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Résumé

Le travail présenté porte sur deux aspects des méthodes microscopiques variationnelles
utilisées dans les calculs de structure nucléaire a basse énergie.

La premiere étude se situe a ’approximation du champ moyen ou la formalisation du
lien entre la fonction d’onde d’un noyau pair-pair et celle du voisin pair-impair est revisitée.
Afin d’en obtenir une description cohérente quelle que soit I'intensité de ’appariement
dans le systeme, 1'utilité de la formalisation de ce lien selon un processus en deux étapes
est démontrée. La séparation des étapes autorise I’extraction d’effets associés a différents
canaux de la force lors de ’ajout d’un nucléon dans la fonction d’onde du systeme. En par-
ticulier, des formules perturbatives évaluant la contribution des termes de la fonctionnelle
impairs sous renversement du temps a ’énergie de séparation d’un nucléon en présence
et en ’absence d’appariement sont dérivées. Des calculs auto-cohérents valident ensuite
le schéma, théorique ainsi que les formules d’approximation d’un point de vue quantitatif.
Cette premiere étude se termine par une analyse approfondie de ’oscillation pair/impair
des masses dans les noyaux. Le schéma développé permet a nouveau d’identifier la contri-
bution de chacun des canaux de la force & cette observable. La nécessité d’une meilleure
connaissance des termes impairs de la fonctionnelle de 1’énergie pour conclure quant a
la formule de différence de masses la plus apte a isoler le gap d’appariement au niveau
de Fermi est identifiée. Ces termes n’étant pas sous controle aujourd’hui, c’est au prix
d’un travail significatif sur ceux-ci qu'un ajustement précis de la force d’appariement sur
oscillation pair/impair des masses expérimentales sera possible.

La seconde étude porte sur les méthodes de calculs au-dela du champ moyen visant
a inclure les corrélations associées aux mouvements de grande amplitude dans le noyaux.
Leurs effets sont introduits au moyen de la GCM et de la méthode du champ moyen
projeté qui se caractérisent par 1’'utilisation d’un mélange de fonctions de champ moyen
non-orthogonales comme fonction d’essai dans le processus variationnel. Une théorie de
perturbation permettant pour la premiere fois de fonder ces calculs sur une base dia-
grammatique est développée. Dans le méme temps, la resommation des corrélations a
deux corps autorise la définition de l'interaction effective minimale renormalisant les di-
vergences associées au cceur dur de l'interaction nucléon-nucléon libre dans ce contexte.
Procédant a une approximation locale de cette interaction, la premiere prescription re-
posant sur des bases théoriques solides est proposée pour la dépendance en densité des
forces effectives phénoménologiques a utiliser dans les calculs de mélange de configura-
tions. Traitant d’une autre origine de la dépendance en densité de I'interaction, la possible
renormalisation de I’effet des forces a plus de deux corps par une dépendance en la densité
mixte est démontrée pour les calculs de mélange de configurations. La forme étendue de la
force de Skyrme issue de ces développements formels est alors testée au moyen de calculs
de mélange de configurations visant a reproduire le phénomene de coexistence de forme
dans le 186 Pp.
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Chapitre 1

Introduction.

L’étude du noyau atomique est particulierement riche d’enseignements du fait des voies
nouvelles ouvertes depuis quelques années. La mise en place conjuguée d’accélérateurs de
faisceaux radioactifs et de nouvelles générations de détecteurs s’est révélée extréemement
fructueuse, permettant la caractérisation de propriétés aussi nombreuses qu’inattendues.
Ces programmes visent, a explorer les différents degrés de liberté du noyau tels que 'isos-
pin, la masse ou encore le moment angulaire. Les défis expérimentaux sont de taille puis-
qu’ils portent sur des systemes peu liés, donc fragiles, et le plus souvent avec des taux de
production tres faibles nécessitant le traitement d’une statistique et d’'un rapport signal
sur bruit extrémement défavorables. Comme dans la plupart des domaines de recherche,
la marche en avant des découvertes expérimentales et de la compréhension théorique du
systeme nucléaire est fortement couplée. Cela transparait des lors que I'on se risque a une
présentation de leurs avancées respectives. Essayons donc de les mettre cote a cote en
détaillant les problématiques actuelles de la structure nucléaire a basse énergie.

1.1 Perspectives actuelles.

L’étude des noyaux riches en neutrons en direction de la drip-line (limite de stabilité
vis & vis de ’émission de particule correspondant & des exces de neutrons (N — Z)/A
de Tordre de 0.5) constitue la voie principale de cette nouvelle recherche. Elle a déja
permis la caractérisation de nombreuses propriétés liées le plus souvent a la proximité du
niveau de Fermi et du continuum d’états a une particule. Cette proximité du continuum
d’états pour les derniers nucléons liés a la surface de Fermi donne naissance & des peaux
de neutrons [1], et dans les cas les plus extrémes aboutit méme a la formation de halos [2]
caractérisant des systemes aux dimensions radiales gigantesques au regard du nombre
de leurs constituants. Ces distributions de matiere tres étendues sont constituées de un
ou deux neutrons périphériques dans les noyaux légers tandis qu’elles sont plus [3] ou
moins [4] collectives dans les noyaux lourds. Parmi les noyaux légers, les halos Borroméen
(n+n+cceur) tels que "®He, le "' Li ou le *Be sont particuliérement intéressants du fait
de la non-liaison de chacun de leurs sous-systémes a deux corps [5]. Le fait que le noyau
présente une zone étendue de faible densité de neutrons peut également provoquer des
groupements corrélés de particules, ou clusters. Enfin, le découplage des densités neutrons
et protons engendre également ’existence de nouveaux modes collectifs de basse énergie

11



12 Chapitre 1 - Introduction.

(notamment isovecteurs) [6, 7]. Au regard de ces propriétés émergentes, le couplage au
continuum d’états doit étre correctement incorporé dans le traitement théorique [8]. En
particulier, l'effet de la diffusion de paires de nucléons dans les états d’énergie positive [9,
10, 7] engendrée par l'interaction résiduelle d’appariement dépend fortement de la fagon
dont le continuum est pris en compte. Il est & noter que la nécessité d’un traitement propre
du continuum dans 1’étude des états fondamentaux (exotiques) bénéficie du travail réalisé
dans les noyaux chauds [11, 12]. Un autre probleme captivant concerne la robustesse
des gaps magiques traditionnels vis a vis de I'isospin du systeme. Plusieurs de ces gaps
semblent diminuer au voisinage de la drip-line neutron. Tandis que cette disparition pour
les nombres magiques N = 8 et N = 28 peut étre simplement reliée aux propriétés
isovectorielles de la force, celle du gap N = 20 traduit 'apparition plus complexe de
comportements collectifs importants dans les isotones déficients en protons.

La théorie a beaucoup a apprendre des noyaux riches en neutrons en ce qui concerne les
caractéristiques de la force nucléon-nucléon dans le noyau. Les propriétés de ces noyaux
offrent des possibilités d’étude des canaux isovecteurs, pour le terme spin-orbit ou le
canal d’appariement par exemple, du fait que leurs effets y sont fortement magnifiés.
Ainsi, des mesures de rayons carrés moyens de neutrons et de la diffusivité de la densité de
neutrons peuvent permettre de comprendre les propriétés de l'interaction dans des régions
de densité faible trés sensibles a I’appariement [6]. Les noyaux légers riches en neutrons
sont également de bons systemes pour caractériser les corrélations engendrées par la force
nucléon-nucléon nue puisqu’ils permettent dans une certaine mesure de s’affranchir des
effets du milieu sur I'interaction dans la région du halo.

Du c6té de la drip-line proton (et au-dela), I'intérét se porte par exemple sur les noyaux
impairs qui, décroissant par émission d’un proton issu d’une résonance étroite, fournissent
des informations sur la position et le moment orbital des états quasi-liés par la barriere
Coulombienne. Cela permet de caractériser les propriétés de déformation du champ moyen
a la surface des noyaux [13]. Une quarantaine de ces noyaux sont connus aujourd’hui [14].
D’autre part, la production dans cette zone de la table de masse de noyaux lourds N ~ Z
tel que I’étain 19°Sn [15] a ravivé le débat sur I’existence et la collectivité de ’appariement,
proton-neutron. Cette discussion est liée a 'existence de I'énergie de Wigner [16] et a la
description des états d’isospin 7' = 1 et T' = 2 dans les noyaux pair-pair N = Z et les
états T =0 et T = 1 dans les noyaux impair-impair N = Z [17].

Une autre activité importante concerne 1’étude des noyaux superlourds. En effet, la
variable de masse et la stabilité y sont testées de maniere extréme au regard de la tres
forte répulsion Coulombienne existant dans ces noyaux. De fait, I’éventuelle stabilité de
ces systemes est directement liée aux effets quantiques de couches. Cette caractéristique
fait des noyaux superlourds un cas d’étude unique du point de vue de la validation des
modeles microscopiques (essentiellement de type champ-moyen dans cette région de la
table de masse). En effet, si ces modeles justifient I’existence des noyaux tels que ceux
observés & Dubna (Z = 114 et Z = 116) [18] par une stabilité suffisante vis a vis de la
fission, ils ne s’accordent pas entre eux quant a la localisation précise d’un possible ilot de
stabilité au-dela du nombre magique Z = 82 [19, 20, 21]. Cela refléte I'incertitude existante
sur les spectres de particules indépendantes dérivés de forces ajustées dans des conditions
tres différentes, a savoir sur quelques propriétés de noyaux stables doublement magiques.
En réalité, des calculs récents ont montré que 1'utilisation de faisceaux de noyaux riches
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en neutrons devrait rendre possible 'entrée dans une zone relativement étendue de plus
grande stabilité, invalidant 1'idée de trouver un nombre magique précis dans cette région
de masse [21, 22].

Enfin (ceci n’ayant aucune valeur d’exhaustivité), une exoticité importante concerne
les états rotationnels a hauts spins; cette exoticité allant de paire avec le phénomene de
super-déformation. Ce domaine d’étude aujourd’hui a maturité a permis la mise en exergue
de nombreuses bandes rotationnelles dans les régions de masses A = 80,130, 150,190 .. . [23,
24, 25, 26, 27, 28]. La comparaison des moments d’inertie théoriques et expérimentaux
fournit des informations précieuses quant a la robustesse des corrélations d’appariement
vis a vis du moment angulaire et de leur blocage dans les noyaux impairs. Cela consti-
tue une observable importante [29, 30] puisque peu de choses sont connues sur le canal
d’appariement de la force. Il est en effet aujourd’hui impossible de conclure quant au ca-
ractere de courte ou de longue portée du phénomene d’appariement, ni de dire dans quelle
mesure il traduit un phénomeéne de volume/surface dans le noyau. A cela s’ajoute le fait
que d’autres observables, telles que 1’oscillation pair-impair des masses permettant 1’étude
des propriétés isovectorielles de ce canal, ne sont pas comprises en détails et n’autorisent
donc pas une analyse pertinante. Les états rotationnels autorisent également I’étude des
états intrus provenant des couches sphériques de grand moment angulaire et jouant un
role central dans le comportement des moments d’inertie. Cela est utile a la validation
des distributions théoriques d’états individuels au niveau de Fermi [30]. On commence
également aujourd’hui a utiliser ces modes d’excitation pour sonder les termes impairs de
la force vis a vis de 'opération de renversement du temps qui sont actifs dans ce cas mais
peu connus par ailleurs et difficiles a isoler [31, 27, 32].

1.2 Traitement théorique du systeme nucléaire.

D’une maniere générale, les modeles et les forces fonctionnant bien pour les noyaux
connus s’extrapolent difficilement aux noyaux exotiques. Ceux-ci subissent donc par le
biais de cette nouvelle manne d’informations un affinement extrémement sélectif permet-
tant d’en augmenter le pouvoir prédictif et la capacité a reproduire avec précision un
ensemble toujours plus important de propriétés du noyau.

La complexité du systeme nucléaire suggere que sa description dépend autant de notre
capacité a résoudre un probleme complexe que du type de propriétés que ’on cherche
a étudier. De fait, s’il n’existe pas autant de modeles théoriques que de propriétés du
noyau, il en existe autant que de facons de poser le probleme. Pour ce faire, il faut définir
les degrés de liberté élémentaires du systéme ainsi que leur(s) mode(s) d’interaction.
Au niveau le plus microscopique, il est possible de se représenter le noyau comme un
ensemble de quarks échangeant des gluons et des photons. Dans un deuxiéme temps, on
incorpore la notion de nucléons comme des hadrons échangeant des mésons. Les nucléons
peuvent ensuite étre considérés comme de simples fermions ponctuels intéragissant par
I'intermédiaire d’une force nue simulant I’échange de ces mesons entre deux nucléons
isolés. Les mémes fermions ponctuels peuvent aussi étre vus comme interagissant par
I'intermédiaire d’une force habillée par les effets du milieu, les degrés de liberté étant en
fait les nucléons habillés par les interactions. Il est ensuite possible d’imaginer le noyau
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comme composé de clusters de nucléons, notamment pour décrire les états excités des
noyaux légers stables ou instables. Cette vision caractérise par exemple la description des
noyaux a halos comme des systémes a trois corps constitués d’un cceur et de deux nucléons
périphériques interagissant par une force presque nue. Enfin, le niveau de description le
plus macroscopique consiste a utiliser des degrés de liberté globaux. Le noyau est alors
vu comme une goutte liquide dont les propriétés énergétiques, reliées essentiellement a sa
forme, sont suggérées par les modeles sous-jacents ou par ’expérience.

Chacune de ces approches possede ses avantages, ses domaines d’application et les
limitations inhérentes a la philosophie qui I’a motivée. Les modeles macroscopiques, par
exemple, sont caractérisés par leur relative simplicité et un pouvoir prédictif restreint a
certaines caractéristiques du noyau. Ces restrictions proviennent des simplifications conte-
nues dans la fagon méme de considérer le systéeme au départ. En allant vers les méthodes
plus microscopiques, on repousse a une étape ultérieure les simplifications nécessaires a
la résolution en proposant des méthodes contenant toute la complexité du probleme et
permettant de tout décrire a priori. Celles-ci possedent donc un caractere plus fondamen-
tal. Les limitations sont imposées par notre capacité technique a résoudre le probleme a
une époque donnée dont la complexité dépend du nombre de degrés de liberté microsco-
piques incorporés explicitement. L’augmentation de ce nombre fait exploser la taille de
I'espace des phases (espace de Hilbert pour les traitements quantiques) qu’il faut explorer
a priori. Lorsque les nucléons sont traités explicitement par exemple, la taille de cet espace
est liée a leur nombre, rendant la résolution exacte des noyaux lourds plus improbable.
[’augmentation du nombre des degrés de liberté traités explicitement s’accompagne alors
d’approximations visant a réduire 1’espace de Hilbert visité a l'intérieur de I'espace de
Hilbert a N corps total ; cette réduction se couplant ou non avec une renormalisation des
effets omis. Schématiquement, ’effort dévolu au choix de ce sous-espace est inversement
proportionnel a sa taille. Pour résumer, la problématique liée au choix du niveau de des-
cription, a celui des approximations considérées, a 1’éventuelle renormalisation des effets
manquants, et enfin a ’obtention des solutions, constitue le probléme a N corps.

Afin d’étre plus explicite, nous nous limitons a présent aux méthodes microscopiques
applicables au calcul des noyaux finis et pertinentes pour la structure nucléaire a basse
énergie. Au regard de la discussion précédente, cela correspond aux cas ou les degrés de
liberté élémentaires sont les nucléons. Dans ce cadre, notre intérét se portera vers les
méthodes auto-cohérentes de type champ-moyen faisant usage de forces nucléon-nucléon
effectives phénoménologiques. Cela dit, nous considérons le systéme de N nucléons inter-
agissant par 'intermédiaire d’une force nue a deux corps nucléon-nucléon, éventuellement
complétée d’une force a trois corps, comme le probleme de référence a résoudre. L’utili-
sation éventuelle d’une force a trois corps doit étre comprise comme une renormalisation
d’effets liés a la structure interne des nucléons, omise dans le point de vue adopté ici.

Selon cette définition du probléme, il est aujourd’hui possible de calculer les états de
basse énergie des noyaux jusqu’a la masse A = 10 par des calculs ab initio autorisant la
prise en compte de toutes les corrélations dans le systéme [33]. Une connaissance précise
de la force nucléon-nucléon libre est requise dans ces calculs. Cela est possible, tout au
moins pour ses propriétés sur couche d’énergie. La forme de I'interaction est déterminée
au moyen de modeles OBEP (One Boson Exchange Potential) tandis que I’ajustement de
ses parametres est réalisé sur les déphasages de la diffusion nucléon-nucléon jusqu’a des
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énergies de l'ordre de 350 MeV. Nous reviendrons sur les propriétés d’une telle force que
nous considérons comme une donnée du probleme a N corps.

En ce qui concerne les noyaux plus lourds, les états de basse énergie ne sondent
qu’une faible portion de ’espace de Hilbert et ne dépendent pas de I'entiere complexité
de la force nucléon-nucléon. Un effort considérable a été consacré depuis quarante ans
au développement des forces effectives incluant 1’essentiel de la physique et devant étre
utilisées dans des espaces restreints. Le modeéle en couches et les méthodes de champ
moyen auto-cohérents s’inscrivent dans ce cadre. Des calculs de modele en couche utili-
sant des forces effectives dérivées de la force nue sont disponibles a I’heure actuelle jusqu’a
la masse A ~ 12 [34, 35| et devraient étre étendus au-dela. Les mémes méthodes utili-
sant des forces phénoménologiques ajustées sur ’expérience permettent une description
précise des noyaux jusqu’aux masses A & 50 [36]. En paralléle, quoique concernant plutot
des masses plus élevées, les méthodes du champ-moyen auto-cohérent relativistes ou non
utilisant des forces phénoménologiques ajustées sur I’expérience sont en mesure de décrire
un tres grande nombre de propriétés statiques et dynamiques de basse énergie jusque dans
les noyaux superlourds.

1.3 Méthode de champ moyen.

Les méthodes de champ moyen auto-cohérent incluant les corrélations d’appariement
statiques (Hartree-Fock + Bardeen-Cooper-Schrieffer (HFBCS) ou Hartree-Fock-Bogolyu-
bov (HFB)) fournissent dans leurs versions les plus modernes une excellente description des
observables de volume du noyau. Ces observables concernent typiquement les masses, les
rayons de charge et de neutrons, les propriétés de déformation, notamment les barriéres de
fission et certains cas de coexistence de forme, ainsi que les propriétés liées a ’appariement.
Afin d’illustrer ce point, nous renvoyons le lecteur & Darticle de revue [37] ainsi qu’aux
références inclues. Les calculs de champ-moyen autorisent également, et cela pour un large
choix de forces représentatives, une bonne prédiction des séquences de niveaux et des écarts
entre niveaux occupés d’une part (états dits de trous), et non occupés d’autre part (états de
particules) dans le spectre individuel. La plupart des forces de Skyrme prédisent malgré
tout des écarts trop grands entre partenaires spin-orbites dans les noyaux lourds [20].
D’un autre coté, la prédiction de trop grands écarts entre les états de trou et les états
de particule autour d’'un gap magique est salutaire dans le sens que les effets au-dela du
champ moyen (couplage particule-vibration) sont connus pour combler ce désaccord [38]. 11
faut également avoir a ’esprit que la comparaison entre les niveaux individuels théoriques
et expérimentaux se fait par 'intermédiaire de différences de masses entre noyaux voisins
jouxtant une couche magique. Cette méthode implique donc des noyaux impairs dont il
faut considérer toutes les propriétés afin d’obtenir une comparaison signifiante [39].

Les calculs de champ moyen étendu permettent également une description riche des
états excités de rotation a l’approximation de cranking [40], tandis que les spectres vi-
brationnels de basse énergie et les coexistences de formes requiérent une analyse au-dela
du champ moyen au moyen de calculs de mélange de configurations de type Meéthode
de la Coordonnée Génératrice (GCM) [40]. En ce qui concerne les états vibrationnels
de plus haute énergie tels que les résonances géantes, [’approrimation de phase aléatoire
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(RPA) [40], ou approximation des “petites amplitudes”, permet une reproduction quan-
titative des distributions de force méme si la description des largeurs de ces résonances
demanderait la prise en compte de la dissipation a deux corps.

Aussi satisfaisante soit-elle, toute étude contribuera & mettre en relief les manque-
ments de la méthode et des forces effectives associées [41], permettant ainsi d’identifier
les améliorations devant étre apportées. Par exemple, ’étude des noyaux superlourds sou-
ligne a la fois I'importance et la difficulté d’obtenir des prédictions fiables sur le spectre de
particules indépendantes dans une région aussi extréme. A 'autre extrémité de la table de
masse, tandis que la disparition des gaps magiques N = 28 [42, 43, 44] et N = 8 [45, 46, 47|
dans les isotones riches en neutrons traduit des propriétés inattendues de la force au niveau
du champ moyen, ’étude précise de cette propriété met en relief ses manquements dans
les canaux isovecteurs [48]. Dans certains cas, ’étude montre la nécessité d’aller explicite-
ment au-dela du champ moyen. Ainsi, la structure en couches traditionnelle des isotones
riches en neutrons N = 20 [49, 50, 51, 52, 48, 42, 44] ou des plombs déficients en neutrons
7 = 82 [53, b4, 55, 56, 57] n’étant pas remise en cause dans les calculs de pur champ
moyen, les effets dynamiques au-dela du champ moyen permettent une reproduction des
données expérimentales dans ces systemes.

1.4 Notion de force effective.

Dans les méthodes d’approximation du probléeme a N corps utilisant la notion de force
effective, il est intéressant que les solutions approchées puissent étre formellement reliées
aux solutions exactes. Cela signifie que le lien entre elles doit étre maitrisé, ne serait-ce
qu’en principe. Cette nécessité n’est pas incompatible avec la notion de force effective a
partir du moment ou sa définition respecte ce lien de principe, et cela méme si la force
incorpore une composante phénoménologique permettant une meilleure reproduction des
données expérimentales.

Du point de vue du modele en couche, des avancées significatives ont été faites récem-
ment dans cette direction grace a I'implémentation d’une idée ancienne consistant a le
comprendre comme une théorie effective reliée au hamiltonien nucléaire initial par une
resommation non-perturbative des corrélations (jusqu’a n corps) a courte portée [58, 59].
On trouve derriere cette démarche ’idée que les corrélations importantes a traiter expli-
citement pour décrire les états de basse énergie avec précision sont effectivement celles
du modele en couche. Les calculs quantitatifs correspondants ont été effectués avec succes
jusqu’a la masse A = 3.

De leur coté, les théories du champ moyen auto-cohérent sont formulées en terme de
fonctionnelles de 1’énergie (reliée ou non a une force effective phénoménologique dépendant
de la densité). La question essentielle est donc de savoir si cette fonctionnelle (ou la force
a deux corps) peut étre reliée a la force nucléon-nucléon libre. Cela est possible au travers
des méthodes de perturbation de type Goldstone-Brueckner [60, 61, 62, 63, 64|, méme
si les calculs explicites correspondants sont difficiles dans les noyaux finis et deviennent
seulement aujourd’hui satisfaisants du point de vue quantitatif dans la matiere nucléaire,
notamment grace a la prise en compte de forces a trois corps [65]. La lourdeur des calculs
a poussé a l'utilisation de forces phénoménologiques ajustées sur I'expérience; la théorie
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de Goldstone-Brueckner servant alors a comprendre la nature de la force effective dans le
noyau. Cela rend possible la définition de la fonctionnelle de I’énergie de champ moyen [66,
67, 68, 69] sur la base de techniques perturbatives du probléme & N corps et autorise le lien
formel avec la force nue. Cela doit également étre le cas pour les calculs variationnels au-
dela du champ moyen, ce qui n’est pas nécessairement vrai aujourd’hui. Ainsi, beaucoup
d’efforts restent a faire concernant ce lien pour le rendre toujours plus explicite quel que
soit le niveau d’approximation [§].

Nous allons maintenant présenter le contenu du mémoire dont la structure traduit la
bipolarité de mon travail de thése. Deux études “indépendantes” vont y étre présentées :
la premiére se situe au niveau du pur champ moyen, tandis que la seconde porte sur les
mélanges de configurations au-dela de ce niveau d’approximation.

1.5 Plan.

Premiere partie : Cette partie sera tout d’abord dédiée a la justification de I'ap-
proximation de “champ moyen” dans le noyau. Cela sera fait au moyen de la théorie de
Goldstone-Brueckner autorisant la compréhension du lien entre une telle approximation
et D’écriture originale du probleme a N corps. Etant donnée cette validation théorique,
nous développerons les méthodes du champ moyen auto-cohérent HF et HFB. Tandis que
les qualités des forces phénoménologiques utilisées feront ’objet d’une présentation ra-
pide, nous discuterons plus longuement de certaines de leurs propriétés générales dans les
canaux de champ moyen et d’appariement. Nous essayerons ainsi de faire état des débats
existants a I'heure actuelle et de la vision, nécessairement partiale, que nous en avons. A
ce stade se terminera la présentation des éléments théoriques connus depuis longtemps ou
développés récemment. Méme si cela n’est pas du ressort du travail original de these, il
nous a semblé intéressant de les détailler afin d’inscrire ce travail original dans une pers-
pective plus large et de préparer les discussions menées dans les deux parties suivantes.
En particulier, la présentation des méthodes HF et HFB est nécessaire puisqu’une partie
des travaux rapportés traite de leurs caractéristiques.

Seconde partie : La seconde partie porte sur la fagon de comprendre et d’extraire
des informations associées aux corrélations d’appariement dans les méthodes de champ
moyen. Nous montrerons tout d’abord dans quelle mesure la compréhension du lien entre
un noyau pair-pair et son voisin pair-impair est aujourd’hui incomplete dans la théorie
de champ moyen. Nous mettrons en lumiere le fait que la théorie HFB ne se marie pas
correctement dans sa limite d’appariement nul avec la théorie de champ moyen sans
appariement (méthode Hartree-Fock (HF)). Etudiant en détail ’ajout d’un nucléon dans
la fonction d’onde, nous montrerons la nécessité de comprendre ce phénoméne comme un
processus se déroulant en deux étapes. Ce schéma permettra une description cohérente
des systemes pairs et impairs quelque soit I'intensité de I’appariement dans le systeme.
[’étape suivante consistera a tirer de cette analyse des informations sur deux canaux
de la force effective impliqués dans le processus d’ajout d’un nucléon : les termes impairs
vis & vis de 'opération de renversement du temps et la force d’appariement. Ainsi, nous
revisiterons le théoreme de Koopmans [70] en dérivant plusieurs formules d’approxima-
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tion pour I’énergie de séparation d’un nucléon au niveau du champ moyen. Cela nous
permettra d’extraire I'effet de la brisure de 'invariance par renversement du temps sur
les énergies individuelles et sur ’énergie de liaison des noyaux impairs. Nous montre-
rons comment la contribution des termes impairs peut-étre isolée. Concernant 1’apparie-
ment, nous proposerons une analyse microscopique complete de ’'oscillation pair-impair
des masses dans les noyaux et montrerons dans quelle mesure cette observable est liée
a un gap d’appariement proprement défini. Le but final de cette étude est de proposer
une méthode d’analyse précise des propriétés de la force d’appariement utilisant a bon
escient les données expérimentales. I.’ensemble des résultats formels sera alors validé par
des calculs de champ moyen auto-cohérent portant sur les noyaux sphériques d’étain et
les noyaux déformés de cérium.

Troisiéme partie : La troisieme partie sera dédiée a I’étude de certaines techniques du
probléeme a N corps au-dela du champ moyen. Plus spécifiquement, nous nous intéresserons
aux calculs de mélange de configurations consistant a élargir l’espace variationnel en
écrivant la fonction d’onde d’essai sous la forme d’une combinaison linéaire de plusieurs
champs moyens. Ce type d’extension est utile pour restaurer les symétries brisées au
niveau du champ moyen et/ou pour décrire les modes collectifs de grande amplitude dans
le noyau. La théorie de perturbation usuelle de Goldstone-Brueckner ne permettant pas de
faire le lien formel entre de tels calculs variationnels et ’écriture initiale du probleme a N
corps, nous développerons une théorie de perturbation plus générale fournissant une base
perturbative a ces calculs. Cela nous permettra également de comprendre les modifications
formelles a apporter aux forces effectives en vue de leur utilisation dans ce contexte. Cette
théorie de perturbation autorisera en particulier la généralisation au cas des mélanges
de configurations de la dépendance en densité des forces effectives phénoménologiques
associée a la resommation des corrélations a deux corps. Ainsi, et apres nous étre également
penchés sur la renormalisation des forces a plus de deux corps, nous proposerons une
extension de la force de Skyrme valable a la fois dans les calculs de champ moyen et
dans les calculs de mélange de configurations. Cette prescription sera finalement testée
au travers d’une étude portant sur la coexistence de forme dans le ¥ Pb incluant 1'effet
de plusieurs de ces mélanges.



Premiere partie

Probleme a N corps et champ
moyen.
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Chapitre 2

Données de base.

2.1 Stratégie et données du probleme.

Nous avons explicité dans I’'introduction ’enjeu du probleme a N corps dont la résolu-
tion doit permettre de décrire les propriétés du noyau atomique a basse énergie. Cela re-
vient a considérer N nucléons ponctuels non relativistes interagissant par 'intermédiaire
d’une force statique a deux corps. Cette stratégie repose essentiellement sur deux hy-
potheses :

e Les effets dynamiques liés a la structure interne des nucléons (degrés de liberté
mésoniques) sont négligeables. On prendra éventuellement leur effet en compte par
I'intermédiaire d’une force statique a trois corps NNN.

o Les effets relativistes sont négligeables. Cela se justifie du point de vue cinématique
en constatant que l'ordre de grandeur en énergie des problemes de structure est
donné par la profondeur du puit nucléaire qui est approximativement de 50 MeV
tandis que la masse des nucléons est de l'ordre du GeV [40].

Etant données ces hypotheses, le hamiltonien gouvernant 1’évolution des nucléons en
interaction s’écrit dans le formalisme de la seconde quantification :

1 —
H = Z tij C;-r Cj + Z Z Vikjl C;-L CL acj o, (2.1)

ij ijkl

ou t;; est I’élément de matrice de I'énergie cinétique, tandis que Vi est I’élément de
matrice antisymétrisé de I'interaction & deux corps nucléon-nucléon libre * :

Vieji = (i 0 |V 05 61) = (di b |V dj 1) — (di b [V 1) - (2.2)

Pour écrire ce hamiltonien, nous nous sommes donnés une base a un corps arbitraire
caractérisée par le jeu d’opérateurs d’annihilation et de création {c, cl} tels que les {cx}
annihilent le vide de particule :

'Le hamiltonien 2.1 contient également l'interaction Coulombienne V¢°¥ entre protons que nous
omettons ici par commodité d’écriture.
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Ck‘0> =0 Vk. (23)

Dans les formules précédentes ainsi que dans toute la suite de ce manuscrit, le nombre
quantique caractérisant un état & un corps sera écrit en minuscule (k) s’il inclut les
nombres quantiques de spin et d’isospin, et en majuscule (K) s’il ne les inclut pas. Nous
reviendrons en détail sur la caractérisation des états individuels utilisés.

2.2 Symétries et force nucléon-nucléon libre.

La premiere difficulté du probleme a N corps nucléaire repose sur notre incapacité a
dériver depuis des principes premiers la force par 'intermédiaire de laquelle les nucléons
interagissent. Cependant, cette interaction posséde un certain nombre de propriétés d’in-
variance qui permettent d’en spécifier la forme.

Celle-ci est hermicienne, invariante sous 1’échange des coordonnées des deux nucléons,
invariante par translation d’espace-temps, invariante sous les reflexions d’espace, inva-
riante sous rotation dans ’espace réel et dans ’espace d’isospin et enfin, invariante sous
I'opération de renversement du temps [40]. Ces propriétés fondamentales conduisent a
écrire la force sous la forme :

<T_’”181t17'_’1282t2|V|F181t1f282t2> = V(F,ﬁ,&l,gz,%l.%g) 5(F1—F,1) 5(7_"2—7_’”2) y (24)

ou 7 = 71—y et p'= (P} —Pa) /2 correspondent respectivement a la position et a I'impulsion
relatives des deux nucléons en interaction. La dépendance en p est une fagon pratique
de traiter la non-localité de la force. Les opérateurs &; et 7; sont les matrices de Pauli

associées respectivement aux opérateurs de spin §', = %31 et d’isospin #; = %7%1 agissant
sur la particule 7 dont 1’état est caractérisé par les nombres quantiques correspondants s;
(0;) et t; (7;) prenant les valeurs propres +1/2 (£1).

Cette force a deux corps est généralement décomposée en plusieurs termes identifiés
comme la partie centrale, la force tenseur et le terme spin-orbite responsable des nombres
magiques dans le potentiel nucléaire & un corps [40]. Chacun de ces termes posséde une
dépendance radiale qui ne peut-étre fixée par des principes d’invariance. Il faut revenir
d’une maniere ou d’une autre a ’origine microscopique de la force pour les déterminer.
Ainsi, les forces modernes contiennent un terme phénoménologique répulsif de courte
portée tandis que les termes de moyenne et longue portées sont dérivés de I’échange d’un
ou deux mésons [33]. Tel est le cas du potentiel Argonne v15 dont les parametres ont été
ajustés sur 1787 données de diffusion proton-proton et 2514 données de diffusion neutron-
proton.

De maniere schématique, on associe la force spin-orbite aux mésons o “ et w tandis
que la force tenseur est produite par ’échange des mésons 7 et p. En terme de portée, la
répulsion a courte portée est associée a I’échange du w tandis que 'attraction a moyenne

2

2Le méson o n’est qu’une maniere phénoménologique de reproduire ’échange de deux pions 7 corrélés
avec ou sans excitation intermédiaire des nucléons en interaction.
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et longue portée est diie aux mésons o et 7. Enfin, la dépendance en isospin de la force
est modélisée par le méson p, tandis que celle en spin est liée au w et au p.

L’élément le plus singulier de la force nucléaire est sans aucun doute son cceeur répulsif
a courte portée se faisant sentir jusqu’a une distance relative de I'ordre de 0.5 fm. Comme
nous le verrons par la suite, cette caractéristique complique significativement le traitement
du probleme a N corps et nécessite I'introduction de méthodes non-perturbatives.

2.3 Les inconnues.

La résolution formelle du probleme a N corps consiste en principe a déterminer les
états propres | ©;) de H :

ou les valeurs propres E; constituent le spectre en énergie du noyau.

Ces états peuvent étre choisis comme états propres de tous les générateurs infinitésimaux
des transformations laissant le hamiltonien invariant et commutant entre eux. D’apres les
caractéristiques de la force nucléon-nucléon, il est donc possible de trouver ces états sous
la forme d’états propres de I'impulsion totale ]3, de 'opérateur de renversement du temps
K 3, du moment cinétique total et de sa projection sur un axe (J2,J,), de 'opérateur de
reflexion par rapport a 1’origine des coordonnées (états de parité définie) et de 'opérateur
nombre de particules N. Dans les noyaux légers, les états propres possedent également
de bon nombres quantiques d’isospin associés aux opérateurs (7%, T,) du fait de la faible
brisure introduite par 'interaction Coulombienne. Les opérateurs J, et T, ont été ajoutés
pour obtenir un ensemble complet d’observables commutantes.

2.4 Restrictions immédiates.

Dans la pratique le nombre de degrés de liberté du probleme a N corps est tel qu’il est
illusoire et inopportun de vouloir déterminer les fonctions d’onde elles-méme. En général,
on s’intéresse directement aux observables associées a ces états qui, bien que toujours
impossibles a determiner exactement, ne dépendent pas de toute la complexité du systéeme.
Ces observables physiques s’expriment comme des valeurs moyennes d’opérateurs dans
ces états ou par des éléments de matrice d’opérateurs de transition entre eux. La plus
importante de ces quantités est évidemment 1’énergie :

(6: | H|6:)

Ei = )
(CHICH

(2.6)
mais on s’intéressera également au moment cinétique J;, a la taille du noyau, aux énergies
de séparation. .. ainsi qu’aux probabilités de transition associées aux modes de désexcita-
tion du noyau telles que les transitions électromagnétiques de différentes multipolarités.

3La définition de cet opérateur est donnée dans ’annexe C.
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Un exemple standard est donné par la transition électrique E2 entre I’état fondamental
d’un noyau pair-pair I™ = 0 et le premier état excité I™ = 2. La probabilité de cette
transition est reliée au premier ordre des perturbations a la probabilité de transition
réduite [40] :

1 2
B(E2,2f = 07) = = | (O | Q:11©z1)| (2.7)

ol (Og+ || Q2 || O5) est I'élément de matrice réduit de 'opérateur quadrupolaire électrique
@2y relié & I'élément de matrice (O+ | Qap | O,4) par le théoreme de Wigner-Eckart [71].

Etant donné ce schéma, 1’idéal serait évidemment de trouver des méthodes de résolution
valables quelle que soit la valeur des nombres quantiques caractérisant les états du systeme,
en particulier quels que soient ’énergie d’excitation, le nombre de nucléons dans le noyau
ou encore I’asymétrie N/Z. La résolution est en fait plus ou moins difficile selon la situa-
tion et nous serons amenés a considérer des approximations se justifiant dans 1’étude de
tel ou tel sous-probleme uniquement, et dont il faudra établir une hiérarchie claire afin de
garder a l'esprit leur portée ainsi que leurs limites.



Chapitre 3

Vers une approximation de champ
moyen.

3.1 Position du probleme.

La premier niveau d’approximation pour décrire le noyau consiste a utiliser I'image
d’'un ensemble de Fermions indépendants évoluant dans un potentiel moyen a un corps
créé par eux. Il s’agit de 'approximation de champ moyen suggérée par la possibilité
de comprendre certaines propriétés du noyau a I’aide d’une structure en couches pour les
nucléons, analogue a la structure en couches électroniques de I’atome. En particulier, cette
idée provient de la découverte d’une surstabilité vis a vis de I’énergie de séparation d’un
nucléon des noyaux ayant un nombre particulier de neutrons et/ou de protons : 2, 8, 20,
28, 50, 82 ... A l'instar des gaz rares qui possedent des couches électroniques compleétes,
ces noyaux “magiques”’, ou “doublement magiques”, sont interprétés comme des noyaux
a couches de neutrons et/ou de protons complétes. Cette image a également été validée
par des expériences mettant en relief le caractére quasi-indépendant des nucléons dans le
noyau. Il s’agit de réactions directes de type (p, 2p) ou bien de réactions de stripping (d, p)
et pickup (p,d) [40].

La question pertinente est alors de savoir si cette image suggérée par les données
expérimentales est justifiable du point de vue théorique. L’espoir est permis du fait du
caractere fermionique des particules qui, en vertu du principe de Pauli, tendent a se tenir
“éloignées” les unes des autres. D’un point de vue plus quantitatif, I’approximation de
champ moyen revient a considérer une fonction de particules indépendantes, c’est a dire
un déterminant de Slater | ®;) = HZZ\;I ¢/ |0) ! construit sur une base & un corps donnée,
comme une bonne approximation des vrais états propres | ©;). Aprés avoir exprimé H
dans la base a un corps appropriée, I’énergie approchée correspondante s’obtient sous la

forme :

!Dans la suite de ce mémoire, les états représentés par des vecteurs | ®;) correspondront toujours &
des états de (quasi)-particules indépendantes, autrement appelés états produit. Les vrais états propres
| ©;) seront également approximés par des états corrélés notés | ¥;).

25
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By V)

\ Q (R,1) = <Rr

k1 >

+00
=> <kl |v]kl> ya

Fi1G. 3.1 — Divergence des éléments de matrice de I'interaction nue entre états de particules
indépendantes.

N 1 N
By~ )t + 3 > Viw - (3.1)

Cette énergie fait apparaitre une somme double d’éléments de matrice de V' entre des
états a deux corps de particules indépendantes. Ces éléments de matrice présentent une
forte divergence. En effet, deux particules indépendantes sont autorisées a interagir a tres
courte distance, ce qui, du fait du coeur répulsif de I'interaction nucléon-nucléon libre, en-
gendre une énergie d’interaction artificiellement grande, voire infinie dans le cas d’un coeur
infiniment répulsif. Alors, I’Eq. 3.1 est une mauvaise approximation de 1’énergie exacte.
Cela est illustré schématiquement sur la Fig. 3.1. En raison du caractere particulier de
I'interaction entre les nucléons, le “peu de temps” que les particules passent a interagir a
courte portée suffit & mettre & mal une description de particules indépendantes et donc
la notion de champ moyen. Il est nécessaire d’inclure des corrélations dans le traitement
deés lors que I'on s’intéresse au systeme nucléaire. Il est cependant possible de conserver
la simplicité de la description en termes de particules indépendantes en incorporant un
minimum de corrélations a travers la définition d’un hamiltonien effectif. Cela est pos-
sible dans le cadre de la théorie de perturbation de Goldstone-Brueckner que nous allons
maintenant rappeler.

3.2 Théorie de Goldstone-Brueckner.

La méthode de Goldstone-Brueckner consiste a écrire un développement perturbatif
du vrai état fondamental et de son énergie, et 2 montrer qu’une approximation pertinente
de type champ moyen peut étre définie. La validité de cette approximation est justifiée a
posteriori par la petitesse des termes négligés dans le développement.
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3.2.1 Définitions.

Nous définissons de fagon a priori quelconque un hamiltonien a un corps hA§ autorisé a
briser des symétries de H. Ses états propres sont des déterminants de Slater notés | %)
parmi lesquels 1’état fondamental | ®§) est, par hypotheése, non-dégénéré. Nous spécifions
ces définitions ainsi que le potentiel moyen associé I'* par :

hy = t+T% = Zfan of oy (3.2)

hg [9F) = & ) (3-3)

ou {a,} définit une base & un corps diagonalisant h§ avec le spectre €,,. Par simplicité,
nous supposons dans la suite que l'indice 7 est discret et que les énergies £ sont ordonnées
dans l'ordre croissant. Le hamiltonien initial H peut étre réécrit en fonction de h§ sous
la forme :

H = hy + hi , (3.4)
ou
hY =V — I'* | (3.5)

est 'interaction résiduelle associée a h{.

3.2.2 Théoreme de Gell-Mann-Low.

Le théoréme adiabatique de Gell-Mann-Low [72] assure qu’un état propre de H peut
eétre obtenu comme 1’évolué adiabatique de I’état fondamental non-dégénéré de h§ depuis
t = —oo jusqu’a t = 0. Ce théoreme ne permet pas d’affirmer que I'état propre de H ainsi
obtenu est I’état fondamental. Nous considérerons malgré tout que tel est le cas [73]. Cela
se traduit analytiquement par :

U0, —00) | 0)
0% = lim €
95) = I T8 [U=(0, —00)) B%)

(3.6)

Dans | ©§) , 'exposant « rappelle & partir de quel état non-perturbé | ) le vrai état
fondamental est obtenu. L’opérateur d’évolution adiabatique U dans la représentation
interaction [73] est défini par :

US(t,ty) = MRy, (t,ty) e thato/h
(3.7)

. .t .
cthet/n @_“fto H(em)dr/h —ihgto/h :
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ou U, (sans indice «) est I'opérateur d’évolution dans la représentation de Schreedinger.
La dérivation de ’Eq. 3.6 repose sur deux propriétés fondamentales de la mécanique
quantique [71, 73] :

(1) Lorsqu’un état propre du hamiltonien H (t,) évolue adiabatiquement depuis ¢ = t,
un état propre du hamiltonien H(t;) est obtenu & un instant ultérieur ¢ = ¢;.

(2) 11 est possible de trouver un hamiltonien dépendant adiabatiquement du temps
H (e, t) se réduisant au hamiltonien & un corps h§ dans la limite {; — —oo et au
vrai hamiltonien du systeme H a ¢; = 0. Ce hamiltonien auxiliaire utilisé dans U2,
et enclenchant progressivement la perturbation A{, est donné par :

H(e,t) = hi + exp(—elt]) AT (3.8)

ou € est un nombre positif proche de zéro. A des temps grands, a la fois dans le passé
et dans le futur, le hamiltonien défini par I'Eq. 3.8 se réduit effectivement a h§ qui
présente une solution connue, tandis qu’a ¢ = 0 il égale bien le hamiltonien exact du
systeme en interaction. En prenant la limite ¢ — 0 a la fin du calcul, les résultats
sont indépendants de ce parametre. Notons pour la suite que I'obtention de la for-
mule 3.6 ne consiste en aucun cas a appliquer I’opérateur d’évolution correspondant
au vrai hamiltonien H sur un état “a ty = —oc”.

La normalisation de ’état fondamental | ©fF) est telle que (®§|©F) = 1. Elle est
fixée par le dénominateur ( ®§ |U%| ®§) dans I’Eq. 3.6. Ce choix autorise I’élimination des
parties vide/vide disconnectées dans le numérateur [61]. Cette propriété est cruciale car
la présence de ces diagrammes fait diverger le numérateur comme le dénominateur dans
la limite e — 0.

3.2.3 Formule de Goldstone et diagrammes associés.

En développant U® en puissance de h{ et en effectuant les intégrations en temps
dans Dexpression 3.6, Goldstone [61] a fourni un développement perturbatif de 1’état
fondamental |©f) autorisant une représentation diagrammatique et s’écrivant sous la
forme :

(0% 1 (63 " [0
65 = % (g ht) 1% (59)

ou l'indice [ié signifie que le fondamental non-perturbé | ®§) ne figure pas comme état
intermédiaire dans les diagrammes.

Le développement 3.9 est une expression perturbative fonction des puissances succes-
sives de I'interaction résiduelle, c’est a dire des puissances de V et I'*. Afin de pouvoir
dessiner les diagrammes de Goldstone associés, il faut insérer un ensemble complet d’ex-
citations particule-trou (p-t) | %) relativement au vide d’excitation | ®§) entre chaque
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a, + Etat de trou vide Gp+ Etat de particule occupe

v Element de matrice

du potentiel V

Element de matrice p-t
du potentiel ¢

Temps

Vide

Etat intermediaire a
3p-3t

Etat intermediaire a
2p-2t

Element de matrice p-p
du potentiel I'“

FiG. 3.2 — Diagrammes de Goldstone : définition des propagateurs non-perturbés corres-
pondant aux états de trou et de particule, exemples d’éléments de matrice de la force a
deux corps V' et du potentiel moyen I'*. Cette figure présente également la facon d’iden-
tifier un état intermédiaire a N corps.

opérateur intervenant dans la formule 3.9. L’état | ®§) n’apparait que comme état initial
et éventuellement final dans un diagramme en vertu du caractere lié du développement.
Une fois cela réalisé, I’expression 3.9 peut étre traduite par une représentation diagram-
matique. Explicitons quelques regles nécessaires a 1’écriture et a la compréhension de ces
diagrammes.

Dans un diagramme, les états (individuels) de trous définis comme les états occupés
dans le vide | ®§) sont représentés par des propagateurs (fleches) dirigés vers le bas lors-
qu’ils sont vides. Les états de particules définis comme les états non-occupés dans le vide
sont représentés par des propagateurs orientés vers le haut lorsqu’ils sont occupés. Un
état de trou occupé ou un état de particule vide n’apparait pas explicitement dans un
diagramme. La lecture d’un diagramme se fait de bas en haut (sens du temps) et corres-
pond a la lecture d’un terme de la formule 3.9 de la droite vers la gauche. Ainsi, on pourra
comprendre les actions successives de l'interaction a deux corps V' ou du champ I'* comme
créant, diffusant ou recombinant des paires p-t. Des exemples sont donnés sur la Fig. 3.2.
Entre 1'action de deux opérateurs V' et/ou I'®, il est possible de tracer une ligne horizon-
tale pour expliciter I’état intermédiaire | ®¢) dans lequel le systeme a N corps se trouve.
D’apres la formule 3.9, chaque état intermédiaire sera pondéré par le propagateur a N
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corps non-perturbé (¢ — &)7" = (3 €a,, — Y. €a,,)”" dans le calcul d’'un diagramme.
Nous ne rentrons pas d’avantage dans le détail des regles nécessaires a leur calcul, et nous
invitons le lecteur a se reporter a la Ref. [61]. Dans le présent travail nous ne calculerons
explicitement que des diagrammes simples ne justifiant pas une présentation plus détaillée
de ces regles.

3.2.4 Développement de ’énergie.

Le schéma perturbatif qui vient d’étre développé pour la fonction d’onde du vrai état
fondamental possede un équivalent pour ’énergie propre Ey = £§ + AEF. La formule de
Gell-Mann-Low correspondante est obtenue en effectuant le produit scalaire de H | ©F)
avec le bra non-perturbé ( ®§|. L’expression de la correction AEY s’écrit :

. (DF| AT U0, —00) | OF)
AES = lim < ; (3.10)
O S0 (Bg|U2(0, —o0)| B)

tandis que la formule de Goldstone qui s’en déduit prend la forme :

@ @ @ 1 @ " «

n

ol la somme porte sur tous les diagrammes liés sans ligne externe (diagrammes vide/vide).

3.2.5 Resommation de Brueckner.

Grace a ces écritures perturbatives, il est possible d’inscrire I’approximation de champ
moyen dans un cadre général. En effet, I’approximation d’ordre zéro des développements
perturbatifs de Goldstone donnent pour la fonction d’onde et ’énergie de 1’état fonda-
mental du systéme en interaction :

166)"" = |®F) (3.12)
et
Eq=" = & +(®f| hi | 2F)
= (5|t + V | ®F) (3.13)
N 1 N
= Z layar + 5 Z Vatat/atat;
ar=1 a0 =1

Ces expressions correspondent précisément a ’approximation de champ moyen intro-
duite dans la section 3.1. Logiquement, cette approximation de ’énergie a ’ordre 0 des



3.2 Théorie de Goldstone-Brueckner. 31

perturbations souffre des pathologies identifiées dans cette précédente section. En fait,
des lors que les développements 3.9 et 3.11 exprimés en termes des éléments de matrice
de V entre des états de particules indépendantes sont coupés a un ordre fini 7n,,,,, des
divergences liées au cceur dur apparaissent et fournissent de mauvaises approximations
des quantités exactes. Bien évidemment, la sommation de tous les termes résoud formel-
lement ce probleme de telle sorte que les solutions exactes ont les bonnes propriétés. Il
apparait maintenant plus clairement dans quelle mesure I’approximation de champ moyen
faillit et comment des resommations non-perturbatives sont nécessaires pour corriger les
pathologies trouvées dans les développements perturbatifs écrits en terme de l'interaction
nucléon-nucléon libre. Ce constat met en relief le fait suivant : méme si les degrés de
liberté naturels du probleme sont les nucléons, les degrés de liberté pertinents dans le
noyau vont en réalité étre des nucléons habillés par les interactions et interagissant par
I'intermédiaire d’une force effective elle-méme renormalisée par les effets du milieu.

Brueckner [60] a en effet constaté que pour chaque interaction V' impliquée dans un
diagramme lié, il est possible de trouver dans les développements 3.9 et 3.11 une série
infinie de diagrammes en tous points identiques au premier excepté qu’une succession
d’interactions V' diffusant les nucléons dans des états de particule se trouve en lieu et
place de l'interaction initiale. Cet ensemble est restreint aux diagrammes pour lesquels
la succession d’interactions se produit avant que toute autre n’ait lieu ailleurs dans le
diagramme. Il est alors possible de grouper cette série infinie pour ne considérer qu’un seul
diagramme ou l'interaction nue est remplacée par une matrice de réaction G* sommant
les échelles p-p de Brueckner. Cette matrice de réaction joue le role d’une interaction
effective et est appelée matrice de Brueckner. La sommation des échelles a laquelle elle
correspond est représentée diagrammatiquement sur la Fig. 3.3 et s’écrit analytiquement
sous la forme d’une équation auto-cohérente :

Qa

GWo) =V +V
(Wa) L

Go(W,) | (3.14)

QY = Z | apogy) (oo | (3.15)

€api€a ; >EX
aps Otpl F

L’opérateur de Pauli Q* agit dans ’espace des états a deux particules en excluant les
états occupés dans le vide non-perturbé | ®§) . La dépendance en W, apparaissant dans la
définition de G* traduit le fait que ’'interaction effective de deux nucléons dans le milieu
nucléaire dépend de I’énergie des autres nucléons au moment de cette interaction. Les
éléments de matrice de G*(W,) ainsi que la définition précise de W, sont donnés dans
I’annexe A.

Itérer I’Eq. 3.14 permet de constater que G* prend en compte l'interaction entre deux
particules a tous les ordres dans I'interaction V' en présence des autres nucléons. Il est alors
possible de montrer [40] que le remplacement de la force nue par 'interaction effective G¢,
résoud le probleme lié au coeur dur de l'interaction. En effet, la sommation des échelles
correle deux particules de telle sorte que leur fonction d’onde vy, (W, T, R) [74] définie
par :
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\ 4 R
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Fi1c. 3.3 — Représentation diagrammatique de la matrice de réaction G* sommant les
échelles p-p définies par rapport au vide | ®§). Dans chaque échelle, toutes les interactions
V' (sauf éventuellement la premiere et la derniére) diffusent les nucléons depuis et vers
des états de particule en dehors de la mer de Fermi. La définition utilisée requiert qu’il
n’y ait aucune interaction dans le reste du diagramme entre la premiere et la derniere
interaction de ’échelle. Enfin, I'effet de cette resommation non-perturbative est illustré
par le comportement de la fonction a deux particules corrélée correspondante. On constate
que cette fonction s’annule dans la zone du cceur dur de l'interaction V.
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FR|,(Wa)) = (FRIV G (Wa)|apay) (3.16)

s’annule rapidement lorsque la distance relative entre les nucléons devient de 1’ordre de
la portée du coeur répulsif. Ainsi, les éléments de matrice de G“ entre états de particules
indépendantes :

(aras |G*(Wa) [apag) = (oras |V [Yp,(Wa)) (3.17)

ne présentent plus de divergence. Ce résultat est schématiquement reproduit sur la Fig. 3.3.

En groupant de proche en proche toutes les interactions V' intervenant dans les déve-
loppements perturbatifs de Goldstone, il devient finalement possible de les récrire en terme
des éléments de matrice de G¢(W,) = G*(W,) — I'* et d’obtenir ainsi des formules de
perturbation ne présentant plus de pathologie. De cette maniere, les expressions 3.9 et 3.11
sont remplacées par les développements perturbatifs de Goldstone-Brueckner prenant la
forme :

1 n
65 = X (gt GO%)) 18 (3.18)

et

1 n
AgS =) (85| GF (W) (ﬁ G?(m)) | 28116 irred. - (3.19)
0

n 0

Afin d’éviter un double comptage, la somme porte maintenant sur les diagrammes
liés et irréductibles [61]. Cela signifie que les diagrammes présentant deux interactions
G successives jointes par des états de particule sont exclus si aucune interaction n’in-
tervient entre les deux dans le diagramme. Le schéma de Brueckner n’est finalement
rien d’autre qu’une réorganisation des diagrammes dont le “paquet minimal”, ou au-
trement dit I’ordre du développement, est maintenant défini par G* qui renormalise les
corrélations a deux corps. Il s’agit d’une récriture en fonction du nombre de lignes de
trou indépendantes dans les diagrammes, ce qui correspond a un développement en puis-
sances de la densité. Le parametre perturbatif associé (Le “wound parameter [74]”) justifie
alors un développement en perturbation jusqu’a environ deux a trois fois la densité de
saturation de la matiere nucléaire. Naturellement, I’approximation a un ordre donné du
développement sera d’autant meilleure que la densité est basse. Ce schéma doit étre vu
comme la procédure minimale nécessaire a la résolution du probleme lié au coeur dur
de l'interaction nue. Des traitements plus élaborés mettant en jeu une renormalisation
systématique des propagateurs et des vertex d’interaction existent, comme par exemple
les approches auto-cohérentes fondées sur 'utilisation des fonctions de Green [75, 76].
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a) b)

<) d)

Fic. 3.4 — Diagrammes éliminés dans la fonction d’onde et dans I’énergie de 1'état fon-
damental par le choix de Brueckner-Hartree-Fock pour le potentiel de champ moyen I'*.
Les pointillés signifient que la partie non représentée des deux diagrammes considérés est
identique bien que quelconque.

3.2.6 Choix du potentiel I'* et de I’état non perturbé.

Sans entrer dans le détail, nous discutons le choix du propagateur non-perturbé a un
corps. Jusqu’ici, nous avons sous-entendu que le potentiel moyen I'* et donc le hamiltonien
non-perturbé hA§ étaient quelconques. Bien que cela soit vrai (& la condition que A ait un
fondamental non-dégénéré), il est clair que la capacité & approcher la solution exacte a un
ordre donné du développement va dépendre crucialement de ce choix [77]. La littérature
concernant le choix des éléments de matrice p-p, p-t et t-t de I'* est extrémement riche,
voire polémique [76, 78] ; c’est pourquoi nous restons superficiels.

La premiere idée consiste a prendre un hamiltonien a un corps purement phénoméno-
logique et fixé a priori. Ce choix souffre de son manque de caractere systématique. Un
choix plus élaboré est de définir I'* par analogie avec le potentiel HF en remplagant

I'interaction nue par la matrice G*. Il s’agit du choix dit de Brueckner-Hartree-Fock
(BHF). Cela s’écrit :

(i [T o) = Y (o |G*0)| ajow ) pla, (3.20)

Qp,Otpr

pour les éléments de matrice t-t, p-t et p-p. La matrice densité a un corps p® du vide
| ©5), définie dans une base {c¢;} quelconque par :

(gl cs| ©F)

T (3.21)

p?scr = (¢ | p% ¢ ) =
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est diagonale dans la base {ay} de telle sorte que pgkak, = Ot Ok

Dans I'Eq. 3.20, G* est sur couche d’énergie (W, = 0, cf. annexe A). Cette définition
permet d’éliminer un grand nombre de diagrammes dans le développement de la fonction
d’onde et de ’énergie. Les diagrammes en question sont donnés sur la Fig. 3.4. Sur cette
figure, les diagrammes a) et b) caractérisent les insertions aux vertex. Ils impliquent une
interaction G* avec les états de la mer de Fermi d’une part et un élément de matrice p-t
du potentiel moyen I'* d’autre part. Le diagramme c¢) représente une insertion sur ligne de
trou. Méme lorsque les interactions G® ne sont pas sur couche d’énergie (W, # 0), ces trois
groupes de diagrammes s’annulent pour la définition 3.20 de I'* en vertu d’un groupement
astucieux ne différant que par 'ordre des interactions dans le temps [79, 80]. A I’'inverse,
les insertions sur lignes de particule ne peuvent étre annulées d’un point de vue général par
aucune définition des éléments de matrice p-p (o, | I'* | ) comme cela est schématisé sur
la Fig. 3.4 d). Les deux parties de ce diagramme doivent donc étre calculées explicitement.
Le choix des éléments de matrice p-p du potentiel I'* a fait I'objet d’une controverse
particulierement intense. Nous ne rentrons pas plus avant dans le rappel de ce débat et
renvoyons le lecteur aux Ref. [81, 82, 83, 84, 85]. Enfin, il est intéressant de mentionner
qu’un choix légerement plus élaboré que celui de BHF se révele nettement plus performant
du point de vue quantitatif [78, 86, 68]. Ce choix consiste a inclure trois diagrammes
d’ordre supérieur permettant de prendre en compte le potentiel de réarrangement [87] et
d’améliorer significativement les densités dans les noyaux lourds ainsi que I’accord entre
les énergies individuelles théoriques et les énergies de séparation [68, 84, 88]. Autrement
dit, la prise en compte de ces diagrammes d’ordre supérieur dans la définition du potentiel
a un corps autorise I’annulation d’un plus grand nombre de diagrammes et fait de ’ordre
zéro une meilleure approximation pour les observables a un corps.

Nous n’irons pas plus avant dans la présentation de la théorie de Goldstone-Brueckner
et les propriétés de la matrice G*. Pour une présentation détaillée, nous renvoyons aux
Ref. [60, 61, 74, 78]. Nous mentionnons simplement ici qu’en régularisant le cceur dur de
I'interaction a travers la sommation des échelles de Brueckner, les corrélations de courte
portée associées a I’échange de mésons lourds ne sont pas les seules a induire des effets
de milieu dans la force effective. On constate en particulier que ces effets sont pour une
bonne part associés a la longue portée, i.e a la force tenseur de l'interaction nue [89, 90].
Cela est di a la forte dépendance de la contribution de la force tenseur a I’énergie vis a
vis de I'opérateur de Pauli Q%. Cela suggere qu’une partie des effets du milieu générés par
I’échange de pions est pris en compte par la sommation des échelles. Bien évidemment,
la théorie de Goldstone-Brueckner ne prenant pas en compte les effets dynamiques liés
aux degrés de liberté mésoniques, des traitements plus élaborés du probleme a N corps
les incluant explicitement sont nécessaires pour décrire quantitativement leurs effets [91].

3.2.7 Approximation de Brueckner-Hartree-Fock.

Pour terminer cette partie, nous nous penchons sur 1’ordre le plus bas du développement
perturbatif de ’énergie en fonction de la matrice G. 1l s’agit de I'approximation dite de
Brueckner-Hartree-Fock incluant tous les diagrammes a deux lignes de trou dans le calcul
de I’énergie. On tire de 'Eq. 3.19 :
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ou Ggm%anaq(o) est un élément de matrice antisymétrisé pris sur couche d’énergie. Nous
retrouvons une énergie du type de celle obtenue a I’approximation de champ moyen. Ce-
pendant, I’énergie de BHF est signifiante car écrite en terme de la force effective régularisée
G“ et non plus en terme de l'interaction singuliere V.

La qualité objective de cette approximation est testée par ’évaluation des diagrammes
d’ordres supérieurs. A lordre suivant, les composantes 2p-2t apparaissent dans la fonction
d’onde de I’état fondamental (le fondamental non perturbé ne se couple pas aux états a
1p-1t en raison du choix 3.20 pour le potentiel & un corps) donnant naissance a des
diagrammes non nuls a trois lignes de trou dans le calcul de I’énergie. La contribution de
ces diagrammes a trois lignes de trou se calcule par la résolution des équations de Bethe-
Fadeev [92]. Leur calcul explicite dans la matiére nucléaire symétrique [77] ainsi que dans
la matiére de neutrons [93] a permis de montrer récemment que, tandis que la convergence
du développement de Goldstone-Brueckner n’est pas assurée a ’approximation de BHF
(méme si les ordres de grandeurs sont déja corrects), elle ’est & ’ordre suivant avec une
grande précision. La convergence est notamment caractérisée par 'indépendance de ces
résultats vis a vis du potentiel & un corps considéré. Celle-ci est finalement confirmée par
le caractére négligeable des termes & quatre lignes de trou [94]. Cependant, ces calculs
montrent la nécessité de la prise en compte de forces a trois corps [65] pour reproduire les
propriétés de saturation de la matiere nucléaire. Enfin, la convergence du développement
dans les noyaux finis en fonction de leur masse reste a étudier.

La théorie de perturbation de Goldstone-Brueckner nous fournit donc une justification
de la validité de I'image de champ moyen dans le noyau atomique et nous permet de
comprendre que celle-ci n’est pas une simple approximation HF.

Les calculs complets de type BHF sont lourds a réaliser en raison du caractere double-
ment itératif de la méthode lié a la détermination couplée de G* (Eq. 3.14) et du hamil-
tonien a un corps caractérisé par le potentiel moyen 3.20. Cette derniére auto-cohérence
est classique dans le cadre des méthodes HF tandis que celle liée a la détermination de la
force effective est propre a la resommation non-perturbative de Brueckner. Bien que ces
calculs microscopiques soient trop lourds pour étre réalisés de maniere extensive dans les
noyaux finis, ils servent de fondement aux calculs utilisant des forces phénoménologiques
ajustées sur I’expérience ne conservant plus de lien explicite avec la force nue. Dans ce
cas-la, le caractére auto-cohérent de l'interaction se réduit a une éventuelle dépendance
dans la densité locale a un corps et le colit numérique, bien que significatif, est largement
diminué et autorise des calculs quantitatifs systématiques sur I’ensemble de la table de
masse.
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Notons que les méthodes du champ moyen auto-cohérent ne sont pas toujours mises
en relation, ne serait-ce qu’en principe, avec la théorie de BHF. Parfois, une démarche
purement phénoménologique est adoptée ayant pour motivation premiere de reproduire
les données expérimentales. D’autres fois, les calculs de type champ moyen sont justifiés
dans le cadre puissant de la théorie de la fonctionnelle de la densité [95, 96] fondée sur
le travail de Hohenberg et Kohn [97]. La difficulté avec ces deux derniéres interprétations
est de maitriser le niveau d’approximation du probleme a N corps auquel on travaille.
Comme nous venons de le montrer, toute théorie dite de champ moyen dans le noyau in-
clue en réalité un certain nombre de corrélations. De fait, il semble important de pouvoir
les caractériser, c’est a dire d’expliciter dans quelle mesure I'utilisation de I’espace de Hil-
bert des fonctions produit s’accompagne d’une renormalisation implicite de corrélations.
La théorie de la fonctionnelle de la densité aussi puissante soit-elle ne fournit pas d’in-
formation quant a la forme de la fonctionnelle et donc sur le niveau d’approximation du
probleme & N corps auquel le calcul se situe.

On préférera ici fonder les calculs de type champ moyen sur une théorie ab initio telle
que la théorie de Goldstone-Brueckner qui permet de le faire, au moins en principe. Cela
autorise une hiérarchisation des approximations sur des bases systématiques, utile lorsque
la nécessité d’agrandir ’espace de Hilbert pour des calculs au-dela du champ moyen se fait
sentir. Evidemment, utiliser cette stratégie ne doit pas étre un veeu pieux et doit motiver
le plus fortement possible la paramétrisation des forces phénoménologiques utilisées a tel
ou tel niveau d’approximation. Beaucoup reste a dire sur ce sujet mais nous reportons la
suite de cette discussion a la derniere partie de ce mémoire. Nous passons maintenant a
la présentation des méthodes de champ moyen auto-cohérent HF et HFB.
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Chapitre 4

Méthodes du champ moyen
auto-cohérent.

Etant donnée la justification formelle précédente, le point de départ des calculs de
champ moyen correspond A la définition d’un hamiltonien ! effectif dépendant a priori de
la densité du systeme étudié :

1 _
Hlp] = Z tij of ¢j + 1 Z Tikji [P] ! C}; ac . (4.1)
ij ijkl

Dans la suite v désigne la force effective tandis que V' la force nue. Les termes Hartree-
Fock ou Hartree-Fock-Bogolyubov utilisés dans la suite doivent étre compris comme un
abus de langage au regard de la section 3 puisque la sommation des échelles de Brueckner
dans l'interaction est supposée réalisée. De plus, nous omettrons, et cela jusqu’a ce que
le contraire soit spécifié, le symbole « utilisé jusqu’ici pour rappeler la base propre & un
corps du champ moyen considéré. Nous omettrons également 1’indice ¢ précisant I'état a
N corps étudié s’il est clair qu’il s’agit de ’état fondamental.

4.1 Formalisme Hartree-Fock.

A Tapproximation HF, la fonction d’onde d’essai est un déterminant de Slater prenant
la forme :

uNII

|®) = ﬁblﬁbi\()) = []ok0) . (4.2)

olt N (Z) est le nombre de neutrons (protons) 2. La base {by,} est reliée & la base de départ
par une transformation unitaire de la forme :

'Nous reviendrons dans la troisieme partie sur ce que nous entendons par hamiltonien effectif.
2Nous utiliserons fréquemment la seconde écriture de ’Eq. 4.2 ne spécifiant pas I’isospin des particules.
Dans ce contexte, “N” devra étre entendu comme le nombre total de particules.
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b= Dycl | (4.3)

tandis qu’une base {7} de quasi-particules (qp) est définie par :

N = b,TC = Y .. Dy C}L si k est un etat de trou
(4.4)
m = by = Y ,.Dic si k est un etat de particule |,
de telle sorte que 1’état | @) est le vide de quasi-particule :
n| @) =0VEk . (4.5)

Précisons le type de densité utilisée dans le hamiltonien 4.1. Au niveau du champ
moyen, le seul choix naturel, justifié & partir de la théorie de Goldstone-Brueckner [66,
67, 98], consiste a prendre une dépendance dans la densité & un corps de I’état de champ
moyen | ®) que l'on cherche & déterminer. En pratique, la force v dépend de la partie
locale scalaire-isoscalaire po(R) de la matrice densité de champ moyen (voir Eq. 12.23).
Nous reviendrons sur ce point dans la suite.

Ecrivons explicitement 1'énergie moyenne E7F [p] dans I'état | ®) en fonction de la
matrice densité a un corps associée, sans utiliser le fait que celle-ci puisse étre diagonale :

(@ |H [p]| @)
gnr [p] = W th Pii + 5 Z Vikji o] Pji Pik . (4.6)

ijkl

La base a un corps {b;} et le hamiltonien & un corps A sont déterminés par minimisation
de 'énergie :

SEMF [p] =0 (4.7)

ce qui fait de la méthode HF une méthode wariationnelle. Il faut cependant noter que,
I’énergie HF 4.6 étant interprétée comme une approximation de I’énergie de BHF la mi-
nimisation 4.7 n’est pas reliée au principe variationnel de Ritz. L’énergie obtenue peut
notamment étre inférieure a I’énergie du vrai fondamental. La minimisation par rapport
a la densité p s’écrit :

agHF
SEMF [p =) — 4 Zhw 5pii=0 (4.8)

ij

oll le hamiltonien & un corps a été défini par :
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o9& [p :
hij = apjz'[] = hji (4.9)
(4.10)

=ty + Tij[p]

['[p] est le potentiel Hartree-Fock auto-cohérent vu par une particule en raison de
I'interaction avec les autres particules. Il a pour expression :

Lyl = 5+ T (4.11)

_ 1 v
= E kst [p] puk + 3 E ( P [p]) Pmk Prl - (4.12)
Kl Pii klmn

klmn

Le terme Ffj_t’[p ! trouve son origine dans la dépendance en densité de la force effective
et traduit le fait que 'interaction elle-méme change si on ajoute ou enleve un nucléon. Ce
terme constitue le potentiel de réarrangement et joue un role essentiel quant aux propriétés
de saturation de la matiere nucléaire, a la reproduction des densités dans les noyaux
lourds et a l'accord entre les énergies individuelles théoriques et les énergies de sépara-
tion [40, 68]. La détermination variationnelle du potentiel & un corps introduit une certaine
distanciation vis a vis de la théorie diagrammatique dans laquelle ce principe n’intervient
pas. En effet, tandis que le premier terme de I'Eq. 4.11 correspond a la définition de BHF,
le potentiel de réarrangement est propre au caractere variationnel de la méthode. Comme
discuté dans la section précédente, il est cependant possible de montrer qu’une certaine
équivalence existe entre les deux théories lorsqu’un choix particulier de diagrammes est
inclu dans la définition du potentiel moyen [68, 88, 84].

La densité a un corps associée a I’état HF vérifie :

PF=p (4.13)

ce qui est équivalent au fait que la fonction d’onde correspondante est un déterminant
de Slater. Alors, une variation infinitésimale de p sous cette contrainte donne au premier
ordre en dp :

dp=pdp+dpp , (4.14)

ce qui, en se placant dans une base qui diagonalise p, permet de voir que les seuls éléments
de matrice (¢;|dp|¢;) non nuls sont les éléments p-t. On en déduit que le principe de
minimisation 4.8 revient & annuler les éléments de matrice de h correspondants dans une
telle base. La base ainsi obtenue étant définie & une transformation unitaire pres entre états
de particule d’une part et états de trou d’autre part, la base finale {b;} peut étre choisie
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telle que h soit également diagonal. Les fonctions d’onde individuelles HF permettant de
construire ’état fondamental | ®) sont donc solutions de 1'équation aux valeurs propres :

hoéi =€ ¢i (4.15)

tandis que 1’énergie HF la plus basse s’écrit dans cette base :

EHF = 2@- - % > Tijij o) - % > (8@_[,0]) : (4.16)

s
i,j=1 ik =1 Pii

Les€;, {i = 1, N}, apparaissant dans I’'Eq. 4.16 sont les N plus basses énergies propres
de h. Nous avons affaire a un processus itératif puisque le hamiltonien h dépend de p et
donc des fonctions solutions de I’Eq. 4.15. L’énergie HF n’est pas la simple somme des
énergies individuelles. L’existence du second terme dans I’Eq. 4.16 est une conséquence
de la non-linéarité du probléme, tandis que celle du dernier terme est liée a la dépendance
de I'interaction dans le milieu.

4.1.1 Symétries et champ moyen.

Nous avons rappelé les invariances du hamiltonien du systéeme dans la section 2.2.
Ces invariances se refletent dans les nombres quantiques des vrais états propres | ©;).
En revanche, cela n’est pas nécessairement vrai pour les approximations de ces états. En
I’occurence, les états approchés sont ici déterminés, non pas a partir du vrai hamiltonien
H, mais a partir du hamiltonien effectif 4.1 qui ne possédent pas nécessairement les
invariances de H en raison de la dépendance vis a vis de la densité. Malgré tout, il est
possible de montrer que si S appartient & un groupe de transformation, il suffit que
'interaction effective v [p| soit telle que :

Sv[p] STt = v [SpSTY] (4.17)

pour que la discussion sur les invariances et les brisures de symétries dans les méthodes
de champ moyen ne dépendent pas du caractere effectif de H [p] [40]. Nous supposerons
que tel est le cas dans la discussion ci-dessous.

A I’approximation de champ moyen, le systeme peut a priori exploiter ’ensemble de
I'espace de Hilbert des fonctions produit (déterminants de Slater pour la méthode HF)
pour minimiser son énergie. Ainsi, la nature d’une telle méthode d’approximation est
d’utiliser un espace variationnel de fonctions simples ne couvrant qu’une faible portion
du vrai espace propre, tout en autorisant la fonction d’essai a avoir une composante non
nulle dans plusieurs représentations irréductibles du groupe de symétrie de H. Certaines
corrélations induites par la force a deux corps peuvent ainsi étre inclues dans une ap-
proximation de champ moyen auto-cohérent. La prise en compte de ces corrélations se
traduit, par exemple, par le fait qu’un déterminant de Slater associé a un champ moyen
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déformé s’exprime comme une superposition d’états p-t de moments angulaires différents
relativement a un champ sphérique. La méthode du champ moyen auto-cohérent est donc
de nature différente d’une théorie de particules indépendantes définie par rapport a un
hamiltonien a un corps fixe. L’aspect itératif de la méthode conjugué a la recherche du
champ moyen le plus général caractérise la stratégie de ces calculs consacrant un effort
maximum a I'optimisation de 1’ordre zéro (au sens défini dans la section 3.2.5) pour en faire
un niveau d’approximation satisfaisant du point de vue de la comparaison a I’expérience.

Les symétries se brisant spontanément a ’approximation de champ moyen (dans I’hy-
pothése ol aucune n’est contrainte par le calcul numérique) dépendent de la nature du
hamiltonien (de Iinteraction résiduelle) et du systeme étudié (de la densité d’états indi-
viduels au niveau de Fermi). La courte portée de la force nucléaire par exemple favorise
la brisure de I'invariance par translation pour tous les noyaux. Cette méme courte portée
ne favorise la brisure de 'invariance par rotation que pour des noyaux correspondant au
remplissage partiel d’une couche de valence sphérique. En effet, les états individuels d’une
couche sphérique associée a moment angulaire non nul ne sont pas invariants sous rota-
tion 3. A partir du moment ou une telle couche n’est remplie que partiellement, la courte
portée de l'interaction résiduelle dans le canal p-t favorise le remplissage des états indi-
viduels de méme déformation et engendre des corrélations a longue portée se traduisant
par la déformation du champ moyen dans un processus auto-cohérent. A I'inverse, si une
telle couche est entierement remplie, aucune orientation n’est favorisée dans le processus
de minimisation de I’énergie et le noyau reste sphérique.

Plus concrétement, la brisure de symétrie de translation donne naissance au champ
I' sphérique localisé dans 1’espace. Ensuite, la brisure de symétrie de rotation pour les
noyaux & couche ouverte induit une déformation du champ I"; celui-ci conservant ou non
un axe de symétrie. Finalement, le systeme pourra briser I'invariance par renversement
du temps. Cela se produit par exemple dans le cas des noyaux impairs et/ou des noyaux
en rotation.

Il est a noter que les brisures de symétries s’accompagnent d’une labélisation toujours
plus restreinte des états individuels. En d’autres termes, les états propres du champ HF
s’écrivent comme des combinaisons linéaires d’états appartenant a différentes représentations
irréductibles du groupe de transformation associé a la symétrie brisée. Il faudra donc
procéder a une caractérisation adaptée des états individuels en fonction des invariances
conservées par le systeme. Cette caractérisation est présentée dans I'annexe B pour les
différents cas qui nous intéresserons dans ce travail.

Les brisures de symétries ne sont pas seulement utiles pour inclure a moindre frais
un certain nombre de corrélations dans l'ordre le plus bas de la théorie (cela est relié a
I'optimisation du choix du potentiel & un corps dans la théorie de perturbation). Elles
le sont également pour identifier 'existence et la nature des modes collectifs de basse
énergie. En effets, les corrélations associées a ces brisures dans 1’état fondamental sont
caractéristiques des modes selon lesquels le systéme sera le plus facilement excité. Par
exemple, un noyau dont I’état fondamental se déforme spontanément a ’approximation
de champ moyen présentera des excitations collectives rotationnelles.

Les brisures de symétries doivent étre restaurées dans une version plus élaborée et

3Une couche sphérique de j # 0 correspond & une représentation irréductible multi-dimensionnelle du
groupe des rotations dont chaque élément ne peut-étre invariant sous tous les éléments du groupe.
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aboutie des calculs. Cette restauration est nécessaire pour deux raisons. S’il est vrai que
le bénéfice d’une brisure de symétrie quant a la reproduction de I’énergie vraie est d’autant
plus important que cette brisure est forte, cela n’est pas le cas pour la fonction d’onde. En
effet, la fonction d’onde associée a un champ moyen déformé ne décrit que la composante
attachée a un repére intrinseque de telle sorte que les observables sensibles a la structure
de la fonction d’onde sont d’autant plus mal décrites dans le repere du laboratoire [40].
D’autre part, les systemes présentant des brisures faibles sont particulierement mal décrits
au niveau de champ moyen, que ce soit pour I’énergie ou la fonction d’onde. Ceux-ci
nécessitent d’entrée de jeu la restauration des symétries brisées. Nous présenterons la
méthode de Champ Moyen Projeté autorisant ces restaurations dans la troisieme partie
du mémoire. Afin de hiérarchiser les différents niveaux d’approximation et d’obtenir la
méme justification formelle que pour les méthodes de champ moyen auto-cohérent, nous
tenterons de relier ces calculs a 1’énergie vraie. Cela nécessitera la reformulation des calculs
de champ moyen projeté dans un cadre perturbatif, ce qui sera rendu possible grace a la
dérivation d’'une théorie de perturbation étendue de Goldstone-Brueckner.

4.1.2 Calculs HF contraints.

Afin d’appréhender la tendance d’un systéme a briser une symétrie du hamiltonien,
on procéde a un calcul HF contraint sur une coordonnée de déformation. Les autres pa-
rametres définissant 1’état du systeme sont laissés libres dans le processus de minimisation
de I’énergie. Concretement, cela consiste a modifier I’Eq. 4.6 pour y ajouter un terme de
contrainte —\g)( ®|Q| ®) sur la valeur moyenne de I'opérateur () associé a la déformation
étudiée. Dans ce terme, \(g) désigne le parametre de Lagrange permettant de fixer la valeur
de la contrainte au cours du processus de minimisation. L’allure de ’énergie du systeme
en fonction de la valeur de cette contrainte donne une mesure de la raideur du systéeme
vis a vis de la brisure de symétrie, tandis que 'apparition d’une brisure se traduira par
I’obtention d’un minimum absolu pour une valeur non-nulle de la contrainte.

Les calculs de champ moyen auto-cohérent contraint concernent le plus souvent les
déformations spatiales (opérateur quadrupolaire axial e, octupolaire axial Q3g, ...)
mais peuvent également porter sur le nombre de nucléons.

4.1.3 Noyau pair-pair.

Précisons la méthode HF dans le cas des noyaux pair-pair. En accord avec les définitions
données dans I'annexe B, les états individuels HF peuvent ici étre caractérisés par les
nombres quantiques | = (N,7,(,,t), voir | = (N,m,m,,t) si la symétrie axiale est
conservée. Dans ces notations, N est un nombre quantique principal, 7 = +£1 est la
parité, (, = +1 est la z-signature (m, est la projection du moment angulaire total sur
l'axe de symétrie) et t = +1/2 est Iisospin. L’invariance par renversement du temps d’un
systéme pair-pair permet de les grouper par paire d’états dégénérés (I,1) de signature
opposée et conjugués par I'opération de renversement du temps :

ol = Kol Kt | (4.18)
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ot par convention | = (N,7,(, = +1,t) et | = (N,7,(, = —1,t). L’état HF défini par
I’Eq. 4.2 se précise alors sous la forme :

“N/Z”

@) = I eleflo) .
=1

(4.19)
hligy = eald)

avec €, = €.

4.1.4 Noyau pair-impair.

Dans le cas des noyaux pair-impair (ou impair-impair par extension), la caractérisation
des états individuels par le nombre quantique ¢, et leur groupement par paires (I,1) est
toujours possible. Cependant, ces états ne sont plus dégénérés en énergie et ne sont plus
associés par 'opération de renversement du temps du fait du remplissage asymétrique
d’une de ces paires au niveau de Fermi. Comme nous le verrons par la suite, les termes
impairs sous renversement du temps sont enclenchés dans ce cas dans la fonctionnelle
de I’énergie et jouent un roéle non-négligeable dans la structure de ces noyaux. Le noyau
pair-impair adjacent au noyau décrit par la fonction d’onde 4.19 sera représenté par un

état HF de la forme :

n—1=N/2
@) = o, [ bfeflo) .
=1
(4.20)
hlgy = é&lé)

ot le hamiltonien & un corps h défini en utilisant la densité & un corps associée a 'état 4.20
brise 'invariance par renversement du temps de telle sorte que €, # €. Nous reviendrons
plus en détails par la suite sur les propriétés respectives des noyaux pairs et impairs ainsi
que sur le schéma permettant de comprendre le lien entre les descriptions auto-cohérentes
de ces deux types de noyaux.

4.1.5 Interaction résiduelle.

La méthode HF fournit une bonne approximation de I’état fondamental d’un noyau
lorsque son spectre individuel déduit de I'eq. 4.15 présente un large gap en énergie pour
le remplissage correspondant de neutrons et de protons. Les excitations élémentaires
construites a partir de la fonction HF de I’état fondamental correspondent a la promo-
tion d’une particule depuis un état occupé vers un état vide autour du niveau de Fermi.
L’énergie d’excitation d’une telle configuration est d’autant plus importante que le gap
dans le spectre individuel autour du niveau de Fermi est grand. C’est le cas des noyaux
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magiques. Dans un tel cas, l’interaction résiduelle négligée a 1’approximation de champ
moyen, ne couplera pas significativement 1’état fondamental HF aux premieéres excita-
tions et celui-ci sera une bonne approximation du vrai fondamental du noyau. Dans le
cas contraire ou le gap est petit, comme pour les noyaux a couche(s) ouverte(s), ’état
fondamental HF est quasi dégénéré avec un certain nombre d’excitations p-t qui lui seront
fortement couplées par l'interaction résiduelle. L’approximation HF est alors bien moins
adaptée, et il devient nécessaire d’aller un cran plus loin au moyen de la prise en compte
de tout ou partie de I'interaction résiduelle.

Au-dela de ces arguments formels, nombre d’observables expérimentales ne sont pas
reproductibles pour les noyaux a couche ouverte au moyen d’'une théorie HF. De telles
propriétés (oscillation pair-impair de 1’énergie de liaison, présence et absence d’un gap
dans le spectre d’excitations individuelles des noyaux pairs et impairs respectivement,
spin 0" de tous les noyaux pair-pair, moments d’inertie plus petits que le corps rigide HF
et croissant avec la vitesse de rotation ...) laissent a penser que l'interaction résiduelle
engendre principalement un appariement des nucléons dans des états de spins opposés [40].

Il est possible de tenir compte de ces corrélations d’appariement tout en conservant la
simplicité du champ moyen. Il s’agit de la méthode de Hartree-Fock-Bogolyubov qui fait
I’objet de la section suivante. L’idée sous-jacente a cette méthode est d’élargir I’espace de
configuration, non pas en utilisant un sous-espace plus grand dans I’espace de Hilbert a
N particules, mais en ouvrant I’espace vectoriel des fonctions produit a ’espace de Fock
tout entier. Cela est en contradiction avec 1'idée que I'on se fait du noyau comme d’un
systeme ou le caractere défini du nombre de ses constituants doit étre respecté comme
principe premier. De fait, 'ouverture de 1’espace variationnel engendre une brisure de
symétrie qui devra faire ’objet d’une attention particuliere. La premiere conséquence
sera de procéder a une variation sous la contrainte d’avoir au moins le bon nombre de
particules en moyenne.

4.2 Formalisme Hartree-Fock-Bogolyubov.

Afin d’inclure les corrélations particule-particule (et trou-trou) selon le principe qui
vient d’étre évoqué, les Fermions considérés comme indépendants ne sont plus les nucléons
habillés, mais des quasi-particules caractérisées par un jeu d’opérateurs & un corps {7}
mélangeant les opérateurs de création et d’annihilation de particules {c,, ¢! }. L’hypothese
faite par Bogolyubov [99] consiste & ne retenir que les combinaisons linéaires de la forme :

M = Z(U;kcn+vr;kkcjz) (4.21)

n

no= Z(Vnkcn—l—UnkcL) . (4.22)

n

Cette transformation peut étre mise sous forme matricielle :

(3*):(‘% gl)(cﬁ):m(;) : (4.23)
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La transformation 4.4 caractérisant ’approximation HF est un cas particulier de la
transformation 4.23. Les opérateurs de qp doivent satisfaire aux relations d’anti-commuta-
tion caractéristiques des opérateurs fermioniques. Ainsi, la matrice de transformation B
est unitaire :

B'B=BB =1, (4.24)

ce qui conduit aux relations entre les matrice U et V :

UlU+ Vv =1, vut+vvT =1, (4.25)
Utv +vITu =o, Uvi+vuT =0 . (4.26)

L’état fondamental du systeme | ®) est défini par :

(@) = [[n]]n100 = J]nl0) (4.27)

et vérifie x| ®) = 0 pour tous k. Il s’agit du vide de qp. Comme dans la méthode HF, on
écrit I’énergie moyenne de cet état :

gHFB [,0]' _ (@ H'[p] | ©)
(@ @)
(4.28)
1 _ 1 _ .
= Z(tz’j — A7) pji + B Z Vikji [p] pji Pk + 1 Z ikt [p] Kk Kji
ij ijkl ijkl
ou :
<(I)‘c;rc|(I)> * (@‘CZC|(I)> *

sont respectivement la matrice densité a un corps et la densité anormale (tenseur d’ap-
pariement) de 'état HFB. Le tenseur d’appariement est antisymétrique (k7 = —k). La
valeur moyenne 4.28 est associée & l'opérateur H' = H — AyN — Az Z traduisant le fait
que la minimisation de I’énergie se fait sous les contraintes :

(B|N|®)=N , (®Z|®)=2 |, (4.30)

assurant un bon nombre de nucléons en moyenne dans ’état | ®). Cette minimisation de
I’énergie 4.28 se fait par rapport a p et k et prend la forme d’un probleme aux valeurs
propres [40] :
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(JZ* _%)(5) = E(g) , (431)

ou les E, sont les énergies propres de gp et les matrices colonnes U* et V# déterminent
les états de qp correspondants selon la transformation 4.23. Si ’on utilise une base & un
corps de dimension m, la diagonalisation précédente fournit 2m valeurs propres et vecteurs
propres. Il est possible de montrer que les valeurs propres se répartissent en m valeurs
positives {E,; (U*,V#)} et m valeurs négatives opposées {—E,; (V#*, U**)}. 1l faut en
sélectionner m afin de construire le jeu de qp associé a 1’état étudié avec 'interdiction d’en
choisir deux opposées en méme temps (condition nécessaire pour satisfaire les relations de
commutation fermioniques 4.24). L’énergie la plus basse est obtenue a chaque itération
en prenant les m valeurs de qp positives. Ainsi, les excitations de qp associées seront plus
hautes en énergie que le fondamental que I'on calcule.

Il est possible de montrer que le spectre de qp est entierement continu si A > 0, tandis
qu’il est en partie discret (|E,| < —\) et en partie continu (|E,| > —X) si A < 0. Ainsi,
lorsque 'on se rapproche de la drip-line (A — 0), le spectre devient davantage continu,
traduisant le couplage de plus en plus important avec le continuum induit par la force
d’appariement. Les propriétés du spectre de qps sont illustrées sur la Fig. 4.1.

La matrice que l'on diagonalise dans I’'Eq. 4.31 est la matrice HFB. Elle implique le
potentiel Hartree-Fock I" défini par I'intermédiaire du hamiltonien & un corps A’ :

DENT (o]
avec
_ —t p—1,[p] D=, [p]
(4.33)
ov ov .
= szkjl [p] Pik + = Z ( P LO) PrnmPik + - Z ( ) [p]> Rkbnl
2 i \ 9Pt ) i \ Pt )
et le champ d appariement A défini par :
9EHFB
Ay = 7['0 Z Vijwi [P ke = =Dy (4.34)

Dans I'Eq. 4.32, le parametre de Lagrange A\ est le potentiel chimique neutron ou
proton selon que le champ A’ se rapporte aux neutrons ou aux protons (ce dernier est pris
diagonal en isospin dans notre présentation). Le champ Hartree-Fock contient un terme
additionnel I'*~?-[¢] par rapport & sa définition dans la théorie HF. Ce terme provient de
la dépendance en densité de la force effective, mais contrairement au terme I'?~% [ i] est
associé a l'existence du tenseur d’appariement k qui provient des contractions de type
particule-particule {(cc), non nulles au niveau HFB. Ce terme est omis dans quasiment
tous les calculs®. Cependant, la possibilité qu’il joue un réle important dans ’oscillation

1l n’est pas pris en compte dans les calculs dont les résultats seront présentés dans ce mémoire.
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B [
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I
0 - —
P — _A —
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]
]
— Eqp< 0
I
]
]
Q) HF - b)HFgp — - ¢ HFB g HFB
A=0 A <0

FiG. 4.1 — a) Spectre discret (états liés en noir) et continu (états non-liés en rose) de
particules indépendantes HF ¢;. Les résonances a une particule sont représentées avec leur
largeur sur le fond continu. b) Spectre de qps associé a cet état HF. Ce spectre correspond
a |ex — Al. On trouve des résonances de largeur nulle sur le fond continu issues des états
du fond du puit nucléaire dans le spectre HF. ¢) Spectre de gqps pour un appariement
nul dans la théorie HFB ou la taille de la base est doublée. Ce spectre correspond a
+|ex — A|. d) Spectre de gps dans le cas de contractions anormales non-nulles. Le spectre
est toujours doublé en +|E}|. Les résonances issues du fond du puit ont acquis une largeur
du fait de leur couplage avec le fond continu par I'intermédiaire de 'interaction résiduelle
d’appariement. Le spectre présente un gap traduisant 'appariement des nucléons deux a
deux.
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pair-impair des rayons carrés moyens a été avancée dernierement dans le cadre d’études
fondées sur l'utilisation de la fonctionnelle de la densité [100]. La fonctionnelle utilisée
dans ces calculs étant beaucoup plus complexe que celles dérivées de forces a deux corps,
I’éventualité que 'effet soit pour partie du a des corrélations au-dela de ce que nous avons
défini comme le champ moyen reste envisageable. Malgré tout, ces résultats suggerent la
prise en compte de ce terme dans les calculs de champ moyen auto-cohérent.

Le systéeme d’équations 4.31/4.34 est de nouveau un probléme aux valeurs propres
non-linéaire qui peut étre résolu par itération en se donnant un jeu de fonctions d’onde
individuelles et une transformation de Bogolyubov a la premiere itération. Une fois les
états de qps déterminés, la densité p et le tenseur d’appariement x du fondamental sont
calculés grace aux Eq. 4.29, tandis que 1’énergie se déduit de 'Eq. 4.28.

4.2.1 Symétries et champ moyen.

La simplicité de la prise en compte des corrélations d’appariement dans la théorie de
champ moyen HFB se traduit par I’abandon d’une quantité conservée dans le systéeme, ou
autrement dit par ’apparition d’une brisure spontanée de symétrie. Au méme titre que
I'apparition du champ I' (non-sphérique) dans la théorie HF caractérise la brisure spon-
tanée de la symétrie de translation (rotation), la violation du bon nombre de nucléons en-
gendre I'apparition du champ A. L’intensité de cette violation dépend des caractéristiques
de 'interaction résiduelle dans le canal p-p et de la densité d’états individuels au niveau
de Fermi pour le systeme considéré. Nous étudierons la restauration liée a cette brisure
de symétrie dans la troisieme partie du mémoire.

4.2.2 La base canonique.

Plutot que de passer directement d’une base quelconque {c} a la base de qp {nx}
qui diagonalise H, il est possible de choisir une base intermédiaire a un corps {ax} qui
diagonalise la matrice densité a un corps p et met le tenseur x sous sa forme canonique [40].
Il s’agit de la base canonique. Le choix de celle-ci se traduit par une écriture simple du
probleme HFB. Les densités normale et anormale sont diagonales par blocs de dimension

deux, indicées [ relativement aux paires d’états conjugués (,[). Ces blocs 2*2 prennent la
forme :

(@|afa|®) (®|afai|®)

2
I ) (0] ) _(vw 0 L 0 U U
P\ oldain (@ldae (0 U;) X (_Wl 0 ) (4.35)
(@) (@)

avec

2 2 1(31 1
Ui ] = [“i } ~ 1 [1:!: 3 (1) ] (4.36)
|: UlQ Ul_2 2 \/% (h;l+h;7)2+Al2[ ’

ot hy, hi et Ay sont des éléments de matrice des champs A’ et A dans la base canonique.

La conjugaison des états (,[) est déterminée par le principe de minimisation du probléme
HFB traité. Le passage a cette base sera noté :
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!
La fonction d’onde HFB 4.27 de I'état fondamental du systéme s’écrit alors :

|®) = H (ul +val a}) 0y (4.38)

>0

et peut étre vu comme un vide pour le jeu de gps :

W= wa] —va (4.39)
o= wal +va (4.40)
La définition de la base canonique permet finalement d’expliciter le théoreme de Bloch-

Messiah [101] stipulant la possible décomposition de la transformation de Bogolyubov 4.23
en un produit de trois transformations de forme particuliere :

(2 8)(E)(S ) an

la derniére transformation permettant de passer simplement de la base {v;} & la base

propre {7} du probleme HFB.

4.2.3 Approximation BCS.

Un cas particulier du probleme HFB a lieu lorsque la derniere transformation C' de
I’Eq. 4.41 est triviale, c’est a dire lorsque la base de qp {7} diagonalise la matrice HFB.
Dans ce cas, seuls les éléments de matrice du champ d’appariement de type A sont non-
nuls dans la base canonique, tandis que le hamiltonien h est diagonal. Les énergies de qp
solutions de I’Eq. 4.23 prennent la forme simple :

Ei= B = (B2 + 82 = Jla— N2+ 4% (4.42)

tandis que 1’équation du gap BCS s’écrit :

1 _ ANY
Ap=—35 > B [l E—k: ; (4.43)

k>0

En principe, la validité de ce schéma particulier ne peut étre constaté qu’a poste-
riori. L’approximation de Bardeen-Cooper-Schrieffer (BCS) consiste a la considérer comme
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vérifiée a priori pour le systeme étudié. Selon cette hypothese, les états de la base cano-
nique sont déterminés par la résolution du probleme HF tandis que ’on requiert du champ
d’appariement qu’il ne couple que les états [ et [. Cela est justifié dans 1’étude de I’état
fondamental des noyaux pair-pair, ot les états HF dégénérés (I, 1) joints par 'opération de
renversement du temps 4.18 sont les seuls couplés par une force standard d’appariement
monopolaire. Cette approximation n’est pas justifiée pour ’étude des noyaux pair-pair
proches de la drip-line qui requierent I'utilisation de la méthode HFB compléte. La solu-
tion BCS présente dans ce cas une pathologie liée au couplage au continuum induit par
la force résiduelle d’appariement. La solution trouvée n’est plus localisée dans ’espace et
correspond a un noyau entouré d’un gaz de particules [102]. L’approximation BCS n’est
pas non plus adaptée au calcul des états rotationnels par la méthode de cranking ou pour
le calcul des noyaux impairs en raison de la brisure de I'invariance par renversement du
temps qui leve la dégénérescence de Kramers entre états HF renversés du temps et qui
met en défaut le choix d’apparier ces états a priori. La transformation de Bogolyubov
complete doit étre réalisée pour déterminer les états appariés.

4.2.4 Noyau pair-pair.

La théorie HFB telle que nous ’avons dérivée est adaptée a la description des noyaux
pair-pair. En effet, il est aisé de constater que la fonction d’onde 4.38 écrite dans la base
canonique est une superposition d’états ayant un nombre pair de neutrons et de protons.
On dit que le nombre quantique de nombre parité est pair [103]. Cela montre que si aucune
propriété particuliere n’est imposée a la transformation de Bogolyubov 4.23, I’énergie la
plus basse est automatiquement obtenue pour un état totalement apparié ayant un nombre
parité pair, que le nombre moyen de particules requis dans le calcul soit pair ou impair.
Cela n’est pas surprenant puisque ’appariement est d’autant plus liant qu’il peut associer
les nucléons deux a deux dans toutes les composantes de la fonction d’'onde HFB.

Etant données les propriétés d’invariance de 1’état fondamental d’un noyau pair-pair,
la fonction d’onde HFB d’un tel systeme se précise sous la forme :

@) = [[mml0) . (4.44)

ou (I,1) sont associés par 'opération de renversement du temps 4.18. Le spectre de quasi-

particules est doublement dégénéré en (I,!) comme exprimé par I'Eq. 4.42.

4.2.5 Noyau pair-impair.

La théorie HFB est tout aussi adaptée a la description des noyaux pair-impair ou
impair-impair qu’a la description des noyaux pair-pair. Il est cependant nécessaire d’im-
poser des contraintes physiques a 1’élargissement de 1’espace variationnel relativement a la
théorie HF si nous ne voulons pas trop nous éloigner de 1’état a N corps dont on cherche
une approximation.

En effet, les états propres du hamiltonien 4.1 pour un noyau ayant un nombre impair
de nucléons appartiennent naturellement au sous espace de Fock des états ayant ce nombre
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de particules. Il est naturel de penser, bien que rien ne le prouve a priori, qu'une meilleure
approximation du vrai état fondamental du systeme impair sera obtenue si la fonction
d’onde HFB possede une composante non nulle dans ce sous espace. Tel sera le cas si
I’on impose a la fonction 4.27 d’étre une superposition d’états ayant un nombre impair
de nucléons, c’est a dire ayant un nombre parité impair. Cette contrainte améliore la
description quantitative des noyaux impairs puisqu’en plus d’obtenir une fonction d’onde
“piquée” dans le bon sous-espace propre de N, elle permet de rendre compte de deux
caractéristiques essentielles de la structure des noyaux impairs qu’il est impossible de
décrire au moyen d’un état de nombre parité pair. Il s’agit de 1’effet dit de blocage de
I’appariement lié a la présence du nucléon impair et de la brisure de l'invariance par
renversement du temps également provoquée par lui. Nous reviendrons en détails sur ces
effets.

Afin d’imposer un nombre parité impair a la fonction d’onde, la fonction d’essai est
écrite :

@) = 7, [@) =7, [[mmlo) | (4.45)

>0

ol | ®) possede un nombre parité pair. On dit que | ®,,) est un état & une qp sur le vide to-
talement apparié. On peut aisément vérifier que cette fonction est un vide pour le jeu de qp
{#} ={.-.,7,--- 7, ... } et que cela revient & définir les matrices (U, V) en échangeant
les colonnes indicées n dans les matrices (U, V) avec les colonnes correspondantes des
matrices (V*,U*) :

(Uina Vm) — (Vz;v Uz*n) ’ (4'46)
(U, V) caractérisant la transformation de Bogolyubov pour I'état | ®). La généralisation
aux états a plusieurs gps se fait immédiatement en considérant 1’échange des colonnes
appropriées dans les matrices (U, V) et (V*,U*) 5. Chacun de ces états peut alors étre vu
comme un vide pour le jeu de qp approprié.
Finalement, de la méme maniere que pour les états de nombre parité pair, le jeu de
qp {7} est déterminé par minimisation de ’énergie :

5

=0 (4.47)

KA

(@n| ©p)

sous les contraintes :

<(i)n|N‘(i)n):N ) <(i)n‘Z|(i)n>:Z ) (4.48)

5L’espace des états de nombre parité pair sera engendré par toutes les combinaisons d’un nombre pair
de tels échanges par rapport au vide totalement apparié, tandis que 'espace des états de nombre parité
impair sera engendré par toutes les combinaisons d’un nombre impair de ces échanges.



o4 Chapitre 4 - Méthodes du champ moyen auto-cohérent.

avec Z pair et N impair par exemple. Cette minimisation se traduit par un probléeme aux
valeurs propres formellement identique a I’Eq. 4.31 :

(_72* —%*)(€Z> = Eﬂ(@i) ) (4.49)

ou les champs % ., T et A sont construits selon les formules 4.32, 4.33 et 4.34 en utilisant

les densités normale p et anormale % définies par :

4.50
kjl = <c§n‘ ClCj ‘ én) = le - (‘7g*nUln - an 7;1,) )

p et Kk étant les densités de ’état totalement apparié correspondant. Les énergies de qp
obtenues par la diagonalisation vérifient les mémes propriétés que celles énoncées dans
la présentation générale, sauf que parmi les deux qps de plus basse énergie absolue, celle
correspondant a la valeur négative est sélectionnée a chaque itération pour construire le
jeu de gp associé a I’état \Cin) De plus, la brisure de 'invariance par renversement du
temps dans ces systémes leve la dégénérescence des énergies de qp E et El-. Les densités p
et £ dépendent explicitement de n et I’équation aux valeurs propres 4.49 devra étre résolue
indépendamment pour chaque qp. L’état fondamental du noyau impair noté jusqu’ici | <i>n)
doit étre entendu comme I’état | ®;) de plus basse énergie. Les autres états | ;) seront
associés a des excitations individuelles.

Finalement, la fonction HFB définie par 'Eq. 4.45 s’exprime dans la base canonique
sous la forme :

&) =a, ] (ﬂl+ﬁld;d}) 0y (4.51)
I>0#n

ce qui permet de montrer qu’il existe une paire d’états (n,n) dans cette base dont les
occupations sont :

=1, #2=0 . (4.52)

4.2.6 Interaction résiduelle.

Nous discutons maintenant de la validité de ’approximation HFB pour les noyaux pair-
pair et pair-impair. Comme a l'approximation HF, cette validité repose sur le caractere
négligeable de I'interaction résiduelle entre le fondamental HFB et les excitations d’un
nombre pair de quasi-particules vis a vis de leur écart en énergie.

En ce qui concerne les noyaux pair-pair, le couplage entre le fondamental et tous les
états a deux gps est annulé par la minimisation de 1’énergie [40]. Les premiers états qui se
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couplent a I’état fondamental via 'interaction résiduelle sont les états a quatre gqps. Un
tel état prend la forme 6 :

‘ (b>n3ﬁ2n1ﬁ = fr]’j-l,g ,'771;2 77’;‘-7,1 nTIL ‘ (D> 7 (453)

ou {nx} est la base de qp déterminée par minimisation de ’énergie de I’état de nombre
parité pair le plus bas | ®). Pour les états les plus bas en énergie, les qps (72, ny, fig, n3)
sont prises parmi celles ayant les énergies les plus faibles. Leur énergie d’excitation est a
I’ordre 1 des perturbations :

AEugps & Eny + Eny + En, + Ep 4A, (4.54)

ou A, est le gap d’appariement au niveau de Fermi. Il s’agit d’une borne inférieure de
I’énergie d’excitation des états a 4 qps dans un état de nombre parité pair.

Afin de juger de la validité de 'approximation HFB pour les noyaux pair-impair, le
méme type de raisonnement doit étre tenu. Rappelons tout d’abord que le jeu de qp {7x}
associé a 'état | ®,) peut étre relié formellement & celui de I’état de nombre parité pair
totalement apparié correspondant | ®) par :

ﬁ,i(:Hﬁ;, pour k#n, et 7 <=, , (4.55)

ce qui entraine notamment {E’n <0, fn = —(,} pour la qp 7} . Cette correspondance existe
a chaque étape du processus itératif, mais les énergies de qps sont différentes de celles
que l'on aurait obtenues par minimisation de I’état totalement apparié. La minimisation
réalisée pour I’état de nombre parité impair entraine une compression du spectre de qp et
la levée de la dégénerescence de Kramers entre états renversés du temps. La compression
est liée au processus de blocage de ’appariement dii au nucléon impair célibataire. Celui-ci
occupe l'orbite individuelle n avec la probabilité 1 et interdit la diffusion des paires dans
les états (n,n), ce qui a pour effet de diminuer l'intensité de I’appariement pour toutes
les paires (k, k).

Pour un état impair calculé de maniere auto-cohérente selon la méthode présentée dans
la section précédente, la minimisation 4.47 annule tous les couplages au premier ordre des
perturbations entre le fondamental |®,) et les états & deux qps sur ce fondamental. Cela,
inclue I’annulation du couplage avec les états oli I'une des qps est 7} :

‘(i)n>n1n = ﬁ;rn ﬁ;”(i)n> ) (4-56)

et oll Pautre est telle que ,, = (,. Ces états 7 sont plus bas en énergie que ne le sont les
états a deux gps dans un état de nombre parité pair puisque :

6Nous ne consideérons que les excitations de gps présentant les nombres quantiques que le fondamental.
1l faut donc (I ¢¢ = +1, Ixt = +), voire (3. mé = 0, Ix? = +) si le systéme est axial.

“Comme le fondamental |<i>n), ces états correspondent & des états & une gp sur un vide de nombre
parité pair.
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Fi1c. 4.2 — Excitations individuelles dans un noyau pair-pair et un noyau pair-impair a
couche ouverte. Les états en noir ne sont pas couplés au fondamental HFB au premier
ordre des perturbations par I'interaction résiduelle.

Ay = Eny — | B,

~ |6n1 - €n| ) (457)

mais ne sont pas couplés au fondamental par l'interaction résiduelle. De nouveau, les
premiers états a se coupler au fondamental via I'interaction résiduelle sont les états a
quatre qps. LA encore, il en existe une catégorie particuliére faisant intervenir la qp 7 :

@V ngmanin = Ty Ty Ty 70 | ®n) (4.58)

dont I’énergie d’excitation est au minimum :

~ 27, (4.59)

ou AEF est le “gap d’appariement au niveau de Fermi” dans I'impair (il s’agit d’une
moyenne sur les Ay considérés). Cette énergie d’excitation est deux fois plus faible que
celle des états & quatre qps ne faisant pas intervenir 7} ou que celle de tous les états &
quatre gps par rapport a un vide de nombre parité pair. Cette situation est représentée
schématiquement sur la Fig. 4.2. De tels états sont donc spécifiques au traitement des
noyaux impairs et laissent a penser que la prise en compte de l'interaction résiduelle
va d’avantage abaisser 1’énergie du fondamental impair que celle du fondamental pair.
Cependant, I’énergie d’excitation de ces états n’est pas le seul critéere important puisque
celle-ci doit étre mise en perspective avec les éléments de matrice de couplage.

Les éléments de matrice de couplage entre le fondamental pair-pair et les états a 4
gps définis par 'Eq. 4.53 d’une part, et les éléments de matrice de couplage entre le
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fondamental pair-impair et les états a 4 qps définis par 'Eq. 4.58 d’autre part, sont
calculés dans ’annexe D. Considérons le cas idéal d’un noyau a couche ouverte présentant
une forte densité d’états individuels au niveau de Fermi (noyau d’étain & couche ouverte
1168y, par exemple). Nous selectionnons les états & 4 qps de plus basse énergie vérifiant :

Upy R Upy R Upg DU Upy N Upy R Upg FV . (4.60)

Les éléments de matrice de couplage qui se correspondent dans les noyaux pair-pair
(Eq. D.5) et pair-impair (Eq. D.7) prennent respectivement les formes simples :

uv (u+v)

n3ﬁ2n1ﬁ< (D| H40 | (I)> / In'ﬂln2n3 \/5

(4.61)
5 | O T uv(u—v
”37_7'2"1"( Q)n| Hyo |(I)n> /Inn1n2n3 - % )
avec
Inanng = ﬁnsmngn + ﬁﬁn;;ﬁlrm - ﬁfmlﬁsnz . (462)

Ces quantités sont tracées sur la Fig. 4.3 en fonction de €,, — A, c’est a dire en fonction
de la position des états quasi-dégénérés e,,, €,, et €,, au voisinage du niveau de Fermi.
Cette figure illustre le fait que le couplage au premier ordre des perturbations de I’état
fondamental avec les états de plus basse énergie est qualitativement et quantitativement
différent dans un noyau pair-pair et dans un noyau pair-impair. Pour la catégorie d’états
considérée, le couplage n’a pas la méme intensité, voire un signe différent pour les états
de trous, dans le pair-pair et dans le pair-impair. En particulier, le couplage avec les états
les plus bas, tels que €,, ~ €z, =~ €y, ~ A, est maximal dans un noyau pair-pair alors
qu’il est nul dans un noyau pair-impair.

Il est impossible de tirer une conclusion de 1’étude de quelques éléments de matrice de
couplage dans un probleme aux valeurs propres. Malgré tout, la comparaison schématique
présentée ici met en doute Pargument généralement avancé [104, 105] ° disant que 1’ap-
proximation HFB est de moins bonne qualité pour les états de nombre parité impair
(noyaux impairs) que pour les états de nombre parité pair (noyaux pairs) du fait de la
plus basse énergie non perturbée des états se couplant au fondamental impair au premier
ordre des perturbations. En effet, le comportement des éléments de matrice de couplage
semble pouvoir aller dans le sens opposé. Notons que ’argument précédent a été a I'origine
de 'ajustement de la force de Gogny 300 keV au dessus de l'oscillation pair-impair des
masses expérimentales [105].

A la vue de la présente discussion, des calculs explicites de mélange de configurations
au-dela du champ moyen dans I’espace des états a 0, 2 et 4 qps sont nécessaires pour
évaluer quantitativement 1’effet de ces couplages dans les systemes pairs et impairs.

811 s’agit des états bleus de plus basse énergie sur la Fig. 4.2.

9Les états que nous avons définis par I’intermédiaire de I’Eq. 4.58 comme des états & 4 qps (dont 7j!)
sur le fondamental impair sont les états définis dans les Ref. [104] comme les états & trois qps sur le vide
de nombre parité pair ne contenant pas la qp n},.
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F1G. 4.3 — Eléments de matrice de couplage entre I’état fondamental HFB et les états a
quatre gps de plus basse énergie calculés en perturbation et tracés en fonction de 1’énergie
individuelle associée aux qps crées (voir texte). La figure compare les éléments de matrice
caractérisés par les mémes nombres quantiques, dans le cas d’un noyau pair-pair d’une
part et d'un noyau pair-impair d’autre part.

4.2.7 HFB dans ’espace réel.

Nous avons dérivé les méthodes HF et HFB sous forme matricielle, de telle sorte
que toutes les quantités d’intérét ont été écrites en termes de leurs éléments de matrice
dans une base a un corps donnée. Cette base a un corps doit faire ’objet d’un choix pour
résoudre explicitement le probleme. Jusqu’ici, les états de cette base ont été implicitement
indicés par des nombres quantiques discrets. Cela sous entend qu’ils sont les états propres
d’un opérateur a un corps dont les fontions associées sont toutes localisées dans 1’espace.

D’un autre c6té, le potentiel nucléaire s’annule a une distance de ’ordre de la portée de
la force nucléon-nucléon. Le spectre individuel associé a ce potentiel présente nécessaire-
ment une partie discrete pour les énergies négatives et une partie continue pour les énergies
positives; un nucléon n’étant localisé dans 1’espace que s’il occupe un état d’énergie
négative. L’utilisation d’une base purement discrete dans la résolution du probleme en-
gendre des difficultés quant a la reproduction de certaines propriétés nucléaires liées au
continuum d’états a un corps. En effet, le nombre nécessairement fini des états de base
considérés dans un calcul explicite ne permettra pas une reproduction fidele des propriétés
asymptotiques des états du continuum. Tandis que cela influe peu sur les propriétés des
noyaux proches de la stabilité, cela devient problématique pour les systéemes peu liés dans
lesquels les nucléons occupent, pour le moins virtuellement, ces états du continuum.

Afin de contourner ce probleme, il est possible de formuler la théorie HFB dans la base
propre continue de I’opérateur position 7 [102, 106]. Suivant les définitions de I’annexe E.1,
nous pouvons écrire la matrice densité a un corps et le tenseur d’appariement sous la
forme :
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(@]2)
(4.63)
= Z (p?(f’,vC;:slz:tl) (PJ(Fv Cz:sz:t) Pji
1J¢LC.
_ I VIS (7, 5., ¢) VA(F, 5., 1)
S |c(F st (s, t)|P)
k(Fs,t, 7" s, t') < z
(®]2)
(4.64)

= Z ()0](7_",,4.;,8;,75/) (PJ(Fv Cz:sz:t) K:ji
I1J¢C.

_ I VS (7 5L VU (F, 5, 1)

ou les fonctions de qp [UH(F, s,,t), V(T, s,,t)] sont solutions du probléeme aux valeurs
propres 4.31 réécrit dans la base a un corps E.2 et prennent la forme :

U'“(’F, Szat) :| _ [ ZICz Uilt (pl(f', Cz,sz’t) :|
[ ZI(Z ‘/;M QOI(,Fa Cz;sz,t) ! (465)

tandis que le domaine d’intégration dans les Eq. 4.63 et 4.64 tient compte du fait qu'une
partie du spectre de gps est continu :

Z: =Y +/_io (4.66)

0<E,<-A

On peut montrer que les densités p(7s,t,7' s, t') et k(7s,t,7" s, t') sont localisées
dans l'espace si A < 0 [102, 106], c’est a dire qu’elles s’annulent pour 7 et/ou = oo
Ce résultat essentiel montre que malgré la diffusion de paires virtuelles dans les états
du continuum HF, la diagonalisation HFB est telle que la densité d’un systeme lié reste
localisée.

En plus de révéler les caractéristiques asymptotiques des solutions, I’écriture du proble-
me HFB dans ’espace réel permet de maitriser explicitement les propriétés des fonctions
du continuum HF ou HFB en choisissant les conditions aux limites lors de la diagonali-
sation du hamiltonien HF ou de la matrice HFB. Cela autorise notamment une prise en
compte correcte des résonances a un corps. Celles-ci jouent un réle essentiel dans la repro-
duction des comportements exotiques dans les noyaux faiblement liés tels que les peaux
de neutrons ou les halos. Le choix standard consiste a résoudre ces équations dans une
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boite de dimension typique R et d’imposer aux solutions de s’annuler sur la frontiere du
domaine [9, 107]. Afin que cette condition non-physique ne perturbent pas les résultats,
la taille de la boite doit étre suffisament grande. Cette condition peut dans certains cas
nécessiter une taille tellement importante qu’il devient intéressant de développer d’autres
méthodes. Il a par exemple été proposé récemment de résoudre les équations HFB dans
une boite avec des conditions aux limites d’états de diffusion [10]. La discrétisation ultime
du continuum, obligatoire dans toute résolution numérique, permet alors de sélectionner
un plus grand nombre d’états au voisinage d’une résonance et donc de prendre en compte
sa largeur de maniere plus précise. Notons que les résultats présentés dans ce mémoire
sont tous issus de calculs sur réseau utilisant les conditions de nullité des fonctions aux
frontieres de la boite.

4.2.8 Prescription de Lipkin-Nogami.

Nous anticipons ici les restaurations de symétrie en introduisant une méthode de
restauration approchée du bon nombre de nucléons dans la fonction d’onde HFB. Cela
est fait ici puisque tous les calculs rapportés présenterons au minimum cette projection
approchée. En ce sens, aucun calcul de pur champ moyen ne sera discuté.

La prescription de Lipkin-Nogami (LN) [108, 109, 110] simule la méthode de varia-
tion apres projection (VAP). Elle est particulierement importante dans les situations de
faible appariement ou les méthodes de champ moyen HF+BCS ou HFB échouent dans
la détermination d’une solution non-triviale de I’équation du gap. Ces situations sont
celles d’une faible brisure de symétrie ou la théorie du champ moyen fournit une mauvaise
approximation de la fonction d’onde comme de I’énergie. Tel est le cas des noyaux de
transition ou des noyaux en rotation rapide [111, 23].

La prescription en question consiste a modifier I’énergie minimisée. Tandis que I’énergie
HFB T'était sous la contrainte d’avoir le bon nombre de nucléons en moyenne, 1’énergie
HFBLN sera donnée par EZFBLN [p]' = £HFB (51" _ N, ( AN?), ot :

s (0IN?]0)  ((B|N]D)\’
vy = g - (aw ) 4.67)

et :

(H(AN? — (AN?))) — (HAN) (AN?) / (AN?)

2 = TTTANT) — (ANTY — (ANS)E/(AN?)

(4.68)

Les équations HFBLN sont obtenues par une minimisation de E#FBLN [p]' ot Ay n’est
pas varié mais calculé de manieére auto-cohérente a chaque itération selon la formule 4.68.
On obtient un probleme similaire au probleme HFB ou I’expression et la valeur des ob-
servables sont modifiées. D’ailleurs, il est important de noter que la valeur moyenne as-
sociée a tout opérateur doit étre calculée en accord avec la projection approchée de la
fonction d’onde. Nous ne rentrons pas dans plus de détails et renvoyons le lecteur aux
Ref. [112, 113, 111, 25, 26].
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4.3 Forces effectives.

Nous avons déja explicité selon quelle perspective nous inscrivons la notion d’interac-
tion effective dans le canal p-t. Il s’agit d’un vertex a quatre pattes externes associé a une
resommation de diagrammes dans un développement perturbatif de I’énergie vraie écrit
en termes de I'interaction nucléon-nucléon libre. Le cadre dans lequel nous nous sommes
placés est celui de la théorie de perturbation de Goldstone-Brueckner. Trois précisions
peuvent étre apportées :

e Le vertex a quatre pattes est généralement considéré comme un opérateur a deux
corps méme s’il ne peut, en toute rigueur, étre défini indépendamment du dia-
gramme dans lequel il est inséré. D’ailleurs, bien qu’il soit possible d’identifier ce
vertex effectif, I’énergie approchée de I'état fondamental a un ordre donné de la
théorie de perturbation ne peut s’écrire comme sa valeur moyenne dans un état ap-
proché bien défini. Tel est le cas par exemple pour ’énergie de champ moyen définie
par I'’Eq. 3.22. Nous reviendrons ultérieurement sur ce point.

e Les forces effectives que nous utiliserons dans le canal p-t sont donc comprises

comme des approximations de la matrice G de Brueckner [66, 67, 68]. Leur ca-
ractere phénoménologique provient du fait que le lien avec cette matrice GG, et donc
avec la force nue, n’est considéré qu’implicitement comme une facon de caractériser
leurs propriétés, tandis qu’elles sont ajustées sur les données expérimentales. La
raison en est que les tentatives de dérivation explicite depuis la force nue, bien que
satisfaisantes du point de vue qualitatif, se sont révélées impuissantes jusqu’a ce jour
a reproduire quantitativement les propriétés de la matiere nucléaire ou des noyaux
finis [65].
D’apres la section 3.2.5, la matrice G dépend explicitement du diagramme dans le-
quel elle est insérée. Par conséquent, les approximations qui meénent aux forces effec-
tives phénoménologiques dépendent de I’ordre considéré dans le développement [67].
Cela rappelle que I'emploi d’une force effective définie au niveau du champ moyen
a un ordre supérieur est en toute rigueur un abus vis a vis de ses prérogatives. Qui
veut en faire une utilisation rigoureuse au-dela du champ moyen doit en principe
revenir a la resommation diagrammatique correspondante et redévelopper le schéma
d’approximations depuis ce nouvel ordre des perturbations.

e De la méme fagon qu’il & été possible d’'immerger "approximation de champ moyen
HF dans la théorie de perturbation de Goldstone-Brueckner pour en tirer des infor-
mations sur la force effective dans ce canal, il est possible d’immerger I’approxima-
tion de champ moyen HFB dans une théorie de perturbation généralisée. Celle-ci
s’écrit en termes des propagateurs normaux R et anormaux KT et permet d’extraire
des propriétés générales de la force effective dans le canal p-p. Le formalisme utilisé
est celui des fonctions de Green [114, 115]. Les équations régissant le systéme super-
fluide sont les équations de Gorkov [116] définissant les propagateurs en termes de
la self-energie S et de la fonction de gap D. Un systéeme auto-cohérent est obtenu
a travers I’équation liant S a R par l'intermédiaire de la matrice de diffusion 7T et
I’équation généralisée du gap liant D a K par I'intermédiaire du noyau d’interaction
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irréductible F'. Cette méthode permet une renormalisation cohérente des vertex et
des propagateurs, qu’ils soient normaux (canal p-t) ou anormaux (canal p-p). On
montre que, si en raison du cceur dur de 'interaction la matrice de diffusion T a
I’ordre le plus bas des perturbations est bien la matrice G de Brueckner, le ver-
tex irréductible F' a utiliser dans I’équation du gap se réduit a cet ordre a la force
nue [117]. Les propagateurs normaux et anormaux sont a ce niveau d’approximation
la matrice densité p et le tenseur d’appariement x de champ moyen définis par les
Eq. 4.29. Le fait que le vertex d’interaction a utiliser dans le canal d’appariement
soit irreductible (au sens défini dans la section 3.2.5) est dii au fait que I’équation du
gap somme explicitement des échelles p-p de type Brueckner [118], de telle sorte que
I'utilisation d’une matrice GG dans le canal p-p est a proscrire sous peine de double
comptage.

La théorie de perturbation permet d’aller au-dela de ’approximation de champ
moyen. Cela induit une renormalisation des propagateurs produisant une forme
généralisée de 1’équation du gap et de la self-énergie (qui dépendent alors de I’énergie)
dans un processus auto-cohérent. Cela s’accompagne également d’une renormalisa-
tion des vertex a utiliser dans ces équations. En ce qui concerne la force d’apparie-
ment, les termes suivant la force nue dans le développement prennent en compte les
effets de polarisation du milieu caractérisés par 1’excitation a tous les ordres d’une
paire p-t comme état intermédiaire dans le vertex (“ring series”). Il faut dans le
méme temps renormaliser la matrice G' dans le canal p-t par les mémes diagrammes.
Un traitement complet de ces effets est hors d’atteinte a ’heure actuelle dans la
matiére nucléaire infinie (et donc dans les noyaux finis!), notamment en raison de
la dépendance en énergie acquise par toutes ces quantités lors de la renormalisation.
Des traitements approchés montrent cependant que la prise en compte des effets de
polarisation du milieu dans la matiére nucléaire sur la seule force d’appariement a
pour effet net une diminution du gap en raison de la prédominance des effets de
fluctuation de densité de spin (répulsif) sur les effets de fluctuation de densité (at-
tractif) associés a cette polarisation [119]. En revanche, prenant en compte U'effet de
ces corrélations sur la self-énergie dont on sait qu’elles augmentent la masse effec-
tive et donc la densité de niveaux a 1’énergie de Fermi, I'effet opposé se produit sur
I'appariement [119]. Le résultat net est aujourd’hui soumis a trop d’approximations
pour permettre une conclusion definitive. Cependant, ce processus d’annulation de
I’effet de la polarisation fournit une explication possible de la bonne reproduction
des données expérimentales liées a I’appariement dans le canal T" = 1 par les forces
nues [120]. Cette conclusion est malgré tout remise en cause par des calculs tentant
d’inclure ces effets de maniére (auto)-cohérente dans les noyaux finis [121]. Ces cal-
culs traduisent l’effet de la polarisation du milieu a tous les ordres par I’échange
de vibrations entre nucléons dans les états renversés du temps. Cet effet est pris en
compte de maniere itérative, a la fois sur la self-énergie et sur 'appariement des
nucléons. La conclusion met en relief I'importance du couplage aux vibrations de
surface de basse énergie qui semble induire un fort appariement impossible a déceler
bien évidemment dans les calculs de matiere nucléaire infinie. Le gap généré dans le
120G8n par cette interaction indirecte serait responsable de 40 % de la différence de
masse pair-impair observée expérimentalement. Malgré tout, ces conclusions sont



4.3 Forces effectives. 63

sujettes a caution en raison de la nécessité d’introduire la force nue de maniere
cohérente dans ces calculs.

Nous allons essentiellement nous concentrer dans la suite sur la force de Skyrme [122],
que nous comparerons a ’occasion a la force de Gogny [105, 123]. La principale différence
entre les deux concerne la portée finie de la force de Gogny lui permettant notamment
d’étre utilisée dans le canal d’appariement sans probléme de divergence'®.

En principe, une force effective devrait étre utilisée dans les deux canaux de la force
comme c’est le cas de la force de Gogny ou de la force de Skyrme SkP [102]. Cependant,
le fait que les deux canaux soient clairement différenciés dans la méthode HFB permet
d’y modéliser la force de maniere différente. Cela se justifie en premier lieu par la nature
différente du caractere effectif de la force dans les deux canaux, mais aussi d’un point de
vue plus opérationnel par notre méconnaissance des propriétés de la force dans le canal
d’appariement au regard de celles de la force dans le canal p-t.

Enfin, la force de Coulomb entre protons est bien évidemment incluse dans les calculs
microscopiques. A I’approximation du champ moyen, le terme direct de la force de Cou-
lomb est traité exactement tandis que le terme d’échange, plus lourd numériquement, est
généralement traité a ’approximation de Slater. Nous renvoyons a la Ref. [37], ainsi qu’a
celles y étant incluses, pour une discussion sur la validité de cette approximation et sur
les corrélations engendrées par la force de Coulomb au-dela du champ moyen.

4.3.1 Canal particule-trou.

La force de Skyrme est une force de portée nulle, dépendant des vitesses et de la
densité. Dans sa version moderne, elle prend le plus souvent la forme [125] :

USkyrme(R’a 7?7 ?7 ?) = 1o (1 + ‘/EOPU) 5(7._‘)

+%tﬂ1+mRJ@ﬁ)?2+2mMﬁ)
Yt (L+mP) W.6(A F (4.69)
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ot & = (V1—V3)/2i est Popérateur impulsion relative agissant sur 7’ vers la droite, tandis
que ? représente le méme opérateur au signe pres agissant vers la gauche. P, = % (1+
71.09) est I'opérateur d’échange de spin; t;, z;, Wy, 0 désignent les parameétres ajustables.
Utilisant cette force effective, ’énergie de champ moyen HF définie par les Eq. 3.22/4.6
se réécrit comme l’'intégrale simple sur R d’une densité d’énergie. Cette densité d’énergie
est une forme bilinéaire des densités et courants locaux définis a partir de la matrice

ONotons que ces portées rendent difficiles, mais pas impossible, la résolution du probleme HFB dans
I’espace des coordonnées. Récemment, une amélioration du traitement du continuum pour la force de
Gogny a été proposé a travers l'utilisation d’une base permettant un calcul simple de ses éléments de
matrice tout en présentant un spectre en énergie pour partie continu [124].
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densité p(7's, t,7' s, t'), jusqu’a l'ordre deux dans les dérivées par rapport a i et 7. Celle-
ci comprend exclusivement des termes invariants par reflexion, renversement du temps,
rotation, translation et rotation dans ’espace d’isospin [126]. Cela autorise le produit
de deux densités et/ou courants impairs par renversement du temps. Les définitions des
densités et courants locaux ainsi que ’expression de la fonctionnelle sont données dans
I’annexe E.

Propriétés remarquables : Précisons quelques caractéristiques de la force de Skyrme
qui feront I'objet de discussions ou d’études spécifiques dans ce travail. Pour une analyse
récente et exhaustive des propriétés des forces de Skyrme, le lecteur est invité a se reporter
a la Ref. [37].

e La force de Skyrme présente une dépendance dans la densité locale scalaire-isosca-
L 10
laire de champ moyen sous la forme d’une fonction puissance [po (R)} . Cette dépen-

dance peut-étre reliée aux effets de milieu associés a la resommation de Brueckner,
discutée dans la section 3.2, a travers une approximation de densité locale. Une
autre interprétation possible repose sur la renormalisation d’une force a trois corps
de portée nulle, a condition que o = 1. Cette seconde interprétation n’est valable
en toute rigueur que pour les systémes invariants par renversement du temps. Au-
trement dit, une force a trois corps de portée nulle ne produit pas une dépendance
linéaire des coefficients C% des termes impairs sous renversement du temps (voir
annexe E) dans la densité scalaire-isoscalaire telle qu’elle est obtenue avec la force
a deux corps pour ¢ = 1. En fait, une force a trois corps de portée nulle est a éviter
puisqu’elle engendre une instabilité de spin [127, 128] génante pour la description
des états d’excitations et des fondamentaux impairs. Notons pour finir que, dans la
présente version de la force, une valeur réaliste de I'incompressibilité dans la matiere
nucléaire K, [129] requiert une valeur de o entre 1/6 et 1/3 [125].

e Le fait que cette dépendance dans le milieu se traduise par une simple dépendance
dans la densité locale, qui plus est scalaire-isoscalaire, est évidemment une sim-
plification. Son caractere local est & relier au développement de la matrice densité
(DME) tel qu'il a été défini par Negele et Vautherin [66, 67, 68|, et qui montre la va-
lidité croissante d’une approximation purement locale a mesure que 1’on s’intéresse
a des noyaux plus lourds. Le caractere scalaire est 1ié au fait que cette approxi-
mation a été dérivée explicitement pour I’état fondamental d’un noyau pair-pair.
La nécessité d’une dépendance dans les densités de spin pour décrire certaines pro-
priétés exotiques n’est pas a exclure bien que rien ne puisse étre dit sur ce point
aujourd’hui. Enfin, le caractere isovectoriel constitue une approximation relative-
ment bien justifiée pour les noyaux proches de la stabilité. Allant vers la drip-line,
cette simple dépendance pourrait se révéler insuffisante. Une meilleure connaissance
des propriétés isovectorielles de la force effective constitue un objectif de tout pre-
mier ordre dans I’étude des noyaux riches en neutrons [6, 41].
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e Les termes pairs sous renversement du temps dans la fonctionnelle de Skyrme sont

ajustés sur quelques propriétés de la matiere nucléaire telles que 1’énergie par parti-
cule, la densité de saturation, I'incompressibilité, I’énergie de symétrie et de surface,
mais aussi sur des propriétés des états fondamentaux de noyaux pair-pair double-
ment magiques telles que des énergies de liaison, des rayons de charge et un écart
entre partenaires spin-orbit [37]. Utilisant cette stratégie, tous les parametres de la
force de Skyrme sont ajustés, de telle sorte que les termes impairs non fixés a priori
par I'invariance de jauge (voir Annexe E), le sont sans qu’aucune propriété qui leur
soit spécifique n’ait été prise en compte. La justification de cette stratégie repose
a la fois sur la lourdeur des calculs numériques lorsque la brisure de l'invariance
par renversement du temps est prise en compte, mais aussi sur la difficulté d’iso-
ler des observables et donc des données expérimentales tres directement liées a ces
termes. Ces deux raisons ont interdit jusqu’ici la possibilité d’inclure des contraintes
explicites sur les termes impairs de la fonctionnelle de Skyrme dans les procédures
d’ajustement des forces. Une telle situation peut étre préjudiciable quant a la repro-
duction et a la prédiction des observables mettant en jeu une brisure de I'invariance
par renversement du temps. Tel est le cas des noyaux en rotation ou la densité de
courant et les canaux impairs liés au couplage spin-orbit par 'intermédiaire de 1'in-
variance de jauge jouent un role important. Les termes impairs influent également
sur les masses et les énergies de particules indépendantes des noyaux pair-impair et
impair-impair.
Si de telles contraintes sont inclues, I’ajustement des observables liées aux termes
pairs devra étre reconsidéré. Un moyen d’éviter ce probléme est de prendre la fonc-
tionnelle de la densité comme ingrédient de base, ce qui élimine les corrélations entre
les différents coefficients puisque la fonctionnelle E.11 n’est plus reliée a une force a
deux corps sous-jacente [32, 37].

e La force dont sont issus les résultats présentés dans ce mémoire est la force Sly4
ajustée notamment pour reproduire une équation d’état réaliste pour la matiere de
neutrons [125].

4.3.2 Canal particule-particule.

Nous avons jusqu’ici détaillé les propriétés de la force dans le canal p-t. La densité
d’énergie caractérisée par I’'Eq. E.11 dans la théorie HF peut étre étendue a la théorie de
champ moyen HFB a condition de la généraliser a une fonctionnelle des densités anormales
locales et de leurs dérivées. Cela requiert également une force effective de portée nulle dans
le canal p-p. Notons dés a présent que seules des fonctionnelles bilinéaires en les densités
locales anormales :
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ko(T) = Kryo(F) + k_1pp(F) = Z K(Ts,t,75,1)

Szt
(4.70)
k1(7) = k1y2(7) — ko1p(F) = Z k(s t,7s,t)2t
Szt
(4.71)

associées a une force d’appariement de la forme :

1— PO(R) :
Pe

seront considérées ici. Quelques calculs ont été réalisés par le passé au moyen d’une force
de Skyrme dans le canal p-p (force SkP [102]) induisant également une dépendance de la
fonctionnelle en la densité d’énergie cinétique de paires. La force 4.72 fournit une densité
d’énergie d’appariement de champ moyen de la forme :

5(7) (4.72)

e = Y % [1— (pO(F))a} K2(F) . (4.73)

t==£1/2 Pe

Propriétés remarquables :

e v5” n’agit que dans le canal (' = 1,T, = £1,5 = 0, L = 0), c’est a dire que nous
excluons 'appariement proton-neutron de la description et que nous ne considérons
que des paires de moment orbital nul. L’appariement neutron-proton n’est pas
considérer. Il est a noter que I'énergie de Wigner n’est pas reproduite dans une
telle version des calculs de champ moyen. La force est de portée nulle tandis que
sa dépendance dans la densité scalaire-isoscalaire se traduit selon la valeur des pa-
rametres p. et o par un caractere de surface plus ou moins marqué.

e De nombreuses études portant sur des bandes rotationnelles superdéformées [23, 29],
sur les propriétés rotationnelles des actinides [30], sur les noyaux a halos [130] ou
sur I’évolution des rayons de charge au passage des nombres magiques [131, 100]
ont contribué a asseoir le pouvoir reproductif et prédictif de cette force d’appa-
riement. Ces études ont notamment confirmé du point de vue phénoménologique
la prédominance de la force a la surface du noyau. Récemment, des études plus
systématiques portant sur les propriétés asymptotiques des densités locales de ma-
tiere et de paires dans les noyaux exotiques [132], sur ’évolution des gap d’appa-
riement vers la drip-line [133] ou encore sur I’évolution moyenne des différences de
masses pair-impair avec le nombre de masse [134] ont permis d’en préciser les ca-
ractéristiques. Ainsi, une compatibilité optimale avec les données expérimentales a
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été trouvée pour une force entre volume et surface [30, 134] avec p. = 2psat, OU Psqr
= 0.16 fm™3 est la densité de saturation. La grande sensibilité des densités dans
la limite p — 0 a permis de contraindre a priori la valeur de I'exposant « a l'in-
tervalle [1/2,1]. Ces résultats ne sont pas complétement validés a 'heure actuelle,
mais un nombre assez limité de masses le long de quelques lignes isotopiques pour-
rait permettre de discriminer les différents régimes possibles de la force définie par
I’Eq. 4.72. Tl faut également indiquer que la dépendance de la force dans la densité
isovectorielle est inconnue aujourd’hui mais devrait pouvoir étre sondée dans les
noyaux riches en neutrons.

e La portée nulle de la force d’appariement engendre un probleme quant a la conver-
gence naturelle de I’équation du gap en fonction de I’énergie des paires impliquée
dans le processus [106]. Une telle force n’a de sens que si elle est acompagnée d’une
coupure en énergie. Cette coupure peut étre définie par rapport au spectre de parti-
cules indépendantes HF a 1’aide d’une distribution de Fermi sélectionnant les états
jusqu’a une certaine énergie au dessus du niveau de Fermi [107, 135] (ajustée dyna-
miquement [113] ou non en fonction de la masse). Elle peut également étre définie
par rapport au spectre de quasi-particules [102], ce qui requiert d’aller jusqu’a des
énergies de l'ordre de 50 MeV pour prendre en compte les qps associées aux états
individuels du fond du puit nucléaire. Cette coupure gouvernant le nombre d’états
impliqués dans la diffusion de paires est nécessairement corrélée a 'intensité Vi 1, de
la force ainsi qu’a la masse effective de la force dans le canal p-t. Ce lien peut étre
implicite lors de I'ajustement de la force [135, 29] ou explicite selon une prescription
permettant de reproduire la longueur de diffusion neutron-neutron (18.5 fm) dans
la limite de densité nulle [130, 136, 120].

e La force d’appariement dont sont issus les résultats présentés dans ce mémoire est
définie par I’'Eq. 4.72 avec les parametres V41 = — 1250 MeV.fm?, p, = psar, @ = 1
et un cut-off défini par rapport au spectre HF incluant les états situés dans une
bande de +5 MeV autour du niveau de Fermi. Cette force ne dépend pas de la
région de la table de masse dans laquelle elle est utilisée.

Origine de la dépendance en densité : Etant donnés ses fondements perturbatifs,
la force effective d’appariement doit s’apparenter a la force nue au niveau d’approxima-
tion qui nous intéresse. Ainsi, la dépendance en densité apparaissant dans ’Eq. 4.72 ne
peut étre associée a des resommations du probleme a N corps. Bien qu’aucune analyse
théorique ne soit en mesure aujourd’hui de justifier précisément la dépendance utilisée, il
est intéressant d’essayer d’en spécifier les origines possibles.

e Intéressons-nous tout d’abord au cas de la force de Gogny. Celle-ci, bien que s’ap-
parentant a une matrice G dans le canal p-t, se comporte effectivement comme
une force nue dans le canal d’appariement 'Sy [130, 120]. Cela est lié & la fois
a la non contribution de la dépendance en densité dans ce canal pour les ajus-
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tements existants [105, 137] et a sa grande longueur de diffusion (12.16 fm pour
la paramétrisation D1S [137]). Ce résultat doit cependant étre entendu dans son
véritable sens : tandis que la force de Gogny prédit le méme comportement du
gap d’appariement 'Sy, dans la matiére nucléaire que ne le fait une force nue rai-
sonnable [120], elle est tres différente d’une telle interaction nucléon-nucléon libre.
Notamment, ’absence d’un cceur répulsif dans la force de Gogny fait converger
I’équation du gap pour une énergie de qp de l'ordre de 100 MeV [124] tandis que
pour une interaction nue, les états du continuum contribuent de maniere significative
au gap au niveau de Fermi jusqu’a des excitations de I'ordre du GeV [138, 139, 140).
Finalement, la force de Gogny peut étre vue comme une force effective dans laquelle
la contribution des états de haute énergie a 1’équation du gap générée par le coeur
dur a été préalablement resommée [138, 139]. Cela s’apparente & une sommation
préalable et partielle (au-dela d’une certaine énergie) de diagrammes & deux corps
en échelles. Les détails de cette correspondance formelle - la force de Gogny n’ayant
pas été dérivée ainsi - ne semblent pas étre essentiels a partir du moment ot la force
effective résultante utilisée dans ’équation du gap tronquée possede une longueur
de diffusion réaliste dans le canal 'S;.

Etant donnée cette équivalence asseyant la force de portée finie de Gogny comme
une référence dans le canal p-p, il devient possible de mieux comprendre comment
la dépendance en densité couplée a l'utilisation d’une coupure en énergie pour la
force de portée nulle n’est pas orthogonale aux arguments requérant une force nue
dans ce canal.

Il est avant tout nécessaire de comprendre que la véritable pathologie d’une force
de portée nulle est de produire une portée infinie dans 1’espace des impulsions
(énergies). Afin de simuler une portée finie dans cet espace, il semble naturel d’ac-
compagner la coupure en énergie définie plus haut par un facteur de décroissance en
fonction de I'impulsion des nucléons en interaction [120]. Traduit dans le langage de
I’approximation de densité locale, ce facteur de décroissance suggere un profil de la
force dans I'espace tel qu’il est donné par 'Eq. 4.72. Cette interprétation est corro-
borée par un traitement plus global et fondamental des divergences liées a la portée
nulle. En effet, la régularisation de la divergence de la densité anormale locale dans
un systeme fini se traduit, au premier ordre dans la portée, par une renormalisation
de la constante de couplage de la force en fonction de la densité locale, prenant
qualitativement la forme définie par I'Eq. 4.72 [141].

Le succes et la justification théorique de la dépendance en densité peut donc se com-
prendre comme une renormalisation de la portée de la force sans qu’il soit nécessaire
d’invoquer une quelconque resommation d’effets de milieu. Cette interprétation est
validée par la capacité d’une telle force a reproduire le gap donné par la force de
Gogny ou une force nue dans la matiére nucléaire [120, 100]. A I'inverse, une force
de portée nulle sans renormalisation de l'intensité dans I’espace ne permet pas de
le faire [100]. Malgré la difficulté de déterminer la valeur optimale de I'exposant o
(et du cut-off global) par la reproduction de ce gap dans la matiere nucléaire, les
valeurs trouvées sont compatibles avec I'intervalle 1/2 < o < 1 proposé récemment
dans une étude portant sur les noyaux finis [132].
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e Notons pour finir que la renormalisation de forces a plus de deux corps peut en-
gendrer une “véritable” dépendance en densité [100] de la force d’appariement au
niveau du champ moyen. Les deux origines possibles de cette dépendance en densité
sont renormalisées simultanément a travers ’ajustement phénoménologique de la
force 4.72.

Volume versus surface : Penchons-nous a présent sur le caractére de volume ou de
surface du processus d’appariement des nucléons dans le noyau. Il faut pour cela séparer
trois aspects.

e Tout d’abord, il existe ’aspect lié a la densité. Celle-ci, plus faible a la surface que
dans le volume, favorise ’appariement des nucléons a la surface en vertu des calculs
du gap dans la matiere nucléaire. En effet, le maximum du gap au niveau de Fermi
est systématiquement trouvé pour une densité de ordre de py/5. L’apparition cor-
recte de cet effet est directement lié au traitement de la portée de la force puisque
la reproduction des gaps fournis par une force nue ou par la force de Gogny [120]
est impossible pour une force de portée nulle sans renormalisation de la constante
de couplage dans l'espace [142, 100]. Ce premier effet n’est donc pas & proprement
parlé un effet de surface mais plutot de densité.

e Le second aspect, lui, est directement lié a I'existence d’une surface dans le noyau.
Il concerne la cohérence spatiale des fonctions d’ondes actives dans le processus
d’appariement. En effet, en tant qu’interaction résiduelle, ’appariement concerne
essentiellement les états & la surface de Fermi ' qui sont plutot localisés a la surface
du noyau'?, et cela de maniere cohérente en raison de la surface du potentiel.

Tels qu’ils sont définis, ces deux processus concernent ’appariement statique. Le second
n’implique aucune définition particuliere de la force puisqu’il est simplement lié a la
structure de ’équation du gap et des fonctions d’onde individuelles dans le noyau.

Les calculs HFB dans les noyaux finis, qu’ils soient réalisés avec la force nue [139], la
force de Gogny ou la force de portée nulle dépendant de la densité, fournissent des gaps
et des densités de paires fortement piqués a la surface. Le comportement de la densité de
matiere a la surface et au dela est également influencé par cet aspect de I'appariement
du fait de ’auto-cohérence entre le canal p-t et le canal p-p. Faisant le lien avec la
discussion sur la dépendance en densité de la force, il est a noter qu'une paramétrisation
plus élaborée de la force d’appariement de portée nulle introduisant par exemple des
gradients de densités ne peut étre liée au niveau du champ moyen qu’a un raffinement du
traitement de la portée de la force [141].

e Le dernier aspect est lié aux effets au-dela du champ moyen issus par exemple de

'Méme si la non-linéarité de I’équation du gap couplée au cceur dur de I’intéraction nue nécessite la
prise en compte d’états loin de la surface de Fermi.
12Cela n’est pas valable pour un état s.
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I’échange de vibrations de surface. D’apres les calculs déja mentionnés [121], ce pro-
cessus semble induire un appariement dynamique relativement fort et tres localisé a
la surface du noyau. Ces résultats signifient que les calculs de pur champ moyen ne
devraient pas étre ajustés sur ’expérience dans la perspective de prendre explicite-
ment en compte ces effets en allant au-dela du champ moyen. Selon une stratégie
plus proche de la fonctionnelle de 1’énergie, ces effets peuvent étre renormalisés en
incluant des termes magnifiant 'appariement a la surface dans la fonctionnelle 4.73.
Ceux-ci devant étre absents dans la matiere nucléaire infinie, des termes en gradients
de densités (normale ou anormale) semblent les plus appropriés pour renormaliser
de tels processus [100]. Cela nécessiterait un réajustement du facteur dépendant de
la densité dans ’expression de la force 4.72.

Pour finir, considérons le terme I’ ?[fl produit dans le champ moyen HF par la

dépendance en densité de la force d’appariement (voir section 4.2). Il est important de
préciser que ce terme ne doit apparaitre que si la dépendance en densité simule un effet
de milieu modifiant I'interaction & deux corps lors de I'ajout ou du retrait d’un nucléon.
Tandis que la renormalisation d’une force a trois corps ou le couplage aux vibrations de
surface rentre dans ce cadre, la simulation de la portée de la force a deux corps par un

facteur dépendant de po(R) dans ’Eq. 4.72 n’y rentre pas. Ainsi, la pertinence de ce terme

est soumise a l'interprétation faite de la dépendance en densité dans le canal p-p.



Deuxieme partie

Lien entre noyaux pair-pair et
pair-impair [39, 143].
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Nous avons explicité dans les sections 4.1 et 4.2 la facon de comprendre et de décrire
les noyaux pair-pair et les noyaux pair-impair au niveau du champ moyen. Leur traitement
respectif, en présence (théorie HFB) ou en ’absence d’appariement (théorie HF), est tout
a fait satisfaisant. En revanche, le traitement et la compréhension du lien qui les unie
ne l'est pas nécessairement. Nous nous proposons donc d’étudier la cohérence globale du
schéma théorique de champ moyen, et cela quelque soit 'intensité de ’appariement dans
le systeme.

Dans cette perspective, il est nécessaire de se pencher sur la formalisation du lien
entre la fonction d’onde d’un noyau et celle du noyau voisin dans le traitement avec et
sans appariement. Nous commencerons par rappeler la facon usuelle de comprendre cette
formalisation afin d’en relever certaines limites. Nous proposerons alors des modifications
simples permettant de donner une cohérence a I’ensemble du schéma de champ moyen. Les
calculs étant par nature itératifs, les relations opératorielles qu’il est possible d’écrire entre
différents états doivent étre entendues en perturbations. C’est pourquoi nous menerons
une analyse dans ce cadre avant d’en valider les conclusions par des calculs auto-cohérents.
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Chapitre 5

Version perturbative usuelle.

5.1 Hartree-Fock.

Nous débutons avec le traitement HF ou I’appariement des nucléons n’est pas considéré.
La fonction d’onde HF d’un noyau pair-pair est définie par I’Eq. 4.19. En perturbations, le
lien avec I'isotope pair-impair ayant, par exemple, un neutron de plus se fait de facon stan-
dard par 'application d’un opérateur de création de particule b};. Lorsque 'on s’intéresse
a I’état fondamental, cet opérateur formalise le remplissage d’un des états dégénérés juste
au-dessus du niveau de Fermi dans le noyau pair-pair. La fonction d’onde perturbative
décrivant le fondamental impair s’écrit donc' :

[ @7 (N+1)) = bl [®7F(N)) . (5.1)

Au premier ordre des perturbations, le spectre individuel de 'impair reste identique a
celui du pair et conserve la dégénérescence de Kramers. La différence en énergie entre les
états 5.1 et 4.19 est alors égale a I’énergie individuelle au niveau de Fermi ¢,. Aux ordres
supérieurs, le spectre individuel {é} associé a la fonction d’onde 5.1 brise 'invariance
par renversement du temps de telle sorte que la dégénérescence de Kramers est levée. La
différence en énergie entre les états HF fondamentaux voisins est légerement différente
dans ce cas. Nous reviendrons sur ce point dans la section 7. Quoi qu’il en soit, ’état per-
turbatif défini par ’'Eq. 5.1 constitue du point de vue qualitatif une bonne approximation
de I’état fondamental du noyau impair, puisqu’il présente le bon nombre de nucléons et
une différence en énergie réaliste vis a vis du noyau pair dont on est parti.

En conclusion, ’ajout d’'un nucléon dans la fonction HF se révele tout a fait intuitif
et ’état d’'un noyau impair est parfaitement défini par I'application d’un opérateur de
création de particule sur la fonction d’onde du noyau pair voisin. Passons a présent au
cas ou l'appariement est pris en compte dans la théorie.

La différence avec la fonction d’onde auto-cohérente d’un noyau pair-impair (Eq. 4.20) est la conser-
vation de la base & un corps du noyau pair-pair dont on est parti pour écrire I’état perturbatif 5.1.
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5.2 Hartree-Fock-Bogolyubov.

Par simplicité, nous faisons I’hypothése que les bases canoniques de 1’état de nombre
parité pair et de I’état de nombre parité impair construit dessus sont identiques et définies
par le jeu d’opérateurs {a;}. L’état fondamental du noyau pair-pair | ®#FB(N)) étant
défini par ’Eq. 4.44, un état de nombre parité impair construit en perturbation comme
un état a une qp sur lui prend la forme :

(@) = [ PEW)) (5-2)

Intéressons nous aux caractéristiques de cet état. Le nombre moyen de particules dans
la fonction d’onde | ®#¥B(N)) étant égal & N, il devient égal & N + ui — v dans Iétat
| ®). Ce nombre moyen n’est donc pas nécessairement égal & N + 1 et dépend de la qp
~} créée [40]. Au premier ordre des perturbations?, la différence en énergie entre 'état 5.2
et le fondamental du noyau pair-pair est :

(Pe| H | D) — (@77 (N) | H[STIP(N)) = (up —vp) AV + By
(5.3)
Gk(ék —_ )\N) + A%

V(e — AV 4 A2

I

ot le potentiel chimique AN et I’énergie de qp EY = \/(ek — /\N)2 + A? écrite & l'ap-
proximation BCS? sont tirés du fondamental pair-pair. Afin de minimiser ’énergie de
Iétat | @), il est logique de sélectionner une qp basse correspondant & un état individuel
d’énergie € proche de AV (uZ — v? ~ 0). La différence en énergie 5.3 est alors approxi-
mativement égale & E}Y ~ Ay et le nombre moyen de particules dans 'état | Uy) reste
proche de N. Nous obtenons un mauvais candidat pour décrire le fondamental impair.
Afin d’assurer le bon nombre impair de nucléons dans la fonction d’onde, il est nécessaire
de créer une qp 7}; haute en énergie telle que ¢, — AN > Ag (ui — vZ &~ 1). Dans ce cas,
la différence en énergie 5.3 est approximativement donnée par €, > A\. Une fois encore,
I’état 5.2 n’est pas un bon candidat pour décrire I’état fondamental du noyau pair-impair.

Cette analyse simple montre que la fonction d’onde d’un noyau pair-impair ne peut
étre écrite en perturbation comme un état a une gp sur la fonction d’onde du noyau pair-
pair voisin ; une telle écriture ne permet pas d’obtenir des valeurs réalistes de I’énergie de
liaison et/ou du nombre moyen de particules.

Afin de contourner ce probleme du point de vue de ’énergie, il est possible de prendre
artificiellement ui — v? ~ +1 dans 'Eq. 5.3 (voir Ref. [40], Chap. 6.3.4) tandis qu’une gp
telle que EY ~ A} est sélectionnée. L’écart en énergie devient :

2Comme pour I’état HF 5.1, le spectre de gp associé & ’état 5.2 brise l'invariance par renversement 3
Pordre deux des perturbations.

3 Avec une force d’appariement monopolaire telle qu’elle est utilisée ici, les énergies de qps d’un systeme
invariant par renversement du temps prennent la forme BCS dans la base canonique.
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(Bp| H| @) — (PHFB(N) | H | #FB(N)) = £ AV + Ay, (5.4)

ce qui est effectivement attendu pour le fondamental impair. Cela dit, cette procédure ne
permet pas de calculer d’autres observables telles que les rayons carrés ou les propriétés
de déformation, puisque 1’état | &;) n’a pas méme le bon nombre de nucléons en moyenne.

5.3 Schéma du probleme a N corps.

Evidemment, ce probléme ne se pose pas du point de vue des calculs non-perturbatifs
des lors que la fonction d’onde 4.45 est minimisée sous la contrainte d’avoir le bon nombre
impair de nucléons en moyenne*. Le potentiel chimique est réajusté de maniére itérative
quel que soit le point de départ du calcul et la fonction d’onde obtenue autorise un calcul
satisfaisant des masses et des autres observables.

Malgré ce bon fonctionnement des calculs non-perturbatifs, il est important de corri-
ger les inconsistences formelles de I’écriture perturbative dans le processus d’ajout d’'un
nucléon. Un résumé du schéma reposant sur ’analyse précédente est donné sur la Fig. 5.1.

Comme nous venons de le montrer, le processus d’ajout d’un nucléon est bien décrit
dans le cas de I'appariement nul par ’application d’un opérateur de création de particule.
La traduction de ce processus relativement au spectre de particules indépendantes et des
occupations associées est schématiquement donnée sur la figure 5.1 aux ordres un et deux
de la théorie de perturbation.

Cette description n’est pas conservée lors de 1’élargissement de I'espace variationnel
depuis I’espace de Hilbert des fonctions produit & N particules vers I’espace des fonctions
produit de tout ’espace de Fock. En effet, il n’existe pas d’opérateur a un corps permettant
d’écrire la fonction du fondamental impair en perturbation sur celle du voisin pair dans
la théorie HFB. Il semble donc y avoir une “discontinuité” dans la description de cette
transition en fonction de I'intensité de I’appariement dans le systeme. Cela est rédhibitoire
pour qui veut comprendre la théorie HF comme la limite de la théorie HFB.

Partant de ce constat, nous allons ré-analyser la description de ce processus dans le
cadre de la théorie HFB avant d’en étudier la limite d’appariement nul. La réalisation d’un
schéma global cohérent procede a la base d’un soucis formel, mais permettra également
une meilleure compréhension de la physique contenue dans le processus d’ajout d’un
nucléon dans la fonction d’onde du noyau. Nous montrerons entre autres comment cette
réalisation jette une lumiere nouvelle sur la compréhension des observables differentielles
pair-impair.

4Le traitement non-perturbatif des noyaux impairs sans la prise en compte de la brisure de I’invariance
par renversement du temps consiste & résoudre ’équation du gap BCS pour un nombre pair de particules
en excluant la paire d’états associée a la présence du nucléon impair.
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NOYAU PAIR Transition NOYAU IMPAIR
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Fic. 5.1 — Etude perturbative du processus d’ajout d’un nucléon dans la fonction d’onde
de champ moyen. Les cas avec et sans appariement sont considérés et leur incohérence est
soulignée. La traduction du processus vis a vis du spectre de particules indépendantes et
des occupations est donnée dans le cas HF a I'ordre un et deux des perturbations. Le fait
que le dernier nucléon n’occupe pas I’état de plus basse énergie s’offrant a lui sera discuté
plus tard.
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Version perturbative revisitée.

6.1 Appariement non nul.

Les modifications qu’il convient de faire sont naturelles aux vues des incohérences
mises en exergue dans la section 5.2. La création d’une qp favorable du point de vue
énergétique s’opposant a l'addition d’un nucléon, il s’ensuit que la qp favorable du point
de vue énergétique doit étre créée sur un vide ayant déja le bon nombre de nucléons.

Ainsi, le vide sur lequel il est signifiant de créer une qp pour décrire un systeme impair
en perturbations est 1’état de nombre parité pair possédant un nombre moyen impair
de particules. Notons cet état | @#FBP(N +1)), ou “p” signifie qu’il s’agit d’un état de
nombre parité pair, tandis que “N +1” précise le nombre moyen de particules impair?.
Cet état que nous appelerons communément état impair totalement apparié est invariant
par renversement du temps.

L’état a une gp sur ce nouveau vide de référence correspondant a la qp de plus basse
énergie EN (u2 — v2 ~ 0) sera noté | ®ZFB(N+1)). Cet état de nombre parité impair
possede le bon nombre impair de nucléons en moyenne, et sa différence en énergie avec le
noyau pair voisin est :

ngB(N-i-l) _ EHFB(N) — gHFBp(N+1) _ gHFBP(N) + Eév_H

7

-~

~ HEHF By N+
P~ 5N + E;

Cette expression est formellement identique a I’Eq. 5.4. Cependant, la qp est mainte-
nant définie dans 1'état de référence | @##5P(N +1)) et plus aucun ajustement had hoc
du potentiel chimique n’est nécessaire. Cette procédure, bien qu’imparfaite du point de
vue quantitatif puisque toujours perturbative dans sa seconde phase, offre dans le méme
temps une bonne approximation de I’énergie et du nombre de nucléons dans la fonction
d’onde. Elle résoud donc sur le plan qualitatif I'incohérence qui existait dans la facon

!Notons que pour un noyau pair, I’indice p est superflu puisque le vrai état HFB est un état de nombre
parité pair. Cet indice pourra cependant apparaitre explicitement pour ces noyaux lorsque ’on voudra
désigner une observable associée aux états de nombre parité pair dans leur ensemble, qu’ils aient un
nombre moyen de particules pair ou impair.
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N Pair N+1 N+2
1 N
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Fi1c. 6.1 — Représentation schématique de la transition entre un noyau pair-pair et un
noyau pair-impair comme un processus en deux étapes. Aucun opérateur proprement
défini ne permet de formaliser le passage direct du fondamental pair au fondamental
impair. La création de qp est un processus bien défini & nombre de particules constant.

standard de comprendre 1’état impair par rapport au pair voisin et | ®Z¥5(N+1)) est un
bon candidat pour décrire ’état fondamental du noyau impair.

L’état intermédiaire | ®HFBP(N 4+ 1)) a déja été introduit par Ring et. al [144], et
utilisé avec succes par Satula et. al [145]. Cependant, son introduction était de I’ordre
de la simplicité numérique vis a vis de la création itérative d’une qp lors du calcul d’un
noyau impair.

Du point de vue physique, I'introduction d’un vide intermédiaire pour formaliser le pas-
sage d’un noyau pair au noyau voisin impair implique la nécessité de comprendre 1’addition
d’un nucléon comme un processus en deux étapes. L’état intermédiaire procede d’abord
au réajustement (non-perturbatif) du potentiel chimique, et donc & une redéfinition ap-
propriée des énergies de qp, sans y mélanger la physique associée a la création de I'une
d’entre elles. Ainsi, le nucléon célibataire est ajouté dans une structure de nombre parité
pair avant d’étre blogué a travers la création d’une qp, cette seconde étape modifiant le
nombre parité de la fonction d’onde. Il est a noter que la modification du potentiel chi-
mique est tres difficile a décrire perturbativement lorsque ’appariement est impliqué dans
la description. En effet, la non-linéarité du systéme constitué de ’équation du gap et de
la contrainte sur le nombre de nucléons ne permet pas de préjuger de la modification des
occupations individuelles lors de ’ajout d’un nucléon comme c’est le cas dans la théorie
HF, et méme d’espérer en obtenir une évaluation simple et quantitative au premier ou au
second ordre des perturbations. Nous reviendrons sur ce point par la suite. L’apport de
la présente analyse par rapport au calcul perturbatif standard ou au calcul auto-cohérent
complet des noyaux impairs n’est pas de proposer une vision totalement perturbative qui
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fonctionne mais d’identifier, d’une meilleure fagon, la physique contenue dans le processus
d’ajout d’un nucléon dans la fonction d’onde de champ moyen. La procédure en question
est illustrée sur la Fig. 6.1.

6.2 Limite d’appariement nul.

Maintenant que le processus d’ajout d’un nucléon est correctement défini dans la
théorie HFB, il est intéressant d’en étudier la limite d’appariement nul afin de consta-
ter dans quelle mesure cette description correspond a celle définie intuitivement dans la
théorie HF. Les calculs faits selon un passage a la limite rigoureux sont donnés dans
I’annexe F. Nous n’écrivons ici que les quantités concernant le systeme impair puisque la
limite de I’état HFB pour un noyau pair ne présente aucune nouveauté.

La limite d’appariement nul de I’état perturbatif impair a une qp est donnée par :

n—1=N/2
| QIFP(N+1)) — [0 (N+1)) = af, J[ dfdll0), (6.1)

n
=1

tandis que 1’état totalement apparié correspondant devient :

n—1=N/2
1
|®HFBP(N 1)) = |®TFP(N41)) = — <1+a}; a;) I1 o dtlo). (6.2)
\/§ =1
On peut alors vérifier :
| @ (N+1)) = 4L [ @7 P(N+1)) (6.3)

o1 yf = %(al —ap) est la limite singuliere de 'opérateur associé a la qp la plus basse en

énergie dans I'état | PHFBP(N+1))2. Cette qp posséde une énergie nulle & ordre un des
perturbations (cf. annexe F).

Dans cette limite, le vrai déterminant de Slater impair 6.1 s’écrit donc comme un état
a une gp sur un état de nombre parité pair possédant un nombre impair de nucléons en
moyenne. Cette vision de I’ajout d’un nucléon dans la fonction d’onde de champ moyen en
I’absence d’appariement est différente de la procédure HF habituelle. Cette étude permet
donc de montrer que la théorie HF n’est pas la limite d’appariement nul de la théorie
HFB. D’ailleurs, I'état | ®#FP(N +1)) défini comme la limite du vide de nombre parité
pair nouvellement introduit ne peut-étre défini dans la théorie HF. En effet, il s’écrit
comme une combinaison linéaire de deux déterminants de Slater pairs appartenant a des
espaces de Hilbert relatifs & des nombres de particules différents®. Le doublement de la

2Les autres opérateurs de qp 7,(:) (k # n,n) tendent vers les opérateurs habituels de création ou

d’annihilation de particules ag).

3A ce titre, la notation HFp peut étre trompeuse et faire croire qu’il s’agit d’un simple état HF.
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base caractérisant le passage de la théorie HF a la théorie HFB illustré par le passage
du spectre de qps b) au spectre de gps c) sur la Fig. 4.1 n’est donc pas anodin, méme
dans la limite d’appariement nul. En d’autres termes, la seconde transformation de la
décomposition de Bloch-Messiah 4.41 associée a un état de nombre parité pair n’est pas
triviale dans la limite d’appariement nul lorsqu’un nombre de particules moyen impair est
imposé au systeme.

Finalement, la procédure en deux étapes est parfaitement définie dans la limite d’appa-
riement nul et permet une description cohérente du processus d’ajout d’un nucléon quelle
que soit l'intensité de ces corrélations. Le contenu physique de ce processus est d’ailleurs
particulierement bien illustré dans la limite d’appariement nul : le nucléon est ajouté dans
la fonction de nombre parité pair en augmentant ’occupation des deux premieres orbites
vides (n,7) d’une occupation 1/2%. Cette étape préserve 'invariance par renversement
du temps dans le systéme et se trouve étre commune aux noyaux pairs et impairs. Dans
le cas des systémes impairs, il faut spécifier I'orbite finalement occupée par le nucléon
célibataire. Cette seconde étape est toute entiere réalisée par la création d’une qp. Ainsi,
tandis que la version usuelle suggérait que ces deux étapes pouvaient étre intégrées par
la seule création d’une qp, la version proposée ici autorise une meilleure identification de
son contenu physique en indiquant qu’elle se fait a nombre de particules constant.

En présence d’appariement, la seule différence réside dans le fait que I’ajout du nucléon
dans la structure paire ne se fait plus seulement sur un couple de niveaux dégénérés, mais
sur I’ensemble de la mer de Fermi en raison de la diffusion de paire associée a I'interaction
résiduelle. L’orbite finalement occupée par le nucléon célibataire est toujours spécifiée par
la création d’une qp.

Une remarque peut étre faite ici. Les calculs numériques HF des noyaux impairs utilise
souvent l’alternative a la fonction d’onde 5.1 consistant a négliger, pour des raisons de
simplicité, la brisure de 'invariance par renversement du temps. Cela est fait en rem-
plissant les deux premieéres orbites vides (n,7) avec une occupation 1/2. D’un point de
vue mathématique, le systeme est décrit dans I'espace de Hilbert a N particules par
un opérateur densité présentant un mélange statistique équiprobable de I'état 6.1 et de
son renversé du temps ol l'orbite n est occupée. Mis a part ’argument de simplicité,
I’approximation de la fonction d’onde impaire par un tel opérateur densité semble rela-
tivement ad hoc a priori. Si maintenant on étudie de plus pres 1'état | ®7FP(N +1)), on
s’apercoit qu’il est invariant par renversement du temps et correspond a une occupation
v? = 1/2 des états (n, 7). Il lui correspond la méme matrice densité & un corps et donc
la méme énergie que 1'état statistique précédemment mentionné®. La définition du vide
intermédiaire fonde cette approximation standard et en précise le lien avec le vrai état
impair a travers la relation 6.3.

4On augmente chacune des 25 + 1 orbites dégénérées d’une occupation 1/(2j + 1) dans un noyau
sphérique présentant une couche ouverte de moment angulaire j.

SL’énergie d’interaction associée aux contractions anormales dans 1’état | ®7FP(N 4+ 1)) est nulle en
accord avec la limite d’appariement nul telle qu’elle est explicitée dans ’annexe F.
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6.3 Schéma unifié du probleme a N corps.

Nous sommes a présent en mesure de modifier le schéma 5.1 et de lui donner une entiere
cohérence. Cela est illustré sur la Fig. 6.2. Sans répéter ce qui vient d’étre dit, il est impor-
tant de rappeler que la cohérence est valable quelle que soit I'intensité de I’appariement
dans le systeme. Cela autorisera une étude signifiante des observables différentielles en
fonction de l'intensité de ces corrélations.

Notons également que la discontinuité qui apparaissait jusqu’ici entre la théorie HF
et la théorie HFB n’a pu étre levée qu’au prix de “I’abandon” de la premiere. Bien que la
théorie HF soit tout a fait cohérente en elle-méme, une théorie de champ moyen incluant
I’appariement, et brisant pour cela la conservation du nombre de particule, ne se réduit
pas simplement a elle dans la limite d’appariement nul.
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F1G. 6.2 — Schéma revisité illustrant le lien entre un noyau pair et un noyau impair dans
les théories de champ moyen. Le passage de I'un a ’autre se fait en deux étapes : I’ajout
du nucléon est réalisé dans le sous-espace des fonctions de nombre parité pair, tandis
que la spécification de 'orbite occupée par ce nucléon traduit le passage dans ’espace
des fonctions de nombre parité impair. Cette image est valable quelque soit l'intensité
de l'appariement dans le systeme. La traduction du processus vis a vis du spectre de
particules indépendantes et des occupations est donnée dans le cas HF a l’ordre un et
deux des perturbations.
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Energie de séparation d’un nucléon.

Nous allons maintenant traduire les deux étapes associées au processus d’ajout d’un
nucléon du point de vue des énergies. Tandis que nous avons pu nous contenter de définir
celles-ci au premier ordre des perturbations pour revisiter le lien entre la fonction de
champ moyen décrivant un noyaux pair et celle décrivant son voisin impair, nous voulons
a présent étre plus quantitatifs. Il s’agit de pousser le calcul perturbatif assez loin pour
obtenir une approximation simple mais précise des énergies de séparation obtenues par
les calculs auto-cohérents. Nous désirons a ce propos déterminer dans quelle mesure les
éléments de matrice (ou valeurs propres) des champs h et A calculés dans un noyau
nous informe sur la différence en énergie avec 1'état fondamental du noyau voisin. Bien
qu’académique, cette question n’est pas résolue aujourd’hui de fagon satisfaisante [146].

7.1 Théoreme de Koopmans.

Cette problématique est liée au théoreme de Koopmans [70] stipulant 1’égalité entre
I’énergie de séparation HF et ’énergie de particule indépendante ¢, associée a 1’orbite dont
est extrait le nucléon. Ce théoreme se démontre en supposant négligeable le réarrangement
des fonctions d’onde individuelles lors du retrait du nucléon. En d’autres termes, ’hy-
pothese est faite que les fonctions d’onde individuelles sont identiques dans les deux
noyaux, négligeant ainsi la polarisation du cceur par le trou dans le noyau fils. Un autre
élément important est que le théoreme de Koopmans n’a été démontré que dans le cas
d’une force indépendante de la densité. Son équivalent dans le cas d’une force dépendante
de la densité n’est valable que pour une variation infinitésimale du nombre de parti-
cules [98], et prend alors la forme générale du théoreme de Hugenholtz et Van Hove [147].

La nécessité déja discutée d’une dépendance en densité pour la force utilisée au ni-
veau du champ moyen se traduit par un meilleur accord entre les énergies de séparation
expérimentales et les énergies individuelles théoriques [148, 40, 68]. Ce constat rend ca-
duque l'utilisation du théoreme de Koopmans dans le cadre nucléaire.

Sans avoir détaillé les approximations qui ménent a la dépendance en densité de la
force effective, nous avons rappelé dans la section 3.2.5 dans quelle mesure celle-ci peut
étre rattachée a une resommation de corrélations a deux corps ayant pour principale
objectif de renormaliser le cceur dur de 'interaction nue. Lorsque le choix de BHF (voir
Eq. 3.20) est fait pour le potentiel & un corps I'*, I’analogue du théoréeme de Koopmans
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n’est pas vérifié [149]. En revanche, il se trouve étre valable dans le cadre de la théorie
de Brueckner-Hartree-Fock Renormalisée (RBHF) [88]. Cette approximation revient a
prendre en compte la variation de la matrice G avec le nombre de nucléons dans la mer
de Fermi dans la définition des énergies de particules indépendantes. Il est alors possible
de montrer ’équivalence entre les diagrammes inclus dans cette redéfinition du potentiel
I'* et le potentiel de réarrangement I'"~*?| apparaissant pour une force dépendante de la
densité dans les théories de champ moyen auto-cohérent [87]. Cette équivalence, couplée a
la validité du théoreme de Koopmans dans la théorie RBHF, fait pressentir la validité d'un
théoréeme analogue pour une variation non-infinitésimale du nombre de particules dans
les théories de champ moyen auto-cohérent utilisant une force dépendante de la densité.

7.2 Limite d’appariement nul.

Nous allons maintenant nous pencher sur cette question dans plusieurs cas d’approxi-
mations, en portant notre attention sur la contribution a I’énergie de séparation et a
la définition des énergies individuelles de la brisure de I'invariance par renversement du
temps. Nous commencons cette étude dans le cas d’un appariement nul. Nous allons tra-
duire sur le plan énergétique les liens opératoriels établis dans la section 6.2 entre les
fonctions d’onde | @#FP(N)), | HFP(N+1)) et | DEF (N +1)).

Considérons la base qui diagonalise la matrice densité p et le champ HF h associés 3
I’état de nombre parité pair | £I>HF P(N+1)). Cette base & un corps est composée de paires
d’états renversés du temps (1, ). Dans cette base nous considérons les quantités suivantes :

e {¢} désigne les valeurs propres du champ HF associé au déterminant de Slater pair
| ®HFP(N)), tandis que p et v [p] définissent 1'opérateur densité & un corps et I'in-
teraction associés a cet état.

e {§}, petv[p| : de méme pour I'état | DHLIP(N+1)).

o {&}, pet v[p] : de méme pour le vrai déterminant de Slater impair | ®ZF (N +1)).

Reprenant I’hypothese de Koopmans [70] et Becker et al. [88] sur la négligeabilité du
réarrangement des fonctions d’onde individuelles entre ces trois états a N corps, les trois
opérateurs densité a un corps sont diagonaux dans la base |l) et prennent, d’apreés les
Eq. 4.19, 6.1 et 6.2, la forme :
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Ecrivons 1’énergie de liaison et les énergies individuelles d’un état en fonction de sa
matrice densité diagonale p' :
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Considérons alors une variation non-infinitésimale de la matrice densité p = p’ + 6y,
mais assez faible pour que son effet sur I’énergie totale puisse étre considéré en perturba-
tions. L’énergie associée a cette nouvelle matrice densité s’écrit a 'ordre 2 en 0p' :

1 / / / /
Z ti (i +6p;) + 9 Z iji (05 + 0p;) (P + 0p))

1,J
(7.4)
+= Z viis (0} + 2007) 0 + - Z 8vijij p} P
i,j i,j
La variation de l'interaction & ’ordre 2 s’écrit :

— — ! <. ! 1 <2, /

Vil = ik lp'] + ovag[p] + 5 0%Vinst (]
(7.5)

1 0%v
= T[] +Z oot 52 \aa, | 00
kgl 2 ! 8107 6pr’ ikjl

La nouvelle énergie individuelle ¢; s’obtient par :
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_ O9E[p] _ Op, OE[p' +6p]
Opr, Opr, op},

€k ; (7.6)

ou 0pj/0pr = 1 et ou les termes d’ordre 2 en ¢p' dans I'énergie ne sont pas dérivés. On
obtient dans ces conditions :

_ — 1 0dov
€ = tk + Z U,-kik(p; +5p;) -+ Z 5vikikp; + 5 Z (8 ; ) ,0; ,0;-
i i i,j 1jij

k

(7.7)

1 ov
5% (57) v
i,j (Y

9p,

Une manipulation longue mais sans difficulté des Eq. 7.4, 7.5 et 7.7 permet d’obtenir :

£l -1 = 3 %5 %o (7.8)

k

7.2.1 Ordre 2 en dp : ajout du nucléon.

Nous allons spécifier ces équations pour la variation de densité correspondant a ’ajout
du nucléon dans la structure de nombre parité pair. Notre point de référence est 1’état
impair | ®#¥?(N+1)) auquel nous avons associé la matrice densité p.

La variation de matrice densité considérée p = p + dp permet de passer de cet état
a I’état pair ayant un nucléon de moins | ®#¥P(N)). La variation 7.5 correspondante des
éléments de matrice de l'interaction s’écrit® :

Jdv 1 [ 0%v
Tikji [p] = Uik [p] + | 5= (0pn +0p5) + 5 | 55 (6pn +6p1)° (7.9)
Opn ikl 2 \ op;, il

ou 0p, = 6pp = —1/2 d’apres les équations 7.1. L’Eq. 7.8 donne alors directement :

gnrrlp) - gnrrl) = 21

(7.10)

ol les dégénérescences de Kramers, €, = €; et €, = €5, ont été utilisées. L’Eq. 7.7 précise
ensuite :

1Les formules dérivées dans la suite utilisent des identités portant sur les éléments de matrice de la
force et de ses dérivées par rapport a la densité démontrées dans annexe G.



7.2 Limite d’appariement nul. 89

_ 1 _ W) (W) _
€ — € = o (Uknkn + Ukakn) + A T 5= Pj
K — €k 2( knk knkn) ;{(apn - Ok njm} j

V)

(7.11)

L’Eq. 7.10 fournit une généralisation du théoreme de Koopmans dans le cas des forces
dépendantes de la densité, mais en I’absence de brisure de I'invariance par renversement du
temps dans I’état décrivant le noyau impair. Ce résultat montre que 1’énergie de séparation
a l'ordre 2 en la variation de densité nécessite la connaissance des énergies de particules
indépendantes des deux noyaux impliqués.

7.2.2 Ordre 2 en 6p : création d’une quasi-particule.

Passons a présent a la contribution de la brisure de I'invariance par renversement du
temps a I’énergie du noyau impair et aux énergies individuelles associées. Cet effet est,
selon le schéma de la transition pair-impair développé précédemment, entierement contenu
dans le processus de création de qp qui lie les états | @ZFP(N + 1)) et | PHF(N + 1)).

D’apres les équations 7.2, les seules variations non nulles des éléments de la matrice
densité sont données dans ce cas par §p, = —0p; = 1/2. D’apres I'Eq. 7.9, cette variation
de densité ne modifie pas I'interaction au second ordre des perturbations :

Vik [p] = Vi [p] - (7.12)

Utilisant les Eq. 7.7 et 7.12, les énergies individuelles dans 1’état | @7 (N + 1)) se
développent a I’ordre 2 en dp sous la forme :

1

€ = € + 3 (knkn — Okakn) (7.13)

ce qui, appliqué a k = n et & kK = n, permet d’obtenir :

(7.14)

&ntén = 26, ,

ol la dégénérescence de Kramers €, = €; a été utilisée. La premiere de ces deux équations
montre que la levée de la dégénérescence de Kramers entre les états individuels (n,7)
associés a la qp créée dans le vrai état fondamental impair s’exprime simplement en
fonction de 1’élément de matrice caractérisant leur auto-interaction dans le canal p-t.
Dans le cas ou celle-ci est attractive, 'orbite occupée n est plus haute en énergie que
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sa partenaire vide n. Cela donne un sens a l'occupation des états représentée sur les
Fig. 5.1 et 6.2. La seconde équation indique que cette levée de dégénérescence se fait
symétriquement vis a vis des énergies individuelles €, = €; qui leur correspondent dans
Iétat | ®HFP(N+1)). Ce résultat peut se démontrer pour tout couple (k,k) & partir de
I’Eq. 7.13.

Ainsi, la contribution de la création de qp a I’énergie du noyau impair s’écrit en vertu
de 'Eq. 7.8 :

€n — €x

4

EM [p] - 17 [p] = (7.15)

Cette derniere équation prouve que ’effet de la brisure de I'invariance par renversement
du temps sur I’énergie du noyau impair a la limite d’appariement nul est simplement lié
a la levée de dégénérescence €, — €.

Combinons maintenant les Eq. 7.15 et 7.10 pour inclure I'effet de cette brisure de
symétrie sur I’énergie de séparation d’un nucléon. Cela fournit une nouvelle généralisa-
tion du théoreme de Koopmans sous la forme :

€, + €n

£1F (7] - M0 [g] =

(7.16)

Celle-ci est formellement identique a I’Eq. 7.10, sauf que 1’énergie individuelle €, cal-
culée dans I’état de nombre parité pair est remplacée par I’énergie €, incluant I’effet de la
brisure de symétrie. De nouveau, I’énergie de séparation obtenue requiert la connaissance
des spectres de particules indépendantes associés aux états décrivant les deux noyaux
impliqués.

7.2.3 Réduction a ’ordre 1 en dp.

Afin de comprendre dans quelle mesure les différents effets interviennent, nous repre-
nons les calculs a ’ordre 1 en §p. Ceux-ci se font selon le méme schéma que précédemment
et nous nous contentons ici d’en donner les résultats. Les énergies individuelles sont telles
que :

gk: = € = € Vk y (717)

tandis que les différences en énergie correspondant aux Eq. 7.10 et 7.15 deviennent
respectivement :

5HFP[/3]—5HFP[,0] — gn = €,
(7.18)
M [pl - €M [pl = 0
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Ce résultat montre que la stricte généralisation du théoreme de Koopmans au cas
d’une force dépendante de la densité apparait au premier ordre des perturbations, tandis
que les résultats des sections 7.2.2 et 7.2.1 concernent un ordre supérieur. En effet, on
obtient ici I’égalité entre I’énergie de séparation et 1’énergie de particule indépendante du
nucléon extrait. Le spectre de particules indépendantes d’un noyau ne nous informe donc
sur I’énergie du noyau voisin qu’a l'ordre le plus bas de la théorie de perturbation. Nous
retrouvons également ici le fait que la brisure de I'invariance par renversement du temps
a un effet nul sur les énergies individuelles et sur ’énergie totale & I'ordre le plus bas de
la théorie de perturbation (voir une autre démonstration dans I’annexe F).

7.3 Prise en compte des corrélations d’appariement.

Reprenons maintenant les calculs en incluant les corrélations d’appariement. Plagons-
nous dans la base canonique (I,1) de I’état de nombre parité pair | ®#FBP(N+1)). Celle-ci
est stable sous 'opération de renversement du temps, elle diagonalise la matrice densité
p et met le tenseur d’appariement & sous forme canonique. Considérons dans cette base
les quantités suivantes :

e Les {¢} désignent les valeurs diagonales du champ HF associé & I'état | @HEBP(N)),
tandis que p, k et U [p] définissent I'opérateur densité & un corps, le tenseur d’appa-
riement et 'interaction associés a cet état.

e {§}, p, k et U[p] : de méme pour I'état | PLIBP(N +1)).

o {&}, p, k et U[p] : de méme pour I'état | PEFB(N +1)).

Ecrivons dans cette base 1’énergie de liaison et les champs d’un état en fonction de sa
matrice densité p' et de son tenseur d’appariement x'? :

2Dans la suite, k; et A; désignent les éléments de matrice &;; et A;; respectivement.
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£ [ﬂl, Kll, KZ’ *:| — 8p—t [pl] + EpP |:pl’ K,I, KZ, *]
(7.19)
1 _ _ .
= > tip+ 3 D T [0 ey + Y Bagi 0] KT K
i i

1,7>0

EP '] _ 1 dv
€& = e A e I A S el B
Op F 2 45 \90/ jij

& Pk
8'0 .
+ Z (W) Ky m;-
1,§>0 k7 iijj
(7.20)

Erp [p’, K K *

Ay = - } = —Z Uprs 0] K5

Ok, *
k §>0

Considérons alors une variation non-infinitésimale de la densité généralisée p = p'+6p/,
k = k' + 0K et k* = K * + 0k *, mais assez faible pour que effet puisse étre considéré
en perturbations. L’énergie p-t associée a p est formellement identique a celle donnée par
I’Eq 7.4. L’énergie dans le canal p-p s’écrit a 'ordre 2 en (dp', 0K/, (5&’*) sous la forme :

_ . _ —  Q— 'y
EPlp k] =Y (“ﬁﬁ + vz + 552%]'3) K" K
i,j>0
(7.21)
+ ) (B + Svi) (,@;*5,@; + K 5”;*>
i,j>0
i,j>0
tandis que les éléments de matrice diagonaux du champ h sont :
0 [p, K, K* 0p. 0 [pf + 60, K + 0K, K * + 0K *

Opx, Opx, op},

ot 0p,/0p, = 1, et ot les termes d’ordre 2 en (6p',6x', 0k *) ne sont pas dérivés. On
obtient dans ces conditions :
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€ = ti + Z Tikik (P} + 0p;) + Z OVikik Py
i i

1 v
% ()

/ ! / 1 82,0 /! !
(i +20) 05 + 53 | 59| Fir;on

/
i1y ik \ 9Pk Oy ijij
(7.23)
3 v . 82 v !y
+Z(3/)__’% Ky + (76’6’) K;" K O Pl
ig>0 \OPk/ dijj ig>0k \PEOPE ] s
81) ! .
+Z <W) <I€i 0K + K Ok ) :
i,§>0 k7 g5
De la méme fagon, les éléments de matrice du champ A sont :
oEP~P * Ok,* OEP7P [p + 00, k' + 6K, K * + 0K *
A = - Y L [0 + dp : ] . (7.24)
Ok, Ok, OK,*

ot Ok,*/Ok; = 1, et ou les termes d’ordre 2 en (§p',0x’, 5k *) ne sont pas dérivés. On
obtient dans les mémes conditions :

_ ov
Ay = —Z Ukijj (K5 + 0K)) — Z (6 ; ) ] _/-s;- Spp - (7.25)
§>0 i>ok NOPk / kkij

Apres une manipulation longue mais sans difficulté des Eq. 7.4, 7.19-7.21, 7.23 et 7.25
utilisant le fait que les éléments de matrice A}, Ay, K, et Ky peuvent étre pris réels
dans la base canonique, on obtient finalement :

Elp,k, k] =& [,0', K, lil*] = Z i ; € Spf, — Z (A} + Ay) 0k} | - (7.26)

k k>0

7.3.1 Ordre 2 en (p, &, k") : ajout du nucléon.

En présence d’appariement, il n’est pas possible de traiter I’ajout du nucléon en per-
turbation de maniere simple. L’impossibilité de relier perturbativement les états HFBp
ayant un nombre de nucléons différents par un opérateur correctement défini fait que la
variation des éléments de matrice dpg, 0Ki et 0Kj n’est pas connue a priori. A la limite
d’appariement nul, le remplissage des orbites HF devient simple et autorise cette définition
a priori des variations de dp; pour chaque orbite. Dans le cas présent, ’ajout du nucléon
se traduit par une modification cohérente mais non-linéaire de ces éléments de matrice a
travers la minimisation sous contrainte, ol seule la modification globale 2, dp, = —1
est connue. Ainsi, il n’est pas aisé d’utiliser la formule perturbative 7.26 dans ce cas et c’est
pourquoi nous n’avons pu établir d’approximation simple de I’énergie associée a 1’ajout
du nucléon en fonction des seuls éléments de matrice des champs h, A, h et A.
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7.3.2 Ordre 2 en (p, 6k, k") : création d’une quasi-particule.

En revanche, la modification de la matrice densité et du tenseur d’appariement as-
sociée au processus de création de qp est connue et caractérisée par I’Eq. 4.50. Afin d’étre
utilisable de maniére simple, nous nous plagons, comme cela a déja été le cas, dans I’hy-
pothese ol la base canonique associée en perturbation a I'état | ®ZFB(N+1)) est identique
a celle de I'état | @HFBP(N +1)) (hypotheése valable si la troisiéme transformation de la
décomposition de Bloch-Messiah pour I’état de nombre parité pair totalement apparié est
triviale). L’Eq. 4.50 traduite dans cette base pour la qp 7 donne :

ﬁk - ﬁk + 5kn(1 - ﬁn) ; ﬁl_c - ljl_c - 6knpn s
(7.27)
l%kl_c = Kk — 5kn/_§nﬁ ) Rkk = Kgkp — 5kn’_{ﬁn )
avec py = pp = Vs, Ry = —Fge = UgDk. Afin de réaliser une création de qp & nombre de

particules constant et de créer la qp la plus favorable énergétiquement, nous nous plagons
dans le cas idéal ol v/ est telle que @, = v, = 1/\/5

Les variations de densité deviennent alors dp, = —0p; = Okn/2, 0Ryp = —0Rg, =
—0kn/2. Cela donne, comme dans la limite d’appariement nul :

Tikji ) = ki [P] - (7.28)

Utilisant les équations 7.20, 7.23, 7.24 et 7.26, nous obtenons :

~n - ~ﬁ An An
SHFB 5, R, R*] — SHFBp 5, R, R'] = € . € i —;— ’ (7.29)
avec
& — & = Vknkn ; Vknkn (7'30)
Alc - Ak: = Ukknn > (731)
ce qui permet la ré-écriture de I’'Eq. 7.29 sous la forme
EHFB (5 i k¥ — EHFBR 5 R RY] = A, — & - G A, 435 < L (7.32)

Ces résultats expriment l'effet de la création de qp sur I’énergie totale, les énergies
individuelles et les gaps d’appariement a ’ordre 2 des perturbations.

Le premier terme du membre de droite de I'’Eq. 7.29 montre que la contribution de la
brisure de I'invariance par renversement du temps, et donc la levée de dégénérescence de
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Kramers 7.30 associée, est formellement identique a celle dérivée dans la limite d’apparie-
ment nul. Cependant, il ne faut pas oublier que la qp bloquée (la plus basse en énergie)
n’est pas nécessairement la méme dans les deux cas. En fait, méme si la qp bloquée est ca-
ractérisée par les mémes nombres quantiques, les fonctions d’ondes individuelles associées
o, et ¢; déterminant I’élément de matrice U,5,5 ont toutes les chances d’étre quantitati-
vement différentes dans les deux situations. Ainsi, I'effet de la brisure de I'invariance par
renversement du temps sur les caractéristiques d’un noyau impair pourra différer selon
que les corrélations d’appariement sont ou non inclues dans la description du systeme.

Le second terme du membre de droite de I’Eq. 7.29 traduit I’effet du non-appariement
du nucléon célibataire sur I’énergie totale du noyau impair. Cet effet fait intervenir la
moyenne arithmétique des gaps HFB définis dans 1’état de nombre parité pair totalement
apparié d'une part et dans 1’état de nombre parité impair d’autre part, traduisant ainsi
le processus de blocage de ’appariement lié a ce non-appariement du nucléon célibataire.
Ce blocage engendre une réduction des corrélations de toutes les paires comme cela est
exprimé par I’Eq. 7.31.

Enfin, 'Eq. 7.32 réorganise?® les contributions de ces deux effets de maniére 3 montrer
que l’énergie associée a la création de la qp la plus basse est inférieure (resp. supérieure)
au gap HFB lorsque celui-ci est défini dans ’état initial de nombre parité pair (resp. dans
I'état final de nombre parité impair) *.

7.3.3 Réduction a 'ordre 1 en (dp, 0%, 6K*).

La réduction a I’ordre un du processus de création de gqp aboutit naturellement aux
équations :

€& = €; (7.33)
qui donnent :
ERYB (5 g kY] — EHFBP [p R, kY] = A, (7.35)

traduisant le non-appariement du nucléon célibataire sans effet de blocage ni de brisure de
I’invariance par renversement du temps. En conclusion de la partie 7, nous constatons que
la connaissance du seul spectre de (quasi-)particules indépendantes d’un noyau ne suffit
pas pour nous renseigner précisément sur les propriétés du noyau voisin. En effet, ’énergie
de séparation fait intervenir les valeurs des champs h et A des deux noyaux impliqués des
I’ordre 2 des perturbations.

3Cette ré-écriture nécessite en toute rigueur d’avoir la méme force dans les canaux p-t et p-p, ce qui
n’est pas le cas des calculs auto-cohérents que nous présenterons dans la suite puisque nous utiliserons
une force de Skyrme complétée d’une force d’appariement différente.

4Cela nécessite que 'dlément de matrice Tpann Soit négatif
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Chapitre 8

Calculs auto-cohérents [39].

Le schéma développé ainsi que I'’ensemble des formules d’approximations dérivées dans
les précédentes sections vont étre testés a la limite non-perturbative a travers une série de
calculs auto-cohérents. Nous allons tout d’abord montrer comment la séparation initiale-
ment formelle du processus d’ajout d’un nucléon en deux étapes se traduit concretement
dans la structure des noyaux impairs et en autorise une meilleure compréhension. Cette
comparaison permettra ensuite de conclure quant a I'hypothese principale faite dans les
calculs perturbatifs, a savoir la négligeabilité du réarrangement des fonctions d’onde in-
dividuelles lors de I'ajout d’un nucléon et de la création d’une qp. Enfin, elle permettra
de conclure sur la validité et 'utilité de chacune des formules d’approximations dérivées
précédemment.

8.1 Traduction du schéma pour les calculs auto-cohé-
rents.

La prise en compte de la brisure de l'invariance par renversement du temps et de
I’effet de blocage de ’appariement rend nécessaire le calcul auto-cohérent de I’état impair
selon la méthode HFB. L’Eq. 6.1 traduisant I’ajout du nucléon en perturbations selon un
processus en deux étapes est remplacée dans ce cas par :

5HFB(N) — EHFBP(N) +[€HFB(N) _5HFBp(N)]

A

-

= gHFBo(NY 4 EPI(N) +  A(N) | (8.1)

ou chaque état est calculé de maniere itérative. La notation HFBp se reféere aux états to-
talement appariés de nombre de particules quelconque tandis que EHFB(N) — EEFBr(N)
définit I'énergie de qp non-perturbative a comparer a son équivalent, E,ICVH, au premier
ordre des perturbations. Elle est évidemment nulle pour N pair. Cette énergie de qp
auto-cohérente est formellement décomposée en deux contributions dans I’Eq. 8.1. Tout
d’abord, A(N) traduit I’effet net sur ’appariement de la présence du nucléon célibataire.
Ensuite, EP/(N) désigne la contribution & 1’énergie de liaison d’un noyau impair prove-
nant de la brisure de l'invariance par renversement du temps. Cette brisure trouve son

97
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origine dans la spécification de l'orbite occupée par le nucléon impair qui produit une
densité de spin et des courants non-nuls dans le systéme (voir annexe E). EP(N) inclue
également pour partie I'effet de polarisation-déformation du coeur pair-pair induit par les
composantes multipolaires non-nulles de la densité du nucléon impair.

Enfin, nous définissons dans la suite les états HFp et HF comme la limite auto-
cohérente d’appariement nul des états HFBp et HFB.

8.2 Validation quantitative du schéma.

Nous appliquons la décomposition de 1’énergie de liaison d’'un noyau impair a une
ligne isotopique de noyaux de cérium, depuis le '¥Ce jusqu’au '%¢Ce. Notre but est
de déterminer dans quelle mesure cette décomposition permet de mettre en relief le
découplage effectif des deux composantes du processus d’ajout d’un nucléon. Chaque
noyau impair est calculé quatre fois : d’abord comme I’état de nombre parité pair de
plus basse énergie (état HF(B)p) !, puis comme ’état auto-cohérent de nombre parité
impair (état HF(B)) de plus basse énergie décrivant le vrai fondamental. Nous rappelons
que tous les calculs rapportés incluent la prescription de Lipkin-Nogami. Les noyaux de
cérium ont été choisis a la fois pour leur masse intermédiaire et pour 1’évolution réguliere
de leur déformation quadrupolaire axiale le long de la ligne isotopique, depuis la sphéricité
jusqu’a de grandes déformations comme le montre la Fig. 8.1.

La Fig. 8.2 compare ’évolution du potentiel chimique neutron en fonction de la masse,

!Les parentheses dans les notations HF (B)p et HF (B) signifient que la proposition correspondante est
valable a la fois pour un appariement réaliste et dans la limite d’appariement nul. De la méme maniere, les
parentheses dans les notations HFB(p) et HF(p) signifient que la proposition correspondante est valable
pour I’état de nombre parité pair totalement apparié et pour le vrai état fondamental.



8.2 Validation quantitative du schéma. 99

/”” +
/
-35 / .
/9
[
e
o~ 8 = //
% o /
s —e__~ /
~ O e r,,,,,‘/
<
e A\ HFp
AHF
o A HFBp
"""""" A HFB
-55 : : ; ;
152 154 156 158 160

Fic. 8.2 — Potentiel chimique le long de la ligne isotopique des noyaux de cérium entre le
150Ce et le %°Ce pour les calculs HFp, HF, HFBp et HFB.

depuis le °Ce jusqu’au '$°Ce pour les états HFp, HF, HFBp et HFB. Comme cela est
montré dans ’annexe F, le potentiel chimique est bien défini dans la limite d’appariement
nul. I1 a donc un sens pour les états HF(p). Pour des raisons de visibilité graphique, les
résultats sont présentés pour une sous-partie représentative de toute la ligne isotopique.

Comparant les résultats HF (B)p avec les résultats HF (B), nous constatons la prise en
compte complete de I’évolution du potentiel chimique associée a ’ajout d’un nucléon dans
I’état completement apparié, tandis que la création de la gp ne le modifie plus. Ce résultat
est valable quelle que soit 'intensité de I'appariement dans le systeéme et prouve d’un point
de vue non-perturbatif que le processus de création de qp se fait & nombre de particules
constant comme le suggérait I’étude perturbative. En d’autres termes, cela confirme d’'un
point de vue quantitatif que ’addition du nucléon proprement dite est réalisée dans la
structure de nombre parité pair et que le processus de création de qp dans I’état final en
est découplé.

L’évolution du potentiel chimique avec la masse dépend du spectre a une particule sous-
jacent et des nombres d’occupation. Les spectres de neutrons correspondants aux états
HFB(p) sont donnés sur la Fig. 8.3. Pour les noyaux impairs, la dégénérescence de Kramers
est levée dans I’état HFB, conduisant a une oscillation des énergies individuelles. Oubliant
cet effet pour I'instant et considérant la moyenne arithmétique de chaque doublet, nous
observons une superposition parfaite des spectres HFBp et HFB conformément aux calculs
perturbatifs du splitting é, — € dans ’état HF (B). La méme conclusion peut-étre tirée de
la Fig. 8.4 pour les spectres HF(p), montrant ainsi la validité de cette remarque dans la
limite d’appariement nul.

Nous pouvons non seulement conclure que I'addition du nucléon est prise en compte
dans I’état HF (B)p mais que 1’évolution moyenne avec la masse de quantités fines telles
que le spectre de particules indépendantes I’est aussi. Mise a part la brisure de I'invariance
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F1G. 8.3 — Spectre de neutrons (valeurs propres du hamiltonien HF h) en fonction de la
masse entre le 1°°Ce et le 1°°Ce. La partie de gauche correspond au cas HFBp, et celle de
droite au cas HFB. Les conventions pour (parité,signature) sont : (+,+) = ligne pleine,
(+,-) = ligne en tirets, (-,4) = ligne pointillée, (-,-) = ligne en tirets-pointillés. Les points
désignent le potentiel chimique.

par renversement du temps tout entiere incluse dans le processus de création de qp, il est
raisonnable de dire que les propriétés du champ moyen d’un noyau impair sont celles
d’une structure paire sous-jacente.

Cela se confirme a travers ’étude d’autres observables. La Fig. 8.5 donne la dépendance
en masse de la déformation quadrupolaire. L’évolution lisse associée a I’ajout d’un nucléon
est prise en compte dans 1’état HFBp. Dans I’état HFB impair, une petite modification
supplémentaire de la déformation apparait en raison de la création de la qp. Le schéma
proposé permet de séparer ces contributions de natures différentes.

Méme si les conclusions générales précédantes sont valides dans les deux cas, les
résultats quantitatifs different selon que ’appariement est inclus ou non dans le trai-
tement. Les parties de gauche des Fig. 8.3 et 8.4 montrent que les spectres a une particule
associés aux états HFBp et HFp sont significativement différents. De plus, la Fig. 8.2
montre I’évolution plus réguliere de Ayppp) comparée a celle de Ayp@p). Cela dénote le
caractere non-perturbatif de I’effet des corrélations d’appariement et la facon dont elles
modifient profondément la fonction d’onde.

La différence fondamentale entre | 7 5P) et | HFP) est lide a 1a fagon dont un nucléon
est ajouté en présence ou en absence d’appariement dans le systéme : tandis qu’il est ajouté
sur une paire d’orbites bien spécifique dans le cas HFp, il est réparti sur plusieurs niveaux
d’énergies autour de Fermi dans le cas HFBp du fait de la diffusion de paires. Cela se
traduit par I’évolution plus irréguliere de Ay r(,) qui reflete directement le caractere discret
du spectre de particules indépendantes (voir Fig. 8.4).
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Fic. 8.4 — Mémes courbes que sur la Fig. 8.3 dans les cas HFp et HF respectivement.
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F1G. 8.6 — Comparaison entre la différence en énergie E#FP(N) — EHFP(N + 1) (centrée
sur N + 1 impair), obtenue par des calculs HFB auto-cohérents a la limite d’appariement
nul (Ligne pleine et carrés) et la formule d’approximation & ’ordre deux en 0p donnée
par la formule 7.10 (Ligne pointillée et étoiles). Graphique de gauche : valeurs absolues
(MeV). Graphique de droite : différence entre les deux (keV).

8.3 Ajout du nucléon.

8.3.1 Limite d’appariement nul.

La partie de gauche de la Fig. 8.6 donne la différence en energie auto-cohérente
EHFP(N) — EHFP(N + 1), centrée sur N + 1 impair. Cette quantité donne I’énergie de
séparation d’un nucléon sans prise en compte de la brisure de I'invariance par renver-
sement du temps. Les effets importants de réarrangement liés a ’auto-cohérence et a
la variation de déformation le long de la ligne isotopique sont notables et se traduisent
par la non monotonie de I’énergie de séparation avec la masse. Malgré cela, on distingue
nettement la couche magique N = 82 a travers la décrochement autour de A = 140.

Il est possible d’évaluer cette différence en injectant les éléments de matrice des champs
HF déterminés de maniere itérative dans I’Eq. 7.10 obtenue a I’ordre deux des perturba-
tions ou dans I’Eq. 7.18 qui la simplifie a I’ordre un. Comparons ces résultats a la différence
d’énergie totale obtenue par les calculs auto-cohérents.

La formule dérivée au premier ordre des perturbations est immédiatement invalidée
par la violation systématique de I’Eq 7.17, les énergies individuelles étant significativement
différentes dans les états | @#FP(N)) et | ®#FP(N + 1)) comme le montre la partie gauche
de la Fig. 8.4. La comparaison entre ’approximation a 1’ordre deux et la différence en
énergie ELIP(N) — EHFP(N + 1) est donnée sur la partie gauche de la Fig. 8.6. Nous
constatons un bon accord qualitatif, notamment dans les régions o1 ’auto-cohérence joue
un role significatif.

La partie droite donne la différence entre ces deux quantités. On constate une sur-
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FiGg. 8.7 — Comparaison entre la différence en énergie auto-cohérente EHFBP(N) —
EHFBP(N + 1) obtenue pour un appariement réaliste (Ligne pointillée et triangles) et
dans la limite d’appariement nul (Ligne pleine et carrés) le long de la ligne isotopique de
cérium.

évaluation systématique de 1’énergie de séparation auto-cohérente par la formule d’ap-
proximation proposée. Celle-ci est relativement constante le long de la ligne isotopique
et typiquement de 'ordre de 100-150 keV a I’exception du passage de la couche magique
ou la formule d’approximation n’est déja pas satisfaisante du point de vue qualitatif.
Ce désaccord montre les limites de ’hypothese consistant a négliger le réarrangement
des fonctions d’ondes individuelles lors de ’ajout du nucléon dans la fonction d’onde de
nombre parité pair. Les noyaux de cériums sont particulierement indiqués pour mettre
en relief cette limite du fait de la forte variation de leur déformation tout le long de la
ligne isotopique comme le montre la Fig. 8.1. On pouvait s’attendre a ce que la polari-
sation radiale et angulaire des orbites par le nucléon supplémentaire influe notablement
sur Pénergie de séparation (la Kontraktionskorrektion de Koopmans [70]). Le caractere
régulier de la variation de la déformation avec la masse explique quant a lui la relative
constance du désaccord entre la formule perturbative et la différence des énergies totales
auto-cohérentes. Il serait intéressant de tester cette formule d’approximation le long d’une
ligne isotopique de noyaux semi-magiques ou le réarrangement angulaire des orbites est
en général négligeable et ol seul le réarrangement radial joue un role. Les étains pour les-
quels nous présenterons des résultats n’ont pas été calculés dans la limite d’appariement
nul ce qui interdit cette comparaison.

8.3.2 Prise en compte de 'appariement.

Dans le cas ol I’'appariement dans le systéme est pris en compte, la différence en énergie
A considérer est EMFBP(N) —EHFBP (N 4-1). Celle-ci traduit 'extraction d’un nucléon d’un
état totalement apparié vers un autre état totalement apparié (nombre parité pair). La



104 Chapitre 8 - Calculs auto-cohérents [39].

Fig. 8.7 compare cette quantité aux résultats du calcul sans appariement. Cette énergie de
séparation est plus lisse en présence d’appariement puisqu’elle reflete moins le caractere
discret du spectre dans ce cas, le nucléon étant ajouté (ou extrait) sur (de) I’ensemble de
la mer de Fermi. De plus, I’appariement donne en général une surstabilité au systeme vis
a vis de extraction du nucléon. Celle-ci varie schématiquement entre 0 et 1 MeV. Bien
évidemment, cette conclusion ne prend pas en compte 'effet anti-liant associé au non-
appariement du nucléon célibataire et au blocage de I’appariement qui en découle dans le
vrai état impair. Ces derniers effets seront mis en exergue par 1’étude de la seconde étape
du processus d’ajout du nucléon.

Du fait de I'impossibilité de dériver une formule d’approximation pour 1’énergie as-
sociée a l'ajout d’un nucléon dans la structure paire en présence d’appariement (voir
section 7.3.1), aucun test de la sorte n’est donc fait dans la présente section.

8.4 Création de la quasi-particule.

Nous rappelons que la création de la qp sur le vide de nombre parité pair incarne la
spécification de I'orbite occupée par le nucléon impair célibataire. Nous commencons par
en étudier les implications énergétiques dans la limite d’appariement nul. Ce processus
isole dans ce cas 'effet de la seule brisure de I'invariance par renversement du temps dans
le noyau impair.

8.4.1 Limite d’appariement nul.

La brisure de symétrie a pour premier effet de lever la dégénérescence de Kramers
entre les états individuels renversés du temps (voir Fig. 8.3 et 8.4). Comme cela a été
montré [150, 151], cet effet est le plus important pour les états partenaires (n, ) corres-
pondant a la qp créée. Cela peut se comprendre qualitativement au moyen de ’Eq. 7.13
évaluant cette levée de dégénérescence a 'ordre deux des perturbations. Pour £ # n,
le premier élément de matrice Uy,;, annule partiellement le second et diminue ainsi le
splitting entre les deux états partenaires.

Du point de vue de 1’énergie totale, la différence EP?' = EHF(N + 1) — EFFP(N + 1)
donne une mesure quantitative de l'effet de la création de qp et donc de la brisure de
I'invariance par renversement du temps. La Fig. 8.8 montre que I'effet net est anti-liant,
I’ordre de grandeur typique de celui-ci étant la centaine de keV. Le long de la ligne
isotopique des noyaux de cérium, il varie de 48 keV pour le 13°Ce & 223 keV pour le 147Ce.

Avec la méme force de Skyrme, I'effet des termes impairs de la fonctionnelle sous ren-
versement du temps a été trouvé attractif pour certains noyaux légers [152]. La contra-
diction apparante entre ces résultats et ceux obtenus par nous pourrait étre due a la
dépendance en masse de l’effet de la brisure de 'invariance par renversement du temps
ou a la compétition entre les contributions isoscalaires et isovectorielles [153]. En effet, la
contribution des termes isovectoriels est tres faible dans les noyaux légers N =~ Z étudiés
dans la Ref. [152], & I'inverse de ce qui se produit pour isotopes de cérium étudiés ici.

Comparons a présent ces résultats a ceux obtenus a partir de la formule d’approxima-
tion 7.15 lorsque I’on y injecte les énergies de particules indépendantes extraites des calculs
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F1G. 8.8 — Comparaison entre la différence en énergie auto-cohérente EP = EHF(N +
1) — EAFP(N + 1) (ligne pleine et carrés) le long de la chaine isotopique des noyaux de
cérium et la formule d’approximation au second ordre en dp (ligne pointillée et étoiles).
La contribution des termes impairs sous renversement du temps a la différence en énergie
auto-cohérente est également tracée (ligne tiretée et ronds).

auto-cohérents. Cette prescription dont les résultats sont également portés sur la Fig. 8.8
reproduit de maniere excellent 1’énergie de qp auto-cohérente tout le long de la ligne
isotopique. La présente comparaison justifie la négligeabilité supposée du réarrangement
des fonctions d’onde individuelles lors de la création d’une qp et montre que ’ordre deux
des perturbations suffit a determiner la structure de la formule d’approximation. L’aspect
non-linéaire du probleme est quant a lui pris en compte par le détermination itératives des
énergies de particules indépendantes. Finalement, la qualité de ’accord permet de propo-
ser la formule 7.15 comme une approximation fiable de ’effet de brisure de I'invariance
par renversement dans I’état impair. Ce résultat est particulierement intéressant du fait
que la formule perturbative ne requiert que le calcul de 'état | @7 (N + 1)).

Sur la Fig. 8.8 est également tracée la contribution a la différence en énergie E#¥ (N +
1) — EEFP(N + 1) des termes de la fonctionnelle impairs sous renversement du temps.
Celle-ci représente en moyenne les 2/3 de 'effet total. De plus, cette figure montre que
le comportement irrégulier de EP° avec la masse est directement lié & cette contribution,
tandis que la contribution des termes pairs reflete beaucoup moins la nature des orbites
bloquées.

Le fait que l’effet de la brisure de 'invariance par renversement du temps sur 1’énergie
ne soit relié qu’aux propriétés d’une paire d’orbites, comme illustré par ’'Eq. 7.15, a aussi
été mis en relief dans la Ref. [152] ou 'identité :

EPY N—-Z=2n)=FE"'N-Z=2n+1)+E""(N-Z=2n-1) (8.2)

a été caractérisée. Plus précisément, il est possible de relier 'amplitude de cet effet a trois
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caractéristiques de la qp créée dans le fondamental impair.

Dans un ordre décroissant d’'importance, nous avons : une faible valeur de la projection
m, du moment angulaire sur ’axe de deformation (nombre quantique K pour Iétat a N
corps correspondant), une énergie individuelle ¢, trés “plongeante” avec la masse, et une
valeur élevée du moment angulaire j pour la couche sphérique dont l'orbite est issue.
Un noyau impair caractérisé par une telle qp incluera un effet important de brisure de
symétrie sur I’énergie. Cela n’est pas surprenant puisque ces caractéristiques sont typiques
des états intrus connus pour jouer un role important dans les propriétés de rotation qui
mettent également en jeu les termes impairs de la fonctionnelle.

Ainsi, la valeur importante de E?° pour le *"Ce est associée & la création de la
qp intruse provenant de la couche 1i13/2 définie par les nombres quantiques de Nilsson
[660]1/2. Dans le '?3Ce et dans le *'Ce, I'importance de ’effet correspond au blocage
de Porbite [541]1/2 provenant de la couche sphérique 2f7/2. Ces deux derniers noyaux
sont particulierement intéressants puisque en dépit de leurs masses et leurs déformations
différentes (voir Fig. 8.5), ils présentent une valeur de EP° trés similaire s’expliquant
simplement par le fait que la méme qp est bloquée dans les deux cas. Ce résultat montre
que le nombre quantique m, joue un role central dans I'importance de la brisure de
I'invariance par renversement du temps.

8.4.2 Prise en compte de 'appariement.

Lorsque les corrélations d’appariement sont inclues dans le traitement, la différence en
énergie EP"' + A = EHFB(N 4 1) — EHFBP(N 4 1) associée & la création de qp mélange les
effets dus a la brisure de I'invariance par renversement du temps et les effets anti-liants
issus du non-appariement du nucléon célibataire et du blocage de ’appariement qui en
découle. Comparer cette différence avec celle obtenue dans la limite d’appariement nul
n’aurait donc pas beaucoup de sens. En revanche, le calcul en perturbation mené dans
la section 7.3.2 a permis de montrer que la contribution de la brisure de l'invariance
par renversement du temps s’exprime de facon identique quelle que soit l'intensité de
I’appariement. Ainsi, nous pouvons comparer cet effet dans les deux cas limites en utilisant
les énergies individuelles tirées de chacun des calculs auto-cohérents.

Cette comparaison est réalisée sur la Fig 8.9. Logiquement, EP? reste du méme ordre
de grandeur lorsque I'appariement est enclenché, méme s’il peut différer significativement
pour un noyau donné. Dans le cas de I'appariement non-nul, quelques valeurs manquent
en raison de problemes de convergence rencontrés pour certains noyaux lors du calcul
de I’état impair bloqué? ou lorsque les bases canoniques des états | DZFBP(N + 1)) et
| ®HFB(N + 1)) different trop. Nous reviendrons sur ce point.

Selon les caractéristiques de la force et en raison de l'auto-cohérence des calculs,
I'ordre des qps dans le vide de nombre parité pair | ®#BP(N + 1)) peut étre modifié
lorsque l'intensité de I’appariement croit. Les nombres quantiques des qps correspondant
aux fondamentaux des noyaux de cérium impairs sont donnés dans le tableau 8.1. Etant
donné le lien direct entre la qp créée et l’effet de brisure de symétrie sur I’énergie, ce
réarrangement, des gps est une des raisons pour lesquelles 'effet differe pour certains

2Etant donnée la finesse des effets que nous étudions ici, nous parlons de ”problémes de convergence”
lorsque celle-ci n’a pas été obtenue au keV pres.
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F1a. 8.9 — Comparaison des formules d’approximation évaluant ’effet de brisure de I'in-
variance par renversement du temps dans le cas de Pappariement réaliste (ligne pleine et
losanges) et dans la limite d’appariement nul (ligne pointillée et étoiles). La contribution
des seuls termes impairs sous renversement du temps est également tracée (ligne tiretée
et ronds).

noyaux selon que I'appariement est ou non pris en compte. Tel est le cas par exemple
des noyaux de 123145,147,15,163,165Ce  Par exemple, le tableau 8.1 montre un décalage de
deux unités de masse pour les gqps créées dans les noyaux de 61:163165Ce lorsque 1’appa-
riement est enclenché. Ce décalage se traduit par une translation des résultats visible sur
la Fig 8.9.

Il y a seulement huit noyaux pour lesquels la qp créée est la méme dans les deux
limites. Pour quatre d’entre eux (11912%:151,159Ce) Deffet de la brisure sur I'énergie n’est
pas significativement modifié par I’enclenchement de I’appariement. Cependant, pour trois
autres (12513L141Ce) I’auto-cohérence entre le canal p-t et le canal p-p est suffisante pour
induire une modification substantielle du splitting €, — €;.

Entre le '*1Ce et le 3Ce I’effet de brisure présente un comportement plus lisse dans
le cas ou l'appariement est inclu que dans le cas ol il ne 'est pas. En effet, tandis que
la gp la plus basse change nécessairement d’un impair a I'impair suivant dans la limite
d’appariement nul, la méme qp peut rester la plus basse en énergie pour plusieurs noyaux
consécutifs lorsque I’appariement est enclenché. Lorsque cela se produit, E?° est prati-
quement constant sur plusieurs unités de masse.

La prise en compte de I'appariement ne change pas la proportion de la contribution
des termes impairs & EP? comme le montre la Fig. 8.9. Ajoutons que la sensibilité des
composantes impaires de la fonctionnelle aux nombres quantiques (m,, j) de la qp créée
est de nouveau illustrée.

L’effet de la brisure de I'invariance par renversement du temps a été calculé pour la
ligne isotopique des étains dans le cadre du champ moyen relativiste [154]. Les corrélations
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F1G. 8.10 — Comparaison entre ’énergie de qp auto-cohérente [EZFB(N +1) — EHEBP(N +
1)] (ligne pleine et étoiles), 1a formule d’approximation 4 I’ordre un des perturbations [A,]
(ligne pointillée) et la formule d’approximation & I’ordre 2 des perturbations [A, + 3(é, —
€n)/4] (ligne tiretée).

d’appariement étaient traitées a I’approximation BCS. L’effet a été trouvé liant de I'ordre
de 300 keV pour deux paramétrisations de la force. De notre coté, nous avons mené la
méme étude dans le cadre des calculs HFB non-relativistes et trouvé un effet déliant de
I’ordre de 100 keV avec la force SLy4. Ce désaccord quant au caractere liant ou anti-liant
de V'effet dans un méme noyau illustre 'incertitude existante quant a ’ajustement des
termes impairs de la fonctionnelle de Skyrme du fait de leur contrainte indirecte par les
termes pairs [31]. Un point important du présent travail est d’avoir pu relier l'effet de
la brisure de I'invariance par renversement du temps a un élément de matrice spécifique
Voann de la force dans le canal p-t. Celui-ci peut-étre déterminé par le calcul du seul état
invariant par renversement du temps |®#FP(N + 1)). Ce résultat autorise a priori une
contrainte simple et directe des termes de la fonctionnelle impairs sous renversement du
temps majoritairement responsables de cette brisure comme nous venons de le montrer.
Un moyen simple de contraindre ces termes est aujourd’hui nécessaire comme cela a été
rappelé dans la partie introductive. Le probleme est d’isoler cet effet dans les données
expérimentales. Notamment, toute comparaison entre les énergies de séparation théoriques
et expérimentales nécessite la prise en compte d’effets au-dela du champ moyen tels que
le couplage particule/vibration [38].

Apres avoir discuté de l'influence de ’appariement sur le seul effet de brisure de I'in-
variance par renversement du temps, nous allons traiter du non-appariement du nucléon
célibataire et du blocage de 'appariement qui lui est associé. La somme de ces effets
constitue I'énergie de qp dont la version auto-cohérente EFFB(N + 1) — EHFBP(N +1) =
[EP°l + A] (N + 1) est donnée sur la Fig. 8.10.

Cette figure met tout d’abord en relief ’ordre de grandeur différent des deux contribu-
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tions a I’énergie de qp. Tandis que 'effet de la brisure de I'invariance par renversement du
temps est de 'ordre de 100-200 keV comme indiqué par la Fig. 8.9, A(N) porte 1'énergie
de qp aux alentours de 1.1-1.3 MeV. Nous constatons également une variation moyenne
de I’énergie de qp de 10% entre deux impairs consécutifs, avec un maximum de 25% entre
le 1%3Ce et ses voisins.

La Fig. 8.10 propose également une comparaison entre ’énergie de qp auto-cohérente
et les formules d’approximation & I'ordre un (Eq. 7.35) et a l'ordre deux des perturba-
tions (Eq. 7.32, seconde égalité®) usant des éléments de matrice des champs déterminés
de maniere itérative. La formule a 'ordre un surestime systématiquement 1’énergie de
qp d’environ 200 keV en moyenne. Cela est di au fait que le blocage de I'appariement
n’est pas pris en compte a cet ordre. A Tordre deux, la formule d’approximation four-
nit une meilleure approximation de EP* + A grace & la prise en compte combinée du
blocage de I'appariement et de la brisure de 'invariance par renversement du temps in-
duits par le nucléon célibataire. L’accord qualitatif est satisfaisant, notamment dans la
région 149-165Ce. Ce résultat montre que la structure de la formule perturbative obtenue 3
I’ordre deux des perturbations contient I’essentiel de la physique impliquée dans la création
d’une gp et que la non-linéarité du probléeme est uniquement important pour déterminer
la valeur quantitative des champs. En revanche, ’accord quantitatif n’est pas suffisant
pour pouvoir travailler & une précision de I'ordre de EP°. Plusieurs raisons existent 3
cela. Premierement, la dérivation perturbative a été faite en supposant I'utilisation d’une
méme force dans les canaux p-t et p-p; hypothese qui n’est pas vérifiée dans les calculs
auto-cohérents dont nous présentons les résultats. D’autre part, et c’est 1a le point le
plus important, I’hypothese faite pour dériver les formules d’approximation supposant
I’équivalence des bases canoniques de ’état de nombre parité pair | ®7FBP(N + 1)) et de
I’état de nombre parité impair | ®7F5(N + 1)) n’est jamais vérifiée en pratique. Dans un
grand nombre de cas, nous avons pu constater que la qp créée dans le fondamental impair
implique plusieurs couples d’états (I,1) de la base canonique de 1’état | ®ZFBP(N 4 1)), de
telle sorte que les formules d’approximation 7.29 ou 7.32 ne sont pas applicables. Ainsi, les
cas manquants sur les Fig. 8.9 et 8.10 le sont principalement en raison de I'impossibilité
de choisir un couple (n,7) pour appliquer la formule 7.32. Les noyaux pour lesquels un
résultat apparait sont tels qu'une paire (n,72) domine dans la qp créée. Dans ces cas, une
corrélation nette existe entre la qualité du calcul perturbatif et la fagcon dont I'orbite en
question domine dans le vecteur (U, V') associé a la qp créée.

Nous allons maintenant utiliser le schéma développé et les résultats obtenus jus-
qu’ici pour étudier 'oscillation des masses pair-impair dans les noyaux et caractériser
les différentes contributions aux formules de différences de masses afin d’isoler le “gap
d’appariement” [155, 156].

3La formule relative & la premiére égalité de ’Eq. 7.32 ainsi que celle associée & I’'Eq. 7.29 donnent des
résultats équivalents.
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TAB. 8.1 — Nombres de Nilsson des qps créées pour décrire le fondamental des isotopes de
cérium impairs pour une intensité nulle de la force d’appariement d’une part et réaliste
d’autre part (en MeV.fm~2). Ces nombres ne sont pas reportés lorsque la qp créée mélange
plusieurs états de Nilsson.

Cérium VPP =0 VPP = 1250
K[Nn,A]
19Ce 3/2[422] 3/2[422]
121 Ce 3/2[422] 5/2[532]
123Ce 1/2[541] 5/2[413]
125Ce 1/2[411] 1/2[411]
127Ce 7/2[523] 5/2[402]
129Ce 7/2[523] 7/2[523]
131Ce 7/2[404] 7/2[404]
133Ce 9/2[514]
135Ce 3/2[402]
]

137Ce 9/2[514
139Ce  11/2[505]

41 Ce 1/2[541] 1/2[541]
13Ce 3/2[532] 3/2[532]
15Ce 1/2[530] 3/2[532]
W7 Ce 1/2[660]

149Ce 3/2[651] 3/2[521]
151 Ce 3/2[521] 3/2[521]
153Ce 5/2[642] 3/2[521]
155Ce 5/2[523] 1/2[521]
157Ce 1/2[521]

159Ce 5/2[512] 5/2[512]
161Ce 7/2(633] 5/2[512]
163Ce 1/2[600] 7/2[633]
165Ce 1/2[510] 1/2[600]




Chapitre 9

Oscillation des masses
pair-impair [143].

L’oscillation des masses pair-impair est un phénoméne commun a plusieurs systemes
finis de fermions. Dans le noyau, elle est interprétée comme une preuve expérimentale
de l'existence des corrélations d’appariement [157]. En disant que ’énergie de liaison des
noyaux est une fonction douce du nombre de neutrons ou de protons a ’exception des
effets d’appariement, des expressions simples de différence de masses pair-impair ont été
dérivées dans le but d’approximer le gap d’appariement [1, 158]. Des études détaillées de
I'appariement [155] ainsi que des ajustements de force [156] en ont souvent fait I'usage. La
plus simple d’entre elles est la formule a trois points s’apparentant a une dérivée seconde
discrete :

[E(N+1) — 2E(N) + E(N-1)] , (9.1)

ou N est le nombre de neutrons ou de protons.

Une étude de D'oscillation des masses pair-impair dans les clusters légers de métaux
alcalins et dans les noyaux légers N = Z [159] a abouti a la conclusion que ce phénomene
n’était pas tant du aux corrélations d’appariement qu’aux effets de déformation (oscil-
lation de Jahn-Teller) [160, 161]. Ce travail a été suivi d’une étude sur la contribution
du champ moyen et de sa déformation a l’oscillation des masses dans les noyaux [162].
Afin d’isoler les effets du champ moyen, cette étude reposait sur des calculs HF dans les
noyaux déformés légers. Dans ce contexte, une oscillation des masses a été mise en relief
A travers l'obtention d’un A® non nul, lui-méme oscillant :

Agiv(]\f) A 0 pour N impair ,
(9.2)
€n — €p—1
2

Q

pour N pair ,

ol €, — €, 1 est le gap autour du niveau de Fermi dans le spectre individuel du noyau
pair. On note qu’il est nul pour les noyaux sphériques (a I’exception du franchissement
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Fic. 9.1 — Représentation schématique du spectre de particules indépendantes et des
occupations associées pour trois noyaux déformés successifs. Les lignes tiretées indique la
position du niveau de Fermi.

d’une sous-couche) et non-nul pour les noyaux déformés en raison de I’étalement du spectre
doublement dégénéré (voir Fig. 9.1). Ainsi, la déformation contribue & A%} (pair) & travers
son influence sur le spectre de particules indépendantes. La conclusion de I’étude menée
dans la Ref. [162] est que A®) (impair) doit étre une mesure des effets de I’appariement
sur l'oscillation des masses lorsque ces corrélations sont prises en compte, tandis que
A®) (pair) y ajoute 1’éventuelle contribution de la déformation. Cette analyse présente
'avantage de fournir une explication au comportement oscillant des A® expérimentaux
pour les noyaux déformés [162], cette oscillation ne pouvant étre due au gap d’appariement
dont on n’attend pas de variation aussi brutale d’un noyau au noyau voisin. Cependant,
un tel raisonnement ne peut expliquer I'observation de la méme oscillation du A®) dans
les noyaux sphériques. S’ajoutant a cette analyse, des calculs auto-cohérents incluant
I’appariement (calculs HF+BCS) portant sur les isotopes sphériques d’étain ont abouti a
la conclusion que la formule & cing points A(® était une meilleure approximation du gap
d’appariement, que A® (impair) [113].

Etant donnée cette situation confuse et controversée, nous proposons une étude des
différentes contributions aux formules de masses dans le cadre de calculs auto-cohérents
en y incluant au passage l’effet de la brisure de la symétrie par renversement du temps
dans les noyaux impairs. Notre but premier est de donner une explication cohérente de
I'oscillation des masses quelle que soit l'intensité de ’appariement dans le systéme et
la déformation de celui-ci. Cela sera fait dans cette section a travers 'utilisation d’un
modele schématique. Notre second but est de proposer une quantité directement liée au
gap d’appariement. Cela sera fait dans la partie suivante grace a des calculs quantitatifs.
La description de l’oscillation des masses reposant sur une bonne compréhension de la
structure des noyaux impairs vis a vis des noyaux pairs, le schéma développé et validé
dans les sections précédentes est un outil particulierement adapté a cette étude.
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9.1 Formules de différence de masses.

La décomposition 8.1 sépare 1’énergie de liaison d’un noyau en sa partie paire HF (B)p
et, s’il s’agit d’un noyau impair, en une partie reliée a la création de gp. La formule de
différence de masses a n points s’écrira sous la forme [143] :

Afes(N) = Ay (V) + AL (V) (9.3)
ou Agl)me(N ) est proportionnelle & la dérivée n — 1%™m¢ de EHFBP par rapport & N et on
A((;; +pot(IV) est une moyenne pondérée de A + EP sur n — 1 ou n — 2 noyaux impairs

selon que N est impair ou pair. On aura par exemple :

(_1)N a2gHFBp

1 ] . .
M) = L ({4 B (V1) & 2+ B2 (V1)) pourVpai
(9.5)
= [A + E™] (N) pour N impair.

Notons que Agﬁ; +pot(IV) sera une quantité signifiante pour le noyau N si A+ EP” varie

peu sur n— 1 ou n— 2 unités de masse. Nous avons vu sur ’exemple des noyaux de cérium
comment cette quantité pouvait varier d’environ 10% entre deux impairs consécutifs.

Ainsi, tandis que Afgp +pol(impai7“) est égale a 1'énergie de qp du noyau correspondant,
Ag?;)p L por(PaIT) OU Ag‘;)p +pot(IV) approximeront A + EP & environ 10% prés.

Notons enfin que, A(N) et EP?/(N) étant issus du méme processus physique et étant
particuliers aux noyaux impairs, aucune différence de masse ne pourra séparer leur contri-
bution.

9.2 Présentation du modele schématique.

Afin de dégager les éléments essentiels a une interprétation correcte de 1’oscillation des
masses, nous présentons une analyse fondée sur un modele BCS schématique. Ce modele
ne repose sur aucune force a deux corps particuliere puisque le spectre de particules
indépendantes {¢;} et les gaps d’appariement {A;} sont donnés a priori. Ainsi, le gap est
pris tel que :

5k7,\)2

Ap=A e (%3 , (9.6)
oll le gap A au niveau de Fermi est un parametre ajustable, tandis que le spectre peut
étre donné arbitrairement ou provenir d’'un calcul auto-cohérent d’'un noyau pair-pair
typique de la zone étudiée. Utiliser une autre fonction pour décrire le gap en fonction de
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€, ne changerait pas les conclusions de ’étude a venir qui dépendent éssentiellement de la
valeur du gap au voisinage du niveau de Fermi'. Afin de faire la différence avec les calculs
auto-cohérents, les notations HFB(p) sont changées en BCS(p) dans cette section. Dans
la limite d’appariement nul, nous utilisons toujours la notation HF (p).

Dans ce contexte, la partie totalement appariée de I’énergie est celle du vide BCS de
nombre parité pair :

1 A?
EPOR(N) =" v e, — 3 > & - : (9.7)
k k>0 \/(ek—)\N) + A?

olt AV est fixé par la condition (N) = N (pair ou impair). Pour N pair, cette énergie est

celle de I’état fondamental. Pour N impair, I’énergie BCS de I’état fondamental est au
premier ordre des perturbations :

EBCS(N) = £5CSP(N) + Min {EN} | 9.8)

oules EY = \/ (g — AN )2 + AZ sont les énergies de gps évaluées dans I’état de nombre pa-
rité pair ayant un nombre impair de nucléons. Une fois ces énergies obtenues, les différences
de masses Agés, Ag)csp, Ag’)cs et Ag’)csp peuvent étre calculées.

9.3 Isotopes de cérium.

Deux applications du modele schématique ont été réalisées pour les isotopes de cérium.
Nous avons tout d’abord utilisé un spectre équidistant, doublement dégénéré, présentant
un écart de = 400 keV typique d’un isotope de cérium déformé autour du *2Ce. Dans un
second temps, nous utilisons le spectre issu du calcul HF du '%2Ce (cf. Fig 8.4). Les calculs
sont effectués pour six valeurs de A, depuis zéro jusqu’a une valeur réaliste de 1200 keV
déduite du calcul HFB du '52Ce. La Fig. 9.2 donne I'évolution de AP AL avec le
gap entre le 18Ce et le 1%Ce pour ces deux choix de spectre.

Pour A = 0, nous retrouvons qualitativement les résultats obtenus dans la Ref. [162] &
lapproximation HF sans brisure de 'invariance par renversement du temps (cf. Eq. 9.2).
En effet, une oscillation de Ag’)cs entre 0 pour NV impair et une valeur non nulle pour N
pair est observée, tandis que A(BS)CS est non nul pour tout N. Il s’en suit que Ag’)cs(impair)
extrait le gap (nul) dans ce cas.

Lorsque A augmente, tel n’est plus le cas. Les formules de différence de masses sont
translatées vers le haut de telle sorte que A(B5)CS tend a extraire le gap tandis que Ag’)cs
oscille autour de cette valeur. Avec le spectre équidistant, cette situation asymptotique
est atteinte lorsque A est égal a 200 keV ; i.e c’est a dire pour un rapport A/de ~ 0.5.
Notons qu’a 'exception des noyaux magiques, le rapport A/de est typiquement supérieur
a 0.5 dans les noyaux.

!La “fonction” A(ex) obtenue avec la force de Gogny par exemple prend plutot 1’allure d’une fonction
de Fermi.
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F1c. 9.2 - A% . AP et A entre le 8Ce et le %6Ce. De haut en bas : le gap au niveau de
Fermi croit de 0 a 1200 keV. Colonne de gauche : calcul réalisé avec un spectre équidistant,
doublement dégénéré. Colonne de droite : calcul réalisé avec le spectre HF du %2Ce. En
plus de A, la gp la plus basse dans le vide impair est donnée.
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F1c. 9.3 — Différences de masses Ag’)csp, A(Bs)csp et Agés - Ag’)cs. Colonnes de gauche et
de droite : mémes conventions que pour la Fig. 9.2.
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La colonne de droite de la Fig. 9.2 montre qu'un résultat qualitativement similaire
est obtenu lorsque 'on fait usage du spectre HF, méme si la régularité artificielle liée
au spectre équidistant a disparu. D’un point de vue quantitatif, Ag’és extrait le gap au
niveau de Fermi dés lors que celui-ci atteint 60 % de la valeur réaliste.

Ces résultats peuvent étre compris a l'aide de la Fig. 9.3 qui donne la contribution
de la partie paire de l’énerg%ie EBCSP aux différences de masses précédentes. L’oscillation
de Ag’és(]\f ) autour de A(gCS(N ) observée sur la Fig. 9.2 est également tracée. Pour A

= 0, les contributions Ag’g)gp sont égales a la valeur totale Ag’g’g. En effet, le calcul au
premier ordre des perturbations n’incluant pas la brisure de I'invariance par renversement
du temps, les énergies £2¢ et £BCSP d’un noyau impair sont égales pour A = 0. On tire de
cette égalité que 'oscillation de Jahn Teller des masses caractérisée par I’'Eq. 9.2 et associée
a la déformation du champ moyen est entierement contenue dans la partie paire de 1’énergie
EBCSP 11 est alors possible de comprendre & 'aide de cette figure le changement de nature
de loscillation de Jahn Teller lorsque ’appariement est enclenché dans le systéeme. En effet,
nous constatons la décroissance de Ag’ésp vers ( et le placement de I'oscillation de Ag’)csp
autour de cette valeur & mesure que le gap augmente. Ces quantités étant proportionnelles
A des dérivées seconde et quatrieme de £BY5P, cette évolution traduit 'adoucissement de
I’énergie paire avec N. Ainsi, 'effet de déformation qui était asymétrique dans la limite
d’appariement nul est redistribué de maniere égale sur les A® (V) pair et impair lorsque
I’appariement augmente dans le systeme, de telle sorte que Ag’és oscille autour de Ag)cs
qui extrait le gap.

. 5 . .
Nous sommes finalement en mesure de comprendre pourquoi A%éS(N ) extrait mieux

le gap que A(B%S (¢mpair) [113], et ce & I'inverse du résultat obtenu dans la limite d’appa-
riement nul [162]. Cela est du a I’évolution opposée avec I’appariement de la contribution
a A(B5)CS(N ) provenant des deux parties de 1’énergie. Tandis que Ag)csp décroit d’une va-
leur non nulle vers une valeur nulle, le non appariement du nucléon célibataire fournit
une contribution croissante a toutes les formules de différence de masses. De son coté,
A®) (impair) récupére une contribution de l'oscillation de Jahn Teller qui était toute
entiere contenue dans A® (pair) A la limite d’appariement nul. La prise en compte de la
brisure de l'invariance par renversement du temps substituera I’extraction de A + EP%

par A® 3 celle de A dans le cas présent.

La Fig. 9.4 traduit visuellement la situation que nous venons de décrire. Elle donne
une représentation schématique des énergies E7'P et EFBP en fonction de N dans le cas
de l’appariement nul (gauche) et dans le cas de 'appariement réaliste (droite). Ce dessin
correspond a un spectre sous-jacent doublement dégénéré typique d’un noyau déformé. Sur
le dessin de gauche, I’énergie paire £ n’est pas une fonction lisse de N et ’énergie vraie
d’un impair ne differe de celle-ci que si la brisure de I'invariance par renversement du temps
est inclue. La dégénérescence de Kramers est responsable de la décroissance linéaire de
EHEBP entre deux noyaux pairs tandis que 1’écart entre les niveaux doublement dégénérés
est responsable du changement de pente induisant 1’oscillation de Jahn Teller des masses
selon ’Eq. 9.2. Dans le cas d’un appariement réaliste, I’énergie paire E#7BP devient lisse
avec NN et la rupture de pente associée a la dégénérescence de Kramers n’est plus visible
sur I’énergie totale. L’effet de la déformation sur le spectre sous-jacent est redistribué en
proportion égale sur tous les noyaux donnant lieu a des Ag’)csp pair et impair non nuls et
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FIG. 9.4 — Evolution de la partie paire de I'énergie E#FBP(N) (ligne pointillée et carrés)
et de I'énergie vraie EXFB(N) (carrés pour les pairs, ronds pour les impairs) en fonction
du nombre de nucléon. A gauche : appariement nul; & droite : appariement réaliste.

opposés. Il est donc clair que 'oscillation de Jahn Teller ne peut étre transposée au cas
de I'appariement réaliste tel qu’il existe dans la limite d’appariement nul. Dans le méme
temps, la vraie énergie de 'impair differe de sa partie paire par une plus grande énergie
A + EP' donnant naissance & 'oscillation des masses associée & 1’appariement et & la

brisure de l'invariance par renversement du temps, précisément extraite par Aga)cs-

9.4 Isotopes d’étain.

Nous utilisons maintenant le modele schématique avec le spectre HF de neutrons du
1228n. La Fig. 9.5 donne les mémes quantités que la Fig. 9.2 entre le 1'¥Sn et le 126Sn, le
gap variant de 0 a 1900 keV. Cette derniere valeur correspond au gap théorique au niveau
de Fermi obtenu dans un calcul HFB auto-cohérent du !?2Sn. Comme prévu, aucune
oscillation du Ag’)cs n’est observée dans le calcul pour A égal 0, mis a part lors du
passage de la couche sphérique 2d3/2 a la couche 1h11/2 se produisant pour N = 120.

A mesure que A augmente (de haut en bas sur la Fig. 9.5), deux modifications se
produisent simultanément sur les différences de masses pair-impair. L’apparition d’une
oscillation de Ag’és d’une part, et I'extraction de Min {E["} par Ag’)cs d’autre part.
L’écart observé pour certains noyaux entre A et Min {EJ’} est du au fait que la gp
créée perturbativement sur le vide de nombre parité pair n’est pas toujours telle que
u? — v? est exactement nul. Ainsi, un calcul permettant d’imposer le bon nombre de
particules dans 1’état & une qp ramenerait A(BS)CS et Min {E}} vers A et Agés(impair)
sous cette quantité. Comme pour les noyaux déformés, le comportement oscillant de Ag’)cs
est directement relié a la contribution de la partie paire de 1’énergie. La transition d’une
situation ou aucune oscillation de Ag’és n’existe a celle ol une oscillation apparait montre

encore plus clairement que les résultats des calculs en présence d’appariement ne sont pas



9.4 Isotopes d’étain.

119

600

500

400 |
300

200

100 |

800 |
700 |
600 |
500 |
400 |

E (keV)

1500 |

1400

1300 |
1200
1100

2100 |
2000 |
1900 F
1800 |
1700 |

oo A°BCS

= = A°BCS

*—* Min Eqp
A =0keV

A= 400 keV

A= 1200 keV

A=1900 keV

118 120 122 124 126
A

F1a. 9.5 — Mémes courbes que sur la Fig.9.2 dans le cas des isotopes d’étain. Le spectre
HF de neutron du '?2Sn est utilisé. Les résultats sont donnés entre le '8Sn et le 126Sn.



120 Chapitre 9 - Oscillation des masses pair-impair [143].

une simple extrapolation de ceux obtenus a la limite d’appariement nul.

9.5 Role du spectre de particules indépendantes.

En vertu de I'Eq. 9.2, il a été suggéré dans la Ref. [162] que I'oscillation de A®) pouvait
étre utilisée comme une mesure de ’écart autour du niveau de Fermi dans le spectre a
une particule des noyaux pair-pair. Afin d’étudier cette proposition, nous comparons ces
deux quantités sur la Fig. 9.6 pour un appariement nul d’une part et réaliste d’autre part.
La colonne de gauche présente les résultats du calcul pour les isotopes de cérium avec le
spectre équidistant tandis que celle du milieu correspond au spectre réaliste. La colonne
de droite montre la ligne des étains. L’évolution du potentiel chimique est également
superposée a chacun des spectres correspondants.

Dans le cas du spectre équidistant, I’écart dans le spectre est exactement reproduit
par l'oscillation des A®)| quelque soit la valeur du gap entre A = 0 et 1200 keV. Ce
résultat suggere qu’une information sur le spectre neutron (resp. proton) puisse effecti-
vement étre extraite par des différences de masses le long d’une ligne isotopique (resp.
isotonique) quelque soit 'intensité de I'appariement dans le systeéme. D’un autre coté,
I'usage du spectre réaliste nous révele que cette conclusion n’est valable que dans la limite
d’appariement nul. En effet, 'oscillation de A®) n’est plus une mesure de (e, - ¢,_1)/2
des lors que A atteint 60% de sa valeur réaliste. Ce dernier résultat est confirmé par le
calcul des isotopes d’étain ol une oscillation des A®) apparait lorsque A augmente alors
méme que le spectre individuel reste hautement dégénéré.

L’ensemble des résultats précédents s’explique par la fagon dont un nucléon est ajouté
dans la structure de nombre parité pair (voir section 8.2) selon que ’appariement est ou
non pris en compte. Partant de la limite d’appariement nul et augmentant son intensité,
I’énergie associée a ’ajout d’'un nucléon est de moins en moins reliée a une énergie indivi-
duelle donnée. Le nucléon ajouté est réparti sur I’ensemble de la mer de Fermi en raison
de la diffusion de paires. Pour les noyaux déformés, cela induit une perte de mémoire du
spectre sous-jacent et un comportement plus lisse de EZFBP avec N (voir Fig 9.4). Pour
les noyaux sphériques, la Fig. 9.6 montre que la diffusion de paires implique plusieurs
sous-couches sphériques dans le processus d’ajout du nucléon a partir d’'une certaine in-
tensité de I'appariement. Tandis que le spectre reste hautement dégénéré, cet effet induit
une oscillation de A®) de type Jahn Teller inexistante dans la limite d’appariement nul.

La rangée du bas de la Fig. 9.6 illustre ce propos en montrant I’évolution du potentiel
chimique dans I’état de nombre parité pair. Considérons les deux cas ol un spectre réaliste
est utilisé. Pour A = 0, A est sensible aux orbites individuelles, tandis que pour A, cuiste
il croit sans refléter la structure du spectre sous-jacent. Etant donnée I'identité

. 0?EBCSr )\
Ag’és(N = 2])—ASLS(N + 1)”W%8—N ,

on comprend que plus aucune information sur le spectre de particules ne puisse étre
extraite de l'oscillation de A®) en présence d’un appariement réaliste. D’une maniére
générale, la trace du spectre est perdue avant méme que le gap ne dépasse la valeur
de tous les écarts dans le spectre autour du niveau de Fermi. Par exemple, tandis que

(9.9)
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F1G. 9.6 — Rangées supérieures : Ag)cs@j) - Ajos(27 + 1) est comparée au splitting au
niveau de Fermi (€,41 - €,)/2 pour deux valeurs extrémes du gap (haut : A = 0; milieu :
A, catiste)- Le splitting de 1.5 MeV correspondant au 2°Sn est en dehors du cadre. Rangée
inférieure : potentiel chimique (en MeV) en fonction de la masse.
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dep s’étale entre 200 keV et 1 MeV pour les noyaux étudiés ici, la trace de ces splitting
en est perdue pour A = 700 keV. De la méme maniere, la diffusion de paires est assez
forte lorsque A = A, cuiste pour laver I'information concernant le gap de 1.5 MeV entre les
couches sphériques 2d3/2 et 1h11/2 dans les isotopes d’étains avoisinant *2Sn. L’ensemble
des résultats portant sur les noyaux d’étain montre la limitation d’un modele ne faisant
usage que d’une seule couche j pour comprendre l'oscillation des masses dans les noyaux
sphériques.

Pour finir, le graphique du bas a gauche de la Fig. 9.6 illustre la raison pour laquelle il
semblait possible d’extraire une information sur le spectre équidistant par des différences
de masses quelle que soit I'intensité de I'appariement. En effet, ’évolution de A avec la
masse reste identique quelle que soit la valeur de A. Le fait que le nucléon ajouté soit
diffusé sur I’ensemble de la mer de Fermi lorsque A augmente n’a donc pas d’influence sur
I’énergie qui lui correspond en raison de la symétrie artificielle du spectre. L’énergie ajoutée
reste identique a celle de ’orbite sur laquelle le nucléon est mis en absence d’appariement.
D’apres ’'Eq. 9.9, il est logique que oscillation de A®) extrait la méme quantité qu’en
I’absence d’appariement dans ce cas particulier. Cette derniére remarque montre les limites
inhérentes aux modeles schématiques faisant usage de spectres trop particuliers.

Le modele schématique couplé au schéma pair-impair développé dans ce travail nous
ayant permis de comprendre la physique de ’oscillation des masses, nous passons a présent
aux résultats des calculs auto-cohérents afin de valider I’analyse précédente du point de
vue quantitatif.



Chapitre 10

Calculs auto-cohérents.

10.1 Isotopes d’étain.

Les états fondamentaux de soixante-dix isotopes d’étain ont été calculés selon la méme
méthode que ceux de cérium. En raison du nombre magique de protons (Z = 50), tous
ces isotopes sont sphériques dans nos calculs tri-dimensionnels.

Les formules A®)(N) et AG)(N) utilisant les masses théoriques et expérimentales
sont tracées sur la Fig. 10.1. L’oscillation de A®)(N) est visible tant du point de vue
des valeurs théoriques qu’expérimentales, les valeurs étant systématiquement plus faibles
pour N impair que pour N pair. L’amplitude de cette oscillation diminue vers la drip-
line neutron tandis que la valeur absolue des A®)(N) augmente. Ce dernier point est 1ié
au caractere de surface de la force d’appariement utilisée, dont ’effet est magnifié dans
les noyaux riches en neutron ou le couplage au continuum est important [133]. Aucune
oscillation n’est visible pour A®)(N).

Les formules de différence de masses théoriques surestiment les valeurs expérimentales
de plusieurs centaines de keV et cela bien que la force d’appariement utilisée reproduise de
facon satisfaisante les propriétés de rotation dans plusieurs régions de masse. Ce résultat
est en partie du a des problemes de convergence dans le calcul de plusieurs noyaux impairs
entre le 19Sn et 125Sn. Pour le reste, cette surestimation pourrait étre corrigée par la prise
en compte de corrélations au-deld du champ moyen [105] & condition que celles-ci aient un
effet différent sur la masse des noyaux pair-impair et des noyaux pair-pair conformément
a la discussion menée dans la section 4.2.6.

Sur la Fig. 10.2 est portée la contribution de la partie paire de I’énergie E#FEP aux
formules de différence de masses théoriques. Le nombre magique N = 82 mis a part, nous
constatons que :

A sl > (A, (10.1)
A5, (20) ~ — AR (25 +1) £ 0 (10.2)
5
Ag}me(N) ~ 0 (10.3)
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F1G. 10.1 — Graphique de gauche : A%E et AS%B issus des calculs auto-cohérents pour
la ligne isotopique d’étain entre le 1°°Sn et le %°Sn. Graphique de droite : différences de

masses expérimentales. Les données sont issues de la Ref. [163].
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Fi1c. 10.2 — Contribution de la partie paire de 1’énergie aux formules de différence de
masses théoriques entre le 1°°Sn et le 1%°Sn.
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Fic. 10.3 — Gauche : Ag)FBp et ASZVB - AS%B le long de la ligne isotopique d’étain.
Droite : Doscillation expérimentale de A®) autour de A®) est comparée a A, Bp'

Ces résultats prouvent du point de vue des calculs réalistes que I'intensité de I’ap-
pariement dans le systeme est telle que la limite asymptotique décrite dans le modele
schématique est atteinte. En effet, 'Eq. 10.1 montre que les dérivées successives de
I’énergie paire chute rapidement avec 1’ordre, prouvant ainsi que cette énergie est lisse
avec N. L’Eq. 10.2 confirme ce point et démontre que plusieurs couches sphériques doivent
contribuer au processus d’ajout d’un nucléon. Dans le cas inverse, AS)F pp Serait nul pour
des isotopes sphériques. Enfin, I’Eq. 10.3 permet d’obtenir les identités :

ADp(N) = ADp(N) ~ ARy, (V) (10.4)
ADes(N) =~ AL (N). (10.5)

Les deux membres de I’Eq. 10.4 sont comparés sur la partie gauche de la Fig. 10.3. L’ac-
cord est excellent tout le long de la ligne isotopique (excepté bien siur pour le nombre ma-
gique N = 82). Cette comparaison illustre la responsabilité de la partie paire de I’énergie
dans le comportement oscillant de A®) autour de A®). Ce résultat confirme du méme
coup la validité de 'Eq 10.5 traduisant ’extraction de ’énergie de qp A((li)p () =
[A + EP!] (N) par A® et le fait que A®(NN) contient une contribution additionnelle
incluant en particulier I’entiere contribution de 1'énergie d’asymétrie a 1’oscillation des
masses.

La partie droite de la Fig. 10.3 propose la comparaison entre Aglﬂ Bp €t Ag’ip - Agip.
De nouveau, 'accord est tres bon. Ainsi, la surestimation des différences de masses
expérimentales absolues n’empéche en rien 1'oscillation de A(E?’:)Ep autour de Agip d’étre
parfaitement reproduite par la contribution de ’énergie théorique paire. Ce résultat est
une fagon supplémentaire de montrer le découplage entre les deux composantes de 1’énergie

de liaison des noyaux impairs.



126 Chapitre 10 - Calculs auto-cohérents.

2400 200
3
- & HFB T | aaee
« A"HFB LH:
1900 | 1 100 - E e 1
. —+*°, .
< et e |
« w. 1 L] L]
%: : ..O. :;: .0 %: — ..'--.-"..'.
2 100 b el Fix  o{T
L «© N4 ° % %ﬁo (1] . .'...‘-...
. . %gg 99898 — )
*© «© .I.].Z' o * a .
900 | - { w0}, .
o e, =
o
I =
400 -200
120 140 160 120 140 160
A A

Fi1G. 10.4 — Gauche : Ag)FB et AS%B théoriques calculées avec une intensité réduite de

la force d’appariement neutron V;, = — 1000 MeV.fm 3. Droite : comparaison de Agiva

avec Ag’;( p- Ag( p bour la méme valeur de V,.

Afin de confirmer ce découplage, nous avons refait le calcul en réduisant I'intensité de
la force d’appariement neutron de 20% (V;,, = —1000 MeV.fm™3). La partie gauche de la
Fig. 10.4 montre la réponse des différences de masses absolues. Quelques points manquent
en raison de difficultés de convergence. On constate une diminution de 20 % en moyenne
des différences de masses par rapport au premier calcul, montrant ainsi le lien direct entre
la valeur du gap et l'intensité de la force. En revanche, la partie de droite de cette méme
figure montre que 'oscillation de Ag; p engendrée par la partie paire de I’énergie n’est pas
modifiée en substance. Cela prouve une nouvelle fois le découplage existant entre 1’énergie
de qp extraite par A® et la partie paire de I’énergie contribuant & A®),

10.2 Isotopes de cérium.

Revenons maintenant aux noyaux déformés de cériums. D’apres la section 8.2, I’état
de nombre parité pair | @#¥PP(N + 1)) présente le méme champ moyen, et notamment, la
méme déformation' que 1’état fondamental | ®7¥B(N + 1)). De fait, il a été démontré &
I’aide du modele schématique que l'oscillation de Jahn Teller des masses était contenue
dans A(I% pp- Etudions cette contribution dans le cas des calculs auto-cohérents afin de
définir une quantité indépendante de la déformation.

Sur la Fig. 10.5 sont tracées les différences de masses AglﬂB(p) et AS;B@). La com-

paraison entre AS%B — Ag}, g €t Ag%Bp est présentée sur la Fig. 10.6. Les résultats sont

. . . \ . TN ¢:)
identiques en tous points a ceux concernant les isotopes d’étain : |A}% Bp| est beaucoup

LCela concerne la déformation responsable du caractere doublement dégénéré pour un noyau pair-pair.
La légere déformation supplémentaire qui accompagne la levée de dégénérescence de Kramers dans un
impair est inclue dans EP°!.
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Fic. 10.5 — Gauche : AS)FB et AS%B issus des calculs auto-cohérents pour la ligne iso-
topique de cérium entre le 1'8Ce et le %6Ce. Droite : contribution de la partie paire de
I’énergie a ces formules de différence de masse.

plus grand que |A§)FBP| qui est proche de zéro. L’oscillation de AS)FB autour de AS)FB
est reproduite par Ag%Bp(N ). De la méme maniére que pour les noyaux sphériques,
I’énergie de qp [A + EPOI] (N) est donc extraite par A®) sans étre polluée par un effet de
déformation. L’oscillation de Jahn Teller associée a la partie paire de 1’énergie contribue
de la méme facon (au signe pres) & A® pour N pair ou impair. Cela prouve que I’ap-
pariement dans ces noyaux est suffisamment fort pour placer le systeme dans la limite
asymptotique mise en exergue a l’aide du modele schématique. Notons qu’il n’est pas
possible d’effectuer une comparaison signifiante avec les valeurs expérimentales pour ces
noyaux déformés car les barres d’erreur expérimentales sont trop importantes.

Plagons nous maintenant dans la limite d’appariement nul afin d’obtenir le pendant
quantitatif de ’étude schématique. Les corrélations d’appariement dans le systeme sont
graduellement enclenchées a travers 'augmentation progressive de 'intensité de la force
V5, jusqu’a sa valeur réaliste. La Fig. 10.7 donne les mémes quantités que les Fig. 9.2 et 9.3.
Au lieu de I'énergie de qp BCS au premier ordre des perturbations, ’énergie de qp auto-
cohérente EHFB _ HEBD 4tydide dans la section 8.4.2 est maintenant tracée. Le graphique
du haut rappelle que cette énergie de qp est non nulle dans la limite d’appariement
nul puisqu’elle inclue I'effet de la brisure de I'invariance par renversement du temps qui
contribue a toutes les formules de différence de masses.

Concentrons nous d’abord sur la contribution de la partie paire aux différences de
masses pour un appariement nul V,, = 0 (graphique en haut a droite). Les quantités
correspondantes n’incluent ni appariement, ni brisure de I'invariance par renversement
du temps, ce qui permet de mettre en relief les effets liés a 'auto-cohérence des calculs.
Contrairement aux calculs schématiques, Ag;p(impair) est le plus souvent non nul (plu-
sieurs centaines de keV par exemple entre le *>Ce et le *°Ce). Ainsi, le réarrangement, mo-
difie significativement la situation par rapport a I'image de pures particules indépendantes,
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F1G. 10.6 — Comparaison entre Ag% By €t AS)F B— Agiv p le long de la ligne isotopique de
cérium.

notamment lorsque la déformation varie [162, 146]. De ce fait, il n’est déja pas possible
de dire & ce niveau que Agzyp(impair) extrait le gap (nul). La seule affirmation valable
d’apres le graphique en haut a gauche de la Fig. 10.7 est qu’une oscillation pair-impair
des masses est observée a la limite d’appariement nul a travers la formule de masse a trois
points A%, elle méme oscillante, et que la formule & cinq points AS} est non nulle pour
tout N. Il est également possible de dire que AS)F(impair) est plus proche de I’énergie de
ap EP que AS%

Cependant, lorsque ’appariement croit, A(}%  tend & extraire 'énergie de qp A+ EP.

De son coté, AS)F p oscille autour de cette valeur en raison de la contribution de la partie
paire de ’énergie comme le montre la colonne de droite. Cette limite est atteinte des
lors que l'intensité de la force vaut 72% de sa valeur ajustée (V, = — 900 MeV.fm™3).
Il est essentiel de noter que ces conclusions sont valables malgré le réarrangement lié
a I'auto-cohérence et au changement de déformation, et cela sur I’ensemble de la ligne
isotopique.

10.3 Rodle du spectre de particules indépendantes.

Nous en venons maintenant du point de vue des calculs auto-cohérents a la possibilité
éventuelle d’extraire des informations sur le spectre de particules indépendantes a partir
des formules de différence de masses comme suggéré dans la Ref. [162].

La partie de gauche (resp. droite) de la Fig. 10.8 compare I’amplitude de l'oscillation
de A%B et AS%BP (resp. Ag% et A%p) a ’écart au niveau de Fermi dans le spectre
HF des isotopes pair-pair impliqués. Les oscillations de Agg( ) €t de Agg( B)p coincident
dans les deux cas quels que soient les effets de réarrangement. Cela montre de nouveau
comment cette oscillation trouve son origine dans la partie paire de I'énergie de liaison.
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F1a. 10.7 - Colonne de gauche (droite) : AS%B@) (ligne pleine et cercles), AS)FB(p) (ligne
EHFB _ gHFBp (

tiretée et carrés), énergie de qp auto-cohérente ligne pointillée et triangles)
et Agl«B — A(HS}TB (ligne pointillée et étoiles). De haut en bas, I'intensité de la force
d’appariement neutron croit depuis 0 jusqu’a 1250 MeV.fm~3. Les résultats sont donnés

entre le 8Ce et 195Ce.
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Fic. 10.8 — Amplitude de 1'oscillation de Ag)F(B) et de Ag)F'(B)p comparée a I'écart (e, —
€n—1)/2 au niveau de Fermi dans le spectre HF le long de la ligne isotopique de cérium.

Gauche : appariement nul. Droite : appariement réaliste.

Dans le cas de 'appariement nul, ’oscillation de Ag% reproduit grossierement, en

accord avec I’Eq. 9.2, I’écart au niveau de Fermi dans le spectre HF correspondant. Il faut
exclure de cette remarque la zone ol la déformation varie rapidement (entre le '?*Ce et
le 152Ce) du fait du réarrangement important se produisant alors dans le spectre entre un
noyau et ses voisins.

Lorsqu’un appariement réaliste est considéré, nous utilisons les valeurs propres ¢,
du champ HF des isotopes pairs se déduisant des valeurs propres correspondantes €,"~
par continuité. Comme le montre la partie droite de la Fig. 10.8, plus aucune information
sur le spectre HF n’est extraite par ’oscillation de Ag% B)- En effet, I’addition du nucléon
n’est plus reliée a une orbite particuliére lorsque "appariement est enclenché.

En conclusion, nous pouvons affirmer que toutes les informations qualitatives tirées du
modele schématique sont validées du point de vue quantitatif par les résultats des calculs
auto-cohérents.

n#0
0

10.4 Autres régions de masse.

Les résultats obtenus dans les sections précédentes reposent sur des calculs dans la
région de masse A = 100-170. Cependant, nous nous attendons a ce que ces conclusions
soient également valables pour les noyaux plus légers. En effet, le régime dans lequel le
systéme se trouve dépend du rapport typique Ag/dep. Nous avons montré dans le modele
schématique que la limite asymptotique (régime ”corrélé”) est atteinte pour une valeur
de ce rapport de 'ordre de 0.5. Dans les calculs auto-cohérents, cette limite est atteinte
pour une intensité de la force fournissant une valeur similaire de ce rapport au niveau de
Fermi. Cette constation préche en faveur du régime corrélé dans la région de masse A =
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30-100 ou Ap/dep est typiquement entre 0.5 et 1 en milieu de couche. Afin d’appuyer cet
argument, nous avons procédé a un calcul exploratoire pour les isotopes de magnésium
entre le 22Mg et le 2Mg & I’aide du modele BCS schématique. Nous avons pour cela utilisé
le spectre et la valeur du gap au niveau de Fermi issus d’un calcul HFB du ?*Mg. Les
résultats sont en faveur de ’extrapolation de nos conclusions a cette région de masse.
Ce calcul montre également ’augmentation de la contribution moyenne de la partie paire
a A® lide a la dilatation du spectre dans cette région de masse. Ce résultat explique
qualitativement I’augmentation bien connue de 1’oscillation des A®) expérimentaux dans
les noyaux légers (voir la Fig. 3 de la Ref. [162] par exemple).

En réalité, la seule limitation a apporter aux conclusions précédentes concerne les
noyaux a une ou deux unités de masse des noyaux magiques. Ces noyaux se situent dans
le régime intermédiaire ot A®) (impair) est de la méme qualité que A®) pour extraire
I’énergie de qp (voir les graphiques supérieurs de la Fig. 9.2). Cela dit, cette limitation
concerne des noyaux pour lesquels le traitement de ’appariement au niveau du champ
moyen n’est pas suffisant. Ainsi, ces noyaux ne sont pas adaptés a I’étude des propriétés
statiques de I'appariement ou pour ajuster des forces.
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Chapitre 11

Extraction d’un gap d’appariement.

Il est maintenant temps de rassembler les résultats obtenus afin de proposer la formule
de différence de masse la plus a méme d’isoler des informations sur "appariement. Pour
cela, les objectifs que 1'on est en droit de se fixer doivent étre clairement définis. Tout
d’abord, la présente étude se situant au niveau du champ moyen, c’est dans ce cadre,
et dans ce cadre seulement, que I’on cherche ici a isoler 'information sur I’appariement.
La problématique concernant d’éventuels effets au-dela de ce niveau d’approximation est
reportée a la fin de la discussion. A I’approximation de champ moyen, il a été montré
comment la différence de structure entre les noyaux pairs et les noyaux impairs est inclue
dans la création d’une gp. L’objectif a atteindre est donc d’isoler un gap d’appariement,
ou autrement dit, un élément diagonal particulier du champ d’appariement, contenu dans
I’énergie de cette qp. Quatre questions sont a résoudre pour y parvenir : établir dans quelle
mesure telle ou telle formule de différence de masses contient d’autres contributions que
cette énergie de qp, combien d’énergies de gqp sont en fait mélangées lorsque cette formule
est utilisée, comment extraire de cette énergie la contribution de la brisure de I'invariance
par renversement du temps, et enfin, quel est précisément 1’élément de matrice du champ
d’appariement isolé par cette formule de masses. L’étude présentée dans les chapitres
précédents va nous permettre de répondre & ces questions.

Les masses expérimentales incluant nécessairement I’effet de la brisure de la symétrie
par renversement du temps dans les noyaux impairs, la comparaison entre les différences
de masses théoriques et expérimentales requiert la prise en compte de cet effet dans le
calcul dés le niveau de champ moyen. Il s’en suit qu’aucune formule de différence de masses
ne peut véritablement séparer le gap d’appariement de 'effet de la brisure de symétrie
puisque ces deux effets sont engendrés par le méme processus physique caractérisé par la
création de la gp.

Les résultats obtenus dans les chapitres précédents nous permettent donc d’écrire :

(_1)N aQEHFBp

AP L(N) ~ [A+ EP(N) + 5 N (11.1)
AR B(N) =~ [A+ EP(N) (11.2)

oll, dans le schéma développé, EFBP est reliée & ’ajout du nucléon et contient I’énergie
d’asymétrie, tandis que [A + E’wl] (N) est associée au blocage de ce nucléon.
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Fic. 11.1 - Comparaison entre AY), . (impair) et I'énergie de qp [A + E?!] le long de la
ligne isotopique de cérium. La comparaison entre Af;}ﬂ g(impair) et une approximation

du gap auto-cohérent est également donnée.

Bien que cela n’apparaisse pas dans ’écriture précédente, A®) (pair)' mélange I’énergie
de gp de deux impairs. Cela aboutit a une détérioration de I'identité 11.2 dans les régions
oll I'énergie de qp varie brutalement comme le montre la Fig. 11.1 pour le '%3Ce par
exemple. De son coté, A® (impair) présente I'avantage de ne contenir qu’une énergie
de gp, mais le désavantage d’inclure une contribution supplémentaire comme le montre
I’Eq. 11.1.

Il a été montré dans la section 10 que la contribution de EZFBP 3 A®) variait entre
+50 et £100 keV dans les isotopes d’étain et entre 100 et 150 keV dans les noyaux
déformés de cérium. En moyenne, cette contribution représente 8 & 12 % des différences
de masses. Ensuite, il a été possible de montrer que l'effet de la brisure de 'invariance par
renversement du temps était de 'ordre de +100/150 keV dans les noyaux de cérium pour
la force Sly4. Il découle donc de ces résultats que EP® et la contribution de la partie paire
de ’énergie tendent & se compenser dans A®) (¢mpair), de telle sorte que cette formule de
masse est une meilleure mesure de A(N) que A®)(pair) d’apres les Eq. 11.1 et 11.2. Cela
est confirmé par la Fig 11.1. Cependant, plusieurs remarques restent a faire.

Tout d’abord, cette compensation valable ici sur I’ensemble de la ligne isotopique
peut étre un artefact de la région de masse a laquelle nous nous sommes intéressés. En
particulier, notre méconnaissance des termes de la fonctionnelle impairs sous renversement
du temps rend aléatoire la validité de cet effet et son extrapolation a d’autres régions.
Le caractere anti-liant de I'effet de la brisure de I'invariance par renversement du temps
n’est pas méme assuré aujourd’hui en dépit des résultats présentés ici. Donnons tout de

INous ne considérons pas A®) (impair) puisque cette formule moyenne les énergies de qp, et donc le
gap, de trois noyaux impairs.
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méme un argument formel en sa faveur : si la méme interaction est utilisée dans le canal
p-t et dans le canal p-p, les Eq. 7.14 et 7.15 suggere que |’effet de la brisure de symétrie
sur I’énergie est répulsif du fait de la nature attractive de I’élément de matrice V,z,5 entre
états renversés du temps dans le canal d’appariement. Cet argument ne tient pas dans le
cadre de la fonctionnelle de la densité.

Ensuite, il est important de comprendre dans quelle mesure le gap d’appariement auto-
cohérent A(N) est relié aux éléments de matrice du champ d’appariement. Pour cela,
nous rappellons que A(N) traduit a la fois le non-appariement du nucléon célibataire et
le blocage de ’appariement des autres nucléons provoqués par la création de la qp sur le
vide de nombre parité pair pour décrire le fondamental impair. Le calcul perturbatif nous
a permis de montrer que :

A(N) = % , (11.3)
ou n désigne I'état de la base canonique occupé au niveau de Fermi par le nucléon
célibataire, A, est I’élément de matrice diagonal du champ d’appariement associé dans
I’6tat impair de nombre parité pair et A, est ’élément de matrice correspondant dans le
vrai impair bloqué.

Dans la littérature, on utilise le plus souvent le gap A, dans les états de nombre parité
pair (fondamentaux pair-pair essentiellement). La formule perturbative 7.32 permettant
d’établir la relation :

ENPIp — €M p = [A+ EP](N)
(11.4)
= A, - E"(N) ,

on constate que, si A® (impair) est une bonne mesure du gap A(N) en vertu de Ieffet de
compensation identifié précédemment, c’est plutot A®) (pair) qui est une bonne mesure
du gap A,,.

Au regard de ces derniers éléments, la validité de I'ajustement d’une force d’apparie-
ment sur des différences de masses pair-impair dépend directement de la bonne connais-
sance que nous avons de EPY. En effet, soit cet ajustement consiste & reproduire les
différences de masses expérimentales par les gaps HFB A,, et 'Eq. 11.4 montre que
EPo doit étre connu afin de pouvoir faire le bon choix de la formule de masse & utili-
ser; soit cet ajustement consiste a reproduire les différences de masses expérimentales
par les différences de masses théoriques, et un mauvais traitement de l’effet de la bri-
sure de l'invariance par renversement du temps dans le calcul définira de mauvais gaps
A,. Un travail important sur la brisure de symétrie par renversement du temps et les
termes impairs de la fonctionnelle est donc nécessaire. Une fois cela assuré, le présent
travail donne les outils pour une comparaison pertinante entre les formules de différences
de masses expérimentales et plusieurs types de quantités théoriques, ainsi que les moyens
d’une analyse des différents effets impliqués.

[’étape suivante consistera a reprendre cette analyse dans le cadre des mélanges d’états
a 0, 2 et 4 gqps permettant d’inclure une partie de 'interaction résiduelle. En effet, s’il
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s’avere que ces effets au-dela du champ moyen influence significativement les différences
de masses pair-impair, une nouvelle analyse sera nécessaire pour définir, dans ce contexte
étendu, ce qui est dii ressort de la structure de nombre parité paire commune aux noyaux
pairs et impairs, du non-appariement du nucléon célibataire et de la brisure de I'invariance
par renversement du temps. Une telle situation signifierait que ’ajustement de la force
d’appariement ne peut se faire de maniére rigoureuse au niveau du champ moyen sur les
différences de masses expérimentales et que d’autres observables doivent étre considérées.

Notons que, tandis que I’analyse au niveau du champ moyen montre bien comment la
différence entre la masse d’un noyau pair-pair et celle du voisin n’implique qu’'une seule gp,
et donc une paire d’élément de matrice du champ d’appariement (A, An), I’utilisation
fréquente d’une moyenne pondérée des gaps dans la mer de Fermi d’un noyau pair a
comparer aux différences de masses expérimentales [164] évoque plutdt le calcul des masses
théoriques dans I’espace des fonctions écrites comme des superpositions d’excitations a
0, 2, 4... gps. Cette méthode de comparaison avec ’expérience revient donc a inclure de
maniere simple I'effet de I'interaction résiduelle dans le calcul.



Troisieme partie

Probleme a N corps au-dela du
champ moyen.
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Dans la premiere partie de ce mémoire, nous avons justifié 'approximation de champ
moyen pour le systéme nucléaire avant de présenter les méthodes itératives associées. Nous
avons également rappelé leur succes quant a la reproduction des propriétés de volume et
des observables a un corps sur ’ensemble de la table de masse.

Sans abandonner ’amélioration permanente des calculs de champ moyen, il est né-
cessaire dans de nombreux cas, pour certains types d’excitations, d’aller au-dela de cette
approximation afin d’inclure explicitement des corrélations dans le traitement du systeme.
La facon de le faire dépend des propriétés du noyau a étudier. Nous allons considérer dans
la suite deux de ces méthodes, a priori disjointes, dans le but de les réconcilier.

La premiere, déja introduite pour justifier ’approximation de champ moyen, concerne
les techniques diagrammatiques reposant sur un développement perturbatif de la fonction
d’onde et des observables. Dans ce contexte, aller au-dela de I'ordre le plus bas en la
matrice G de Brueckner permet d’introduire des corrélations de petite amplitude dans le
champ moyen, que celles-ci soient de courte ou de longue portée.

Le second type de méthode est utilisé pour inclure les corrélations associées aux mou-
vements collectifs de grande amplitude dans le noyau; celles-ci étant essentielles a la
reproduction des propriétés de basse énergie du systeme. Sont considérés dans ce cadre
les différents modes de vibrations de surface (quadrupolaire, octupolaire, triaxial. .. ) ainsi
que les modes d’énergie nulle associés a la restauration des symétries brisées au niveau
du champ moyen (translation, rotation, nombre de particules... ). Les premiers modes
sont étudiés au moyen de la méthode de la coordonnée génératrice (GCM), tandis que les
seconds le sont au moyen de la méthode du champ moyen projeté.

Dans ce chapitre, nous rappelons le formalisme variationnel associé a ce second type
de méthodes avant de mettre en relief le probleme lié a la dépendance en densité du hamil-
tonien effectif utilisé dans ces calculs. Nous proposons alors une théorie de perturbation
étendue permettant a la fois de fonder ces calculs variationnels du point de vue diagram-
matique et de dériver les propriétés minimales de la force effective dans ce contexte. Nous
dégageons ensuite une prescription pour la dépendance dans les densités locales qui en
découle pour les forces phénoménologiques. Pour finir, ces résultats formels sont testés au
moyen de calculs explicites portant sur la coexistence de formes dans ¥ Pb déficient en
neutron.
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Chapitre 12

Formalisme variationnel.

Les corrélations a inclure nécessitent le traitement simultané des degrés de liberté
individuels et collectifs dans un cadre microscopique. Cela se fait a travers un élargissement
de lespace variationnel consistant & utiliser une superposition de fonctions produit | &%)
comme fonction d’essai :

Ty = / F*(a) | ) do
(12.1)

= Zfé”([)a) )

ol la seconde égalité traduit la discrétisation de la coordonnée collective o nécessaire a
toute application pratique, tandis que k£ est un nombre quantique caractérisant les états
a N corps obtenus. Cette forme donnée, les états | ) et les coefficients f¥ peuvent étre
optimisés par la minimisation de 1’énergie :

Uy | H | Wy)
gmel = (O | H|Tg) , 12.2

Y [P H %)
D BT . (12.3)

[’approximation de champ moyen correspond au cas oll un seul coefficient de mélange
/¥ est non nul. Nous allons maintenant préciser les cas d’application concrets de cette
méthode générale.

12.1 Méthode de la Coordonnée Génératrice.

La méthode de la coordonnée génératrice (GCM) [165, 166, 167] est utilisée pour traiter
les mouvements collectifs de basse énergie. Elle permet une description des états excités
vibrationnels, que ceux-ci concernent la forme du noyau ou l’appariement, mais aussi
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d’introduire les corrélations correspondantes dans I’état fondamental et de calculer les
probabilités de transition entre ces états. Cette méthode représente un cas particulier
des Eq. 12.1 et 12.3 ou les états produit |®*) sont fixés a priori par des calculs de
champ moyen auto-cohérent contraints a différentes valeurs de la coordonnée collective a.
Typiquement, la coordonnée collective est choisie comme valeur moyenne dans les états
produit du moment quadrupolaire axial ou triaxial, du moment octupolaire, d'un gap
d’appariement. .. le couplage de ces différents modes vibrationnels pouvant étre étudié a
travers un calcul utilisant des fonctions produits contraintes simultanément sur plusieurs
de ces coordonnées collectives. Evidemmment, le rapport entre I'intérét physique du calcul
et la lourdeur de celui-ci dépend du bon choix de ces coordonnées collectives pour le
systeme étudié. Les calculs GCM sur des coordonnées collectives liées a la forme du
noyau permettent de prendre en compte les états intrus qui jouent un role important
dans beaucoup de propriétés de structure.

La GCM standard consiste a ne mélanger que les états fondamentaux non-orthogonaux
| ®§) de champ moyen correspondant a chaque valeur de la coordonnée collective. 11 s’agit
de ’hypothese adiabatique ou les degrés de liberté individuels sont supposés se réarranger
beaucoup plus rapidement que les degrés de liberté collectifs. De rares études ont intro-
duit la non-adiabaticité en incluant des excitations individuelles | ®§) dans la fonction
d’essai 12.1 [168, 169]. Certains états étant orthogonaux dans ce cas la, la généralisation
de la GCM standard nécessite quelques précautions [169]. Dans la présente étude, seuls
des calculs réalisés selon I’hypothese adiabatique seront présentés. Nous dérivons donc les
équations dans ce contexte. Notons enfin que seuls les noyaux pair-pair sont traités par la
GCM a I’heure actuelle, la brisure de I'invariance par renversement du temps étant tres
couteuse a intégrer dans ces calculs. Cela dit, des travaux dans ce sens sont en cours [170].

Les états produit étant fixés a priori, la variation de 1’énergie 12.3 se fait par rapport
aux coefficients du mélange fg*. Cette minimisation se traduit par un probleme aux
valeurs propres prenant la forme des équations de Hill-Wheeler [165] :

> [H(B,0) — EUIB,0)] fE=0 (12.4)

o

ol les matrices hamiltonienne H et de norme Z sont définies par les éléments de matrice :

H(B,a) = (®5|H|DG) |
(12.5)
I(B,0) = (P5]®F)

La matrice de norme Z(f3, «) est non triviale du fait de la non-orthogonalité de la base
dans laquelle le probleme aux valeurs propres est écrit. De fait, 'inversion de cette matrice,
requise dans la suite, demande certaines précautions sur lesquelles nous reviendrons plus
loin. Les différentes valeurs de k (0, 1,2, ...) désignent les états GCM dans 'ordre croissant
de D’énergie. La décomposition de | ¥;) en terme d’états produit permet le calcul de
I’énergie corrélée, le théoréme Wick généralisé [171] rendant possible le calcul de H (5, «)
en fonction de la matrice densité et du tenseur d’appariement mixtes :
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) _ (@ | cle [ F) By _ (0] ci | G) (e _ (B0 |cle] | ©F) . (12.6)
7 (o5 |@g) (of|@g) " THED)

Dans la pratique, 1’élément de matrice H (S, «) fait usage du Hamiltonien, non pas
écrit dans une base {c;} quelconque, mais dans les bases a un corps gauche et droite
différentes. Ces bases diagonalisent les champs HF associés au bra et au ket impliqués
dans cet élément de matrice. Concretement, le Hamiltonien prend la forme :

1 _
H = Z tﬂman B:n Qn, + Z Z Vﬂmﬂpanaq ﬁjn 5111- Qg Qn (127)

m7n m’”’p’q

ol les éléments de matrice Vj, 5 4,0, Sont antisymétrisés. La connaissance de la matrice
de passage entre la base {fx} et la base {,;} permet alors le calcul explicite des différentes
contractions définies dans I’Eq. 12.6 et donc de I’énergie corrélée [26, 172].

Les fonctions f¥ n’étant pas orthogonales, elles ne peuvent étre interprétées comme des
fonctions d’onde collectives pour la variable o.. On définit un nouvel ensemble de fonctions
orthogonales g§ reliées aux f¥ par la relation :

g5 =Y TV(B,0) ff | (12.8)

pour jouer ce role. Ainsi, le carré de leur module peut étre interprété comme une densité
de probabilité relativement a la variable o. Une fois ces fonctions définies, 1’élément de
matrice de tout opérateur O entre deux états GCM s’écrit sous la forme :

(W 0¥ =) g5 OB,a) g, (12.9)
B,
ou
OB,a) = > _ I72(8,7)O(v,6)I7*(5,0) . (12.10)
¥,0

Finalement, les énergies GCM et les fonctions g* sont les valeurs propres et les vecteurs
propres de I'opérateur hermitien H :

> H(Ba) gk =& gh (12.11)

Lorsque les fonctions produits utilisées prennent en compte I'appariement dans le
systeme, celles-ci ne posseédent le bon nombre de neutrons N et de protons Z qu’en
moyenne. Un état GCM construit comme superposition linéaire d’états HFB n’aura pas
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méme ce bon nombre en moyenne. Le nombre moyen de nucléons peut étre assuré par
I'introduction de deux contraintes dans ’équation de Hill-Wheeler 12.4 mettant en jeu
deux parametres de Lagrange et AE et deux matrices AN et AZ définies de maniére
analogue & # pour les opérateurs AN = N — N' et AZ = Z — Z [172]. Il a été montré
dans la Ref. [172] comment la simple utilisation des potentiels chimiques BCS moyennés
sur la coordonnée collective o permet d’obtenir les états GCM avec un nombre moyen de
particules correct.

12.2 Restauration de symétrie.

Nous avons discuté dans la section 4.1.1 les avantages liés aux brisures de symétries au
niveau du champ moyen ainsi que les cas ou une restauration de celles-ci est nécessaire.
Les modes mous associés aux brisures de symétries correspondent a des mouvements
collectifs de grande amplitude particuliers. En ce sens, la restauration des symétries brisées
au niveau du champ moyen [173, 174, 175, 104] entre dans le cadre des mélanges de
configurations définis par les Eq. 12.1 et 12.3. Ces équations traduisent alors I'utilisation
de la dégénérescence des fonctions de champ moyen | ®§) brisant une symétrie donnée
pour construire une fonction propre du générateur infinitésimal du groupe de symétrie
associé.

Nous allons décrire deux cas particuliers de restauration de symétrie : la restauration
du bon nombre de particules dans la fonction d’onde et I’obtention d’une fonction propre
du moment cinétique J a partir d’'une fonction de champ moyen conservant une symétrie
axiale. Concernant la restauration du moment angulaire depuis une fonction de champ
moyen non axiale ou la restauration de l'invariance par translation, nous renvoyons le
lecteur a la Ref. [37].

12.2.1 Projection sur le nombre de particules.

Dans le cas de la projection sur le bon nombre de neutrons, nous rétablissons la
symétrie associée a I'invariance du hamiltonien sous les rotations dans ’espace de jauge;
c’est a dire sous les tranformations d’un groupe de symétrie a un parametre. Dans ce cas,
le mélange de configuration défini par ’Eq. 12.1 se met sous la forme particuliere :

| Uy) = Py |®F) (12.12)
ou,
. 1 = . e
_ ina(N—N)/n
Py = o a_E_n e , (12.13)

INous utilisons de temps en temps la notation N pour désigner 'opérateur “nombre de neutrons” afin
de le différencier du nombre de neutrons lui-méme.



12.2 Restauration de symétrie. 145

est le projecteur sur I’état propre de N de valeur propre N, | ®J) est une fonction de champ
moyen brisant la symétrie et 2n est le nombre d’intervalles utilisés lors de I'intégration sur
la variable de jauge. Cette écriture permet de faire le lien avec les notations introduites
précédemment en posant :

N . e
fa = 7271 , (12.14)
et
|®5) = R(a)|®Y) = &N/ |af) . (12.15)

L’opérateur R(«a) parcourt tout le groupe de symétrie associé a I'invariance du hamil-
tonien a la différence prés que « est discret. La nécessité que | ¥ ) soit un état propre du
générateur du groupe de symétrie fixe les coefficients du melange I lorsque ce groupe
est abélien [40]. En vertu de la commutation de H avec Py et de la propriété P2 = Py
satisfaite par ce projecteur, I’énergie projetée 12.3 prend la forme :

ZZ:—n e—iﬂaN/n <(I)8 ‘ Heiﬂ'aN/n | (I)8>
Zn e—imraN/n <(I)8 ‘ etmaN /n | @8)

a=-—n

Enel = (12.16)

La situation est évidemment similaire pour la projection sur le nombre de protons.

12.2.2 Projection sur le moment angulaire.

Dans le cas de la projection sur le moment cinétique, la situation est compliquée par
le fait que le groupe des rotations dans I’espace a trois dimensions n’est pas abélien.
Les choses se simplifient malgé tout des lors que ’on se restreint a la projection d’une
fonction produit possédant la symétrie axiale, le long de I’axe z par exemple. Le mélange
de configurations décrivant une fonction de moment angulaire I et ayant une projection
de ce moment angulaire sur 'axe z égale a M, prend la forme :

| W) = Py | ®Y) (12.17)

ol, lorsque ’on se restreint également au cas M = 0, 'opérateur de projection s’écrit :

Pry = “on sin(m/n) dog (78 /n) eI (12.18)

B=—n

7/3/n étant angle d’Euler autorisant la rotation autour de 'axe y et d4;;(3) la fonction
de Wigner correspondante pour les nombres quantiques (I, M, K) [176]. Cette écriture
permet de poser dans le cas qui nous intéresse :
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710 = 25 sin(n ) dig (/) (12.19)
et
9f) = R(5)|a) = e™Phin af) (12.20)

La réduction au cas de la projection d’une fonction possédant la symétrie axiale fixe
la encore les coeflicients du mélange. L’énergie projetée 12.3 prend finalement la forme :

> stn(mB/n) dog (15 /n) (BF| H e™*v/™ | ®F)

gmel — i
10 > SI(TB/n) dig(mB8/n) (F | eBlu/m | @F)

(12.21)

12.3 Variation avant et apres projection.

Dans ces calculs de projection, deux cas doivent étre distingués :

e La fonction produit | ®J) sur laquelle I'opérateur de projection agit est déterminée
par un calcul de champ moyen antérieur a cette projection. On parlera de Projection
Apreés Variation (PAV). L’énergie projetée 12.16 ou 12.21 et les autres observables
peuvent étre calculées directement. Il s’agit en fait d’un cas particulier de la GCM
puisque les fonctions de base | ®§) sont données a priori.

e La fonction produit | ®)) est déterminée par minimisation de I'énergie projetée. On
parlera de Variation Aprés Projection (VAP). Cette méthode se distingue de la GCM
et de la PAV par le fait que la base de fonctions produit est optimisée pour le mélange
et non pas au niveau du champ moyen. La VAP est plus satisfaisante du point de
vue variationnel mais bien plus lourde a mettre en ceuvre numeériquement. En ce
qui concerne ’énergie totale, la nécessité de la VAP se fait sentir dans les situations
de faible brisure de symétrie, au voisinage des fermetures de couche magique par
exemple, ou la PAV ne peut corriger les faiblesses de la fonction de champ moyen
| ®5). En ce qui concerne la fonction d’onde elle-méme, dont les détails influent
fortement sur les probabilités de transition par exemple, le bénéfice de la VAP par
rapport a la PAV est plus systématique [177].

12.4 GCM et projection.

L’étape suivante consiste a généraliser le mélange de configuration en associant la GCM
a la projection. On procédera ainsi a des calculs GCM en utilisant des états préalablement
projetés sur les bons nombres quantiques N, Z et/ou I. Coupler les deux types de mouve-
ments collectifs peut se révéler essentiel dans certains systémes exotiques présentant par
exemple une modification de la structure en couche traditionnelle et des possibilités de
coexistence de forme [50, 51, 48, 42, 44].
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Les équations dérivées séparément pour la GCM et la projection se généralisent aisé-
ment a ce type de mélange [178]. A ce jour, aucun calcul de VAP n’a été mené dans un
tel cas de figure.

12.5 Dépendance en densité du hamiltonien.

Nous avons rappelé dans la premiere partie de ce mémoire comment 1’utilisation ”na-
turelle” de la densité locale a un corps scalaire-isoscalaire du champ moyen :

(®F | po(R) | ©F)
(og]®g)

o (R) = (12.22)

dans le canal p-t de I’élément de matrice diagonal ( ®§ | H [p(ﬁ)] | ®§) approxime 1'effet

de milieu associé a la resommation des corrélations a deux corps dans I'interaction. Cette
définition fait usage de la partie locale scalaire-isoscalaire de 'opérateur densité a un
corps :

pAO(F) - Z 5(F_ Fk) - Z @;(Fa C;a Szat) QOJ(F’ Cza Szat) C.T]C;Szt CI(;szt ) (1223)

k=1 IﬂLCZjCéaszat

ou les {¢r-n+ (7, (,, $»,t) } constitue une base a un corps propre pour la projection du spin
sur 'axe z.

Concernant le calcul de I’énergie associée aux mélanges de configurations discutés dans
la présente partie, le choix de densité n’est ni justifié par une théorie de perturbation, ni
méme naturel. En effet, une telle énergie s’exprime en fonction d’éléments de matrice de
H entre états produit différents pour lesquels le choix de la densité a utiliser dans le vertex
effectif n’est pas bien défini et ne peut-étre suggéré par la théorie de Goldstone-Brueckner
standard.

Sans étre justifiées par aucun argument théorique fort, deux prescriptions, vérifiant
un certain nombre de propriétés minimales sur lesquelles nous reviendrons par la suite,
ont été utilisées jusqu’a ce jour dans les calculs de mélanges de configurations.

(1) La densité mizte locale :

(@ | po(R) | B5)

B2) 1
Po (R) =
(g | ©F)

, (12.24)

qui doit étre insérée dans ’élément de matrice (5, «) de ’Eq. 12.3. Ce choix a
été fait dans de nombreux calculs de GCM avec ou sans projection sur le nombre
de particules ou le moment angulaire [26, 178, 179, 172, 180, 181, 44]. Notons que
la partie diagonale de la densité mixte est égale a la densité de champ moyen :

—

pU(R) = pg(R).
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Ce choix repose sur 'interprétation de la dépendance en densité comme provenant
de la renormalisation de forces a trois corps absentes dans le hamiltonien. En effet,
I’équivalence entre une force a trois corps de portée nulle et une force a deux corps
de portée nulle dépendant linéairement de la densité dans le cas d’un systeme saturé
en spin a été montré au niveau du champ moyen [182]. Sans avoir démontré la méme
équivalence au-dela du champ moyen, ’utilisation de la densité mixte dans le vertex
effectif a deux corps a été suggérée en raison de I’écriture possible de I’élément de
matrice non-diagonal H(f3, @) en terme des seuls matrice densité et tenseur d’appa-
riement mixtes lorsqu’une force a trois corps est utilisée.

(2) La densité corrélée locale :

(U | po(B) | Ty)

o (R) = (g | W) ’

(12.25)

qui ne dépend pas de (5, @). Elle est donc insérée dans tous les éléments de matrice
H(5, ) impliqués dans 'expression de I'énergie corrélée. Ce choix a été fait dans
des calculs de projection exacte et approchée sur le nombre de particules [25, 183,
184, 44] ou la similitude des résultats avec ceux obtenus en usant de la densité mixte
a été identifiée.

Nous pourrions ajouter a ces deux choix 1’éventualité d’utiliser la densité locale de
champ moyen dans les calculs de projection associés a un groupe abélien. Il est en effet
possible dans ce cas d’exprimer 1’énergie corrélée en fonction des seules matrice densité
et tenseur d’appariement du champ moyen que l'on projette [104], ce qui suggere que
I’énergie reste une fonctionnelle de ces seules variables lorsqu’un hamiltonien dépendant
de la densité est utilisé. Aucun calcul quantitatif faisant usage de cette prescription n’a
été réalisé a ce jour. On note que cet argument ne tient plus pour un mélande de configu-
rations quelconque puisque la densité d’énergie corrélée n’est en général pas exprimable
en termes d’une seule matrice densité et d’un seul tenseur d’appariement de champ moyen.

Le choix de ces densités n’étant motivé que par des arguments de bon sens, il apparait
essentiel d’en fonder un sur des bases théoriques plus solides. Nous insistons dés a présent
sur le fait qu’'une réponse commune doit étre trouvée pour la projection et la GCM a
partir du moment ou ces méthodes appartiennent au méme cadre théorique. Dans ce but,
il est d’abord nécessaire de revenir aux origines possibles de la dépendance en densité de
la force effective v.

12.6 Origines de la dépendance en densité du poten-
tiel.

Il est possible d’en identifier trois [80, 76] :

(1) L’interaction effective inclut des corrélations induites par la force nue a travers
une resommation explicite de diagrammes dont 'effet dépend de la densité dans le
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systeme. Tel est le cas des corrélations a deux corps associées au ceeur dur de 'inter-
action et a la force tenseur resommées par la matrice G de Brueckner (cf. section 3.2).
En ce sens, nous avons rappelé que les forces phénoménologiques peuvent étre in-
terprétées comme des matrices G a 'approximation de densité locale [66, 67, 68, 98|.
D’autres corrélations telles que celles a trois corps, quatre corps... ne sont pas incor-
porées dans la matrice G. Celles-ci doivent donc étre considérées explicitement. Si tel
n’est pas le cas, on peut également imaginer de les renormaliser phénoménologiquement
a travers une dépendance en densité supplémentaire dans la force utilisée a ’ordre le
plus bas des perturbations [80]. Cette démarche rend difficile I'utilisation ultérieure
d’un développement perturbatif pour inclure d’autres corrélations.

(2) La force phénoménologique omet explicitement certaines structures opératorielles
connues pour jouer un role important dans le processus de saturation de la matiere
nucléaire. Tel est le cas de la force tenseur qui n’apparait pas dans les interac-
tions de Skyrme et de Gogny. Dans une telle situation, la force effective renormalise
nécessairement son influence par une dépendance phénoménologique dans la den-
sité [185].

(3) Le hamiltonien néglige les forces a plus de deux corps. L’importance de la force
a trois corps rappelée dans l'introduction nécessite une certaine compensation si
celle-ci n’est pas prise en compte explicitement.

La renormalisation de ces effets est plus ou moins bien comprise et incorporée dans la
définition des forces phénoménologiques utilisées au niveau du champ moyen. En revanche,
cette renormalisation n’est pas du tout comprise dans le cas des calculs impliquant un
mélange d’états produit non-orthogonaux, comme cela a été discuté précédemment. La
modification correspondante de l’espace variationnel traduit le traitement explicite de
degrés de liberté collectifs par rapport auxquels 'interaction effective n’a pas été définie.

La dérivation de la formule analytique pour la dépendance en densité issue de chacun
des points précédents est hors d’atteinte, méme au niveau du champ moyen. L’objectif
consiste donc a déterminer le type de densité locale a utiliser dans les calculs de mélange de
configurations avant d’inclure de la phénoménologie. Nous commencons par nous pencher
sur la resommation des corrélations a deux corps engendrées par la force nue, avant de
poursuivre 1’étude par la renormalisation des effets liés aux forces a plus de deux corps.
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Chapitre 13

Théorie de perturbation étendue.

Au vu des sections précédentes, les raisons du développement d’une nouvelle théorie
de perturbation sont au nombre de deux : donner une assise perturbative aux calculs de
GCM et de projection et déterminer dans le méme temps les propriétés de la force effective
renormalisant les corrélations a deux corps dans ce contexte.

Tandis que les formules perturbatives de Goldstone-Brueckner sont écrites par rapport
a un seul champ moyen de référence, nous allons maintenant considérer un développement
fondé sur un ensemble de champs moyens non-orthogonaux. Une idée naturelle est de faire
évoluer la combinaison linéaire définie par I’'Eq. 12.1 de t = —oc0 a t = 0. Afin de pouvoir
écrire le vrai fondamental comme 1’évolué de cet état, il faut trouver un hamiltonien a un
corps h7* dont I'état fondamental est le mélange de configuration 12.1, puis définir un
hamiltonien auxiliaire de la forme :

H(e,t) = hy® + exp(—e|t]) (H — hg?) (13.1)

afin de dériver une formule de Gell-Man-Low étendue. Cependant, il n’est pas possible
de trouver un tel opérateur A7 pour un mélange de configurations quelconque. Afin de
contourner cette difficulté, nous proposons une approche différente, fondée sur I'arbitraire
quant au choix du hamiltonien non-perturbé h§ dans la théorie de Goldstone-Brueckner.
Cet arbitraire, utilisé dans la théorie standard pour optimiser I’état non-perturbé a travers
la “meilleure” définition possible du potentiel I'*, est mis & profit ici pour superposer
I’expression du vrai fondamental obtenu selon la procédure de Brueckner-Goldstone a
partir d’un ensemble de déterminants de Slater | ®§) différents.

Soit un ensemble de champs moyens, interactions résiduelles, états fondamentaux non-
dégénérés et états excités associés {h, hT, | DF), | ) }. Il s’agit par exemple des opérateurs
a un corps h§ correspondant a différentes orientations intrinseques d’un meéme champ
moyen déformé. En choisissant la déformation selon un processus de minimisation de
I'énergie (B)HF correspondante, chacun des h§ possede une densité d’états minimale
au niveau de Fermi se traduisant par l’existence d’un cotlit énergétique non-nul pour
toute excitation p-t. Cela assure la non-dégénérescence des états fondamentaux | @)
pour chaque a. Un second cas consiste a définir I'ensemble des h§ a partir de calculs de
champ moyen contraint pour différentes valeurs d’'une coordonnée collective a. Dans ce
cas, des croisements de niveaux peuvent se produire au niveau de Fermi pour certaines
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valeurs de la contrainte, rendant le fondamental de h§ dégénéré. Il faut alors choisir un
ensemble discret de valeurs de la coordonnée collective le long du chemin de contrainte
pour lesquelles cela ne se produit pas.

L’idée est donc de faire évoluer chacun des vides |®§) de t = —oo a t = 0 selon
le schéma développé dans la section 3.2. La normalisation ( ®§ |©§) = 1 pour chaque «
permet d’éliminer les diagrammes vide/vide disconnectés. Ainsi, les états | ©F) ne different
les uns des autres que par leur norme. Ensuite, la sommation des échelles de Brueckner
est réalisée pour chaque « de telle sorte que les états | ©F) prennent la forme donnée
par I’Eq. 3.18. Enfin, une combinaison linéaire arbitraire de ces états est effectuée pour
obtenir la fonction du vrai état fondamental du systeme sous la forme :

100) = D fal©F) (13.2)
1 « e o
= 2 fad (M Gl) | ®0)Li6/Irred. - (13.3)

Chaque état |©%) étant le vrai état fondamental de H avec la valeur propre Ej,
Iétat | Og) le sera également, et cela quels que soient les coefficients f,. En fait, seule la
normalisation change entre I’Eq. 3.9 et I’Eq. 13.3. Nous nous concentrons a présent sur
le développement perturbatif de ’énergie tandis que le choix optimal des coefficients f,
sera discuté dans la section 13.5.

13.1 Développement de I’énergie.

Comme cela a été rappelé dans la section 3.2, I’expression perturbative usuelle de
Iénergie repose sur le développement de la correction AES a I'énergie de champ moyen
ES. Elle est obtenue en prenant le produit scalaire de A | ©fF) avec le bra non-perturbé
(®g]. Dans notre nouvelle approche, il n’existe pas d’état et d’énergie non perturbés de
référence (excepté le cas trivial ou un seul des f, est non nul). Par conséquent, nous
conservons la symétrie entre le bra et le ket en exprimant 1’énergie totale £y comme la
valeur moyenne de H dans I’état fondamental | ©p). Utilisant 'Eq. 13.3, nous obtenons :

(©o| H|Oo) = Eo(O0|6O0) (13.4)
= Z 5 fo (05 (Gg ﬂ)nﬂ[t
0,Bimasms 50 h
(13.5)
+V] (5(1 : haGa> |P)Li6/Trred. -

ol la norme s’écrit
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ng 1 No
B B o @
(Oo| ©9) = Z f3fa(® |<G 5;3 ) (ga haG ) ‘(I)0>Lié/1rred.

7ﬂ No,NB

(13.6)

Les diagrammes de Goldstone associés aux développements 13.5 et 13.6 sont irréducti-
bles par rapport aux matrices de Brueckner G# et G®. Notons que la dépendance dans
les énergies W5 et W, n’apparait pas pour alléger I’écriture.

Dans les équations qui viennent d’étre dérivées, le développement s’écrit comme une
somme sur (o, ) de diagrammes (®| ... |®g) impliquant un vide d’arrivée éventue-
llement différent de celui de départ. Plus précisément, la somme porte sur k% termes
si k vides |®§) sont choisis initialement. Considérons un couple (¢, 3) et donnons les
regles permettant de calculer et comprendre les diagrammes apparaissant dans ce nouveau
développement.

Tout d’abord, les opérateurs ayant un indice 8 dans les Eq. 13.5 et 13.6 sont définis
dans la base a une particule {3} diagonalisant le champ moyen hg . Les états de cette base
sont associés aux lignes tiretées dans les diagrammes. De la méme maniere, les opérateurs
indicés « sont écrits dans la base a un corps {,}; les états de cette base étant associés
aux lignes pleines dans les diagrammes. Pour des raisons de symétrie et de simplicité de
calcul, le hamiltonien apparaissant au milieu de I'Eq. 13.5 est écrit dans les bases gauche
et droite {fx} et {ay}. Cela correspond & la forme donnée par 'Eq. 12.7.

Ensuite, un ensemble complet d’états d’excitation a np-nt doit étre inséré entre chaque
couple d’opérateurs en ne conservant que les diagrammes liés. Il s’agit d’excitations p-t
par rapport au vide |®§) pour les opérateurs indicés « et par rapport au vide |<I>’g ) pour
les opérateurs indicés 5. Ces diagrammes nécessitent la définition de plusieurs types de
propagateurs. Quelques exemples ainsi que des définitions utiles a la compréhension des
diagrammes sont donnés sur la Fig 13.1. Lisant la formule 13.5 de droite a gauche, ce qui
est équivalent a lire les diagrammes de Goldstone de bas en haut, on peut se convaincre
que les nucléons vont d’abord se propager du vide |®§) au méme vide |®F) dans des états
individuels ¢,, . Ensuite, des propagateurs impliquant deux vides différents et /ou des états
individuels différents vont apparaitre au passage de H en raison du jeu d’excitations p-t se
référant au vide |®9) inséré sur sa droite et de celui se référant au vide |®7) inséré sur sa
gauche. Pour finir, les nucléons se propageront du vide |®7) au méme vide |®?) dans des
états individuels ¢g,. Graphiquement, nous avons choisis de spécifier les vides impliqués
dans une contraction en attachant un carré pour |®7) et un rond pour |®¢) aux extrémités
du propagateur (cf. Fig. 13.1). A I’exception de la définition de ces propagateurs et de
la présence de deux types d’états a un corps, les regles de calcul sont identiques a celles
définies dans la Ref. [61] pour calculer les diagrammes de Goldstone standards. Notons
pour finir que la non-orthogonalité des excitations p-t construites sur les vides |®F) et
|®7) rend le nombre de diagrammes non-nuls plus important qu’a 'accoutumée.

13.2 Interaction effective.

A présent, il reste a traiter les divergences induites par l'interaction nue issue de
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Conventions
Trait plein —>——  etindice 0 -——— Se rapportent au ket non-perturbe
Trait hachure ----- P et indice [3 -~ - serapportent au bra non-perturbe

o cta dans‘/l signifient que les nucleons se propagentfie> vers<_qf| respectivement

Les propagateurs non-nuls sont typiqguement de la forme (dessines avec deux fleches)

. .
s <q v e 5 ™ <q/Bq g
/I/ \ — R : /I/ \ : pp’ , -— s
. B| «
° <<DE\ <Po> . 2} g <p0> ,
<ojla alg> <fla alg>
(Po G a o j( ol % o _ (B,)
- -— B—q> = pa )
A A La

Fi1Gg. 13.1 — Définitions de différents éléments impliqués dans les diagrammes issus du
développement de I’énergie 13.5. Quelques exemples de propagateurs sont donnés.
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Iopérateur hamiltonien H dans la formule 13.5. Cette divergence a été séparée de celles
liées a 1’évolution temporelle de la fonction d’onde dont le traitement a été réalisé par la
sommation des échelles de Brueckner dans chaque composante de I’état | ©p). Cela semble
satisfaisant puisque ces dernieres ne sont pas liées au calcul de la valeur moyenne de tel
ou tel opérateur.

Dans I’Eq. 13.5, chaque diagramme impliquant une interaction V' peut étre groupé avec
les diagrammes ne différant de celui-ci que par ’apparition d’une matrice G* juste avant
I'interaction V', et connectée a elle par 'intermédiaire de deux états de particule dans la
base {a}, et/ou par 'apparition d’une matrice G® juste aprés V et connectée a elle par
'intermédiaire de deux états de particule dans la base {5}. Ce groupement de diagrammes
est équivalent au remplacement de l'interaction V par une matrice de réaction G#)
sommant des échelles de Brueckner généralisées dans lesquelles les nucléons se propagent
dans les deux bases a un corps associées aux deux vides non-orthogonaux impliqués. De
cette maniere, tous les diagrammes correspondant a ’Eq. 13.5 sont engendrés. Chacun
d’entre eux s’exprime en fonction de G*®) qui ne présente plus de singularité comme cela
sera montré dans la section suivante. Le contenu diagrammatique de la matrice G(%®)
est illustré sur la Fig. 13.2, tandis que son expression analytique en fonction des deux
matrices de Brueckner standard G* et G* est :

QB

GEAW, W,) = V + GP(Wp) ———
(Wp, Wa) ( ﬁ)Wg—hg

V
Qa

Vi
W, he

G*(Wa)

(13.7)
Q° Q"

+ GP(W, 1%

G*(Wa)

Les éléments de matrice de G ainsi que les définitions précises de Wp and W,
sont donnés dans ’annexe H. L’interaction G(»®) satisfait également & une équation auto-
cohérente donnée dans cette méme annexe. Le développement de I’énergie peut étre réécrit
en fonction de G et I'Eq. 13.5 prend la forme :

(60| H[O0) = > [5fal®] (Gfm) [
0‘5/35774045”[3 0 0
(13.8)

1 e
B, «a «a
+ GO ] (758 - thl) 26) L6 /Trred. -

otl les diagrammes liant G* & G¥® par deux états de particule relativement 3 la base
{ay} et/ou GPP) & GP par deux états de particule relativement a la base {f;} sont exclus
sous peine de double-comptage.

La matrice de réaction G#® est donc l'interaction effective resolvant le probleme
du cceur dur dans ce nouveau cadre perturbatif. Une propriété remarquable de cette



156 Chapitre 13 - Théorie de perturbation étendue.

B B
. By B o p/,
. Bq BP W - B
X J V J
_ gl o u
v . A A
/ K A b
B, By . a, a. N ‘
- Xel ‘7"/
SEPCL Bt _
. . = oo+ oV .
/mw\ ) )
aﬂ am - B -
G —
Yy v
+ A + _
® Vo4 v
GI'\ um

F1G. 13.2 — Représentation diagrammatique de la matrice G*** sommant les échelles de
Brueckner généralisées.

interaction effective est sa dépendance dans ’élément de matrice (®5| ... |®2) dans lequel
elle intervient. Ainsi, lorsque k états produit sont utilisés dans la superposition définie
par 'Eq. 13.2, le schéma développé requiert le calcul de k matrices G* et de k? matrices
G#) Cela semble prohibitif quant & la réalisation de calculs quantitatifs.

Son but premier étant de renormaliser le coeur dur, la matrice de Brueckner ne devrait
pas étre tres sensible a la base a un corps utilisée pour le faire et toutes les matrices
G“ devraient étre relativement semblables. Cependant, des calculs BHF ont montré que
cela ne constitue pas une approximation satisfaisante (cf. Ref. [186] par exemple). Nous
n’étudierons pas plus avant les approximations nécessaires a la réalisation de calculs per-
turbatifs quantitatifs puisque ce schéma ne sera utilisé que sur le plan formel dans ce
travail.

13.3 Fonction d’onde de paire et propriétés de la
force effective.

Nous avons rappelé comment les propriétés de la matrice G sont illustrées a travers
celles de la fonction d’onde corrélée a deux particules définie par :

o
Wa — hQ

Celle-ci s’annulant rapidement pour une distance relative de ’ordre du ceeur répulsif
de l'interaction, I’élément de matrice

[Upe(Wa)) = [apag) + Vidp(Wa)) (13.9)

(aras |G (Wa) lapay) = (oras| V] gq(Wa» ) (13.10)
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ne présente aucune pathologie contrairement a (o, a; |V | oy ay).

De la méme maniére, nous nous intéressons a I’élément de matrice ( 3, ;| G®Y | o, o)
afin de dégager les caractéristiques de la matrice G#®). En utilisant 'Eq. 13.7, nous
obtenons :

<5rﬁs‘G(ﬂ’a)|apaq> = (Br Bs| V| ap rg)
Qﬂ
+ (@UES\VMVWIJ%)
(13.11)

, BBV — SV |yg)

r Ms Wa—hS“ pq
B a

a2 ey

Wﬂ—hg Wa_hg

Utilisant I'Eq. 13.9, les termes du membre de droite de I’Eq. 13.11 se combinent de
fagon a obtenir :

(B Bs | GO (Wa, Wo) [apag) = (Wl (Wp)|V [95,(Wa)) (13.12)

Cette identité montre que G¥® renormalise les corrélations & deux corps liées au coeur
dur de l'interaction nue de telle sorte que ses éléments de matrice a deux corps ont de
bonnes propriétés. Ainsi, le développement de 1’énergie 13.8 ne souffre plus de la présence
de diagrammes divergents. Comparant les Eq. 13.12 et 3.17, on constate que la matrice
G5 renormalise plus de corrélations que la matrice de Brueckner standard puisqu’elle
correle a la fois le ket et le bra dans I’élément de matrice a deux corps.

Etant données les régles de calcul et la définition des interactions G*, G? et G(%),
I’Eq. 13.8 complétée de celle pour la norme fournit un développement cohérent de 1’énergie
de I'état fondamental du systeme. Les exposants ng,n, qui définissent ’ordre du déve-
loppement pour chaque élément de matrice (@g| ... |®¢) sont pris partout identiques
ne = ng = n. Cette stratégie consiste a conserver les mémes diagrammes relativement
a tous les états produit |®§) impliqués, et cela pour le ket comme pour le bra dans le
calcul de (©y| H | ©y). Enfin, I'ordre dans les matrices G* et G# doit étre le méme pour

<@0|H| @0) et <®0| ®0>
13.4 Approximation a ordre le plus bas.
Considérons 'ordre le plus bas du développement de 1’énergie dérivé dans la section

précédente. Cela revient a ne garder que le terme n = 0 dans les Eq. 13.6 et 13.8. L’énergie
approchée de I’état fondamental devient :
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(n=0) . . . G(%g,)o) .
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Fic. 13.3 — Approximation a I’ordre le plus bas pour I’énergie.

Yo [ifal @01t + GB)(0,0) | F)
Sas F35a( 0] 0F)

n=0 __
Ej =

(13.13)
2apfifa [Zﬂman s D

Sas Fifal 5] 0E)

Cette expression est formellement identique a ’'Eq. 12.3 a cela pres que l'interaction a
deux corps V a été remplacée par la matrice G(*®) sur I’échelle d’énergie (W, = Wy = 0).
Par conséquent, notre objectif de donner une assise perturbative aux calculs de mélange
de configuration de type GCM ou projection, tout en définissant 'interaction effective
appropriée, est atteint. L’écriture diagrammatique correspondant a I’Eq. 13.13 est donnée
sur la Fig. 13.3.

Notons que l'ordre le plus bas contient les corrélations de basse énergie associées au
mélange d’états produit non-orthogonaux. Cela suggere que la théorie de perturbation
développée ici est adaptée aux systemes mous vis a vis d’un degré de liberté collectif.
Dans ce langage, ’ordre le plus bas correspond a une approximation adiabatique de type
Born-Oppenheimer qui sera de bonne qualité si les degrés de liberté individuels relaxent
beaucoup plus rapidement que ne le font les degrés collectifs. Aller aux ordres supérieurs
reviendra a introduire des effets diabatiques.

Comme nous Pavons vu, la matrice G#® dépend de I'élément de matrice ( ®7 ... | ®2)
dans lequel elle intervient. Ainsi, I’énergie a 1’ordre le plus bas ne peut se factoriser sous
la forme donnée par 'Eq. 12.2 obtenue comme la valeur moyenne d’un hamiltonien dans
un état | Uy) bien défini. Du fait de ’analogie existant entre I’énergie variationnelle 12.3
et I’énergie perturbative 13.13 renormalisant les corrélations a deux corps, on définira
malgré tout I'état | Ux) comme étant I’état approché correspondant a partir duquel les
autres observables seront calculées en utilisant des opérateurs nus. Ce procédé fournira
une approximation des observables de méme qualité que pour I’énergie a condition que les
corrélations associées a la resommation des échelles soient faibles pour les opérateurs en
question. On retrouve précisément la situation rencontrée dans les calculs de GCM ou de
projection réalisés jusqu’a ce jour au moyen d’un hamiltonien dépendant de la densité [25,
26, 44, 167, 172, 178, 179, 180, 181, 184]. En effet, tandis que I’énergie correspondante
ne saurait étre écrite comme la valeur moyenne d’un hamiltonien nu dans un état bien
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défini, ’état | Uy) est utilisé avec d’autres opérateurs nus pour calculer des observables
telles que les probabilités de transition.

Le fait qu’il n’existe pas d’état approché correspondant a ’énergie 13.13 est di a la
sommation des échelles dans G%® 3 laquelle ne correspond pas d’ordre bien défini dans
le développement de | ©p). Bien que cela soit plus subtile dans le cas de 'approximation
de BHF standard du fait de la factorisation de I’énergie en un seul élément de matrice,
I'utilisation du déterminant de Slater |®§) comme fonction du systéme est en fait du
méme ordre d’approximation que celle de | Uy) ici. Cela montre que 1’énergie calculée au
niveau du champ moyen ou au-dela au moyen de forces dépendant de la densité doit étre
entendue plutoét comme une fonctionnelle de cette densité que comme la valeur moyenne
d’un hamiltonien dans un état bien défini. Nous anticipons ainsi I’extention des fonction-
nelles de type Skyrme-HF au-dela du voisinage d’un seul champ moyen [187] qui sera
présentée dans la suite. Cette extension sera fondée sur le développement perturbatif as-
socié a I’Eq. 13.8 et permettra ainsi de conserver un lien formel avec la force nue. Cette
stratégie autorise une dérivation de la fonctionnelle selon une démarche systématique en
fonction de I'ordre d’approximation dans le probleme a N corps.

Avant d’en arriver 13, il faut revenir sur le choix a priori quelconque des coefficients
fa. Des lors qu’une troncation est effectuée dans le développement perturbatif, le choix de
ces coefficients n’est plus anodin et doit étre optimisé. En réalité, il s’agit plutot de faire
un choix initialement cohérent des états produit | §) et des coefficients f, selon le type
de corrélation de basse énergie que ’on veut inclure dans le calcul. Cela est équivalent
au choix du mélange de configuration dans les calculs variationnels introduits dans la
section 12. Nous allons maintenant étudier deux cas d’application de cette théorie de
perturbation.

13.5 GCM.

Une fois choisi le jeu d’états produit le long d’un chemin de contrainte par exemple,
I’énergie perturbative peut étre minimisée par rapport aux f, a tous les ordres du développe-
ment perturbatif. A Tordre le plus bas caractérisé par I’Eq. 13.13, cela revient a résoudre
le probleme aux valeurs propres :

(@t + GP)| @f) fo | = E7=| (®5]95) fa : (13.14)

écrit sous forme matricielle du fait de la dépendance du “hamiltonien” effectif t + G(3)(0, 0)
dans I’élément de matrice (5| ... | ®g).

Nous retrouvons précisément les équations de Hill-Wheeler 12.4 dans la base non-
orthonormée |®§) avec l'interaction effective appropriée. Ce résultat fonde les calculs
GCM du point de vue perturbatif. Cela rappelle que la minimisation associée a la GCM
ne releve pas du principe variationnel de Ritz lorsqu’'un hamiltonien effectif est utilisé.
L’énergie obtenue peut étre inférieure a 1’énergie vraie du fondamental. Enfin, la mini-
misation a un ordre plus élevé de la théorie de perturbation correspondra a l’inclusion
d’effets diabatiques dans la GCM.
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Selon le fondement perturbatif proposé ici, la diagonalisation de la matrice GCM 13.14
fournit plusieurs jeux de “vecteurs propres” { féf}, k = 0,1,2,.. qui correspondent a
différentes approximations de I’énergie du fondamental 13.13 et non pas a des états excités
du systéme ; tout ayant été écrit depuis le début pour le vrai fondamental. Les états | Uy)
associés sont orthogonaux entre eux mais ne sont pas orthogonaux au vrai fondamental
| ©g) dont ils constituent tous une approximation. Il est cependant possible de justifier
I'emploi des | W), pour k£ > 1, comme approximation des états excités du systéme par
un argument de bons sens. En effet, tandis que | ¥y) posseéde a priori un recouvrement
maximal avec |Op), les états | ¥y) orthogonaux a |¥,) posseéderont un recouvrement
important avec les vrais états excités | ©) correspondants au méme ordonnancement des
énergies.

13.6 Projection.

Le second cas particulier consiste a se concentrer sur 1’état du systeme plutot que
sur son énergie. Le vrai fondamental |©F) défini par 'Eq. 3.9 obéit aux symétries du
hamiltonien H, que la fonction produit | ®§) par rapport a laquelle il est développé brise
ou non ces symétries. En revanche, la symétrie est brisée des lors que des diagrammes
sont omis dans le développement. Nous allons montrer que la perte d’un bon nombre
quantique dans le développement perturbatif de Brueckner-Goldstone peut étre restauré
dans le cadre de notre théorie de perturbation étendue. Nous traitons pour exemple le cas
de la rotation.

Soit un déterminant de Slater | ®3), état fondamental d’un champ moyen déformé h)
conservant la symétrie axiale autour de I’axe z. Nous déduisons de cet état I’ensemble des
états produit tournés autour d’un axe (axe y) orthogonal & ’axe de symétrie :

T
05) = exp(iT0g,) [ 0f)
(13.15)
= R(a)|®p) ,

pour « variant de —n a n par valeurs entieres. Le hamiltonien du systéme étant invariant
sous cette transformation, l'opérateur de rotation R(c) commute avec lui. | ®Y) étant
I’état fondamental non-dégénéré de hY avec 1'énergie £, | ®§) sera celui du hamiltonien
tourné hY = R(«a) hy Rf(«) avec la méme énergie propre. Cette situation correspond au cas
particulier de la théorie de perturbation étendue ot les vides | @§) ont la méme énergie non-

perturbée. L’opérateur d’évolution adiabatique écrit dans la représentation d’interaction
prend dans le cas présent la forme :

U(t,tg) = eMYh U, (t,ty) e thato/h
= R(a) othGt/h Rf(a) e—iffo He(e,7)dr [h R(c) e—ihQto/h RT(a)

= R(a) U/(t,to) R'(a)
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grace au fait que le hamiltonien auxiliaire défini par I’Eq 3.8 dépend aussi de « selon la
relation :

H%(,7) = R(a) H(e,7) Rf(a) . (13.16)
Par conséquent, ’état fondamental tel qu’il est donné par I’Eq. 13.2 se récrit :

L, (0.0 |95
|©0) = E%Zf“ <1>a|Ua(0 —o0)| ©F)

_ [ : er(o’ _OO) ‘ (I)0>
i Z 1ott)] (1, 73505, oo 1340

- za: fa R() —Z ( £ ! i G°>n |<I>8>Lié/1rred.]

Alors, si les coefficients du mélange f, vérifient 'Eq. 12.19, 'opérateur :

Pro= Y fPR(e) , (13.18)

a=—n

est le projecteur sur le spin total I, de composante M sur I’axe z!. Finalement, 'Eq. 13.17
s’écrit sous la forme compacte :

|©0) = Pro|©)) (13.19)

la projection étant triviale si aucune approximation n’est faite sur | ©9). Pour un noyau
pair-pair, | ©9) ayant un spin nul, cette projection donne le vecteur nul pour I # 0 et
I’identité pour I = 0.

La théorie de perturbation étendue revient donc ici a restaurer la symétrie brisée dans
le développement usuel de Goldstone-Brueckner en projetant 1’état approché. D’apres
I’Eq. 13.17, cela consiste a réaliser une combinaison linéaire des développements diagram-
matiques tournés a partir du développement de |©J). Cette formulation généralise la
méthode du champ moyen projeté a la projection des états corrélés a tous les ordres de
la théorie de perturbation. De plus, la méthode permet d’inclure au passage la somma-
tion des échelles de Brueckner de maniere cohérente a travers ’'utilisation des matrices de
Brueckner tournées R(a) G° Rf(«) pour chaque composante de la fonction approchée.

Etudions maintenant le développement de ’énergie. Du fait que Py commute avec
H et satisfait a P 0 = PIO, I’énergie vraie de I’état fondamental définie par I’'Eq. 13.5
devient :

'L’opérateur de projection est plus compliqué pour M # 0 ou dans le cas d’une fonction de champ
moyen | ®J) ne possédant pas la symétrie axiale, mais le calcul peut étre étendu sans difficulté majeure.
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O H Py |6}
Ey = < |0 | ©o) : (13.20)

(Of| Py | ©F)
qui inclue une somme simple sur a. Afin d’aboutir a la forme 13.8, il faut encore éliminer
les divergences associées a l'interaction V issue de H. La matrice de Brueckner généralisée

régularisant le cceur dur s’écrit :

« ! QO
G(O’ )(W07 WO) = V + GO(WO) W/ h,O V
Q° 0 t
+V R(@) L GO R (@)
(13.21)
0 Q° Qe i
+ G (WO) W[ hO VR(Od) WO h() G (WO)R (OJ) )
et dépend de 1’élément de matrice (O] ... R(a)|©fJ) dans lequel elle intervient. Nous

constatons une simplification par rapport au cas général puisque seules une matrice de
Brueckner G®=° et k matrices G(%® doivent étre calculées. Une fois ces corrélations i
deux corps sommées dans l'interaction, 1’énergie a l'ordre le plus bas dans la matrice
G0 gécrit :

Daen f AP [t + GO9(0,0)] R(e) | D)
> e f (RG] R(a) | )
Elle prend donc la forme de I’ énergle de champ moyen projeté 12.16 pour I = 0 avec

I'interaction effective appropriée G(%*)(0,0). Deux remarques restent 3 faire.
En accord avec la discussion menée dans la section 13.4, la fonction corrélée :

n=0 __
EO -_—

(13.22)

| Wo) = Poo | DY) (13.23)

décrit 1’état fondamental approché du systéme associé a 1’énergie 13.23.

Bien que la projection du vrai fondamental | ©3) pour I # 0 donne le vecteur nul, tel
n’est pas le cas pour la projection d’un état approché de ce fondamental. De nouveau, et
pour les mémes raisons d’orthogonalité, il n’est pas illogique de considérer 'Eq. 13.22 et
I’Eq. 13.23 pour I # 0 comme des approximations de 1’énergie et de la fonction d’onde
des vrais états excités | ©;) du systeme.

13.7 Approximation de densité locale pour la matrice

de Brueckner.
L’interaction effective G(3) (W3, W,) obtenue dans la théorie de perturbation étendue

s’exprime en fonction de deux matrices de Brueckner standards G# (W) et G*(W,). Rap-
pelons ici quelques propriétés de ces matrices de réaction :
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e L’interaction G* resomme des effets & N corps via opérateur Q*/(W, — h§).
La valeur de W, dépend de la position de l'interaction G* dans un diagramme
donné. A cette position, I’élément de matrice { c, o, | G* | p ag) dépend de Iénergie
€a, + €0, — Wo a travers le dénominateur de Q/(W, — h§).

e Par voie de conséquence, G%® inclue également des effets & N corps. Les valeurs de
Wp et W, dépendent du reste du diagramme a ’endroit ou se trouve 'interaction.
Ces valeurs fixées, 'élément de matrice (B, B,| GP¥ | oy, o) dépend des énergies
€p,, +€p, — Wa et €q, + €, — Wa.

Le probleme que I'on se pose est de savoir si les effets de milieu en question peuvent se
réduire en une dépendance dans les densités locales a travers une série d’approximations
raisonnables. Si tel est le cas, il nous sera possible de déduire la dépendance correspondante
des forces effectives phénoménologiques induite par les sommations de Brueckner dans le
cadre des calculs de mélange de configurations.

Les éléments de matrice de l'interaction G sont bien définis dans la base {a} qui
diagonalise h§ (voir annexe A). La transformation dans 'espace de configuration s’écrit :

(Oman |G opag) = Y / dFy 7y drly drly ( Qi i | 71 Gt t1 75 Con o) (13.24)

Cat1--et1...
<F1 CoatiTaCrato | G* \ 'y C;In tl1 r's <;2 t12> <T'1 Q'n t'1 T2 C;2 t,2 | Gp 0‘q> )

ot {1 ¢!, t, 175 Cly th | ap rg) est une fonction produit & deux corps antisymétrisée. L'Eq. 3.14
satisfaite par G s’écrit dans I’espace de configuration? :

(71 Cat1 7 Canta | G771 Gyt Ta Clyth) = (71 Gt 7 Caata | V| 171 Gy ) 772 (Lo )
(13.25)
- - Qa NI S T Ay SRS B
+<T1Cz1t1T2Cz2t2\VmG |71 Gty 2 o )
o
ou (7 (1t 7o Coty | G*| " it iy Cloth) est 1ié a I’élément de matrice initial dans la
représentation o par sa dépendance en €., + €4,. Dans I'Eq 13.25, nous insérons deux
fois 'opérateur identité sous forme de relations de complétude entre les opérateur V et
Q*/ (W, — h§) d’une part et Q*/(W, — h§) et G* d’autre part. Du fait de 'Eq. 2.4
définissant l'interaction nue et du caractére diagonal de Q*/(W, — h§) dans la base a
deux corps {| o, )}

Q* | aras) (oo |
—_— = , 13.26
Wy — h§ éazx% €a, T €ay — Wa — €q, — €q, ( )
€ag >e%.

211 n’est pas nécessaire d’antisymétriser les éléments de matrice dans I’espace de coordonnées puisque
p Y
cela est fait pour G dans la représentation a.



164 Chapitre 13 - Théorie de perturbation étendue.

nous obtenons :

QOt

G* T—'7 /t/ﬁ A
Wa_hg | 1Cz11 2Cz2 2>

(T1Cat1 T Coata |V
(13.27)

Z (Coatr Goata | V(71 — o, Bt — Py 01, 0%, 71.73) | Gea ts Goa ta) / drs dry
C23Czatsts

(67

Q — — — — = -
W —rhe |75 Cata s Gata) (T3 Cata Ta Cuata | G [ 171 Cu 8y 172 (o ts)
a 0
Penchons nous sur 'opérateur Q%/ (W, — h{) responsable des effets de milieu et donc
des éventuelles dépendances dans les densités locales. Ses éléments de matrice dans ’espace
des coordonnées s’écrivent :

(71 Coats T Coata |

S . QY . S o (T4) B, (T2) B, (73) Pa, (T1)

71 Coata ™ Goata | v | T3 Coats T Goata) = ) ) - - -

< 15230371282 ‘Wa—h(‘f‘ 3523 43 F1 ) 6a7>6%t eap+€aq _Wa_ear — €,
Eas>5%*tj

(13.28)

Cet élément de matrice non-antisymétrisé est diagonal en isospin. Les états a deux
corps | a,a,) impliqués dans la somme sur les états de particules sont tels que (¢, = t3 =
tp,ts =ty = 14) ou (t, = t3 =t,,ts = t4 =t,). Nous spécifions I'isospin des deux nucléons
en interaction dans la somme a travers deux énergies de Fermi indicées par ces nombres
quantiques e‘,’éta et e‘}f«t4. D’un autre coté, ces énergies de Fermi ne dépendent pas du spin
puisque nous ne considérons que des mers de Fermi saturées en spin dans les Eq. 13.26 et
Eq. 13.28. Cela signifie que nous avons implicitement limité notre étude aux états 0" des
noyaux pair-pair. Nous reviendrons sur ce point par la suite.

Afin d’obtenir une approximation de densités locales pour 1’élément de matrice 13.25,
la matrice densité a un corps doit apparaitre dans le numérateur de I’Eq. 13.28. Pour cela,
une moyenne sur le dénominateur en énergie est nécessaire afin de le rendre indépendant
des indices de somme (., «s). Dans la plupart des travaux traitants de I'approximation
locale de la matrice de Brueckner, la procédure consiste a remplacer ce dénominateur
par une moyenne appropriée sur la mer de Fermi dans la matiére nucléaire [66, 67, 98|.
Cette moyenne dépend naturellement de 1’énergie de Fermi, qui peut étre transformée
en une dépendance dans la densité totale du systéme. A son tour, cette dépendance
sera transformée en une dépendance dans la densité locale lorsque 1’on s’intéresse a un
noyau fini. Accompagnant cette procédure du développement de la matrice densité (DME)
apparaissant alors au dénominateur, la complete dépendance de I'interaction effective en
la densité locale est finalement obtenue [66, 67, 98].

Cette stratégie introduite par Negele et Vautherin semble de notre point de vue difficile
a justifier formellement. En effet, trois types d’énergies doivent en réalité étre distinguées
dans le dénominateur en énergie de I’'Eq. 13.28.

La premiere, €,, + €,,, correspond a I’énergie non-perturbée du ket a deux corps de
I’élément de matrice de G* considéré. Cette énergie est fixe dans la somme apparaissant
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dans le membre de droite de I’Eq. 13.28. Il semble en effet raisonnable de la moyenner sur
la mer de Fermi puisque seuls les éléments de matrice de G* correspondant a des états
| ap ) dans la mer de Fermi sont utiles au calcul de I’énergie a ’approximation de BHF.
Il n’en reste pas moins que I’énergie de Fermi est une quantité globale du noyau, plus liée
au nombre de neutrons et de protons (N,Z) qu’a une densité locale au centre de masse
des deux nucléons en interaction. D’ailleurs, bien qu’utilisant cette procédure avec succes,
Negele en a relevé le caractere douteux sur le plan formel [67].

La seconde énergie correspond au parametre W, induisant une dépendance non-triviale
des éléments de matrice de G relativement a sa position dans le diagramme. Une fois
donnée cette position, W, est le méme pour tous les éléments de matrice 13.24. A TPordre
le plus bas de la théorie de perturbation (étendue ou non), ce paramétre est nul puisque
les matrices de Brueckner sont prises sur couche d’énergie.

La derniere, €,, + €,,, rend le dénominateur de ’Eq. 13.28 dépendant des indices de
somme ¢, et . Elle provient de chaque propagateur libre a deux corps dans 1’échelle de
Brueckner et porte sur les états de particule jusqu’aux énergies infinies. Par conséquent
elle ne correspond en rien a une énergie dans la mer de Fermi. De plus, cette dépendance en
énergie constitue une pondération pour chaque paire d’états apparaissant dans 1’échelle,
et a ce titre, se trouve fortement liée au numérateur dans I’Eq. 13.28. L’omission de ce lien
abandonne une part essentielle de la physique contenue dans la resommation de Brueckner
en donnant un poid identique a tous les états de particule quelque soit leur énergie non
perturbée. Cette procédure standard revient finalement a considérer I'opérateur de Pauli :

(F1Coata T Coata | Q% | 75 Coata Ty Goata) = (6(72 — 7a) — pf (72, 74)) (6(F1 — 73) — pi (71, 73))
(13.29)

comme la quantité cruciale a traiter en détails dans I'opérateur Q*/ (W, — hg). C'est a
ce stade que la DME est réalisée [66, 67], faisant apparaitre les densités locales scalaires
indicées par I'isospin pf (R) et o (R).

Cette procédure souleve donc des questions. Une simplification de la matrice G étant
malgré tout nécessaire a la réalisation de calculs de structure extensifs, on pourrait préférer
une approximation locale de la “densité d’énergie” 13.28 (en moyennant €, + €4, — Wo
d’une maniere raisonnable afin d’obtenir une interaction indépendante de l’énergie a
chaque position dans le diagramme). Le développement de cette densité d’énergie réalisée
selon le méme mode que la DME devrait étre d’une qualité similaire a celui de la matrice
densité [66]. Cependant, cela ne conduit pas a une interaction dépendant des densités
locales standards (p¥(R), V2 p*(R), 72(R)...).

Malgré les faiblesses que nous venons de souligner, il n’existe pas & ce jour de tra-
vaux pleinement cohérents permettant d’approximer 1’élément de matrice 13.28 par une
fonctionnelle des densités locales. Aussi, nous abandonnons 'idée d’obtenir la dépendance
dans les densités locales associée a I'opérateur Q*/ (W, — h).
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Chapitre 14

Dépendance en densité de la force
due aux corrélations a deux corps.

14.1 Ansatz.

Nous nous intéressons dans cette section a ’approximation locale de I'interaction ef-
fective G5 lorsqu’elle est utilisée & 1’ordre le plus bas dans le calcul de I’énergie. Cela
constitue une simplification importante puisqu’elle est sur couche d’énergie dans ce cas.
Etant données les conclusions de la section précédente, nous postulons que 1’élément de
matrice 13.28 peut étre approché par une quantité locale et de portée nulle :

[e%

(F1§23t3772<z4t4\%\%stts&@u) ~ K [pg(71), pi ()] 6(F1 — 75) 6(7 — 74)
a— g

~ F g (R)] 67— 79) 07 — 72) 6(7 — 72)

ou F (K) est une fonctionnelle a priori inconnue de(s) la densité(s) locale(s) scalaire(s)
isoscalaire (proton et/ou neutron) associée(s) a I’état produit |®f).

Comme suggéré par les Eq. 13.29 et 14.1, Uinteraction effective devrait également
dépendre de la densité locale isovectorielle lorsque les deux nucléons en interaction n’ont
pas le méme isospin. Cependant, les forces phénoménologiques utilisées aujourd’hui dépendent
uniquement de la densité isoscalaire au centre de masse, que les nucléons en interaction
aient ou non le méme isospin. Cela est satisfaisant pour les noyaux proches de la stabilité
meéme si une remise en cause pourrait étre nécessaire pour les noyaux exotiques.

D’autre part, la DME, que nous gardons comme motivation pour comprendre la
forme 14.1, suggere une dépendance additionnelle de F en une série de puissances des
coordonnées relatives 7| —73 et 7, —7 [67]. Devraient également s’ajouter des termes correc-

—

tifs dépendant des dérivées secondes des densités locales pff(R) et des densités cinétiques
7&(R) pour rendre compte de la non-localité de I'opérateur Q%/ (W, — hg).

Pour les systémes brisant I'invariance par renversement du temps, la DME fait ap-
paraitre une dépendance dans les densités de courant jta(é), tandis que pour les systemes

non saturés en spin, une dépendance dans les densités de spin §*(R) et de courant de

167
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spin j;‘”(ﬁ) devrait étre considérée. L’Eq. 14.1 correspond finalement a une approximation
purement locale en 7y — 73 et 75, — 7y. Cette approximation, correcte dans la limite des
grandes densités est particulierement crue a la surface du noyau. La prise en compte de
dépendances supplémentaires, bien que toujours possible, compliquerait grandement les
développements théoriques présentés dans la suite ainsi que les calculs numériques. Ainsi,
aucune d’entre elles ne sera prise en compte explicitement en accord avec la forme actuelle
des forces de Gogny et de Skyrme, le manque correspondant devant étre corrigé a travers
le caractere phénoménologique de ces forces.

D’un autre co6té, nous pouvons étre plus confiant dans I’approximation de portée nulle
en 7] — 7 des éléments de matrice de Q*/ (W, — h§) puisque ceux-ci sont entourés de deux
interactions V' dans les éléments de matrice de G [66]. Cette portée nulle est responsable
de la dépendance de pf; et pf en ﬁ, plutot qu’en 7 et 7 respectivement dans 'Eq. 14.1.

Utilisant ’ansatz 14.1, et sachant que 'opérateur p' = p; —ps n’agit pas sur ﬁ, I’élément
de matrice 13.25 devient! :

<§21 tl CZZ t2 | G%DA(R'J F’ﬁ? 0?3.5 0;2) 7%7%) - V(,F: ﬁ) 0;1) 0@5’ 7%792) | C;l tll <;2 tl2> =
(14.2)

F o (B)] (Crts Gota V(7. 5.63, 53,72 B) Gopa(Bo7, 5,61, 65, A7) |t Clath)

Introduisons une relation de complétude dans 'espace de signature/isospin entre V et
G$ pa, itérons 'Eq. 14.2 puis éliminons cette relation de complétude. Nous obtenons alors
une relation valable pour tous les éléments de matrice de G4 dans l'espace de signa-
t}lre{ isospjn Aqui s’écrit, sans préciser les dépendances de V et G¢ 4 dans les opérateurs
01, 09 et 7.7, sous la forme :

o0

toaBFR) = Y VIER F ()]
) (14.3)

= VD) + V@D F B + VIEn F (@) + ..

Passons maintenant 3 la matrice de Brueckner généralisée G(»®). Utilisant I'Eq. 13.7
et 'Eq. 14.3 pour G* et pour G?, nous obtenons apres quelques manipulations :

1Le sigle “LDA” désigne usuellement I’approximation de densité locale ou “Local Density Approxi-
mation”.
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GO (Brp) = > VIR D)
=1 F [,0
(14.4)

= V@D + V7D {f' [pg(ﬁ)} +7[P8(R)]}
V@) {7 (B + F D] F[s5B)] + 7 [s5B)]} + ...

Cette approximation de l'interaction effective fondée sur des manipulations d’ordre
général est encore trop compliquée et demande a étre simplifiée. Cela dit, nous pouvons
d’ores et déja conclure sur un point important. La structure de I'Eq. 14.4 montre que
quelle que soit la forme explixite de la fonctionnelle F, G D A ne dépendra ni de la densité
mixte ni de la densité corrélée, mais des densités locales de champ moyen p2(R) et pf(R)
relatives aux deux états produit impliqués dans I’élément de matrice ( @ﬁ [t + GB) | dg).

14.2 Simplification.

Procédons a présent a quelques simplifications. Les forces de Gogny ou de Skyrme
ayant été interprétées comme des matrices de Brueckner a l’approximation de densité
locale [182, 67], nous désirons identifier la dépendance en densité de G (R, 7,7) a la
leur lorsqu’un terme diagonal (8 = «) est considéré dans I’Eq. 14.4. Nous traitons ci-
dessous le cas de la force de Skyrme

Afin d’identifier GLDA(R 7, p) & ngyrme(R ?, ?) définie par I’Eq 4.69, la force
tenseur doit etre négligée dans l'interaction nue et un développement a l'ordre deux
dans la portée de toutes les puissances de la force nue, doit étre effectué?. Une fois ce
développement en 7 formellement réalisé pour V!(7,p), les termes issus de la force cen-
trale et de l'interaction spin-orbit sont regroupés pour obtenir :

+V(0) K. 6(F) T (14.5)
L) G+ ) WA TE

ou la dépendance originale en p provenant du terme spin-orbit est maintenant notée
" dans le dernier terme de I’Eq. 14.5. Dans cette équation, les coefficients Vi(l) incor-
porent une dépendance en 01, 0y et 7'1 72 provenant de V'. D’un point de vue général, il
n’est malheureusement pas possible pour une interaction V' d’exprimer les coefficients du
développement de V!(7,p) en fonction de I ou en fonction de ceux de V (7, p).

2La force de Gogny fait également usage d’un terme dépendant de la densité de portée nulle.
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Seuls les termes indépendants des vitesses doivent présenter une dépendance en densité
si 'on veut assimiler G%af,a)(R, 7,p) & une force de type Skyrme. Ainsi, le développe-

ment 14.5 est coupé a 'ordre zéro en T et W pour [ > 2, ce qui permet d’obtenir a partir
de I'Eq. 14.4 :

F
¥

GPONR7E,K) ~ V(1) 6(7)

+
AN RGN (14.6)
+Va(1) (61 + o) ¥ A 87 R
< P - F )
a0 6B - 7 | (R)] "

14.3 Champ Moyen.

Afin d’identifier effectivement G\ (R, 7, %, ?) a une force de Skyrme telle qu’elle
est définie au niveau du champ moyen, il faut considérer ’expression 14.6 pour a = f3.
Ce faisant, I'identification est possible a condition de tronquer le développement en série
apparaissant dans G(Lﬂ 1’7‘2 a l'ordre 2 en F, de prendre :

Flop@)] =a (s(B) (14.7)

ol a est une constante, et d’établir la correspondance formelle entre les coefficients :

to (1 + .T()PU)
st(1+ a1 F,)
tg (1 —+ .’EQPJ)
étg (1 -+ ,’Egpg)
W

) (14.8)

tteee

L’Eq. 14.7 peut étre comprise comme une détermination phénoménologique de F re-
posant sur la forme existante des forces phénoménologiques. La valeur de I’exposant ¢ a
fait 'objet de nombreux débats. D’abord, des arguments généraux ont été en faveur de
o = 2/3 [185] tandis que 'ajustement d’éléments de matrice diagonaux de la matrice de
Brueckner au niveau de Fermi, calculés a partir de forces réalistes, a donné des valeurs
comme o = 1/6 [188] ou 1/3 [189], et cela pour plusieurs canaux de spin-isospin. D’autres
calculs de cette nature étaient plutot en faveur de o = 1 pour la courte portée et o = 1/3
pour la longue portée [66, 190]. Enfin, I'ajustement des forces phénoménologiques a fournit
tout un éventail de valeurs pour cet exposant, allant de ¢ = 1 pour les premieres versions
des forces de Skyrme [215] & 0 = 1/6 pour les plus récentes [125]. Il faut cependant garder
a l'esprit que ces ajustements englobent nécessairement 1’effet des dépendances en densité
issues d’origines physiques différentes (voir section 12.5).
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14.4 Extension au mélange d’états produit.

Nous pouvons maintenant étendre la dépendance en densité de I'interaction effective
au cas non-diagonal (o # ). Nous procédons pour cela de la méme fagon que pour
I'interaction diagonale en tronquant la série au premier ordre en F et en utilisant la
détermination phénoménologique 14.7 de cette fonctionnelle. Ce faisant, nous obtenons :

) (BRER) = to(1+a0P,) 5(7)
1
+5 6 (L+2iB) (6(7) F* + %2 5(7)
+to (1 4+ 22P,) ? o(7) 7 (14.9)

45t (L asPy) (B + (A1} 60)
Wy (G + a) WA ST

comme extension naturelle d'une force de Skyrme a utiliser dans 1’élément de matrice
(®F | HB) | ®2). Le role symétrique joué dans la formule 14.9 par les densités associées
au bra d’une part, et au ket d’autre part, permet d’écrire le hamiltonien mixte sous la
forme :

HO g (R), i (B)] = 5 {# [m(B)] + #[B]} . (410

N =

—

ou H [pO(R)] est le hamiltonien de champ moyen pour ’état produit | ®¢). Comme cela a

été dit des I'obtention de I’Eq 14.4, la prescription dérivée est différente de celles utilisées
jusqu’a ce jour dans les calculs de GCM ou de projection.

Ce résultat a été obtenu au moyen d’une séquence d’approximations raisonnables bien
que nombreuses. Les derniéres équations ont été dérivées pour coller au plus pres des forces
de Skyrme afin de bénéficier de leur succes considérable au niveau du champ moyen. Le
schéma développé est cependant plus général et permettrait si nécessaire d’éviter certaines
approximations. Par exemple, une portée finie pourrait étre conservée, ou du moins les
termes dépendant a la fois des vitesses et des densités comme suggéré dans la Ref. [189].
Il serait également possible de considérer les puissances d’ordres supérieurs en F dans
I’Eq. 14.4 ou dans ’Eq. 14.6. Comme discuté plus haut, la dépendance initiale dans la
densité isovectorielle pourrait étre conservée en vue de I’étude des noyaux exotiques. Pour
finir, la dépendance en énergie de l'interaction devrait étre également conservée étant
donné son role significatif [78]. Ces généralisations correspondent & des formes analytiques
de la force de Skyrme (ou de Gogny) au niveau du champ moyen pas encore envisagées a
ce jour.

Utilisant la force de Skyrme généralisée telle qu’elle est définie par I’'Eq. 14.9, I’énergie
de I’état fondamental 13.13 correspondant a I'ordre le plus bas de la théorie de perturba-
tion s’écrit :
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o (W HIW) T 13 FURGHO [0(R), 05(R)] | 95)
B = o wy = T 7ol 27 o (14.11)
o[ o s 137200 05)
= S [ e (14.12)
aiﬂ

ot HP*)(R) est une fonctionnelle des densités locales uniquement. Celle-ci inclut la
dépendance dans les densités locales scalaire-isoscalaire de champ moyen issue de la
définition de vgﬂk’;)me, mais aussi la dépendance dans les densités locales mixtes issues
des contractions non-diagonales dans I’expression 14.11. Notons que les densités impaires
sous 'opération de renversement du temps issues de ces contractions sont toujours non
nulles dans le contexte des mélanges de configurations. Cela engendre la présence de den-
sités de spin, de densités de courant ou encore de la composante vectorielle de la densité
d’énergie cinétique dans la fonctionnelle, méme pour un noyau pair-pair. La formule ex-
plicite de la fonctionnelle de Skyrme pour les mélanges de configuration est donnée dans
la Ref. [172], mais doit étre modifiée pour rendre compte de la nouvelle prescription pour
la dépendance en densité de la force.

Rappelons la stratégie adoptée dans la présente dérivation. Le but n’a pas été de dériver
explicitement les termes de la force de Skyrme avec leurs coefficients en fonction de ceux
de la force nue, mais simplement de retrouver une correspondance formelle avec la force
de Skyrme afin d’obtenir la dépendance en densité associée aux opérateurs Q*/(W, — hf)
et Qf /(W5 — hY) apparaissant au niveau de la matrice de Brueckner généralisée.

Une stratégie plus proche du travail de Negele et Vautherin [66, 67, 98] aurait pu étre
invoquée dans la derniere partie du calcul. Ainsi, aprés nous étre appuyé sur la DME
pour définir la forme locale du vertex effectif, le développement dans la portée de celle-
ci permettant de retrouver une force de type Skyrme aurait pu étre remplacé par un
développement local additionnel de la densité d’énergie HP®) (R, 7) dérivée A partir de
I'interaction de portée finie G(Lﬂ l’fﬁ correspondant a I’Eq. 14.4. Cela consisterait a travailler
directement sur la fonctionnelle plutot que sur 'interaction a deux corps.

Tandis que la méme dépendance en densité issue de la resommation des échelles de
Brueckner aurait été obtenue dans la formule finale 14.12, des expressions différentes
seraient obtenues pour la dépendance dans les densités mixtes locales. La fonctionnelle
serait formellement identique a celle dérivée de la force a deux corps généralisée vgﬂk’;gme
sauf que les coefficients des différents termes deviendraient eux-mémes dépendants des
densités mixtes locales. Dans le cas standard faisant usage d’un seul vide, ces coefficients
varient doucement autour de la densité de saturation, validant la stratégie utilisée ici [66,
67]. Dans la matiere nucléaire & plusieurs fois la densité de saturation, cette dépendance
des coefficients dans la densité devient importante a prendre en compte. Un avantage
formel du développement local de la densité d’énergie H (%) (R, 7) par la DME vis a vis du
développement en la portée de la force effective concerne le découplage des coefficients des
termes pairs et impairs sous renversement du temps [191]. C’est en ces termes que se justifie
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la stratégie consistant a découpler les coefficients dans la fonctionnelle de Skyrme [32, 37|
(voir la discussion dans I'annexe E).

Nous obtenons donc une extention de la validité de la fonctionnelle de Skyrme au cas
des mélanges d’états produit de type GCM ou champ moyen projeté sur la base d'un
développement perturbatif de 1’énergie vraie. En ce sens, la fonctionnelle ne prend en
compte que les corrélations proprement définies a cet ordre d’approximation du probleme
a N corps et n’est pas vue comme un moyen de resommer 1’ensemble des corrélations
manquantes. Cette propriété se traduit par I’utilisation d’un vertex effectif a quatre pattes
externes G(%® conservant, au moins formellement, un lien avec la force nucléon-nucléon
libre.

14.5 Projection.

[llustrons le resultat précédent dans le cas particulier des restaurations de symétrie.
Plus spécifiquement, nous considérons la restauration du moment angulaire dans I’état
fondamental lorsque 'invariance par rotation est brisée par une fonction a symétrie axiale
au niveau du champ moyen. Ce cas correspond aux calculs présentés dans la section 13.6.
La prescription obtenue revient & remplacer G(%®) par la force de Skyrme généralisée
vgok’;r)me(ﬁ, 7, k ,W) dans la formule de 1’énergie 13.22, ce qui donne pour 1’état fonda-
mental de spin nul :

S FOCOB [t + o] Rl | 2f)

EOTLZO — - 5 - - ’
Yo Lo R(a) [ 2)

(14.13)

oll vg;c’zgme dépend des densités de champ moyen des deux états produit | ®)) et R(a) | @)

différant 'un de autre par une rotation d’un angle wa/n autour de axe y. Pour que la
prescription obtenue est correctement définie pour les calculs de restauration de symétrie,
deux propriétés doivent étre vérifiées :

e Comme lors d’'un calcul de projection utilisant un hamiltonien nu invariant par
rotation, 1’énergie 14.13 doit étre indépendante de l’orientation des axes dans le
référentiel du laboratoire®. En conséquence, I’énergie du champ moyen déformé est
indépendante de son orientation intrinseque dans I’espace.

e La prescription obtenue doit conduire & une énergie réelle?.

Dans le présent contexte, la premiere propriété est immédiatement vérifiée. En effet, la
commutation d’un des opérateurs de projection Pyo avec le hamiltonien initial a été réalisée
dans I'expression de 1’énergie exacte 13.20 avant que toute resommation ou troncation ne
soit faite dans le développement perturbatif. Ainsi, la matrice de rotation R(«) n’apparait

(0,)

skurme dans la formule de I'énergie 14.13. Cette propriété prouve sans

qu’a droite de v

311 n’est pas nécessaire que H(®:®) soit invariant par rotation.
411 n’est pas nécessaire que H (%) soit hermitien.
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calcul supplémentaire que les éléments de matrice (@Y H® R(a)|®}) ne dépendent
que de ’angle relatif entre les deux fonctions produit et donc, que I’énergie projetée est
indépendante du choix de ’axe par rapport auquel les angles de rotation sont mesurés
dans le référentiel du laboratoire.

La seconde propriété est démontrée en détail dans I’annexe I.

La prescription dérivée a partir de la théorie de perturbation étendue vérifie donc
les propriétés (mathématiques) minimales nécessaires a son utilisation dans les calculs
de projection. Notons que malgré le manque d’argument fondamental justifiant a ce jour
I'utilisation de la densité locale mixte, celle-ci est tout a fait bien définie du point de vue des
propriétés mathématiques précédentes pour étre utilisée dans les calculs de restauration
de symétries [178, 44].

Enfin, tenant compte du fait que 'opérateur densité a un corps commute avec les
opérateurs N et Z, il est facile de montrer que la prescription dérivée convient également
aux calculs de projection sur le bon nombre de particules.

14.6 Au-dela de 'ordre le plus bas de la théorie de
perturbation.

La force de Skyrme généralisée construite  partir de I'interaction G¥® sur couche

d’énergie ne doit pas étre a priori utilisée dans les calculs au-dela de ’ordre le plus bas de la
théorie de perturbation, c’est a dire au-dela du mélange d’états produit non-orthogonaux.
Comme cela a déja été mentionné, il peut étre intéressant dans certains systemes d’aller
au-dela de cet ordre afin d’introduire des effets diabatiques [56].
Les diagrammes associés (Npaz = 1., 7 0) font usage de la matrice G*® hors couche
d’énergie. Dans ce cas, les dénominateurs en énergie apparaissant dans la définition de
G#) sont modifiés. Dans le contexte de ’approximation locale, cela modifie en principe
la fonctionnelle F pour chaque vertex par rapport a sa définition a I'ordre le plus bas.
Cela signifie que 1'utilisation de la force 14.9 dans un calcul GCM incluant des excitations
individuelles est soumise a caution. Nous ne faisons que mentionner ce point puisqu’aucun
résultat issu de tels calculs ne sera présenté dans ce mémoire.



Chapitre 15

Renormalisation des forces a plus de
deux corps.

En conclusion de la section 14, nous avons obtenu une prescription pour la dépendance
en densité de la force effective issue de la resommation des corrélations a deux corps.
Comme explicité dans la section 12.5, il existe d’autres causes de dépendance en densité,
I'une d’entre elles étant ’omission des forces a plus de deux corps dans le hamiltonien
utilisé.

Nous avons rappelé dans I'introduction les raisons d’inclure des forces a trois corps.
Dans la présente section, nous proposons de renormaliser leurs effets sur les états liés
du noyaux dans le cas des calculs de mélange de configurations par I'intermédiaire d’une
dépendance en densité locale de la force effective a deux corps. Notre but n’est pas d’ob-
tenir une renormalisation exacte, les imperfections de la dérivation seront éventuellement
compensées par l'ajustement final de la force phénoménologique. Alors que le calcul sera
mené sans traitement des corrélations d’appariement, le résultat sera étendu au canal p-p
sans grande difficulté. Notons également que le calcul, fait explicitement dans le cas d’une
force a trois corps, sera ensuite étendu au cas des forces a K corps.

Nous faisons donc ’hypothése que le hamiltonien du systeme contient une force a trois
corps :

1 — 1 —

3) _ 1 2 + 1 (3) Tt

H® = E:tijcz‘cj‘*‘z E:Viljkciclckcj"‘% E Vilnjkmciclczcmckcj 5
1,j 1,5kl 1,5,k,l,m,n

(15.1)

ou VEZ),C et ng’,zjkm sont des éléments de matrice completement antisymétrisés. Le hamilto-
nien 15.1 ainsi que toutes les quantités dans la suite de ce chapitre sont écrites relativement
a la base & un corps {¢n« (7, (,, 5., )} propre pour la projection du spin et pour I'isospin’.
On note que l'interaction & deux corps V® possede déja le caractere effectif d’une matrice
de Brueckner a ’approximation de la densité locale dans le hamiltonien 15.1. Nous ou-

blierons cette propriété dans ce chapitre puisque cela ne ferait qu’alourdir les calculs sans

!Nous rappelons qu’une lettre minuscule désigne les nombres quantiques d’un état dans leur ensemble
tandis que la méme lettre en majuscule exclut les nombres (¢, s., ) qui doivent étre précisés explicitement
dans ce cas.
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en changer les conclusions. Nous séparons le traitement de la GCM et de la projection
puisque la minimisation de ’énergie n’est pas réalisée par rapport aux mémes parametres
variationnels dans les deux cas.

15.1 GCM et force a trois corps.

Afin d’identifier la dépendance en densité permettant de renormaliser les effets de la
force a trois corps, nous calculons et minimisons I’énergie du systéeme pour deux hamil-
toniens différents. Tout d’abord, la force a trois corps est explicitement prise en compte
mais aucune dépendance en densité n’existe dans la force & deux corps. Ensuite, la force
a trois corps est omise et une dépendance en densité est introduite dans la force a deux
corps. Dans le second cas le hamiltonien est noté H Sl)f

e Dans le premier cas, le calcul de la valeur moyenne du hamiltonien 15.1 dans I’état
corrélé 12.1 donne au moyen du théoreme de Wick généralisé [171] :

(U HO [ ) = Z 5715 (g | H® | oF) (15.2)

. , 1 o
= Z fg fc]xc Z Lij sz * 5 Z Vzl]k pgz ®
B Y]

1,5kl
(15.3)
]- Oé Y’ Ne o7
4,3,k,l,m,n
Ensuite, la minimisation de ’énergie par rapport aux fg* donne :
& [(P|H® | q;k>] k
ofg* = 0 , 15.4
Z off* [ (Ug | W) o (154)

pour tout df%* ce qui s'écrit explicitement comme un ensemble d’équations couplées
prenant la forme :

Z fk !Z tzy pjl Z Vzl]lc ]f ) pkl )

2,7,K,0

(15.5)

1 B B Nel o
6 Z Vzlngkm pgz ) pgcl : p'sgn ) <(I)g‘ (I)0>

2,5,k,L,m,n

= &MY fal®9p)
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pour tout 5.

e Tout en omettant la force a trois corps, nous procédons a présent au méme calcul
au moyen d’une force effective a deux corps dépendant linéairement de la matrice densité
mixte sous la forme?

—

Ve(;)’/)’ﬁa (7, R) = VO() + o(7) pP(7,7) (15.6)

bl

d’isospin®

ot p®¥ (7 7') est la contraction de la matrice densité mixte sur les variables de spin et

POy = Y (@o| (75, ¢') e (s 1) | 2F)
st szt <(I)ﬂ ‘ (I)a>
= Z </71 _’I CZ,SZ,t,) J(F, Czasza )p_gf ) (157)

= o )+ ()77

Dans ces conditions, le vertex effectif défini par I’Eq. 15.6 dépend de la composante
isoscalaire des densités mixtes scalaire et vectorielle. Le fait que p(®®) (7, #") ne dépende
pas des composantes isovectorielles est dii au fait que nous nous restreignons aux situations
ol les états protons et neutrons ne sont pas mélangés. L’interaction définie par I’Eq. 15.6
dépend des indices (3, ) et, est a ce titre utilisée dans 1’élément de matrice correspondant

(®F |H$)f(/3 ’a)| ®“). Alors, I’énergie associée au mélange de configuration s’écrit :

(3)ﬂa »Q a

(o0 5 90= g5 [Tkt 4 ] 3 (V) b )] iy
B,a 1,7,k,l

(15.8)

Apres avoir développé (Vg);ﬁ’a)> , énergie obtenue est formellement identique a
iljk

celle donnée par I'’Eq. 15.3 a condition de remplacer V( ) par I’élément de matrice d'une

injkm
force a trois corps effective prenant la forme :

Vilnjkm = 3//61771 dry @} (71) 907(772)802(77'2)“(?1—7‘_'2,17,31,32,%1-%2)
(15.9)
Om(T1) [pr(1)p;(T2) — ©;(71) ek (72)]

2Afin de ne pas alourdir 1’écriture, nous omettons les dépendances de Ve(;}(ﬁ ’a), V2 et v dans les

opérateurs (p, d1,52,71.T2) dans ’Eq. 15.6
3Se rapporter & ’annexe E pour la définition de certaines quantités utilisées ici.
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Définissant une force effective a deux corps dépendant linéairement de la densité mixte,
I'énergie de 1’état produit | Ux) pour un hamiltonien incluant une force a trois corps est
donc reproduite terme & terme, et cela pour tous les indices de spin/isospin. Ce qui est
essentiel de retenir ici est le caractere nécessairement mizte de la densité utilisée dans la
force effective pour obtenir la correspondance terme a terme.

L’équivalence n’est pas complete puisque les éléments de matrice effectifs 15.9 ne
pourront simuler tous les éléments de matrice antisymétrisés d’une force a trois corps
V) (r1,73,73) quelconque, notamment en raison de leur non-antisymétrisation en (k, m)

t (j,m). Malgré tout, le degré de liberté incarné par le choix du terme a deux corps

(B:0) pourra étre utilisé de telle sorte que les élements de

(7, , &1, 5o, 71.72) dans Ve(;’}
matrice Vi jkm reproduisent au mieux ceux de la force a trois corps sous jacente. A moins
de pouvoir dériver la forme de la force a trois corps depuis une théorie microscopique plus
fondamentale, la stratégie consistera a choisir une forme assez simple pour v permettant de
mener les calculs a bien ; les imperfections concernant la reproduction hypothéthique des
éléments de matrice de la force a trois corps devant étre corrigées au final par 'ajustement
de la force phénoménologique sur les données expérimentales.

Ainsi, une force de Skyrme dépendant linéairement de la densité de matiére au niveau
du champ moyen peut étre interprétée comme la réduction au cas o = [ d’un choix
particulier de la force 15.6. Ce choix consiste a prendre une force de portée nulle oubliant
toute dépendance éventuelle en impulsion, mais surtout, a ne considérer que la partie
scalaire de p'%*) (7, 7'), la portée nulle se chargeant de n’en sélectionner que la partie locale
p(()’B ) (R). Le choix de la dépendance en spin/isospin de v se résume traditionnellement a
'utilisation de 1'opérateur d’échange de spin sous la forme du facteur (1 + z3P,).

Notons que la réduction a une dépendance dans la partie scalaire de la matrice densité
est une limitation significative pour la reproduction d’une force a trois corps. En effet, les
éléments de matrice vjy, km non-diagonaux en (n,,,m,,) ne sont pas pris en compte dans
ce cas-la. Cela est valable pour tous les systemes en raison de la non-nullité de la partie
locale de la densité mixte vectorielle pour les systeémes pair-pair. Concernant la forme de
v, une portée, ou pour le moins une dépendance dans 'impulsion relative a été considérée
dans certaines études [128]. Cette généralisation semble poser des problémes de stabilité
pour l’équation de la matiere nucléaire symétrique [125]. Quoiqu’il en soit, la présente
dérivation suggere la maniere dont ces formulations simples pourraient étre étendues, et
généralise surtout la définition de la force effective aux éléments de matrice non-diagonaux
(v # B) nécessaires au calcul de I’énergie pour les mélanges de configuration.

Si 'on varie maintenant 1’énergie 15.8 par rapport aux ff*, les mémes équations du
mouvement 15.5 que dans le cas du hamiltonien H® sont obtenues. Notons que le choix
de la densité mixte dans V; f(’B N, I%) conduit a un terme de réarrangement nul du fait

de I'indépendance de p#®) (7, 7%) vis & vis des coefficients du mélange fé“* :

av(3)(5a0‘) ( ﬁ) 0 (8,a) (7—.' 7 )
Tsy = k(@B el 2 op L) ey /0w, [ W) =0 . (15.10
w = SR oy T e ) (15.10

Finalement, la contribution de la force a trois corps aux Eq. 15.5 est reproduite par la
seule redéfinition de la force a deux corps. Comme cela est montré dans ’annexe J, I'uti-
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lisation de la densité corrélée engendrerait I’apparition de termes superflus, notamment
en raison de la non nullité du terme de réarrangement 15.10 dans ce cas.
15.2 Projection et force a trois corps.

Nous traitons maintenant la méme question du point de vue des calculs de projection.
Dans ce cas, la VAP n’est pas réalisée par rapport aux coefficients du mélange, mais
par rapport aux fonctions individuelles définissant les fonctions produit mélangées. Une
paramétrisation appropriée des fonctions produit doit étre choisie. Nous prenons donc :

|0,y = P | D) (15.11)

ou | @) s’écrit pa rapport a ’état fixe de référence | @) :

|B) = o3 o 2L chew | ®y) . (15.12)

La variation de 1’énergie moyenne dans I’état | Uy) est faite par rapport aux parameétres
ZL et s’écrit :

SUHO Y 1 > [(MCL% H® | ;)
(W[ Wp) 2 i~ (| W)
([ ew | 90) (9 [ H® W) 57
(V] ¥r)? "
= 0 , (15.13)
pour tout §Z ,. Les équations du mouvement prennent la forme :
<\P[‘CLCUI H(S) |\I/]> = 5Imel<\I’I‘CLCuI ‘\I’I> y (1514)

pour tout couple (u,u'). Ces équations ne sont valables que §’il n’y a pas de terme
de réarrangement. C’est le cas pour le hamiltonien H®). L’expression explicite de ces
équations du mouvement en fonction de la matrice densité mixte est donnée dans I’an-
nexe K.1.

Comme pour GCM, nous considérons dans un deuxieéme temps le hamiltonien Hg’c)f
Dans ce cas, un terme de réarrangement non-nul apparait dans les équations du mouve-
ment. Le calcul correspondant est effectué dans ’annexe K.2. La comparaison entre la
contribution provenant de la force a trois corps et celle issue de la redéfinition de la force
a deux corps et du terme de réarrangement y est également réalisée. Ce calcul montre
comment ’équivalence terme a terme est de nouveau obtenue grace au choix de la densité
mixte dans l'interaction a deux corps.
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15.3 Généralisation au cas des forces a K corps.

L’équivalence entre une force a trois corps et une force a deux corps dépendant
linéairement de la densité mixte vient d’étre montrée dans le cadre des mélanges de
configuration. Cependant, la plupart des forces phénoménologiques utilisées aujourd’hui
dépendent de la densité selon une fonction p?, avec o plus petit que 1 (1/6 pour la force
de Skyrme SLy4 [125]). Méme si une telle dépendance ne renormalise pas que Deffet des
forces a plus de deux corps, essayons de l'interpréter dans ce contexte. Pour cela, nous
développons la dépendance en densité en série entiere autour de la densité de saturation
de la matiere nucléaire pg,; :

o= Yy al? (&) , (15.15)

Psat

n

K k
p o p
Pt 3 0 (—) : (15.16)
k=0

Psat

Q

Le domaine de validité du développement 15.15 est |0, 2psq[. Nous le réorganisons
en puissances successives de p. Ce faisant, chaque coefficient du nouveau développement
diverge puisqu’il n’existe pas de développement en série autour de zéro pour p? avec
o ¢ N. Afin de résoudre ce probléeme, coupons la série 15.15 & un ordre fini n = K. De
cette maniere, nous obtenons un développement de p? valable sur le domaine [e(K), pgq]*
dont les termes, en nombre fini, (peuvent étre réordonnés en fonction de p*. Cela conduit
au développement 15.16 ou les bka) ne divergent pas.

Dans la suite, nous utilisons ce développement dans le but d’interpréter la dépendance
en p° comme une renormalisation de forces jusqu’a K corps dans le hamiltonien initial
H®): le terme linéaire de I'Eq. 15.16 étant relié a la force & trois corps, la puissance
deux & la force a quatre corps etc. .. Partant de cette idée, il est effectivement possible de
montrer selon la méme technique que celle utilisée dans la section précédente que la force
a deux corps :

- o — — k
K)Ba) (B o2 e S (A
Vi PO R) = VO + ol D 07 | ——=] , (15.17)

k=1 Psat

permet de reproduire I’énergie d’un état corrélé | ¥y) associée a un hamiltonien incluant
des forces a deux, trois, quatre, ...K corps. Les éléments de matrice non-antisymétrisés

vglf’_ Ji de la force effective a “p-corps” correspondante sont définis a partir du terme

v(7) poh> P bgi)Q (pgﬁ ) (ﬁ))p i selon le méme procédé, et avec les mémes limitations, que
les Viinjkm dans la section 15.1. Le point crucial est que cette analogie ne fonctionne que
si la densité mixte est utilisée dans le hamiltonien effectif.

Pour finir, notons que ces calculs conduits au moyen de fonctions produit HFB ménent
a la méme conclusion quant a la dépendance en densité dans le canal p-p, a condition que

4Naturellement, €(K) — 0 pour K — oo.
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seuls les termes jusqu’a ’ordre deux dans le tenseur d’appariement soient conservés dans
I’énergie.

15.4 La force de Skyrme pour les calculs au-dela du
champ moyen.

Nous concluons ’étude formelle de la partie I1I en donnant la force de Skyrme générali-
sée renormalisant a la fois les corrélations a deux corps et 'effet des forces a plus de deux
corps pour les calculs de type GCM ou projection :

o) (BETH) = to(1+20P) 5(7)
toh (L nP,) (6() B2 + 772 67)
tt (14 2P) .60 F (15.18)
o Xty (L as) {AER + (R} 66
+ é (1= X)ts (1+25P,) [BF2 B 6(7)

LW (G B FASD T,

ou X est un parametre ajustable traduisant notre méconnaissance du poids relatif des deux
effets renormalisés par les dépendances en densités. D’apres les résultats de la section 14.5
et des Ref. [178, 44], cette dépendance en densité généralisée vérifie les propriétés requises
quant a son utilisation dans les calculs de projection. Les deux termes dépendants des
densités qui apparaissent dans Uk(si;«)me redonnent la prescription usuelle a ’approximation
du champ moyen de telle sorte que les Eq. 4.69 et 15.18 coincident pour o = £3.

Il faut cependant étre conscient que si cela est vrai pour le type de densité, le choix
d’avoir la méme fonctionnelle pour les deux termes est lié a la stratégie utilisée. En
particulier, I’exposant o des termes de densité n’a aucune raison d’étre identique dans les
deux cas. Il semblerait raisonnable au vu des chapitres 14 et 15 de différencier les deux
termes; la prédominance des forces a trois corps sur celles impliquant plus de nucléons
pencherait vers un exposant proche de 1 pour le terme correspondant, tandis que le terme
trouvant son origine dans la renormalisation du coeur dur garderait une valeur inférieure
a 1. De la méme facon, la dépendance en spin (1 + z3P,) pourrait étre différente pour les
deux termes. Une telle différenciation constitue sans doute une option plus réaliste mais
nécessite un ré-ajustement de la force au niveau du champ moyen qui n’a pas été envisagé
dans ce travail. Quoi qu’il en soit, le point important est de constater dans quelle mesure
le fait d’aller au-dela du champ moyen distingue les deux origines de la dépendance en
densité et ouvre un nouveau degré de liberté dans l'interaction.
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Chapitre 16

Calculs auto-cohérents.

La généralisation de la force de Skyrme doit maintenant étre testée au moyen de cal-
culs quantitatifs. Le premier objectif est d’évaluer I'influence du choix de densité pour
les différents mélanges de configurations. En effet, bien que la prescription dérivée ici soit
différente de celles utilisées jusqu’a ce jour (on retrouve la densité mixte locale pour le
seul cas X = 0 dans la formule 15.18), rien ne prouve que son utilisation ait un impact
significatif sur les observables physiques. Afin d’étudier cette influence, il est nécessaire de
sélectionner des systémes pour lesquels les effets dynamiques au-dela du champ moyen, et
en particulier le choix de la densité spatiale dans le hamiltonien, sont importants a priori.
Par exemple on n’attendra pas la méme sensibilité de la part de la GCM sur une coor-
donnée de déformation ou de la projection sur le moment angulaire que de la projection
sur le nombre de particules qui mélange des états produit ayant des densités spatiales
identiques. Le second objectif est de contraindre la valeur du parametre X déterminant
le poids relatif des deux types de dépendance en densité dans I’interaction.

Pour cela, nous présentons dans cette section les résultats d’une étude portant sur le
phénomene de coexistence de formes dans le 86 Pb. Les effets des corrélations vibration-
nelles quadrupolaires, de la projection sur le bon nombre de particules et de la projection
sur le moment angulaire sont successivement inclus dans le traitement théorique afin
d’analyser I'influence de la dépendance en densité pour chacun des mélanges de configu-
rations correspondants. A chaque fois, les calculs sont réalisés et comparés a 1’expérience
pour trois valeurs représentatives du parametre X : —0.5, 0 et 0.5.

16.1 Coexistence de formes dans le 136 Pp.

La spectroscopie des noyaux de plomb déficients en neutrons est particulierement
intéressante en raison du phénomene de coexistence de formes qui s’y produit. Ce phénome-
ne, qui dans certains cas mene a la disparition des couches magiques traditionnelles
(couches N = 20 et N = 28 dans les isotones riches en neutron) se manifeste dans
ces systemes par l’existence d’isomeres de forme a basse énergie. Ainsi, au moins un état
I™ = 0" 4 moins de 1 MeV d’excitation a été observé pour chaque isotope pair-pair entre
le "82Pp et le 0P [192, 193, 194, 195, 196, 197], les cas les plus exceptionnels étant le
18Py [198, 199] et le 8 Pb [198, 200] ol deux de ces états ont été observés en dessous
de 700 keV. Dans les noyaux impairs voisins de 7'l et de Bi, des états construits sur des
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orbites proton au dessus (1h11/2) et en dessous (3s;/2) du gap magique Z = 82 ont été ob-
servés a des énergies d’excitation de quelques centaines de keV [201, 202]. Dans ce trvail,
nous étudions le 8¢ P et essayons de reproduire a plusieurs niveaux d’approximations les
deux états 0 de basse énergie.

16.1.1 Origine de la coexistence de forme dans le '8¢ Pp,

Les isomeres étudiés correspondent & des états dont la forme macroscopique est mo-
difiée par rapport a celle de I’état fondamental du fait du réarrangement d’un nombre tres
limité de nucléons a la surface de Fermi. Ainsi, tandis que I’état fondamental des isotopes
de plombs reste toujours sphérique [203, 204], état 0T observé a 532 keV d’énergie d’ex-
citation dans le ¥ Pp s’interprete comme un état & 2p-2t protons sur le fondamental dans
le langage du modele en couche sphérique [200] et comme un état oblate dans le langage
du champ moyen déformé. De la méme facon, I’état 0 observé a 650 keV s’interprete
comme un état prolate ou comme un état a 4p-4t protons. Le caractére exceptionnel de
I’existence d’isomeres aussi bas en énergie apparait a la faveur de la comparaison entre
leur énergie d’excitation observée d’une part, et le cotlit énergétique associé a la promotion
de deux ou quatre protons au dessus du gap magique Z = 82 d’autre part. En effet, ce
cout s’éleve respectivement a 2 x 3.9 = 7.8 MeV et a 4 % 3.9 = 15.6 MeV. Deux éléments
expliquent cependant la réalisation d’une telle situation dans le cas des isotopes de plomb
déficients en neutrons.

La base de I'explication repose sur le passage de 0 a 4 et 8 protons de valence lors de
la promotion des 2 et 4 protons au dessus du gap magique. Cela apporte tout d’abord un
gain substantiel d’énergie d’appariement. Ensuite, cela enclenche I'interaction quadrupole-
quadrupole proton-neutron, d’autant plus attractive que le nombre de neutrons de valence
est maximum dans le ¥ Pb. En effet, N = 104 se situe exactement & mi-couche entre les
nombres magiques N = 82 et N = 126. Par exemple, I’état oblate bénéficie pleinement de
sa structure a 2p-2t lorsque les orbites intruses (1h9/2, m, = £9/2) plongent et deviennent
occupées en passant sous la paire (3s1/2,m, = £1/2). En effet, I'interaction quadrupole-
quadrupole est maximisée par la déformation oblate lorsque les protons occupent les états
(1h9/2,m, = +£9/2) du fait de leur forte probabilité de présence dans le plan orthogonal
a I’axe principal de déformation. L’effet auto-cohérent des deux processus identifiés peut
finalement contrebalancer le cout associé a la promotion des protons au-dessus du gap
magique.

La reproduction quantitative des isomeres de forme dans le %6 Pb est cependant un
test sévere pour les modeles et les forces phénoménologiques utilisés. En effet, aucun cal-
cul existant n’a permis d’y parvenir de maniere satisfaisante. Cette remarque couvre a
la fois les calculs de type champ moyen auto-cohérent et au-dela [56, 57|, mais aussi des
calculs fondés sur la méthode de Strutinski [205] ou sur l'utilisation couplée de fonctions
d’onde & N corps plus élaborées et d’un hamiltonien relativement schématique [57, 206].
En effet, 'extréme sensibilité des résultats vis a vis de plusieurs parametres du probleme
tels que le spectre de particules indépendantes, le traitement de I’appariement et l'in-
clusion de corrélations a été démontrée. Ainsi, tandis que la stabilité du gap magique
7 = 82 n’est pas remise en cause dans ces noyaux exotiques [207], I’énergie des isomeéres
dépend trés directement de la taille du gap engendré par l'interaction [208]. Ensuite, une
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étude des effets diabatiques sur cette coexistence de formes a montré 'importance de la
modélisation de I'appariement a travers le choix de la force et de son intensité [56]. En
ce sens, on imagine aisément I'impact des effets dynamiques associés a la restauration du
bon nombre de nucléons dans la fonction d’onde. Les calculs de projection correspondants
n’ont jamais été réalisés dans cette région. Enfin, I'existence et la position des isomeres
sont tres sensibles au couplage engendré par I'interaction résiduelle entre les configurations
associées aux différentes formes statiques ainsi qu’a l'effet des corrections rotationnelles.
Notons que les calculs de projection sur le moment angulaire utilisant des forces effectives
"réalistes” n’ont jamais été réalisés dans des systemes aussi lourds.

16.1.2 Approximation statique.

Le premier niveau d’approximation pour approcher ce probléme est évidemment ce-
lui du champ moyen. Il est possible de se faire une idée de la coexistence de forme en
tracant I’énergie des configurations statiques en fonction d’un parametre de déformation
du noyau. Pour cela, nous avons réalisé des calculs HFBCSLN contraints sur le mo-
ment quadrupolaire axial Qm = 222 — 22 — y? afin de construire la courbe d’énergie
potentielle adiabatique (états de plus basse énergie) pour des déformations allant de
G0 = ((D(QQO)\QQO | ®(g0)) = —40b & gop = +50b. Etant données les conclusions de
la Ref. [209], nous n’incluerons pas la triaxialité dans cette étude.

Les états contraints s’écrivent d’apres 'Eq. 4.38 :

[®(g20)) = H (Ul(CIm) + vi(g20) a;(%o) a;‘r((ho)) 0) (16.1)

>0

ot la base HF {a](ga0)} ainsi que les occupations BCS {u;(gao), vi(g20)} dépendent de la
déformation. La prescription de Lipkin-Nogami (LN) est utilisée pour s’affranchir de la
pathologie associée a I’annulation de ’appariement proton autour de la sphéricité. Les
fonctions ainsi obtenues constituent un meilleur ordre zéro en vue du calcul de projection
sur le bon nombre de particules qui sera réalisé par la suite.

La partie gauche de la Fig. 16.1 donne le spectre HF de protons. La largeur du
gap magique Z = 82 a la sphéricité est égale a €1p,, — €35, = 5.6 MeV. Cette va-
leur est & comparer aux 3.7 MeV obtenus avec la force de Skyrme SIII [215]. Du coté des
déformations oblate, nous trouvons la paire d’états intrus [541 9/2] provenant de la couche
sphérique 1hg/s, tres plongeante avec la déformation et qui coupe la paire d’états [440 1/2]
a g9 = —100b. La largeur importante du gap Z = 82 obtenu ici explique le décalage de
ce croisement par rapport a celui obtenu avec SIII qui avait lieu & go9 = —8b [56]. Du
coté des déformations prolate, nous observons la présence de trois paires d’états intrus
[530 1/2], [541 1/2], [521 3/2], provenant des couches lhg/s, 2f7/2 et 1hg/s, et coupant
respectivement le niveau de Fermi a qop = 4+12b, g9 = +18b et g9 = +200b.

La partie droite de la Fig. 16.1 présente le spectre HF de neutrons. A Tinverse des
protons, le nombre de neutrons correspond au milieu de couche. La densité d’états au
niveau de Fermi est donc plus grande que pour les protons et aucune paire d’orbites ne joue
de role particulier. On note malgré tout une densité d’états plus faible aux déformations
prolate que pour les protons.
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F1G. 16.1 — Spectres de particules indépendantes en fonction de la déformation quadru-
polaire dans le 8¢ Pb. Les conventions pour la parité sont : + = lignes pleines, - = lignes
pointillées. Les ronds désignent les potentiels chimiques correspondants.
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F1G. 16.2 — Valeur absolue des énergies d’appariement proton et neutron en fonction de
la déformation quadrupolaire.
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La Fig. 16.2 donne la valeur absolue des énergies d’appariement proton et neutron en
fonction de la déformation quadrupolaire. L’évolution de ces énergies de corrélations reflete
la variation des densités d’états proton et neutron qui se fait en opposition de phase en
fonction de la déformation. On identifie également 1’effet de la prescription de LN puisque
I’énergie d’appariement proton ne s’annule pas dans le voisinage de la sphéricité et reste
au minimum de 'ordre du MeV. Finalement, le fait que ’appariement proton favorise
la sphéricité tandis que "appariement neutron favorise les déformations oblate et prolate
explique la grande sensibilité des propriétés de déformation et donc du phénomene de
coexistence de forme vis a vis du traitement et de I'intensité respectif de ces corrélations.

De fait, la courbe d’énergie potentielle du '8 Pb est un compromis délicat issu de
I’influence combinée des caractéristiques des champs HF de neutrons et de protons et
des champs d’appariement. Comme le montre la Fig. 16.3, la courbe d’énergie tracée en
fonction de g9y présente trois minima locaux. En premier lieu, le fondamental est trouvé
sphérique en accord avec les calculs [207] et avec I'expérience [203, 204]. On observe
ensuite un minimum oblate (go9 = —12b) et un minimum prolate (18 < go9 < 22b) dont
les déformations refletent directement le remplissage des états intrus protons identifiés sur
la partie gauche de la Fig. 16.1. Cela confirme le role joué par ces états dans le phénomene
de coexistence de forme dans cette région. L’énergie d’excitation des minima obtenue a
I’approximation de champ moyen surestime assez nettement les données expérimentales.
En effet, les isomere oblate et prolate sont respectivement trouvés a des énergies de 1353
keV et de 1778 keV, tandis que les deux états 0" sont observés a des énergies respectives
de 532 et 650 keV. Dans notre calcul, ces deux minima sont séparés du fondamental par
des barrieres de hauteurs respectives égales a 200 et 560 keV. Ces faibles valeurs laissent
a penser que les couplages entre les configurations statiques vont étre importants.

Sur cette méme figure sont tracées les courbes d’énergie potentielle associées aux états
auto-cohérents a deux qps, invariants par renversement du temps, construits sur les paires
d’orbitales intruses. Ces états sont calculés selon la méthode décrite dans la section 4.2.5.
Les courbes d’énergie potentielle correspondantes sont tracées pour des zones restreintes
de déformation autour de leur minimum absolu respectif. L’écart minimal entre la courbe
d’énergie potentielle adiabatique a 0 qp et celles associées aux états a 2qps varie de 969
keV ([541 1/2], g0 = +16b) & 1678 keV ([521 3/2], gop = +18b) tandis qu’il est de 1230
keV (g0 = —12b) pour la paire intruse [541 9/2] dont les effets diabatiques associés ont été
étudiés dans la Ref. [56] pour ce méme noyau. Au vu des conclusions de cette étude et de
la petitesse de I’énergies d’excitation trouvée ici, on s’attend a ce que ces effets diabatiques
jouent un role significatif quant aux caractéristiques de 1’état collectif oblate. La petitesse
de I’énergie d’excitation minimale des autres configurations a deux qps laissent a penser
que les mémes effets devraient étre importants pour I'état prolate. Ces orbites jouant
malgré tout un role moins marqué que la précédente, il est difficile de conclure quant a
leur influence sans avoir réalisé le calcul correspondant. Tout en gardant ces remarques
a ’esprit, nous ne présenterons ici que des mélanges construits sur la famille adiabatique
d’états a 0 qp. Nous rappelons que 'inclusion d’effets diabatiques nécessiteraient en toute
rigueur une redéfinition de la force de Skyrme donnée par I'Eq. 15.18.
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Fic. 16.3 - Energies potentielles en fonction de la déformation quadrupolaire dans le
186 Pp pour les états HFBCSLN totalement appariés d’une part, et une selection d’états a
2 gps protons invariants par renversement du temps d’autre part.

16.1.3 Corrélations quadrupolaires.

La GCM sur le moment quadrupolaire axial traite la dynamique quantique collective
issue de I'image statique décrite dans la partie précédente. Il s’agit de coupler les confi-
gurations obtenues par le calcul de champ moyen contraint via I'interaction définie par la
formule 15.18. La nouvelle fonction d’essai s’écrit :

+50b

| W) = Z fao | ®(g20)) - (16.2)

q20=—40b

Les états de champ moyen contraints | ®(gg)) sur lesquels la fonction d’essai est
développée ne possédent pas le bon nombre de nucléons. De fait, la méthode rappelée
dans la section 12.1 permettant d’assurer le bon nombre moyen de nucléons dans les états
collectifs est utilisée. D’autre part, les états de base | ®(gog)) ont été calculés avec un
certain pas en goq. Le choix a consisté a prendre un pas de 4 barn, a la fois assez fin pour
que le spectre de basse énergie puisse étre assimilé a celui obtenu dans une limite (fictive)
continue [172] et assez grand pour que la matrice de norme constituée des éléments de
matrice :

T(g50, g20) = (P(g30) | P(g20)) (16.3)
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ne soit pas fortement singuliere [40, 172]. En effet, la redondance associée a la non-
orthogonalité des états de base | ®(go)) fait de la valeur 0 un point d’accumulation dans
le spectre de cette matrice. Ayant besoin de calculer la matrice Z /2 pour définir les
opérateurs H, AN et AZ utilisés dans 'Eq. 12.11, I'instabilité des calculs associée aux
valeurs propres proches de 0 doit étre limitée par le choix d’un pas assez grand et 'ex-
traction de ces valeurs propres parasites.

Les éléments de matrice de couplage entrant dans la matrice GCM sont définis par :

H(dhor 20, X) = (Do) | [t ¥ vgi'z?;fzz)(X)] D) (16.4)

et dépendent explicitement du parametre X. La variation de ces éléments de matrice
non-diagonaux avec X :

%(qéﬂ’qQO’X) - %(qQO’QQOaO) 3 (165)

est donnée pour X = —0.5 et X = 0.5 sur la Fig. 16.4, et cela pour g5y = —14b, g5y = 0b
et ghy = 200, goo étant variable. Ces quantités donnent une indication de l'influence
du choix de la dépendance en densité sur le couplage entre un minimum local et les
autres configurations statiques. Le cas X = 0 est pris comme référence puisque ce choix
correspond a celui fait jusqu’a ce jour dans les calculs de GCM. Nous constatons que le
choix de la dépendance en densité joue sur une échelle de déformation typique de ’ordre de
+10 b autour du point d’ancrage d’un élément de matrice, les couplages étant quasiment
nuls au-dela en raison des contractions non-diagonales de Wick. Les variations constatées
(~ —1 MeV) de ces éléments de matrice sont de 'ordre du pour mille. Comme attendu,
les éléments diagonaux H(go0, g20, X ) ne varient pas avec X puisque le hamiltonien de
champ moyen ne dépend pas de ce parametre.

Ces variations vont globalement dans le sens d’un couplage plus attractif lorsque X
croit. Cela est vrai autour du minimum sphérique qui se trouve plus fortement couplé
aux configurations statiques de déformation —10b < gy < +100b lorsque X augmente.
On peut donc s’attendre a des corrélations quadrupolaires accrues dans le fondamental
et a un étalement plus important de la fonction d’onde collective dans ce cas. Pour les
minima oblate et prolate, la variation du parametre X a un effet moins trivial puisque la
différence 16.5 change signe au passage de gj, = ¢o9 pour les deux minima locaux. Le mi-
nimum oblate est couplé de maniére plus attractive avec les configurations de déformation
plus grande et moins attractive avec les configurations moins déformées pour X > 0. Le
minimum prolate est d’avantage couplé aux états dans la barriere qui le sépare du mini-
mum sphérique et moins couplé aux états ayant une déformation prolate plus importante.
La situation est inversée pour X < 0. Une conclusion étant toujours difficile a tirer de
I’étude de quelques éléments de matrice de couplage, nous procédons maintenant a la
diagonalisation de la matrice GCM pour les trois valeurs du parametre X.

Concernant les énergies absolues, les valeurs données dans le tableau 16.1 corroborent
I’analyse faite au niveau des éléments de matrice de couplage. L.’énergie de corrélation
dans I’état fondamental engendrée par les vibrations quadrupolaires croit avec X. Notons
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F1G. 16.4 — Différence entre les éléments de matrice de couplage 16.4 obtenus pour X =
—0.5 et X = 0 d’une part, et pour X = 0.5 et X = 0 d’autre part. Ces éléments de
matrice sont tels que la déformation ¢j, du bra est fixée & —14 b sur la figure de gauche,
06 sur la figure du centre et +20b sur la figure de droite, tandis que la déformation g¢o

du ket est variable.

que ce résultat n’est pas un argument en faveur des grandes valeurs de X puisque 1’énergie
obtenue par la GCM n’est en rien reliée au principe variationnel de Ritz comme cela a
été discuté dans la section 13.5.

TAB. 16.1 — Energie de corrélation (keV) dans I’état fondamental associée a la GCM sur
le moment quadrupolaire axial en fonction du choix de dépendance en densité dans le

hamiltonien.

GCM simple

EGOM(X) - EHFBOSLN (g,0 = 0) —576 —915 ~1302

La Fig. 16.5 donne les énergies d’excitation et les déformations intrinseques moyennes
des cinq premiers états collectifs pour les trois valeurs de X considérées. Sur cette figure,
les quantités sont renormalisées de telle sorte que les énergies des fondamentaux collectifs
coincident dans les trois cas. La courbe d’énergie potentielle HFBCSLN est tracée pour
guider I'ceil.

Tout d’abord, il faut relever I’influence notable du choix de la densité sur les énergies
et les déformations des états collectifs obtenus. Ainsi, I’énergie d’excitation de certains
états varie du simple au double lorsque X parcourt Uintervalle [—0.5,0.5]. Les énergies
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F1a. 16.5 — Spectre d’excitation des états collectifs quadrupolaires pour X = —0.5, X =0
et X = 0.5. Les quantités sont renormalisées de telle sorte que I’énergie des fondamentaux
collectifs coincide pour les trois valeurs de X. La courbe d’énergie potentielle HFBCSLN
est tracée pour guider 'ceil.

d’excitations des trois premiers états excités diminuent lorsque X décroit, tandis que
celle du quatrieme état augmente avant de baisser significativement pour X = —0.5.
Une diminution de X par rapport au cas standard tend donc & améliorer I'accord entre
I’énergie des deux premiers états excités et la position des deux isomeres de forme vus
expérimentalement. Comme le montre la partie gauche de la Fig. 16.6, I’état oblate est sur
I’expérience pour X = —0.5, tandis que 1’état prolate est encore nettement trop haut bien
qu’il ce soit également rapproché de la valeur expérimentale par rapport au cas standard
X = 0. La position relative des deux états est en accord avec I'attribution expérimentale
pour toutes les valeurs du parametre X [200]. Notons également que c’est seulement pour
X < —0.3 que I'énergie d’excitation de ces deux premiers états excités est diminuée par
I’inclusion des corrélations vibrationnelles quadrupolaires.
Dans le cas présent, les fonctions d’onde collectives s’écrivent sous la forme :

Gang = D T (oo @20) fy - (16.6)

4q20

La Fig. 16.7 donne les fonctions d’onde collectives des cinq premiers états vibrationnels
pour les trois choix de densité. Il apparait que celles-ci sont de plus en plus localisées a
mesure que X devient négatif. Par exemple, I’étalement de la fonction d’onde du fonda-
mental sur le chemin de contrainte quadrupolaire est beaucoup plus faible pour X = —0.5
que pour X = 0 et X = 0.5. De la méme maniere, les premiers états oblate et prolate
sont mieux localisés dans leur puits respectif pour une valeur négative de ce parametre.
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Fi1Gc. 16.6 — Gauche : énergies d’excitation des deux premiers états en fonction du pa-
rametre X . Droite : déformation intrinseque moyenne de ces états.

Ce résultat peut se comprendre assez directement a partir des éléments de matrice de
couplage discutés sur la Fig. 16.4. En restant tres qualitatif, on constate par exemple que
le caractere moins attractif des couplages entre les configurations du puits prolate et celles
de plus faibles déformations quadrupolaires pour X = —0.5 rend le premier état prolate
essentiellement concentré autour de g9 = 20b et annule quasiment ses composantes dans
les puits sphérique et oblate.

L’évolution de la déformation intrinseque moyenne des états découle du changement
de structure des fonctions d’onde comme le montrent la Fig. 16.5 et la partie droite de la
Fig. 16.6. Ainsi, les déformations des premiers états oblate et prolate sont tres proches de
la position des minima statiques pour X = —0.5 tandis que la collectivité tres importante
obtenue pour X > 0 tend a interdire I'attribution d’un caracteére oblate ou prolate bien
défini a ces états.

L’analyse qui vient d’étre menée tend a montrer que la définition plus rigoureuse de
la dépendance en densité de la force proposée ici autorise une meilleure description des
propriétés de coexistence de formes dans le ¥9Pb, & condition de prendre une valeur
négative du parametre X pour procéder a la GCM sur le moment quadrupolaire. Au-dela
de la signification physique d’un tel choix sur laquelle nous reviendrons plus tard, cette
conclusion doit malgré tout étre tempérée au niveau ou nous nous trouvons pour l'instant.

En effet, tandis que 1'énergie de I'état k = 1 a été comparée a celle de 1’état ”oblate”
0" expérimental, sa fonction d’onde 9320 possede la structure d’une fonction a un phonon
quadrupolaire pour X = 0.5 et X = 0 et a deux phonons pour X = —0.5, ce qui rend
difficile I'attribution claire d’un spin 0% pour cet état. L’état & deux nceuds £ = 2 semble
étre la reminiscence d’un état a deux phonons, ce qui rend plus facile ’attribution d’une
composante significative de spin 0*. Au-dela du spin, Panalyse des états excités en terme

20

110

Oy (P)

-10

-0.5 -0.3 -0.1 0.1 0.3 0.5 -0.3 -0.1 0.1 0.3 0.5



16.1 Coexistence de formes dans le % Pb. 193

Fonct. GCM SANS Projection

0.8
0.4 ™\ AV
T ANV
-
0.0 5 .
-0.4
Haut: X=0.5
04| — 1 Milieu: X=0.0
3 Bas: X=-0.5
3 0.0 %\ { A
XS ' N & — k=1
© 4l N / ] — ||:=2
— :3
k=4
= ’ — k=5
04 f \'* "\,«.\ ]
\
0.0 - \
_04 4
-0.8

10 0 10 20 30

a,, (barn)

F1G. 16.7 — Fonctions d’onde collectives gfj? , issues de la GCM sur le moment quadrupolaire
axial tracées en fonction de gop pour les trois valeurs de X.

de structure oblate ou prolate est compliquée pour X > 0 en raison de leur étalement
dans les trois puits de potentiel. Ces derniéres remarques traduisent la nécessité d’une
projection sur le moment angulaire pour obtenir une comparaison plus pertinente avec
les données expérimentales.

Le tableau 16.2 compare les résultats de la GCM obtenus pour X = 0 a ceux obtenus
avec la paramétrisation SIIT et une force d’appariement a gap constant [56] ainsi qu’a ceux
obtenus avec la force de Gogny [57]. Nous avons choisi de limiter la comparaison de nos
calculs a ceux réalisés selon le méme type de méthode. Notons que la densité utilisée dans
ces calculs est la densité mixte, ce qui correspond au cas X = 0 dans notre définition.
Nous avons sélectionné dans la Ref. [56] le cas ou la force d’appariement & gap constant
est telle que ’écart minimum entre les courbes & 0 et 2 gqps construites sur la paire [541
9/2] est égal a 700 keV puisque de meilleures résultats relativement aux propriétés de
coexistence de forme sont ainsi obtenus.

Avec la force de Skyrme SIII et la force d’appariement a gap constant, des résultats
relativement semblables aux notres sont obtenus. Le premier état excité est plus localisé
dans le puit oblate et son énergie est en meilleur accord avec I’expérience, a savoir 200
keV en dessous de I’énergie trouvée ici. Ce calcul bénéficie cependant d’'une réduction ad
hoc un peu trop importante de la force schématique d’appariement a la vue des résultats
obtenus avec notre force réaliste (voir section 16.1.2). Le premier état prolate est tout a
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fait similaire au notre, les troisieme et quatrieme états excités sont trouvés a la méme
déformation que dans nos calculs, mais a des énergies d’excitation nettement supérieures.
Cela est dii au caractere schématique de la force a gap constant qui est inadaptée pour
le calcul des configurations de grande déformation qui interviennent d’autant plus que
I’état collectif est excité. D’une maniere générale les fonctions collectives associées sont,
comme dans nos calculs pour X = 0, relativement étalées sur le chemin de déformation
et souffrent de la méme incertitude quant a leur contenu en spin.

TAB. 16.2 — Déformation moyenne g9y (barn) et énergie d’excitation AE (keV) des états
vibrationnels quadrupolaires obtenus pour X = 0 dans la présente étude, avec la force de
Skyrme SIII et une force d’appariement a gap constant [56], et avec la force de Gogny [57].
Sont également donnés les résultats incluant les effets diabatiques induits par la paire
intruse [541 9/2].

GOM X =0  SLy4 + VP ?(R,7) SIII + A Gogny SIII + A
+ Effets diab.

q20 A€ 920 A€ 920 A€ q20 A€

k=0 -0.2 0 -1.2 0 +0.4 0 -1.2 0
k=1 -6.0 1185 -9.8 900 +20 983 -10 876
k=2 +15 1483 +19 1500 -11 1441 +18 1500
k=3 -0.2 1853 +3.0 2200 - -2.0 1850
k=4 +11 2861 +12 3300 - +1.0 2800

Dans le tableau 16.2 sont également donnés les résultats des calculs incluant les effets
diabatiques associés au couplage entre les états a 0 qp et les états a 2 qps construits sur la
paire proton intruse [541 9/2] [56]. Les effets diabatiques entrainent une localisation plus
importante du premier état excité dans le puit oblate et une diminution tres légere de
son énergie d’excitation. Le second état excité n’est pas modifié par I'inclusion des effets
diabatiques. Le troisieme l’est assez nettement, puisqu’il posséde la méme énergie que
notre état £k = 3. Il en est de méme pour I'énergie de I'état £k = 4. L’inclusion des effets
diabatiques semble donc corriger certaines insuffisances de la force d’appariement a gap
constant d’une part, mais également devoir avoir une influence sur les propriétés de I’état
oblate quelle que soit la force utilisée. Ainsi, si I’on voulait d’hors et déja se risquer au
choix du parametre X dans nos calcul, une valeur légerement supérieure a —0.5 semblerait
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la plus adaptée afin de laisser les effets diabatiques abaisser I’énergie théorique jusqu’a la
valeur expérimentale.

Avec la force de Gogny, le premier état excité est a 983 keV au dessus du fondamental,
soit & la méme énergie que dans le calcul de la Ref. [56]. En revanche, cet état est prolate.
Cette différence est la conséquence de I'inversion de la position des minima locaux dans la
courbe d’énergie potentielle de champ moyen pour cette force par rapport a nos calculs.
Cela constitue également une inversion par rapport aux résultats expérimentaux [200].
Le second état excité (oblate) est lui a la méme énergie que notre état prolate k = 2.
Les trois états collectifs trouvés avec la force de Gogny sont bien localisés dans les puits
respectivement sphérique, prolate et oblate, mais de nouveau I’état oblate ne possede
pas la structure d’un vide de phonon auquel on pourrait aisément attribuer un spin 0%.
Au regard de ces résultats, il semble que la force de Skyrme ait tendance a coupler plus
fortement les configurations statiques et a augmenter la collectivité des fonctions GCM
par rapport a la force de Gogny lorsque la méme dénsité est utilisée dans le canal p-t.

Finalement cette comparaison met en lumiere la sensibilité du phénomene de coexis-
tence de forme vis a vis des détails du modele, notamment vis a vis des caractéristiques
de la force dans les canaux p-t et p-p.

16.1.4 Effet de la projection sur le nombre de nucléons.

Nous incluons a présent la restauration du bon nombre de neutrons et de protons dans
les fonctions d’onde statiques et collectives afin d’en étudier I'impact sur les propriétés
de coexistence de forme dans le ¥Pb en fonction de X. Etant donnée 'importance du
traitement de I'appariement dans ce systeme, on peut penser que cette restauration de
symétrie va influencer significativement les observables.

Nous commencgons par étudier I'effet de cette projection sur la courbe d’énergie po-
tentielle le long du chemin de contrainte quadrupolaire. La figure 16.8 donne les courbes
d’énergie potentielle projetée pour les trois choix de densité. L’effet de la projection est
significatif et dépend de ce choix. Le gain moyen en énergie associé a cette projection est
de l'ordre de 2 MeV. Autour de cette moyenne, les variations sont plus ou moins signi-
ficatives selon la valeur de X, selon le minima, mais surtout selon que ’on considere un
minimum ou un maximum local.

Comme le montre la premiere ligne du tableau 16.3, I’énergie de corrélation associée a
la projection diminue lorsque X augmente. Cette tendance est a ’opposé de celle obtenue
pour I’énergie de corrélation quadrupolaire dans les calculs de GCM. De son coté, 1’énergie
d’excitation du minimum local oblate passe de 1353 keV au niveau HFBCSLN a 1020 keV
pour X = —0.5, 1190 keV pour X = 0 et 1090 keV pour X = 0.5. De méme, I'énergie
d’excitation du minimum prolate passe de 1778 keV au niveau HFBCSLN a 950 keV pour
X = —0.5, 1060 keV pour X = 0 et 1160 keV pour X = 0.5. L’évolution opposée de
I'effet de la projection sur I’énergie d’excitation des deux minima en fonction de X est
telle qu’une inversion de leur position respective par rapport a la courbe HFBCSLN se
produit pour X = —0.5 et X = 0. Les deux courbes d’énergie potentielle correspondantes
ressemblent a celle obtenue avec 'interaction de Gogny au niveau du champ moyen [57].

La projection sur le nombre de particules a également pour effet de creuser un mini-
mum local au voisinage de g9 = 30 b, la ou1 une simple inflexion était visible sur la courbe
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Fic. 16.8 - Energie potentielle de champ moyen et énergie potentielle projetée pour trois
choix de la dépendance en densité dans les éléments de matrice non-diagonaux (choix de
X, voir texte) en fonction de la déformation quadrupolaire.

HFBCSLN. Cela devrait se faire sentir sur les troisieme et quatrieme états vibrationnels
qui étaient déja influencés par ce minimum sous-jacent en ’absence de projection.

Enfin, la projection augmente nettement la hauteur des barrieres séparant les différents
puits. La barriere qui sépare le minimum oblate du point sphérique est ainsi multipliée
par 2.8 pour X = —0.5, 3.3 pour X = 0 et 4.3 pour X = 0.5, tandis que celle séparant
le minimum prolate du point sphérique est multipliée par 1.7 pour X = —0.5, 1.9 pour
X =0et 2.1 pour X =0.5.

Ces résultats montrent que la projection sur le nombre de particules est particuliere-
ment importante du point de vue des propriétés de coexistence de formes dans le ¥6Pb.
Cependant, le choix d’une valeur optimale pour le parametre X est difficile a établir dans
ce contexte puisque 1’énergie d’excitation des deux minima évoluent en sens inverses et
qu’aucune valeur ne permet d’optimiser les deux a la fois.

Dans ce contexte, le choix de densité correspondant a X = 0.5 semble le plus adapté
pour reproduire les propriétés des deux états 0" expérimentaux. Non seulement ’énergie
d’excitation des minima oblate et prolate est abaissée de maniere significative tout en
conservant la position relative compatible avec 'expérience, mais les barrieres séparant
ces minima sont maximales pour cette valeur de X. Ces caractéristiques devraient per-
mettre un abaissement de I’énergie des isomeres de forme ainsi qu’une localisation plus
importante des fonction d’onde collectives dans les puits de potentiel. Pour tester ces
conjectures, nous présentons maintenant les résultats incorporant les corrélations vibra-
tionnelles quadrupolaires. Cela est rendu possible par un calcul GCM utilisant les fonc-
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tions contraintes projetées sur N et Z comme fonctions de base (voir section 12.4). Les
nouvelles fonctions d’essai s’écrivent :

+50b
U%y = Y fE vz PPz ®(a0) (16.7)

g20=—40b

L’écriture des éléments de la matrice GCM nécessite le développement des opérateurs
de projection Py et Py dans chaque terme de la combinaison linéaire 16.7 puisque 1'in-
teraction dépend de la déformation respective mais aussi de I'orientation dans ’espace de
jauge des fonctions produit mélangées. Ainsi, I’élément de couplage entre deux fonctions
contraintes projetées s’écrira :

20:020,8;b imaN /n _inbZ /m
HN’Z((ZQO,(M,X) = § :FtﬁZ(@(q;o” [t + U(qoqo )(X) e/l meimbZ] | ®(g20))
a,b

Skyrme
(16.8)
ou la somme sur (a,b) va de (—n, —m) a (n,m) par valeurs entiéres, et ou :
NZ efiwaN/n efinZ/m
Pl = (16.9)

La Fig. 16.9 donne les différences entre les éléments de matrice non-diagonaux :

HN’Z(Q;O, 420, X) - %N’Z(QQOa 420, 0) 3 (1610)

avec X = —0.5 et X = 0.5 pour ¢y, = —14b, ¢j, = 0b et ¢y, = 200 en fonction de
g20- Le choix de la dépendance en densité joue pour un méme intervalle de déformation
que dans le cas sans projection. Plusieurs éléments different cependant. En premier lieu,
les éléments diagonaux H™Z(gq9, g20, X ) ne sont pas constants avec X puisqu’ils incluent
déja la projection sur le bon nombre de particules dont 1’effet dépend de la valeur de X
comme cela vient d’étre discuté. Les différences 16.10 pour gj, = ¢oo refletent ainsi I’écart
entre les courbes projetées de la Fig 16.8.

Des lors que ’on s’éloigne de quelques barns de la diagonale, le signe de cette différence
devient systématiquement différent de celui obtenu pour ¢}, = gq. Cela signifie que plus
effet de la projection sur le nombre de nucléons est important («+» X petit), moins les
couplages entre les configurations de déformations quadrupolaires différentes est attractif.
L’évolution des couplages avec X est donc globalement la méme que dans le cas sans pro-
jection. De nouveau, la collectivité quadrupolaire dans le fondamental devrait augmenter
avec X. Concernant les minima oblate et prolate, les éléments de matrice présentent main-
tenant un comportement symétrique autour de leur point d’ancrage. Cela devrait modifier
significativement les propriétés des états collectifs et aller & I’encontre d’une meilleure lo-
calisation de I’état oblate pour X grand comme nous pouvions I’espérer au vu des valeurs
diagonales données sur la Fig. 16.8.
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FiG. 16.9 — Mémes quantités que sur la Fig 16.4 pour un ket et un bra projetés sur le bon
nombre de neutrons et de protons.

Procédons maintenant a la diagonalisation de la matrice GCM pour les trois valeurs
du parametre X. Les valeurs de I’énergie de liaison de 1’état fondamental données dans le
tableau 16.3 corroborent I’analyse réalisée au niveau des éléments de matrice de couplage.
De nouveau, I’énergie de corrélation associée au degré de liberté vibrationnel quadrupo-
laire est croissante avec X. La seconde ligne du tableau montre que celle-ci est quasiment
la méme que dans le cas ou la projection sur N et Z n’était pas prise en compte. Cu-
mulant I'effet des deux mélanges de configurations, et malgré la tendance inverse pour la
projection, I’énergie de corrélation totale dans le fondamental augmente avec X.

Comme le montre la Fig. 16.10, leffet des corrélations quadrupolaires sur ’énergie
d’excitation et la déformation moyenne des deux premiers états collectifs dépend moins
du choix du parametre X que dans le cas sans projection. L’inverse est vrai pour les deux
états suivants. L’énergie d’excitation des deux états les plus bas se rapproche des valeurs
expérimentales lorsque X décroit. Nous retrouvons la tendance constatée dans le cas sans
projection méme si dans le cas présent les deux états restent bien trop haut en énergie. Il
est a noter que la seule projection sur N et Z inversait cette tendance pour le minimum
oblate comme le rappelle la Fig. 16.11. Enfin, 'inclusion des corrélations quadrupolaires
ne retablit pas la position relative expérimentale des états oblate et prolate les plus bas.
Au final, la projection sur le nombre de particules rajoutée a la GCM sur la déformation
quadrupolaire inluence notablement les propriétés de 1’état prolate pour X > 0, mais
modifie plus dramatiquement les propriétés de I’état oblate quelle que soit le choix de
densité.

En ce qui concerne la déformation moyenne, le choix du parametre X n’est de nouveau
pas crucial et les deux premiers états semblent posséder des caracteres respectifs prolate
et oblate bien définis quelle que soit la valeur du parametre comme le montre la partie
droite de la Fig. 16.11.

En raison de la projection sur le bon nombre de nucléons, les fonctions collectives
orthogonalisées sont re-définies par :
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TAB. 16.3 — Energie de corrélation (keV) pour le minimum sphérique issue de la projection
sur le nombre de particules. Energie de corrélation additionnelle dans le fondamental
associée aux vibrations quadrupolaires.

GCM + Proj N,Z X=-05 X=0 X =05
ENZ(qog = 0, X) - EHFBCESLN (go5 = ) —2655 —2436 —2218
gOGCM,N,Z(X) - ENZ (g = 0, X) —305 —754 —1248
Ey MM (X) - EHFBOSLN (g, = () —2960 —3197 —3471
1/2
g(I;’ZO,N,Z = Z IN/,Z(qéo, 20) f(ZO,N,Z ) (16.11)
q20
ou

IN,Z(Q;o; g20) = (@(q§0)| PN pZ | ®(g20)) - (16.12)

Les fonctions d’onde des cinq premiers états collectifs sont données sur la Fig. 16.12
pour les trois valeurs du parametre X. La fonction 9320, ~,z de I'état fondamental s’élargit
avec X du fait du couplage plus attractif entre le minimum absolu sphérique et les confi-
gurations de faible déformation prolate et oblate. La tendance pour les états excités est la
méme que dans le cas sans projection puisque les fonctions d’onde collectives sont de plus
en plus localisées & mesure que X décroit. Cela est peut-étre moins vrai pour I’état oblate
qui développe une composante importante dans le puit sphérique lorsque X varie dans
cette direction. Notons que cet état possede maintenant la structure d’un état a deux
phonons pour les trois choix de densité. Enfin, les troisieme et quatrieme états excités
développent une collectivité dans le puit a g9 = 30b d’autant plus importante que X
augmente en accord avec les courbes d’énergie potentielle projetée.

Notons que les résultats de la GCM obtenus pour X = 0 avec la projection sur N et
Z (énergies d’excitation, déformations moyennes et fonctions d’onde collectives des trois
premiers états) sont trés semblables & ceux obtenus avec la force de Gogny dans la GCM
simple. Comme cela a été mentionné, cette similitude existe déja au niveau de la courbe
d’énergie potentielle projetée obtenue ici et de la courbe d’énergie potentielle de champ
moyen calculée avec la force de Gogny [57]. Il serait intéressant de se pencher plus en
détails sur ce point afin de déterminer si cela est une qualité systématique de la force de
Gogny dans le canal d’appariement.
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Fi1c. 16.10 — Mémes quantités que sur la Fig 16.5 pour un mélange de configurations
incluant a la fois les corrélations vibrationnelles quadrupolaires et les corrélations liées a
la restauration du bon nombre de nucléons dans la fonction d’onde.
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Fi1G. 16.11 — Gauche :

énergies d’excitation des deux premiers états en fonction du pa-
rametre X . Droite : déformation intrinseque moyenne de ces états.
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F1a. 16.12 — Fonctions d’onde collectives incluant a la fois les corrélations vibrationnelles
quadrupolaires et les corrélations liées a la restauration du bon nombre de nucléons.
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A ce stade de I’analyse nous pourrions de nouveau tenter de statuer quant a 'influence
combinée du choix de la dépendance en densité et des mélanges de configurations incor-
porés dans le calcul pour reproduire les propriétés de structure du '%¢Pb. Cela dit, la
discussion est toujours entachée par le fait que les états collectifs brisent la symétrie de
rotation et ne possedent pas un bon spin. Afin d’obtenir une comparaison pertinente avec
I’expérience, nous allons maintenant incorporer la projection sur le moment angulaire au
traitement théorique.

16.1.5 Effet de la projection sur le moment angulaire.

Nous commencons par étudier I'effet de cette projection sur la courbe d’énergie po-
tentielle le long du chemin de contrainte quadrupolaire. La figure 16.13 donne les courbes
d’énergie projetée sur N, Z et I™ = 01 pour les trois choix de densité. La déformation
donnée en abcisse rappelle de quel état intrinseque les états de spin nul sont obtenus par
projection. C’est en ce sens que nous parlerons de déformation dans cette section, les
états projetés sur le spin I™ = 07 étant bien évidemment sphériques dans le repere du
laboratoire.

Au vu de cette figure, il apparait que la restauration du moment angulaire a un
effet important sur les courbes d’énergie potentielle. D’un point de vue général, 'effet
de la projection est nul au point sphérique et devient plus significatif & mesure que la
déformation augmente. De ce fait, on observe ’apparition de deux minima absolus a
des déformations voisines de go9 = +50b pour les trois choix de densité. Pour le reste,
les caractéristiques des courbes d’énergie potentielle dépendent nettement du choix de
densité dans le hamiltonien. Les corrélations associées & la projection sur sur le spin 0%
augmentent avec X de telle sorte que ’ordre des courbes se trouve inversé par rapport au
cas de la seule projection sur le bon nombre de particules. L’écart moyen entre les courbes
obtenus pour X = —0.5 et X = 0.5 est finalement de 2 MeV environ. D’autre part, le
choix X = —0.5 semble devoir favoriser la coexistence de formes, notamment pour I’état
prolate, du fait de la position trés basse des minima locaux pour ce choix de densité. En
revanche, la profondeur du puit oblate diminue tres nettement lorsque 1’on va vers ces
valeurs de X, ce qui rend la coexistence entre un état oblate et le fondamental sphérique
plus improbable. Pour finir, notons que les projections sur N, Z et [ positionnent le
minimum prolate plus bas que le minimum oblate pour toutes les valeurs de X.

Sans aller plus loin dans I'analyse détaillée des courbes d’énergie potentielle projetée,
nous incorporons maintenant les corrélations vibrationnelles quadrupolaires. Cela est pos-
sible grace a un calcul GCM utilisant les fonctions contraintes projetées sur N, Z, I et
M = 0 comme fonctions de base. Les nouvelles fonctions d’essai s’écrivent :

+50b
| \I’kN’Z’I> = Z f(ZO,N,Z,I P; Py Py | ®(g20)) - (16.13)
q20=—40b

L’écriture des éléments de la matrice GCM nécessite le développement des opérateurs
de projection dans chaque terme de la combinaison linéaire 16.13 puisque l'interaction
dépend de la déformation, de l'orientation dans ’espace de jauge et dans I’espace réel
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Fic. 16.13 - Energie potentielle projetée sur N, Z et I™ = 0" pour les trois valeurs de X.

des fonctions produit mélangées. L’élément de couplage entre deux fonctions contraintes
projetées s’écrira :

! 3 ,a,b,c LT T V LT 7
M (a0, X) = 32 ENE(@ahe) | |1+ o) (00) | emeip gnedngimb 21 | ()

a,b,c

(16.14)

ou la somme sur (a,b,c) va de (—n, —m, —p) a (n,m, p) par valeurs entiéres, et ou :

vai _ (21 +1) sin(mc/p) dig(mc/p) e N/ emimoz/m
FN2T = % o el (16.15)

La Fig. 16.14 donne les différences entre les éléments de matrice non-diagonaux :

HYP (ghy, g20, X) — HY? (¢4, ¢20,0) (16.16)

avec X = —0.5 et X = 0.5 pour g5, = —14 b, g5, = 0b et g5, = 20 b en fonction de gq. Le
choix de la dépendance en densité joue pour un méme intervalle de déformation que dans
les deux calculs précédents. L’allure des couplages est identique a celle obtenue dans le cas
ol seule la projection sur le bon nombre de particules est prise en compte. La différence
dans l'ordre de grandeur des couplages pour les trois figures n’est pas signifiante du fait du
role joué par la norme des états couplés; norme qui est trés variable avec la déformation
lorsque la projection sur I est prise en compte comme c’est le cas ici.
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Fic. 16.14 — Mémes quantités que sur la Fig 16.4 pour un ket et un bra projetés sur le
bon nombre de neutrons et de protons.

Procédons maintenant a la diagonalisation de la matrice GCM pour les trois valeurs
du parametre X. De nouveau, l'effet net des corrélations quadrupolaires dans le fonda-
mental, ainsi que des corrélations associées au cumul des trois mélanges de configuration
considérés, est fortement croissante avec X.

La Fig. 16.15 présente les énergies d’excitations et les déformations intrinseques moyen-
nes des états 0" obtenus apres 'inclusion des corrélations quadrupolaires. Contrairement
au cas ou les seules projections sur N et Z étaient prises en compte, la variation du
parametre X influe nettement sur les énergies des deux états les plus bas. La position de
I’état oblate s’abaisse également pour des valeurs négatives du parametre X mais reste
toujours trop haute par rapport a I'expérience. La Fig. 16.16 suggere X = —0.4 comme
valeur optimale pour reproduire I’énergie d’excitation de I’état 0 prolate. Cette figure
montre également qu’une fois la restauration des symétries brisées effectuée, 'inclusion des
corrélations quadrupolaires de modifie pas significativement la déformation intrinseque des
deux premiers états 0*. Cette remarque est valable pour toutes les valeurs de X utilisées.

Du fait des trois projections réalisées dans le calcul, les fonctions collectives orthogo-
nalisées sont re-définies par :

ou

k _ 1/2 ’ k
94, N, 2,1 = Z IN,Z,I(q207 420) fqgo,N,Z,I )

q20

In, 2,1 (g9, 920) = (P (gho)] P; Py Py | ®(g20))

(16.17)

(16.18)

Les fonctions d’onde des cinq premiers états collectifs sont données sur la Fig. 16.17
pour les trois valeurs du parametre X. La fonction 9220, ~,z,1 de I'état fondamental s’élargit
légerement avec X en se creusant d’avantage dans le voisinage de g9 = 0b. Ce compor-
tement s’explique a la fois par la topologie des courbes d’énergie potentielle projetée et
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FiGc. 16.15 — Mémes quantités que sur la Fig 16.10 pour un mélange de configurations
incluant en plus les corrélations liées a la projection de la fonction d’onde sur le moment
angulaire 0.
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FiG. 16.16 — Gauche : énergies d’excitation des deux premiers états 0 en fonction du
parametre X. Droite : déformation intrinseque moyenne de ces états.
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F1G. 16.17 — Fonctions d’onde collectives incluant a la fois les corrélations vibrationnelles
quadrupolaires et les corrélations liées aux projections sur le bon nombre de nucléons et
sur le moment angulaire.



E (keV)

16.2 Discussion. 207

Differentes projections SANS la GCMsurq Differentes Projections AVEC laGCM surq  ,,
1600 , , , , r r r r

1400
1200 |
1000

800

e~ - —e Prolate: sans Proj.
600 F ] _ = - —& Oblate: sans Proj.
- e — — e Prolate: Proj. N,Z
/ B B h h "~ [= ~— = oblate: Proj. N,Z
400 } ] e——e Prolate: Proj. N,Z,1=0 :
=——=u Oblate: Proj. N,Z,1=0
oo Prolate: Experience
200 E == Oblate: Experience

FIG. 16.18 — Energies d’excitation des deux premiers états 07 en fonction de X a différents
niveaux d’approximation.

par le comportement des éléments de matrice de couplage autour de gop = 00. Concer-
nant les deux premiers états excités, la structure des fonctions d’onde évolue avec X en
accord avec le comportement des éléments de matrice de couplage autour de g = 200
et go0 = —14b. Le changement est malgré tout assez faible, expliquant ainsi la constance
de la déformation intrinseque de ces états avec X. Les fonctions d’onde des états suivants
sont plus chahutées par le choix de densité. Elles sont plus localisées par une décroissance
du parametre X.

16.2 Discussion.

La Fig. 16.18 propose un résumé des résultats obtenus sur les propriétés de coexis-
tence de formes dans le '*¢ Pb dans nos calculs de mélange de configurations. Cette figure
montre d’abord comment la prise en compte des différents types de corrélations de basse
énergie influe sur ’énergie d’excitation des isomeres selon une systématique qui n’est pas
claire. Par exemple, les projections sur le nombre de particules puis sur le moment angu-
laire abaissent régulierement 1’énergie d’excitation du minimum prolate, tandis que 1'état
oblate est repoussé a plus haute énergie par la projection sur N et Z, puis abaissé par
la restauration du spin. Lorsque ’ensemble des restaurations de symétries sont prises en
compte, la diminution du parametre X favorise le phénomeéne de coexistence de formes
de telle sorte qu’une valeur comprise entre —0.1 et —0.2 permet une reproduction opti-
male de I'énergie d’excitation expérimentale attribuée a l'état prolate. L’état oblate est
lui encore trop haut en énergie.

L’inclusion des corrélations quadrupolaires augmente systématiquement 1’énergie d’ex-
citation des premiers états excités par rapport au calcul statique ou au cas ou seules les

0.5
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F1G. 16.19 — Energies d’excitation des deux premiers états 0" en fonction de X

restaurations de symétries sont prises en compte. Cela est du au fait que les corrélations
associées dans le fondamental sont trop importantes. Les trois calculs ont permis de mon-
trer comment la modification de la dépendance en densité de 1’interaction proposée ici
permet de corriger cette déficience lorsque I'on se place dans la zone des X négatifs. D’une
maniere plus quantitative, il apparait que l'inclusion des corrélations quadrupolaires sans
la projection sur le moment angulaire n’autorise pas d’amélioration quant a la position
des premiers états 0. En revanche, lorsque les deux effets sont pris en compte, la di-
minution du parametre X favorise nettement le phénomene de coexistence de formes.
Ainsi, la valeur X = —0.4 permet une reproduction optimale de 1’énergie d’excitation
de I’état prolate lorsque I’ensemble des corrélations importantes dans le systeme sont in-
clues. L’énergie de 1’état oblate est également améliorée par ce choix par rapport au cas
standard (X = 0) méme si elle reste nettement au dessus de ’expérience. L’inclusion des
effets diabatiques associés au couplage avec les configurations a deux qps construites sur
la paire intruse [541 9/2] doit permettre d’abaisser encore la position de ’état oblate [56].
Le couplage entre les configurations a 0 et 2 qps se faisant par 'intermédiaire d’un vertex
d’interaction hors couche d’énergie, la question de la dépendance dans le milieu d’un tel
couplage reste aujourd’hui ouverte.

Au-dela de la position des états isomériques 0" de trés basse énergie, la bande rota-
tionnelle construite sur 1’état prolate est connue expérimentalement dans le ¥ Pb jusqu’au
spin 147 [198, 200]. Au moyen du calcul GCM utilisant les fonctions projetées a la fois
sur N, Z et I, nous obtenons cette bande pour les différentes valeurs du parametre X. La
Fig. 16.19 compare les données expérimentales aux résultats théoriques. La valeur —0.5
utilisée jusqu’ici a été remplacée par la valeur —0.4 autorisant une reproduction optimale
de la téte de bande. On constate que cette valeur permet une excellente description de
la bande a bas spin. Ce résultat est la conséquence de I'ajustement de la téte de bande,
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mais aussi de I’amélioration tres substantielle du moment d’inertie engendrée par la modi-
fication de la dépendance en densité dans I'interaction. Les énergies théoriques des états
rotationnels de spins supérieures & 8" ne sont pas indiqués puisque la modification du
moment d’inertie induite par la rotation doit étre prise en compte pour de tels moments
angulaires. Cela demande un calcul GCM utilisant des états obtenus par cranking et
projetés sur N, Z et I. Cela ne sera possible que dans un futur proche [170].

Nous n’avons pas discuté les résultats concernant les probabilités de transition réduites
B(Ey,) et B(F,) puisqu’aucune donnée expérimentale n’existe dans le %¢Pb. On peut
malgré tout mentionner que le choix de la densité influe significativement sur ces obser-
vables. D’autres systéemes devront étre étudiés afin de tester cette inluence d’un point de
vue quantitatif.

L’étude des énergies d’excitation et des fonctions d’onde collectives des états vibra-
tionnels de basse énergie dans le '8 Ph semble donc indiquer qu'une valeur de X proche
de —0.4 améliore nettement la description théorique des mouvements de grande ampli-
tude dans ce noyau. Tandis que la valeur précise de ce parametre est encore largement
prospective et directement dépendante de la forme explicite des termes de la force, il
est intéressant de se poser la question du contenu physique de son signe dont la valeur
négative semble, elle, plus affirmée.

Il faut pour cela revenir a la dérivation de la force proposée dans la section 15.4. On
constate tout d’abord que le terme relié aux forces a plus de deux corps reste répulsif sur
I’ensemble de I'intervalle de variation de X considéré, les valeurs négatives correpondant a
une augmentation de la répulsion. Le choix X = —0.4 est donc tout a fait raisonnable du
point de vue de ce terme. Le point intéressant concerne le terme associé a la sommation des
échelles de Brueckner, dont le caractere répulsif ou attractif est directement lié au signe
de X. Selon la dérivation qui a été proposée, ce terme est issu de la correspondance :

VD i, () + (B)) VD o] 4 7]
(16.19)

Xt UE0sB)00) (1o + (B}

12

obtenue en développant V(7 ) & l'ordre zéro dans la portée. Dans cette écriture, les
indices (t,,t,) désignent I'isospin des nucléons en interaction et ¢3 est positif. La fonction

IC;’; to (ﬁ) désigne la partie locale du propagateur 13.28 dans la base {a,} lorsqu’il est
impliqué dans une interaction sur couche d’énergie :

5 bo, ()| b0, (R)?
Ko (R) - S, . : 16.20
s (F) = Y WalDl6ulD (1620)
6o¢7«>6%tp pre T s
Eas>e%tq

et ou I'énergie initiale €4, + €4, a été approximée par une moyenne dans la mer de Fermi
saturée en spin.
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24Mg, calcul HF 56Ni, calcul HF Pb, calcul HF

— K, (x00)
rrrrrr K,p(x,0,0)
- Kpp(xj,,o'o) /3
— - 107 [p,(x 0.0
— -5.10" [p,(x.00)]"

2 4 8 10 12 2 4 8 10 12 2 4 8

6 6 6
x (fm) x (fm) X (fm)

F1G. 16.20 — Densités locales d’énergie Ky (2,0, 0) approximées par des fonctionnelles de
la partie locale de la densité scalaire/isoscalaire. L’axe z correspond a un axe orthogonal
a l'axe de symétrie dans le 2*Mg.

Le fait d’obtenir une bonne description de la structure du **¢Pb pour X négatif si-
gnifie en premier lieu que la sommation des échelles a un effet attractif dans le processus
d’interaction de deux nucléons, ce qui ne saurait surprendre. La correspondance 16.19, qui

n’est rien d’autre que I'ordre 1 dans la sommation des échelles, montre bien que K¢, (ﬁ

doit étre négatif pour que cela soit vérifié. Cela est immédiat au regard de ’'Eq. 16.20
puisque, I’énergie initiale étant nécessairement inférieure a €,, + €4,, chaque terme de la
somme du membre de droite est négatif.

Au-dela de ce caractere attractif, la phénoménologie contenue dans le membre de droite
de I'Eq. 16.19 suggere que ces corrélations a deux corps soient d’autant plus attractives
que la densité de matiere au centre de masse est importante. Cet effet est contre-intuitif si
I’on considere le fait que les nucléons spectateurs réduisent ’espace des phases accessible
aux deux nucléons en interaction lors de la sommation des échelles. Cet argument est en
fait inadapté puisqu’il se rapproche plus d’un raisonnement fait sur la densité totale dans
la matiere nucléaire et transposé au noyau par une approximation de densité locale qu’a
un raisonnement fait en fonction de la distance au centre d’un noyau fini a densité totale
fixée. La structure des fonctions d’onde individuelles étant primordiale, elle peut invalider
la vision du noyau comme constitué d’une succession de couches de matiere nucléaire a
différentes densités.

I1 nous faut donc étudier le comportement de la fonction Kf, (R) dans les noyaux

finis. Afin de nous faire une idée, nous présentons les résultats de trois calculs HF réalisés
avec la force Sly4 pour trois noyaux de masses tres différentes, & savoir le 24Mg, le N3
et le 228 Pb. Les fonctions K2, (E) extraites de ces calculs auto-cohérents sont tracées
pour les trois combinaisons d’isospin sur la Fig 16.20 en fonction de la coordonnée z; y
et z étant égaux a zéro. Ces fonctions sont comparées a deux fonctionnelles de la densité
prenant la forme du membre de droite de I'Eq. 16.19 pour o = 3. Les deux fonctionnelles
se différencient par les valeurs de o et de |Xt3|. La densité de maticre po(R) utilisée est

10 12
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tirée du méme calcul HF. Il est a noter que les parametres entrant dans la définition de
ces deux fonctionnelles ne sont pas modifiés d’un noyau a ’autre.

Dans les trois noyaux, les fonctions K}, (R) n’ont pas un comportement monotone en

fonction de la distance au centre du noyau. Les oscillations traduisent la nature discrete
du spectre individuel ainsi que la structure des fonctions d’onde associées. Naturellement,
I’ampleur des variations diminuent avec la masse du noyau. Au-dela de leur caractere os-

cillant, les fonctions K¢, (ﬁ) sont globalement plus négatives au centre du noyau qu’a la

surface méme si cela devient moins vrai lorsque la masse augmente. Ce résultat se traduit
par le fait que I’évolution moyenne de ces fonctions avec x est correctement reproduite
par les fonctionnelles de la densité totale, justifiant ainsi le succes obtenu par nos calculs
pour le choix X = —0.4. Bien évidemment, la dépendance en isospin de la densité locale
d’énergie K, (ﬁ) ne peut étre reproduite par une telle fonctionnelle de po(R), ce qui semble
pouvoir étre préjudiciable pour les noyaux exotiques. Du point de vue de la dépendance
en masse, les résultats présentés ici couvrent une large variation de ce parametre et ne
semblent pas devoir justifier un raffinement des fonctionnelles phénoménologiques uti-
lisées.

16.3 Perspectives.

L’étude présentée ici autorise donc une meilleure compréhension des caractéristiques
du hamiltonien au-dela du champ moyen. Cela dit, d’autres calculs devront étre réalisés
avant de pouvoir valider les conclusions qui viennent d’étre exposées. En particulier, la
dépendance en densité de l'interaction proposée dans ce travail doit étre testée pour
d’autres types de mélanges de configurations. A ce titre, nous avons étudiés 'influence
des corrélations octupolaires associées a la brisure et a la restauration de la parité dans le
240 Py, Les résultats qui n’ont pu étre présentés ici vont dans le méme sens que ceux obtenus
dans le '8 Pp en ce qui concerne I’amélioration de la description des états vibrationnels
pour X < 0.

Il est également important de tester la paramétrisation proposée sur des observables
liées aux états fondamentaux le long de lignes isotopiques et isotoniques. En effet, nous
nous sommes concentrés sur les excitations du systeme, sans pouvoir statuer de maniere
directe sur 'influence importante du choix du parametre X sur les corrélations dans le
fondamental. A ce titre, des calculs portant sur I’évolution du rayon carré moyen de
charges dans les isotopes de calcium sont en cours.

A plus long terme, des projets plus ambitieux utilisant les présents résultats pourront
étre envisagés. La premiere idée consiste a revenir a la définition de la force au niveau
du champ moyen pour y inclure des modifications de sa dépendance en densité, notam-
ment pour différencier I'effet de la force a trois corps et des resommations de Brueckner.
Concernant la sommation des échelles, plusieurs types d’enrichissements discutés dans le
chapitre 14 pourront également étre envisagés.
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Chapitre 17

Conclusions.

Nous avons présenté dans ce mémoire deux études portant sur la compréhension du
traitement du probléme a N corps dans le noyau. Ces deux études ont pour but commun
d’identifier certaines propriétés de la force effective nucléon-nucléon en distinguant pro-
prement le niveau d’approximation auquel on travaille d’une part et le canal de la force
auquel on s’intéresse d’autre part.

La premiere de ces études a pour but de formaliser le lien entre une fonction de
champ moyen décrivant un noyau pair-pair et celle décrivant le voisin pair-impair. Il a été
montré comment la caractérisation de ce lien comme d’un processus se réalisant en deux
étapes “disjointes” autorise une meilleure identification de la physique impliquée dans
le processus d’ajout d’un nucléon dans le noyau. Le nucléon impair est d’abord ajouté
dans un systeme fictif conservant la structure d’un noyau pair-pair. La seconde étape, qui
donne véritablement son caractére impair au noyau, consiste a spécifier I'orbite finalement
occupée par ce nucléon.

L’intérét de ce découplage réside dans le fait que différents canaux de la force a
deux corps sont impliqués dans chacune des deux étapes. La premiere ne sollicite que
les termes de la fonctionnelle pairs sous renversement du temps. La seconde fait interve-
nir les termes associés au canal particule-trou impairs sous cette transformation, ainsi que
le canal particule-particule de la force du fait du non-appariement du nucléon célibataire
induit par la spécification de sont état individuel. Ce schéma a ensuite été utilisé pour
dériver des formules perturbatives permettant d’évaluer la contribution des termes im-
pairs de la fonctionnelle a I’énergie de séparation d’un nucléon en présence et en ’absence
d’appariement. Le schéma théorique et les formules perturbatives ont été validés au moyen
de calculs HFB auto-cohérents portant sur les isotopes d’étain et de cérium.

Une étude approfondie de 'oscillation pair/impair des masses en fonction de l'intensité
de 'appariement dans le systeme a été menée. Celle-ci a permis de comprendre la nature
des contributions des différents canaux de la force a cette observable. Ainsi, I’évolution
non-triviale de la contribution associée a la structure paire des noyaux avec ’appariement
a été isolée. En parallele, la nécessité d’une meilleure connaissance des termes impairs de
la fonctionnelle de 1’énergie pour conclure quant a la formule de différence de masses la
plus apte a isoler le gap d’appariement au niveau de Fermi a été identifiée. Ces termes
impairs sous renversement du temps n’étant pas bien connus aujourd’hui, c’est au prix
d’un travail significatif sur ceux-ci qu’un ajustement précis de la force d’appariement sur
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oscillation pair/impair des masses expérimentales sera possible.

La seconde étude rapportée dans ce mémoire porte sur les méthodes de calculs au-dela
du champ moyen visant a inclure les corrélations associées aux mouvements de grande
amplitude dans le noyau. Ces mouvements correspondent aux modes vibrationnels ainsi
qu’aux modes d’énergie nulle associés aux brisures de symétries du champ moyen. Leurs
effets sont introduits au moyen de la méthode de la coordonnée génératrice et de la
méthode du champ moyen projeté qui se caractérisent par 1'utilisation d’un mélange de
fonctions de champ moyen non-orthogonales comme fonction d’essai dans le processus
variationnel.

Contrairement a ’approximation de champ moyen, 1'utilisation d’une telle fonction
d’essai pour le calcul de I’énergie n’est motivée par aucune approximation bien définie
d’un développement perturbatif de la fonction d’onde du systéme et des observables. Afin
d’établir ce lien, nous avons développé une théorie de perturbation permettant d’écrire la
fonction d’onde du systeme comme une combinaison linéaire d’excitations particule-trou
relatives a plusieurs fonctions de champ moyen non-orthogonales. Utilisant la méthode de
Brueckner pour resommer les corrélations a deux corps dans le développement de 1’énergie
correspondant, 'interaction effective minimale autorisant la régularisation du coeur dur
de 'interaction nucléon-nucléon libre dans ce contexte a été définie. Les calculs associés a
la méthode de la coordonnée génératrice et a celle du champ moyen projeté apparaissent
alors a l'ordre le plus bas de la théorie de perturbation.

Procédant a une approximation locale de la matrice de Brueckner généralisée, nous
avons proposé la premiere prescription reposant sur des bases théoriques solides pour la
dépendance en densité des forces effectives phénoménologiques a utiliser dans les calculs
de mélange de configurations. Cette prescription dépend de ’élément de matrice de H¢//
entre états produit dans I’expression de I’énergie corrélée. Plus précisément la dépendance
en densité de la force est une certaine fonctionnelle des densités de champ moyen associées
au ket et au bra de I’élément de matrice dans lequel elle est insérée.

Afin de traiter d’une autre origine possible pour la dépendance en densité de I'interac-
tion, nous avons montré en détails comment renormaliser I'effet des forces a plus de deux
corps par une dépendance dans la densité mixte dans le cadre des calculs de mélange de
configurations. De nouveau, cette densité dépend de ’éléments de matrice dans lequel elle
est insérée.

Ces développements théoriques nous ont finalement permis de proposer une force de
Skyrme étendue a utiliser dans les calculs au-dela du champ moyen. Cette forme fait
apparaitre un parametre libre X caractérisant le poids relatif des dépendances en densité
provenant de la resommation des corrélations a deux corps d’une part et de celle provenant
de la renormalisation des forces a plus de deux corps d’autre part. Ce parametre disparait
a ’approximation de champ moyen puisque les deux dépendances en densité redonnent
la dépendance traditionnelle en la densité de champ moyen dans ce contexte.

Pour finir, cette prescription est testée par différents calculs de mélanges de confi-
gurations visant a reproduire le phénomeéne de coexistence de forme dans le % Pb. Le
but de ces calculs est d’évaluer I'influence du choix de la densité dans le hamiltonien
effectif en fonction du type de mélange de configurations considéré, puis de déterminer
la valeur optimale du parametre X. Afin d’y parvenir, nous avons étudié 'influence de
ce parametre en incluant successivement les corrélations associées aux vibrations quadru-
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polaires, a la projection sur le nombre de particules et a la projection sur le moment
angulaire. Les résultats montrent qu’un choix raisonnable du parametre X autorise une
amélioration certaine de la description du phénomeéne de coexistence de formes dans le
186 Pp par rapport a ’ensemble des calculs réalisés jusqu‘a ce jour.
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Annexe A

Eléments de matrice de G¢.

Un élément de matrice de 'interaction G définie par ’'Eq. 3.14 s’écrit :

« —
Qi Qi Qi Qg (Wa) - Vamanapaq
«
]- 2 : Vamanaras Garasozpaq (Wa)
+ —
2 €a, T€a, —€a, —€a, — W

1o}
€ap s€as >€R

(A.1)

Dans cette définition, W, correspond a 1’énergie d’excitation totale de ’état intermé-
diaire a IV corps juste avant 'interaction G*. Un élément de matrice sera dit sur couche
d’énergiesi W, = 0. Cela signifie que les dénominateurs en énergie figurant dans I’Eq. A.1
correspondent a 1’écart en énergie entre les états initial et final pour chaque interaction

V' dans 1’échelle.

Dans I’Eq. A.1, nous avons considéré des éléments de matrice non-antisymétrisés de
V', ce qui nécessite d’antisymétriser ceux de G*. Nous aurions également pu utiliser des
éléments de matrice antisymétrisés de V' pour obtenir directement des éléments de matrice

antisymétrisés de G“.
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Annexe B

Bases a un corps.

Les brisures de symétries apparaissant au niveau du champ moyen ont été discutées
dans les sections 4.1.1 et 4.2.1. Nous avons rappelé a cette occasion dans quelles mesures
les caractéristiques des bases & un corps utilisées (essentiellement la base propre du champ
HF et la base canonique) dépendent de la conservation ou de la brisure de telle ou telle
symétrie dans le systeme. Nous allons maintenant décliner les différents cas d’intérét.

B.1 Noyau sphérique.

Lorsque la symétrie de rotation est conservée (état fondamental des noyaux magiques
pairs ou impairs et des noyaux doublement magiques), les états individuels peuvent étre
caractérisés par les nombres quantiques (n,l, j,m,,t) et présentent une dégénérescence
d’ordre 25+ 1 par rapport a m,. Dans cette notation, n est le nombre quantique principal,
[ caractérise le moment cinétique orbital, j le moment angulaire total, m, représente
la projection de celui-ci sur I'axe z tandis que t désigne I’isospin. Les fonctions d’onde
individuelles seront donc notées ¢r—p;; (7, m,,t).

Il est & noter que, [ étant bien défini, la parité de la fonction d’onde 1'est aussi :

H¢nlj(Fa mzat) = d)I:nlj(_Fa mzat) = 7T¢nlj(7?7 mzat) , T = (_1)l . (Bl)

Il est également a noter que, m, étant bien défini, la z-signature de la fonction d’onde
I’est aussi :

eiW(JZ71/2) ¢nlj(F) my, t) = gz ¢nlj(7?7 my, t) ) gz =41 . (BQ)
La z-signature est égale & +1 si [, est pair et s, = +1/2 ousi l, est impairet s, = —1/2.
La signature sera égale a —1 dans les cas contraires.
B.2 Noyau déformé axial.

La brisure de symétrie de rotation pour les noyaux a couche ouverte induit une
déformation du champ I'. Cette brisure de symétrie fait que les états propres du champ
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HF ou de la matrice densité a un corps ne présentent plus des nombres quantiques (1, j)
bien définis.

En revanche, la parité 7 est conservée comme bon nombre quantique. Cela signifie que
les états propres sont combinaisons linéaires d’états correspondants a des valeurs de [ de
meme parité.

Si le systeme conserve une symétrie axiale, m, reste un bon nombre quantique et les
fonctions d’ondes individuelles sont notées ¢y, (7, m,,t), ou N est le nombre quantique
principal.

Si aucun axe de symétrie ne subsiste, seule la signature est bien définie. Les états de
base sont combinaisons linéaires d’états associés a plusieurs couples (/,, s,) correspondants
a la méme valeur (,. Les fonctions d’onde individuelles sont alors notées sous la forme

ngﬂ'(F: CZ; t)

B.3 Noyau en rotation.

Intéressons-nous maintenant a un noyau déformé suivant I’axe z en rotation autour
de ’axe x. La rotation induit une certaine triaxialité dans le noyau qu’il est important de
prendre en compte dans le traitement. D’autre part, il est plus intéressant de quantifier
la projection du moment angulaire suivant I’axe de rotation afin de controler la vitesse
angulaire. Finalement, les orbites individuelles seront caractérisées par un nombre quan-
tique principal IV, la parité 7, la x-signature (, et ’isospin ¢. Celles-ci seront donc notées

¢N7T(F: CZ: t)

B.4 Base propre de s,.

Bien que celle-ci ne soit jamais une base propre du champ moyen a un corps ou
de la matrice densité a un corps, il est intéressant de définir une base dont les états
possedent une projection du spin s, suivant I’axe de déformation bien définie. Les autres
nombres quantiques sont évidemment déterminés en fonction de la situation. Un choix
assez général aux vues des paragraphes précédents consiste a caractériser les fonctions
individuelles par un nombre quantique principal N, la parité 7, la z-signature (,, la pro-
jection du spin s, et I'isospin t. Celles-ci seront donc notées @y (7, (;, s,,t). L’état propre
HF ¢y (7, (,,t) d’'un noyau déformé s’écrira alors comme une combinaison linéaire des
deux états oy, (7, (,, S = +1/2,t) et ong (7, (y 8, = —1/2,1).

Cette base est adaptée a I’écriture des différentes densités intervenant dans la définition
des interactions de Skyrme et de Gogny ainsi que dans les fonctionnelles de 1’énergie uti-
lisées dans les calculs auto-cohérent, et en particulier dans la fonctionnelle de Skyrme. La
raison pour laquelle cette base est adaptée tient dans ses propriétés sous les opérations de
renversement du temps et de rotation dans I’espace d’isospin. Etudions la transformation
de renversement du temps avant de revenir a 1’'utilité de cette base a un corps.



B.5 Définition de 'opérateur K. 231

B.5 Définition de 'opérateur K.

Nous désignons par K la transformation de renversement du temps et par K 1'opérateur
qui la réalise dans ’espace de Fock. Cet opérateur est caractérisé par la transformation
des opérateurs de position, d’impulsion et de spin :

KrK' =7 KKl = —p; K§K' = -5 . (B.3)

Cet opérateur change le signe des relations de commutation, ce qui en fait un opérateur
anti-linéaire. Pour un systéme a N corps, cet opérateur prend la forme explicite [71] :

K = e ™Sihg,. | (B.4)

ou Sy est la projection du spin total suivant ’axe y et K est 'opérateur de conjugaison
/s , . @) a0y .
complexe attaché a la représentation {i"*, §;"} :

KodW Kl =30 . K, 840 K = — 30 5 Ky 8y K§ =359 (B.5)

Utilisant les caractéristiques de l'opérateur K, il est aisé de voir que la transformée
d’une fontion d’onde individuelle ¢;_n. (7, (,, S, t) sous renversement du temps sera :

(K QD)qu (Fa Cza Sz, t) = (pNW(Fa Cza Sz, t) = 2$Z (P*NW(F’ _Cza —S2, t) . (B6)

B.6 Base invariante sous K.

Considérons un systéme décrit par un état produit |®) invariant sous renversement du
temps. Il s’agit typiquement du cas de I’état fondamental d’un noyau pair-pair. Interessons-
nous aux propriétés de I’état individuel HF correspondant ¢y, (7, ,, t) sous renversement
du temps. Connaissant la loi de transformation B.6, il est aisé de connaitre son état trans-
formé en la décomposant sur ses composantes de spin s, = £1/2 [210]. La transformée
par renversement du temps possedera une signature opposée a 1’état de départ :

D G T CD) = G G D) (B7

Le point important réside dans le fait que lorsque la fonction produit approximant
I’état a N corps du systeme est invariante par renversement du temps, le champ moyen HF
qui en découle le sera également de telle sorte que son spectre présentera une dégénérescence
de Kramers d’ordre 2 entre états renversés du temps (voir Annexe C) :

h| bi=nrc.t) = €=nrcot | Pi=nnct) (B.8)
avec ¢ = €. Par convention, nous divisons la base en deux et notons [ = (N,m,(, = +1,t)
I’état de la paire dégénérée possédant une signature positive et [ = (N, 7,(, = —1,t) celui

de signature négative.
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B.7 Base non-invariante sous K.

Considérons a présent un systéeme qui brise 'invariance par renversement du temps.
Il s’agit typiquement de I’état fondamental d’un noyau pair-impair a ’approximation de
champ moyen et/ou d’un état rotationnel a ’approximation de cranking. Soit \én) I’état
fondamental d’un noyau pair-impair.

Comme cela sera discuté dans la section suivante, le hamiltonien & un corps HF A qui
en découle brise I'invariance par renversement du temps de telle sorte que ses états propres,
notés Q;NF(T_", (z,t), ne possedent plus de bonnes propriétés sous cette transformation.
Alors, les états de cette base ne se correspondent plus deux a deux par opérateur K
et la dégénérescence de Kramers du spectre individuel est perdue :

il|</;l:N7rgzt> = gl:erg,zt|</;l:N7rgzt> ; (B.9)

avec € # €.



Annexe C

Invariance du hamiltonien sous
renversement du temps.

C.1 Invariance de H.

On s’accorde généralement a dire que tout systeme quantique évoluant en I’absence
de champ extérieur satisfait au principe de micro-réversibilité, c’est a dire que son hamil-
tonien commute avec ’opérateur de renversement du temps. Cela est vrai en particulier
du systeme nucléaire dont le hamiltonien défini par I’'Eq. 2.1 vérifie :

[H,K] =0 . (C.1)

Cette propriété d’invariance du hamiltonien est reliée a la dégénérescence de Kramers
du spectre. Si I'on consideére un état propre |©;) de valeur propre E;, alors I'Eq. C.1
implique que son conjugué par renversement du temps |©;) = K | ©;) est lui aussi état
propre de H avec la méme valeur propre. Par voie de conséquence, tout sous-espace propre
de H est de dimension paire et possede une base propre orthonormée dont tous les vecteurs
sont deux a deux conjugués par l'opérateur K.

C.2 Brisure de symétrie au niveau du champ moyen.

Il existe des situations ol cette invariance est perdue. Tel est le cas par exemple si le
hamiltonien du systeme est modifié par I’application d’'un champ magnétique extérieur.
Tel est également le cas si I’on s’intéresse a des approxrimations des vrais états propres
du Hamiltonien. En principe, la symétrie brisée doit étre ensuite restaurée. Par exemple,
les noyaux en rotation & ’approximation de cranking ou les systémes impairs a ’approxi-
mation de champ moyen brisent spontanément I’invariance par renversement du temps.
Considérons 1’état fondamental HFB d’un noyau impair. Celui-ci s’écrit dans la base ca-
nonique sous la forme :

@)=a, [ (a+naa)lo) . (©2)
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qui présente une asymétrie dans le remplissage de la paire d’états (n,n) initialement
conjugués par 'opération de renversement du temps. A cause de cette asymétrie du rem-
plissage, la fonctionnelle de I’énergie posseéde des termes impairs non nuls. Il en résulte
par dérivation un champ moyen a un corps h brisant V'invariance par renversement du
temps.

Cette propriété signifie que h ne commute pas ou n’anti-commute pas avec K. Par
conséquent, ses états propres ne se correspondent plus deux a deux par K et la dégéné-
rescence de Kramers dans le spectre individuel est levée (€ # ¢&). Cette propriété de h
influence donc directement les propriétés individuelles des nucléons, mais aussi celles du
noyau dans son ensemble puisque 1’énergie totale de champ moyen &, d’un noyau impair
n’est pas la méme selon que la brisure est ou non prise en compte dans le calcul théorique
(voir section 7). Cela est également vrai pour les autres observables.

Pour finir, Pétat & N corps |®;) conjugué de |®,) par la transformation K ne possede
pas la méme énergie que ce dernier a I'ordre 0 des perturbations, perdant ainsi la dégé-
nérescence de Kramers des états a N corps. En revanche, il est intéressant de noter que
Pinvariance initiale du hamiltonien fait que la méme énergie &£, est obtenue si ’état |®;)
est utilisé comme fonction d’essai dans la procédure de minimisation.



Annexe D

Eléments de matrice de couplage
entre états de qp.

En récrivant le hamiltonien effectif 4.1 du systéme dans la base de qps {7k}, on
détermine l'interaction résiduelle couplant le vide aux états a 4 qps [40] au premier ordre
des perturbations :

Hyp =) [(H40)ijkl minjnbnl + he| (D.1)
ijkl
avec
1 — * * * *
(Hao)ijr = > Tpars U Ui Vi Vi (D.2)
pqrs

ou (U, V) caractérise la transformation de Bogolyubov associée au jeu de qp {7, }. Ainsi,
I’élément de matrice de couplage entre 1’état totalement apparié de nombre parité pair
| @) associé a cette transformation et I’état a 4 qps défini par I'Eq. 4.53 s’écrit :

n3ﬁ2n1ﬁ< (D‘ H40 | (P> = 4 [(H40)ﬁn1ﬁ2n3 + (H40)'ﬁ2n37'm1 + (H40)ﬁﬁ2n3n1
+ (H40)n3n177ﬂ2 + (H40)ﬁn3n1ﬁ2 + (H40)n1ﬁ2ﬁn3] . (D3)
Afin d’aller plus loin, nous rappelons les propriétés suivantes des éléments de matrice

antisymétrisés de I'interaction & deux corps déduites de son hermiticité et de son invariance
par renversement du temps :

Gk = Vigkl
Uikl = Uik (D.4)
— =%
Vigkt = Ugij -

Nous faisons I'hypothése simplificatrice que les éléments de matrice de ¥ sont réels.
Nous faisons également ’hypothese que la base canonique de I’état de nombre parité pair
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totalement apparié est la méme que celle des états a 4 qps créés dessus. Cela suppose
en toute rigueur que la derniere transformation de la décomposition de Bloch-Messiah
associée au jeu de qp {nx} est triviale. Dans ce cas, I’élément de matrice de couplage D.3
s’écrit dans cette base canonique sous la forme :

'rL3'r_L2n1'r_L< CD‘ H40 ‘ (D> = Up Annyngng + Unp Bnnlngng ) (D5)
avec
Ann1n2n3 = ﬁngnl'run Un2un3unl + ﬁﬁng'ﬁqng Ungunl U/'ILQ - E'leﬁgng Unlunzung
(D.6)
Bnn1n2n3 = Engnlnzn unzvngvnl + E'I_Lngﬁlnz U’nsvnlvnz - Eﬁnlﬁgnz unl Unzvng

Transformons maintenant le hamiltonien dans la base de qps propre pour I'état de
nombre parité impair correspondant a 1’état fondamental du noyau impair voisin. Nous
faisons I’hypothese que la base canonique associée a cet état est identique a celle de 1’état
de nombre parité pair totalement apparié sur lequel il est construit. ’élément de matrice
de couplage entre le fondamental impair |<an) et un état a 4 qps défini par I'Eq. 4.58,
s’exprime dans la base canonique en question sous la forme :

n3ﬁ2n1n< (i)n| ﬁ40 |(§n> = Up Ann1n2n3 — Up Bnn1n2n3 . (D7)

Sachant que la qp 7} créée dans le fondamental impair est telle que u, ~ v, ~ 1/ V2
et que A et B sont du méme ordre de grandeur au voisinage du niveau de Fermi, il résulte
des Eq. D.5 et D.7 que les couplages entre les états a 0 et 4 qps n’auront pas le méme
comportement qualitatif dans les noyaux pair-pair et dans les noyaux pair-impair.



Annexe E

Densités et fonctionnelle de Skyrme.

E.1 Densités a un corps.

Définissons a présent la matrice densité a un corps associée a un état produit | ®) et
exprimée dans le produit tensoriel de I’espace réel avec les espaces de spin et d’isospin :

(®|cH(7 s\ t) e (s, 1) | )
(@)

p(Fs,t, 7' s t) =
(E.1)

= Z (p?(fﬂaga‘g’z’tl)wJ(F’CZ’Sz’t)pﬂ ’
1J¢ ¢,

ou l'opérateur de création d’une particule d’isospin ¢ et de projection du spin s, au point
7 a été écrit en utilisant la base a un corps Y. (7, (;, S,, 1) :

(s, t) = ng}(ﬁ Czy Sz, 1) Cl:lgzszt ) (E.2)
I¢,

La matrice densité E.1 peut alors étre décomposée en quatre termes ayant un caractere
scalaire/vectoriel et isoscalaire/isovectoriel bien défini :

p(FSz t, 'F” Slz t,) = { [pOO (F, 7_",) 5525; + §()0 (F, F,).é"slzsz} 5tt’

e~ =

(E.3)

1
+ Z [,011(7:: 7—",) 5szs’z + gli(Fa 7—1‘,)-5-‘5;32} (Tt’t)i}

i=—1

Cette décomposition utilise la complétude dans I’espace du spin 1/2 et de 'isospin des
trois matrices de Pauli complétées de la matrice unité. Dans I'Eq. E.3, &y, et 7; sont les
éléments de matrice des matrices de Pauli [71] écrites sous forme vectorielle dans I’espace
de spin et d’isospin :
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Gus. = (]G ss) 3 7w = (U] F]1) - (E.4)

Dans ce travail, nous ne considérons aucune situation ou les états individuels neutrons
et protons sont mélangés (comme c’est par exemple le cas pour décrire le pairing neutron-
proton, la décroissance (3 ou les résonances de Gamow-Teller en (Q)RPA [32]), de telle sorte
que seul le terme ¢ = 0 contribue dans I’Eq. E.3. Nous restreignons donc la description aux
densités de matiere et de spin, isoscalaires (1" = 0) et isovectorielles (T" = 1) suivantes :

po(7, ') = poo(F,7') = Z p(7s,t,7" s, 1)

Szt
;i (7 7)) = po(F7') = Zp(f’szt,f"szt) 2t

szt

(E.5)

5(77") = S(r 7)) = Z p(Fs,t, 7' s, 1) Fgs,

Sz sht
s(7 7)) = F(F ) = Z p(Fs,t, 7' s, 1) 2t 5y,

szt

oli les grandeurs isoscalaires somment les contributions neutron et proton (ex. py = p1/2 +
p-1/2) tandis que les grandeurs isovectorielles nous informent sur leurs différences (ex.
P1 = P12 — /0—1/2)-

On peut comprendre U'intérét d’écrire ces densités dans la base oy (7, (;, S5, 1) en
étudiant leurs propriétés sous 'opération de renversement du temps. Utilisant la trans-
formation B.6, le lien entre les densités associées a 1’état | @) et celles associées a 1’état
renversé du temps K| ®) s’écrit :

’9§g(ii ir,) = ﬁ%%(_: iyl) = /QTW(i?I:i?)
(E.6)
sE(F 7 = —8x(F 7)) = =5 (F',7)
de telle sorte que la partie locale des densités de spin est nulle pour un systéeme invariant

par renversement du temps.

E.2 Fonctionnelle de 1’énergie.

En plus de la partie locale des densités définies dans I’'Eq. E.5, la densité d’énergie
associée a la force de Skyrme 4.69 fera usage de leurs dérivées :
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= i vai = = =
gr(r) = §(V = V) pr (7, 7") =
—» =y = 2 (7 =
Jr(r) = 5 (V' =V) @ (7, 7")|r=p
(E.7)
(7)) = V.V pr(7 ) e

Tr(F) = V.V'&p (7, 7")|rer

ou figurent respectivement les courants, les tenseurs de courants de spin, les densités
cinétiques et les densités cinétiques de spin. Les tenseurs de courant de spin sont souvent
utilisés sous une forme contractée définissant les courants spin-orbite :

Tr() =Y e JEHE (E.8)

ijk

D’apres la loi de transformation B.6, il est possible de montrer que :

I () = Jr(F) 5 o (7) = 7o(F)
(E.9)

i) = —jr(r) 5 TE@ = = Tr()

de telle sorte que Sy, jr et T sont nuls dans un systeme invariant par renversement
du temps. Etant données ces propriétés de transformation E.6 et E.9 et la nécessaire
invariance de la fonctionnelle de 1’énergie sous les opérations de renversement du temps
et de rotation dans ’espace d’isospin, seuls contribuent les produits deux a deux des pr,
Jr et Tr entre eux, et des S, fT et TT entre eux, et cela pour chaque valeur de 7. La
fonctionnelle prend finalement la forme générale [211] :

& = / ESkyrme(RYdR | (E.10)
ol
gSkyrme(,,:*) — Z (gélair + S;mpair)

T=0,1

= Y Chph + Cidr.sr + Cpf pr Dpr + Cp° 5.0y
T=0,1

+Ct (prre = Jrdr) + OF (30T7 - 37)

+ Y7 (pTV.fT + 5p.V x ET) + CY*(V.5r)% (E.11)
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ol le lien entre les constantes de couplages des termes pairs et impairs groupés entre pa-
rentheses est du a 'invariance de la fonctionnelle sous transformation de jauge locale [31].
Finalement, les 16 coefficients figurant dans la précédente fonctionnelle sont reliés aux 10
parametres de la force de Skyrme 4.69 par les relations :

3 3
Cl = Zto+—t3pf
0 80+48 3 Po
1. /1 1. /1 .,
et = g5+ ) = gptal5+ ) 6
Ci = —qto(5 — ) = 33ta(5 —7a) %
0o = 402330 2432$300
1 1
C: = ——tg— —t3p5
1 80 48300
: 3 1. /5
CO == Eh"—itg (Z—Fl‘g)
; 1, /1 1, /1
Cl = —§t1(§+x1)+§t2(§+x2>
1 1 1 1
ai = —gh(z—n) +zu(z =)
1 1
sT
= ——t 4+ —t
Cr 167 T 16"
9 1 5
A
Cop = _6_4t1+1_6t2(1+x2)
3 1 1 1
= ga3en) + gl
! go7t\g T71) T 55f2\ g+ 22
3 1 1 1
As _ Y - _ _
Co” = 32t1(2 x1)+32t2(2+$2>
3 1
As
= ¢ t
G 647 T 64"
3
Yyl o= -Sw,
0 L
1
oYl = —-W,
1 4 0
cys =
oY = o0, (E.12)

ou la dépendance en densité de la force n’intervient que dans I’expression des coefficients
CF et Ci. Les coefficients C)Y* sont nuls du fait de I’absence de force tenseur de portée
nulle dans la force de Skyrme, contrairement a la version originale [122] ou & celle utilisée
dans de rares études [212, 213]. De plus, les coefficients C§’ ne sont que trés rarement pris
différents de zéro (voir les forces Sly5 et Sly7 par exemple [125]) du fait du cotit numérique
important des termes en 7 et de leur difficile ajustement sur des données expérimentales
spécifiques (voir la Ref. [214] pour une telle tentative). Une raison avancée pour les négliger
dans les noyaux sphériques est la compensation exacte de ces termes (mais pas des termes
impairs associés) par la force tenseur si celle-ci était prise en compte [215]. Enfin, nous ne
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considérons pas de terme spin-orbite “généralisé” tel que celui introduit dans la définition
des forces SkI3, SkI4, SkO et SkO’ [216].
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Annexe F

Limite HFB d’appariement nul.

Soit la base canonique de 1’état HFB de nombre parité pair totalement apparié.
L’équation du gap s’écrit dans cette base :

1 Ak
Ap=—3 Z Vilkk & ) (F.1)
2 k>0 \/(ék — )\)2 + Azfc

tandis que la contrainte sur le nombre de nucléons dans le systeme prend la forme :

N=2Y =Y [1- &% — A . (F.2)

k>0 k>0 \/(Gk - /\)2 + Az,—c

Nous allons maintenant procéder a une limite d’appariement nul en considérant un
spectre a une particule {¢} fixe. Cela est schématiquement justifié, malgré I’auto-cohéren-
ce entre les deux canaux de l'interaction, & partir du moment ou la force dans le canal
p-t n’est pas modifiée. Nous traitons le cas d’un spectre doublement dégénéré e, = ¢;
typique d’un noyau déformé. L’extension au cas d’un noyau sphérique a couche ouverte
est triviale bien que plus lourde a écrire. L’intensité de 'appariement dans le systeme
étant déterminée par les éléments de matrice o;5; de 'interaction dans le canal p-p, la
limite d’appariement nul doit étre gouvernée par eux.

Placons nous tout d’abord dans une premiére limite définie par |;;| << |€; — €x| pour
tout couple (k,1) tel que k # [. Dans cette situation, I’équation du gap F.1 se découple
en autant d’équations de la forme :

Ak = — 5 Uik
2 \/(Gk - )\)2 + Azl_c

: (F.3)

ou seule 'auto-interaction de la paire contribue. Deux cas se présentent :

e La paire d’orbite (k, k) est telle que €, = ¢z = A. Supposons alors qu’il existe une
solution non-triviale a I’Eq. F.3 et simplifions celle-ci a gauche et a droite par A.
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Quelle que soit la valeur négative de I’élement de matrice v,z, il existe effectivement
une solution non-triviale de la forme :

D] = — K (F.4)

e La paire d’orbite (k, k) est telle que €, = ez # ). S'il existe une solution non-triviale
Az a PEq. F.3, elle doit vérifier 'identité :

\/ (r — N2+ A2 = — “kék"e : (F.5)

ce qui n’est possible que pour |Tyzz| > 2 |ex — A|. Si cette inégalité n’est pas vérifiée,
seule la solution triviale A,z = 0 existe.

Plagons nous a présent dans une limite ou 'auto-interaction des paires dans le canal
p-p devient infiniment faible. En raison de la dégénérescence de Kramers dans le spectre,
il existe au mazimum une paire d’orbites (n,7) telle que €, = €5 = A, c’est a dire ne
satisfaisant pas a l'inégalité |,z < 2 |€x — A

1) Lorsqu’une telle paire d’orbites existe, les occupations correspondantes vérifient

nécessairement :
1/2
|- (] o

Toutes les autres paires sont telles que A,z = 0 d’apres le calcul précédent. Deux cas
sont alors possibles pour les occupations v?.

—_
Il

| ——|

:ﬂ@to suﬁw

2) Soit €, < A et alors :

—
S
TN
[E—
Il
—
S
oz b0

3) Soit € > A et alors :

CIREI R I

Etant donnés ces résultats, il est aisé de constater que satisfaire a I’Eq. F.2 pour un
nombre de particules moyen pair (N = 2n — 2) dans une telle limite, requiert de n’avoir

| — |
ST
ESIINE NI
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que des orbites appartenant aux catégories 2) et 3) précédentes. En d’autres termes, le
potentiel chimique s’ajuste nécessairement dans cette limite entre deux paires de niveaux
dégénérés pour assurer le nombre moyen pair de nucléons dans I'état de nombre parité
pair. La fonction HFBp correspondante, définie dans la base canonique par I’Eq. 4.38,
tend alors vers :

n—1=N/2
[P (N)) — [@"FP(N)) = [ afall0). (F.9)

Cet état limite correspond a la transformation de qps :

7,1 = —a; poureg < A
7}; = ap pour g < A
(F.10)
7,1 = a;rc pour € > A
7}; = a% pour € > A

On montre aussi aisément que satisfaire a I’Eq. F.2 pour un nombre de particules
moyen impair (N + 1 = 2n — 1) requiert dans la méme limite d’avoir une paire d’orbites
appartenant a la catégorie 1). Le potentiel chimique s’ajuste alors sur une paire d’états
(n,n) pour assurer le nombre moyen impair de nucléons dans ’état de nombre parité pair.
Dans ce cas, la fonction HFBp tend vers :

n—1=N/2
1
QTN AL) > 91N = o (1ahah) T alefio). ()
k=1

Cet état limite correspond a la transformation de qps F.10 excepté pour la paire
d’orbites (n,n) a laquelle sont associés les opérateurs de qps :

ho= s (ah - aw) (F.12)
b= % (a}%%—an) , (F.13)

By = By = |Apa| = — 2200 ¢ (F.14)

'Dans le cas d’une force d’appariement monopolaire telle que celle utilisées ici, les énergies de gps d’un
systeme invariant par renversement du temps prennent la forme BCS dans la base canonique.
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La limite d’appariement nul prend donc une tournure inhabituelle dans ce second cas.
Cette limite met en relief le role particulier joué dans I’état F.11 par la paire de gps la
plus basse, puisque celles-ci ne tendent ni vers un opérateur de création de particule ni
vers un opérateur d’annihilation, mais restent un mélange des deux. Ainsi, la seconde
transformation de la décomposition de Bloch-Messiah ne prend pas une forme triviale
dans la limite d’appariement nul pour un état de nombre parité pair ayant un nombre
moyen impair de particules. En d’autres termes, ’ensemble de la théorie HFB ne se réduit
pas a la théorie HF dans la limite d’appariement nul.

Reprenons le méme raisonnement pour un état de nombre parité impair. Faisons de
nouveau I’hypothese simplificatrice que les bases canoniques de I’état de nombre parité
pair totalement apparié et de ’état de nombre parité impair construit dessus comme un
état perturbatif & 1 gp sont identiques et caractérisées par le jeu d’opérateurs {ay}. L’état
a une gp prend alors la forme :

| ®HFB(N4+1)) = af H (uk+vka};a£> 0y . (F.15)
k#n>0

Le fait d’avoir un nombre moyen impair de particules (N +1 = 2n—1) dans le systéme
se traduit par la relation :

m-2=2 3 wi= Y [1- % — A . (F.16)
k#£n>0 k#n>0 \/(Ek — A2+ A%

Dans la limite d’appariement nul, satisfaire a ’Eq. F.16 requiert que toutes les paires
(k, k), avec k # n vérifient les Eq. F.7 ou F.8. Par conséquent, la limite de 1’état perturbatif
impair a une qp F.15 sera :

n—1=N/2
[®FFE(N+1)) — | @ (N+1)) = o ] ofaf o). (F.17)

n
=1

Pour finir, nous constatons que les états | 2 (N+1)) et | ®HFP(N+1)) sont reliés par
la relation :

| @y P (N+1)) = o |@FFP(N+1)) (F.18)
ot v} est la qp singuliére définie par 'Eq. F.13. Le déterminant de Slater impair s’écrit

donc comme un état & une gp sur un état de nombre parité pair défini comme la combi-
naison linéaire équiprobable des déterminants de Slater pairs voisins.



Annexe G

Propriétés des éléments de matrice
de v [p| et de ses dérivées.

Placons-nous dans la base canonique (I,1) de I'état de nombre parité pair | @HEBp),
Celle-ci diagonalise la matrice densité associée a cet état.
Les forces phénoménologiques utilisées a ce jour dépendent de la densité locale scalaire

—

isoscalaire py(R) dans le canal p-t. Comme discuté dans la section 4.3.1, elles pourraient
aussi dépendre de la densité locale scalaire isovectorielle p; (ﬁ), voire des densités locales
vectorielles dans des versions plus élaborées. Quoi qu’il en soit, seules les dépendances
scalaires, paires par renversement du temps, sont non nulles dans un état | ®7F5P). Par

exemple, une force de Gogny ou de Skyrme s’écrit pour un tel état sous la forme :

v[po(B)] = v [22 9u(R, ¢ = 1,t>|2pl] , (G.1)

Lt

ot la densité locale py(ER) a été exprimée dans la base (I, 1) en utilisant 'égalité des valeurs
propres de la matrice densité p;, = pr ainsi que ’Eq. B.6. Le vecteur R désigne le centre
de masse des deux nucléons en interaction. Le terme dépendant de la densité ne modifie
donc pas dans ce cas les propriétés d’invariance par renversement du temps de la force.

De I’Eq. G.1, on tire pour tout couple (I,1) :

ov [po(ﬁ)] 8 po(R) ov [Po(ﬁ)}
- op 9o Opo(R)

v [PO(R’)}

= R.(, =1,1)]? ~
[oL(R, ¢ )| (D)

ov [PO(R‘)}
Opr

car |¢L(Ra C=11t)) = \¢L(R, ¢, = 1,1)|*>. De méme :
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GQU[po(ﬁ)] B Ao
“omop pL(R, ¢ = 1,1)] W

0% v [po (ﬁ)]
Opr Opu

0% v [,00 (ﬁ)]

7

Il apparait également que toutes les dérivées successives de v [po(ﬁ)] par rapport aux

éléments de matrice de p seront invariantes par renversement du temps pour un état
| ®HFBP) " Considérant des éléments de matrice antisymétrisés dans la base {|1)}, il est
donc possible d’écrire pour tout n > 0 et pour tout k-uplet (p,...,q) :

omwv ) ( omv )
—_— = — : G.4
<3pp - 0Pq ) i Opp --- 0pq ) 3471 (G-4)

L’opérateur énergie cinétique, pair sous renversement du temps, s’écrit :

ti=(@lt]) =1t (G-5)

ce qui, en résumant les différents résultats ci-dessus et en utilisant les Eq 4.28, 4.32
et 4.33, entraine 1’égalité des éléments diagonaux du champ HF :

¢ = (i|hli) = (@|h]i) =& | (G-6)

dans un état de nombre parité pair.



Annexe H

Eléments de matrice de G5,

La matrice de réaction G satisfait une équation auto-cohérente généralisant celle
de la matrice de Bruekner usuelle G* :

GPI)(We,W,) = V + GPI(Ws,W,) _@
W, — ha
QF
W — hg
8
R Ve Qiﬂ G(ﬂ’a)(Wﬂ,Wa)
Ws — Iy

+ Vv G (Ws, W,)
@
W, — hg

Un élément de matrice de G%® g’écrit explicitement sous la forme :

GP) o (Ws,Wa) = VBmbBrapaq

BmBnoapay

G\ (W, Wa) Va,auapaq

BmBnaras

€ap T €ag — €ar —€ay —Wa

8

2.

1o
€aq€ag > ER

2.

B8
€84 €8y > €F

DN | —

Vansntite Goson o (Wa, Wa)

ﬂtﬂuapaq

Gﬂm +6ﬂn - eﬂt - eﬂu - Wﬂ

N | =

NG

B,
Z Vﬁmﬂnﬁtﬂu G,g’tﬁi)aras (Wﬁ’ Wa) Varas QpOyg
(€8, €8, — €8, — €5, —W;) (Eap t€a, —€a, ~€a, — Wa)

€B4)€Bu >EF
€api€ag >e%,

Dans cette définition, W, correspond a I’énergie d’excitation totale de I’état intermédiaire
A N corps juste avant l'interaction G¥®) tandis que Wpg correspond a celle de I'état in-
termédiaire & N corps juste apres I'interaction G5,
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Annexe 1

(B,a)

Propriétés de v pour la
. . Skyrme
projection sur le moment angulaire.

Nous devons vérifier que 1’énergie projetée 14.13 de 1’état fondamental est réelle. La
validité de cette propriété pour un spin I # 0, c’est a dire pour le choix f/° des coefficients,
se déduit automatiquement du cas I = 0. Du fait de l'intégration symétrique autour de 0
réalisée sur la variable o dans le calcul de I’énergie, il suffit de prouver que l'identité :

H(0,) = H(0,—r) (L.1)

est valide lorsque le hamiltonien mixte 14.10 spécifié au cas de la projection sur I est
utilisé. Cette méme propriété est immédiate pour le recouvrement Z(0, o).

Intéressons-nous tout d’abord au comportement des différentes densités sous rotation.
Pour cela, nous introduisons la matrice unitaire 3«3 R(«) qui fait tourner un état propre
de 'opérateur position :

R(a)[7) = [R()T) (1.2)

ou encore qui fait tourner un opérateur vectoriel tel que 'opérateur position :

Ri(a)7R(a) = R(a)F . (1.3)

La spécification de la densité locale mixte scalaire-isoscalaire au cas de la projection
sur le moment angulaire s’écrit :

(®8 | BT(B) po() R(c) | 25)

w0 = R Ry |89 (L4)

Cette quantité est un élément de matrice entre deux états a N corps dans lequel 7
est une variable externe n’intervenant pas dans le produit scalaire. Elle constitue donc un
opérateur fonction de I'opérateur position 7. En tant que tel, le comportement de p(()’B ) (7)

sous rotation est, d’apres I'Eq. 1.3 :
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Ri(@) o7 (7 R(@) = py (R(a)7) . (L5)

En tant qu’opérateur fonction des variables position 7; des nucléons, la transformation
sous rotation de I'opérateur densité scalaire-isoscalaire est donnée par :

R'(@) po(7) R(@) = D 6(7=R(e) 75) = 3 8(R(e) 7= 7) = po(RM(e)7) . (L6)

D’apres I’Eq. 1.5 nous pouvons écrire :

R'(y) o7 (7) = Ri() oV (7) R(Y) RY(y) = oV (R() A R(=) ,  (L7)

qui, grace a la définition de la densité locale mixte et a I’Eq. 1.6, se met sous la forme :

(@0 | RN(B) po(R(y) T) R(ex) | BF)

R 0 (7) (| RI(3) Ray|ay V)

(0| R(8) R(7) po(7) BT () R(e) | 25)
(@ | RI(B) R(7) R (7) R(a) | ©5)

R(—) (L8)

= O R

Nous sommes maintenant préts a démontrer la propriété I.1. Etant donnée I’Eq. 14.10 :

H(0,0) = (B Ria); {H (0] + # [(50)]} |9
= (B[ Ri(0) {1 [0 + 7 [o50)] ) 19
(L.9)
= (B8] {H [ (D) + B[]} B(-a) | 8))

= H(0,—a) |, (L10)

ou la premiere identité est diie au caractere réel de la densité locale scalaire-isoscalaire
de champ moyen !, la seconde est obtenue en appliquant l'identité 1.8 aux deux densités
locales de champ moyen et la derniére en échangeant la position des deux hamiltoniens de
champ moyen. Ce résultat finit de démontrer que la prescription dérivée dans ce travail
peut étre utilisée dans les calculs de projection. La vérification de ces propriétés dans le
cas d’une fonction de champ moyen triaxiale ne pose pas de probléme particulier.

!Partie diagonale (o = ) de p(()B (7).



Annexe J

GCM et force a deux corps
dépendant de la densité corrélée.

Afin de reproduire les effets d’une force a trois corps, nous utilisons la matrice densité
corrélée contractée sur les variables de spin et d’isospin p¥*(7,7) dans la force & deux
corps définie par I'Eq. 15.6 :

VHER) = VO + o) g (7 7) (1)

e

Utilisant cette dépendance en densité, le terme de réarrangement apparaissant lors de
la variation de 'énergie ( ;| H ff| W) /(W] Uy) par rapport & f5* est non-nul. Cela est
différent du résultat obtenu avec la densité mixte. Cette variation conduit aux équations
du mouvement suivantes :

ka th Py Z Vzla/c A

t,9,k,1

1 b.0) k(o) (27191
*% Z UZln]kmpjz s Zf (pmﬁ (Wil Wg)

i,5,k,l,m,m
(o] ©1)
(p,a)
+ Zf Pmn” T, [0, ))

=&Y R0 %) .

(@7 %)

Pour reproduire la contribution de la force a trois corps, le terme entre parentheses
dans I'Eq. J.2 doit étre égal & pr). Cela signifie que p%* + Op"k /0 f5* doit étre égal &
p%®) pour tout couple (53, ), ce qui n’est pas vérifié en général. Ainsi, I'utilisation de la
densité corrélée fait apparaitre des termes superflus dans les équations du mouvement.
Cela suggere de ne pas 'utiliser dans les calculs de mélange de configurations de type
GCM pour renormaliser les effets d’une force a trois corps.
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Annexe K

Force a trois corps et projection.

K.1 Equations du mouvement.

Les équations du mouvement correspondant a la formule 15.14 s’écrivent :

Z fhepk [Z tij (piﬂua i — p )pﬁﬁa))

5 SV (W00 — G K5 5 — oG o)
1555kl

(K.1)

,305 /3’ Pye% ﬂa ,B,Ot Ye%

Z]klmn

(B2) (B,2) (Bra) (

S A S A <ﬂa))}<<bﬂ\¢>a>

louz pju Pkt Pmn
_ 5£nel Z pu' @ﬂ'@a) ’

pour tout couple (u,u').

K.2 Terme de réarrangement.

Pour un hamiltonien H ( dependant de la densité, il faut modifier les équations 15.14
pour tenir compte du terme de réarrangement provenant de la variation de l'interaction
par rapport aux parametres variationnels. Elles deviennent :

V(3)(ﬂ,a)(7-: R’) DB (7, 7)
3)(B,x a e ’ P r1, T2
E: (7| clcw HPY |0 + 2 (@7 ap{[jﬂ)(ﬁ = 57

| &%)

= EM (W | cl ey | U  (K.2)
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Le terme de réarrangement requiert le calcul de :

0p PO, ) 1 [( @) cw p(T1, ) [ ) (DF|clcw [ 2) (2] o7, 7) | 2°)
oz 2 (DB| D) (DB P)?
= -3 Z (PI T2 sz S, )QDJ(FMCZvSm )pq(f ) pgﬁa) . (K3)

Nous sommons maintenant la contribution provenant de la dépendance en densité de
Ve(;’}(ﬂ ) dans le premier terme de I’Eq. K.2 et le terme de réarrangement pour aboutir a :

Z FE " (i [o(i = ) pBa (7, 7) [ ok 05) (BF | ol e cf f e cj | %)
.5,k
. . ap(ﬂ,a) 7_"1,77'2) o
PN 1Y tovnlol =) 2T ) (89 el of ey 99
okl !
=& LS S (P 0 ) s = P ) o i
i’j7k7l’n’m
(K.4)

— A o) (@ o)

mn

1 * Ne e a a
DN A SRRl Al FIC AL
B

i!j7k,l!n7m

1 . B B B a
=5 D I8 D2 vanjem (pfm 0 o plBe — o pl0 ) pl plre)
i’j’k’l’n’m

P o o) — o o) (9 0°)

~ ~
- = —

ol v est en fait de la forme v(7, — 75, p, 71,5 ,7:" 7 2) et ol ses éléments de matrice Vinjkm
sont définis par 'Eq. 15.9.

La comparaison avec I’Eq. K.1 montre que la méme contribution formelle aux équations
du mouvement que celle provenant de la force a trois corps est obtenue a condition que
Vitnjkm Teproduise VEIT)L] wm- L€ terme de réarrangement joue un role crucial puisqu’il fournit

une combinaison d’indices impossible & obtenir par la seule dépendance en densité de la
force & deux corps.



