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Chapitre 1

Introduction

Ce travail de these s’inscrit dans le cadre de I’étude des systémes quantiques ouverts non-
relativistes appliquée a la physique nucléaire dans le but d’obtenir une description mi-
croscopique des noyaux faiblement liés, ainsi que des mécanismes de réaction impliquant
de tels noyaux. Ce travail regroupe différents domaines de la théorie nucléaire tels que la
théorie du modele en couches, la théorie Hartree-Fock, la théorie des réactions ...

L’approche standard dans 1’étude des systemes quantiques ou le nombre de particules
est trop important pour que l'on puisse résoudre le probleme exactement, se base sur la
construction d’un champ moyen (ressenti par chaque particule) & partir d’une interaction
nucléon-nucléon donnée. Ce champ moyen permet de définir un hamiltonien individuel
générant une base individuelle. Cette base individuelle est utilisée pour la construction
d’une base & N corps (déterminants de Slater). Enfin, les nucléons sont corrélés entre eux
par l'interaction résiduelle qui est diagonalisée dans la base a N corps, fournissant ainsi
les mélange de configurations. La construction du champ moyen, et donc de I’hamiltonien
individuel, differe d’une théorie a 'autre.

Dans la théorie du modele en couches la base individuelle est construite a partir d’un puit
de potentiel infini [1, 2, 3, 4, 5]. Cette base est tronquée puis utilisée pour la construction
des déterminants de Slater. Enfin, I'interaction résiduelle est ajustée en fonction de 'espace
de valence choisi. En pratique cependant, les monopodles ainsi que les multipoles sont fittés
de maniere a reproduire au mieux la spectroscopie des noyaux étudiés. On comprend des
lors pourquoi cette méthode est susceptible de fournir les mélanges de configurations les
plus réalistes. Cependant ce genre d’approche ne s’applique qu’aux systeémes quantiques
fermés (noyaux proches du fond de la vallée de stabilité) et ne permet pas de fournir une
bonne description des noyaux faiblement liés.

Afin d’inclure les couplage aux états du continuum dans le modeéle en couches fut introduit
le GSM (Gamow Shell Model) [6, 7, 8, 9, 10, 11, 12, 13, 14]. Ce modele utilise les états de
Gamov [15], générés par un puits de potentiel fini et vérifiant la relation de complétude de
Berggren [16]. Le GSM permet de prendre en compte le couplage aux états du continuum
d’un nombre arbitraire de particules mais ne permet pas une description des mécanismes
de réaction car ce modele n’offre pas la possibilité de distinguer les différents canaux de
déroissance.



Afin de décrire les mécanismes de réaction dans le contexte du modele en couches, Feshbach
a introduit un formalisme [17] dans lequel 'espace de Hilbert est séparé en deux parties :
I’espace () dans lequel nous voulons développer la fonction d’onde du systeme, et ’espace P
qui contient le reste de I'espace. S’appuyant sur ce formalisme, Mahaux et Weidenmiiller,
dans leur étude des mécanismes de réaction par la théorie du modele en couches [18], ap-
proximent le champ moyen par un simple puit de potentiel de type Saxon-Woods avec un
couplage spin-orbite ainsi que 'interaction centrale de Coulomb. Ce potentiel étant de pro-
fondeur finie, I'hamiltonien individuel génere un ensemble fini d’états individuels liés ainsi
q’un continuum. L’espace g des états individuels liés et ’espace p des états de diffusion sont
utilisés pour la construction des espace () (systeme total lié) et P (systéme total compor-
tant une particule dans un état de diffusion). Le puit de potentiel étant censé représenter
le champ moyen, I'interaction résiduelle doit correspondre exactement a la différence entre
I'interaction nucléon-nucléon et ce potentiel moyen. Ce formalisme n’a cependant fait 1'ob-
jet d’aucune application numérique, en raison de la définition peu réaliste des espaces ¢ et
p et des couplages entre les espaces @) et P.

Se basant sur le formalisme de Feshbach, Rotter et le groupe de Dresde ont développé le
Continuum Shell Model [19, 20], dans lequel l'espace ¢ est re-défini de maniere a y inclure
les résonances individuelles sous forme d’états quasi-liés. L’espace p est alors renormalisé
et constitue un continuum non-résonant. Pour des raisons évidentes de simplification, leurs
applications numériques furent menées a bien en approximant l'interaction résiduelle par
une interaction schématique de portée nulle. En dépit de ces approximations, la méme
interaction est utilisée pour le calcul des mélanges de configuations ainsi que pour le cou-
plage aux états du continuum. Cette approche présente néanmoins le désavantage lié aux
mélanges de configurations obtenus, rappelons-le, au moyen d’une interaction schématique.

Pour pallier a ce probleme a été introduit le formalisme du SMEC (Shell Model Embed-
ded in the Continuum) [21, 22, 23, 24] dans lequel les mélanges de configurations sont
fournis par le modele en couches, et ce pour une interaction ajustée pour 'espace de va-
lence considéré. Cette approche permet d’obtenir des résultats quantitatifs tres proches
des données expérimentales pour les spectres [21, 22] et sections efficaces de diffusion [22],
de capture radiative [22, 23, 25], de dissociation Coulombienne [26], de décroissance beta
premiere interdite [27] et de radioactivité 2 protons [28].

Ces deux derniers modeles, Continuum Shell Model et SMEC, souffrent du probleme lié a
la dissociation du potentiel moyen (et donc de U'interaction résiduelle) et de l'interaction
nucléon-nucléon, les états individuels et le couplage aux états du continuum étant obtenus
a partir de différentes interactions. En effet, l'interaction résiduelle dépend du choix du
potentiel moyen ainsi que de l'interaction nucléon-nucléon de base. C’est pourquoi avons-
nous décidé de mener une étude dans laquelle tous les ingrédients nécessaires a un calcul de
modele en couches avec couplage aux états du continuum sont dérivés a partir de la seule
donnée de l'interaction nucléon-nucléon. L’interaction résiduelle devant, par définition, étre
minimum, nous construisons la base individuelle a partir d’'un champ moyen auto-consistant
dérivé des équations de Hartree-Fock. Cette méme interaction résiduelle est alors utilisée
pour les couplages aux états du continuum.

Dans cet exposé, nous présentons en premier lieu une approche théorique générale. Cepen-
dant, la validation numérique du modele n’est que prototypique. En effet, nous sommes
encore, a I’heure actuelle, confrontés au probleme de dimensionnalité de la base de Fock
fournissant les mélanges de configurations. Ceci nous oblige a restreindre tout calcul de



structure a un espace de valence fortement tronqué (le noyau étant en grande partie
constitué d'un coeur inerte de couches fermées). Ces restrictions nous obligent donc a
utiliser une interaction effective appropriée pour l'espace de valence choisi. C’est pourquoi
nous gardons la philosophie de SMEC' en utilisant les mélanges de configurations de modele
en couches.

Les applications numériques présentées dans cet exposé se limitent au formalisme du modele
en couches avec couplage d’'une seule particule aux états du continuum. Cependant, 1'uti-
lisation d’une interaction nucléon-nucléon de portée finie nous permet d’envisager une
généralisation de ce formalisme avec la prise en compte d’'un nombre arbitraire de par-
ticules couplant aux états du continuum. C’est pourquoi nous proposons également une
généralisation théorique du formalisme appliquée au probleme des canaux de réaction
couplés ot le systeme total est scindé en deux fragments (cible et projectile).

Dans le deuxieme chapitre, nous commencons par introduire les équations radiales
intégro-différentielles générant la base radiale individuelle dont nous nous servirons tout
au long du chapitre. Quelques rappels sur la théorie du modele en couches ainsi que sur la
théorie des réactions nous permettent ensuite d’introduire nos notations. Ceci étant, nous
présentons une nouvelle méthode de coupure des résonances individuelles menant a une
nouvelle définition des états quasi-liés inclus dans le continuum. Etats liés, quasi-liés et
de diffusion nous permettent ensuite de construire la base de Fock ainsi que les espaces
modeles. Nous ferons ensuite le lien entre espaces modeles et espaces des canaux physiques,
et enfin dériverons les équations générales du modele en couches avec couplage d'une par-
ticule aux états du continuum a partir de I'interaction nucléon-nucléon.

Nous donnons, dans le chapitre 3, quelques applications numériques du modele présenté
dans le premier chapitre. La premiere partie est consacrée a 1’étude des propriétés des
états quasi-liés ainsi qu’a l'illustration de la nouvelle méthode de coupure sur des exemples
de déphasage. Nous introduisons ensuite l'interaction nucléon-nucléon que nous utilisons.
Enfin, la spectroscopie (énergies et largeurs) des noyaux miroirs “F et 7O, ainsi que les
déphasages de diffusion %O(p, p)'%O seront présentés.

Dans le chapitre 4 nous généralisons le formalisme en prenant en compte le couplage d'un
nombre arbitraire de particules aux états du continuum individuel. Nous commencons par
des considérations générales quant a la définition des espaces modeles et leur lien avec les
espaces des canaux physiques. Nous dérivons ensuite les équations générales du modele dans
un systeme de coordonnées arbitraire. Nous nous limiterons alors a la construction d’une
base a deux fragments projetée sur le continuum individuel multiple et nous intéresserons
a la forme explicite des équations de canaux couplés dans le cadre de cette approximation.
Enfin, nous donnons quelques remarques concernant la possibilité de prendre en compte
des formes asymptotiques plus complexes.

Nous concluerons et donnerons les perspectives dans le chapitre 5.

Le chapitre 6 est consacré a des annexes qui appuient les chapitres 2, 3 et 4 de fagon
linéaire. Nous présentons dans un premiers temps quelques détails relatifs aux méthodes
numériques employées pour la résolution des équations Hartree-Fock (section (6.1)) ainsi
que le calcul explicite des éléments de matrice a deux corps de I'interaction nucléon-nucléon
utilisée (section (6.2)). Nous donnons ensuite (section (6.3)) quelques remarques sur le code
de modele en couches que nous avons développé.



Dans le chapitre 2 sont développées les équations de canaux couplés homogenes modélisant
la diffusion d’un nucléon sur une cible. Le calcul des éléments de la matrice de couplage
de ces équations est donné dans la section (6.4). La décroissance d'un noyau instable est,
quant a elle, modélisée par des équations de canaux couplés inhomogenes. Le calcul de
la source a ces équations est donné dans la section (6.5). La représentation radiale de la
fonction d’onde totale du systeme nécessite celle des solutions de I'espace () qui est donnée
dans la section (6.6). Les équations de canaux couplés homogenes et inhomogenes doivent
étre projetées sur le continuum individuel. C’est pourquoi nous donnons dans la section
(6.7) une méthode de projection de ces équations.

La généralisation du modele, développée dans le chapitre 4, nécessite la définition d’un
nombre arbitraire d’espaces modeles. Dans la section (6.8) est développée la résolvante
totale du systeme pour un nombre arbitraire d’espaces modeles. La construction de la
base a deux corps utilisée dans le chapitre 4 nécessite le calcul des états liés du projec-
tile dans un systeme de coordonnées intrinseques. Ces états doivent étre développés dans
une base antisymmétrique dont la construction nécessite celle de fonctions de spin-isospin
de symmétrie bien définie que nous donnons dans la section (6.9). La généralisation du
formalisme nécessite la projection des équations de voies couplées sur le continuum indivi-
duel multiple. Nous proposons, dans la section (6.10), une technique de projection de ces
équations appliquée au cas particulier ou deux particules peuplent les états du continuum
individuel. Dans la section (6.11), nous dérivons les éléments de la matrice de couplage
des équations de canaux couplés dans le cas particulier ou le systéeme est scindé en deux
fragments. Enfin, un exemple de calcul des sources aux équations inhomogenes est donné
dans la section (6.12).



Chapitre 2

Structure et réaction dans une
approche unifiée

Le but de ce chapitre est de mettre en avant le fait qu’a partir de la seule intéraction
nucléon-nucléon, il est possible de décrire, sur le méme plan, la structure des noyaux fai-
blement liés ainsi que les mécanismes de réaction impliquant de tels noyaux. Une analyse
structurelle d’un systeme de fermions suggere la définition d’'une base a N corps anti-
symétrique dans laquelle est ensuite diagonalisée I'interaction en question. Dans la théorie
du modele en couches nucléaire cette base est construite a partir de déterminants de Sla-
ter, ces derniers étant construits a partir d'une base individuelle engendrée par un puits
de potentiel harmonique. Cependant, le moyen le plus approprié de générer une base indi-
viduelle a partir d’une interaction nucléon-nucléon consiste a construire un champ moyen
auto-consistant. Aussi commengons-nous par dériver explicitement, dans la section (2.1),
les équations intégro-différentielles radiales obtenues a partir des équations de Hartree-
Fock, dans le cas des noyaux de couches fermées, puis dans le cas des noyaux de couches
non fermées moyennant certaines approximations. Les états propres liés et quasi-liés des
équations Hartree-Fock constitueront alors, dans tout ce qui suit, la base individuelle nous
permettant de définir 'espace de valence. A ce stade, I'interaction résiduelle doit étre dia-
gonalisée dans la base a N corps construite au moyen de ces derniers états individuels,
menant aux mélanges de configurations représentatifs de la structure nucléaire. Cepen-
dant, les mélanges de configurations les plus réalistes étant obtenus grace a la théorie du
modele en couches, nous donnons, dans la section (2.2), quelques rappels relatifs a cette
théorie ainsi que sur I'utilisation du formalisme de seconde quantification, afin d’introduire
nos notations. Dans la section (2.3), nous rappelons les résultats de base de la théorie des
réactions auxquels nous ferons référence tout au long du présent exposé. Enfin, la section
(2.4) est entierement dédiée a I'utilisation d’une intéraction nucléon-nucléon de portée finie
dans le formalisme du modele en couches avec couplage d’une particule aux états du conti-
nuum, unifiant ainsi les différents ingrédients mentionnés plus haut. Dans cette derniere
partie, certaines démonstrations délicates et fastidieuses sont données en annexe, afin de
ne pas surcharger de formules le déroulement de ’exposé. Cependant, ces annexes sont des
parties en soi dont I'importance est capitale. Les conventions d’écriture et notations sont
introduites de facon linéaire tout au long du chapitre.



2.1 Champ moyen et interactions

2.1.1 Les équations de Hartree-Fock
2.1.1.1 Formalisme de base

L’hamiltonien H d’un systeme de A particules peut s’écrire,

H:Zt(i)+ SV + > Vgk) + .., (2.1)

i=1 1=i<j i<j<k

ou t(i) est 'opérateur énergie cinétique de la particule 4, V' (i7) est I'interaction a deux corps
entre les particules i et j, V(ijk) 'interaction & trois corps entre les particules i, j et k, etc
... Une approximation, généralement utilisée dans la théorie du modele en couches, consiste
a négliger les interactions a plus de deux corps. Nous négligerons donc ces interactions dans
tout ce qui suit.

L’interaction mutuelle des particules mene a un potentiel moyen ressenti par chaque par-
ticule. Si nous notons U(i) le potentiel moyen ressenti par la particule 7, nous pouvons
exprimer ['hamiltonien du systeme sous la forme suivante,

H = i(t(zHU(i)) + ( i V(z’j)—iU(i)), (2.2a)

i=1 1=i<j
A A

= D i)+ > V), (2.2b)
i=1 1=i<j

ou l'hamiltonien & un corps h(i) spécifie le mouvement de la particule ¢ dans le cadre
d’une approximation de particules indépendantes, et 'opérateur a deux corps V7(ij)
correspond a l'interaction résiduelle entre les particules i et j. Pour résoudre le probleme
aux valeurs propres (E — H)|¥(1,2,...,A)) = 0, on décompose généralement 'état a A

corps |¥(1,2,...,A)) dans une base constituée d'un produit tensoriel d’états individuels
propres de I’hamiltonien a un corps h,
(e, — h)|a;) =0, (ey, —h)|b;) =0, ... (2.3b)

ou C; est le coefficient du développement correspondant a la configuration d’occupation
numérotée i. Dans le cas d'un systeme de nucléons (et plus généralement d’'un systeme
de fermions), cette base doit satisfaire au principe de Pauli et est construite a partir de
déterminants de Slater. La fonction d’onde a A corps indiscernables, que nous noterons
désormais | V), et vérifiant (F — H)|¥) = 0, s’écrit donc,

W) = ZOADSZ-), (2.4)

ou |DS;) est un déterminant de Slater normalisé construit de la maniére suivante,

a;(1) a;(2)

|DS,-)E|a,-,bi,...,c,->E\/% bl) b)) (2.5)



10

La théorie Hartree-Fock nous donne une méthode permettant de déterminer, a partir d’une
interaction nucléon-nucléon V', le meilleur potentiel moyen U (ainsi que les états individuels
correspondants), tel que le déterminant de Slater normalisé |D.Sp), ou toutes les particules
occupent les états individuels de plus basse énergie, correspond a une bonne approximation
de I’état fondamental du systeme. Le critere pour satisfaire cette condition est que ’énergie
doit étre minimum. Cette stationnarité est exprimée a travers un principe variationnel
conservant la norme,

(DSy|DSp) = 1. (2.6b)
En notant {|a), |b),---} la base individuelle, on peut montrer [29] que, si 'interaction V/

n’admet pas de dépendance en densité, (2.6) menent aux équations,

eap = (alt]b) + > (a,c|V|b,c)as =0, pour a <A b> A, (2.7)
c<\

ol A est le niveau de Fermi et ot nous avons introduit 1’élément de matrice a deux corps
antisymétrisé,

(@, clVb, ¢)as = {a(1), ¢(2)[V]b(1), ¢(2)) = {a(1), ¢(2)[V]e(1), b(2)). (2.8)

Les équations (2.7) ne disent rien sur les éléments de la matrice e connectant deux états
occupés, ou deux états inoccupés. Cependant, nous pouvons choisir la base individuelle de
maniere a ce qu’elle diagonalise séparément les matrices e <y p<x €t €451 5>1, Obtenant donc
les équations de base communément utilisées en calcul Hartree-Fock,

(altb) + > (a,c|VIb, ¢)as = €abap- (2.9)

c<A
L’équation (2.9) est alors équivalente a,
(alt +U|b) = eqdap, (2.10)

ou le potentiel moyen U est définit par I’équation,

(alU1b) = “(a,c|V b, )a. (2.11)

c<\

Enfin, la valeur moyenne de I’hamiltonien H dans 1’état fondamental Hartree-Fock |D.Sp)
est donnée par,

Eur = (DSHIDSo) = 3 (e — S (clU]e)). (2.12)

c<\

Notons ici que I’hamiltonien H décrit un systeme a 3A degrés de liberté spatiales, incluant
donc les états du centre de masse. Ces derniers états ne sont d’aucun intérét et doivent étre
supprimés pour peu que 'on s’intéresse aux états intrinseques du systeme. Une méthode
approximative pour supprimer ces états [30] consiste a soustraire, dans les équations, I’ha-
miltonien du centre de masse, apres variation. En notant p’; l'opérateur impulsion de la
particule 2, I’hamiltonien du centre de masse s’écrit,

L T e UV B S
T (2 7)) =3 210+ g ST (213)
=1 ]
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ou m est la masse d’un nucléon. Une autre approximation peut étre faite en négligeant
le deuxieme terme du membre de droite de (2.13). La soustraction du premier terme a
I'hamiltonien (2.2) mene alors a,

1 h?
{alt — 1 t+Ulb) = (a] — Q—m*VQ + Ulb) = €4, (2.14)
ol nous avons défini la masse normalisée m* par,
A

Afin de simplifier les expressions, nous noterons t* 'opérateur énergie cinétique normalisé
de la maniere suivante,
A-1

="t (2.16)

Dans nos conventions d’écriture, nous désignerons par une lettre arrondie, du type H,
I’hamiltonien d’un systeme de nucléons incluant le centre de masse, et par une lettre droite,
du type H, 'hamiltonien intrinseque d’un tel syseme.

2.1.1.2 Noyaux a couches fermées

Le potentiel Hartree-Fock peut engendrer des états individuels dégénérés. Nous supposons
dans un premier temps que le nombre de particules est tel que ces états sont complétement
occupés. Dans ce cas le potentiel est a symétrie sphérique et il devient commode de séparer
parties radiale et angulaire. En représentation coordonnée, nous écrirons donc ’état indi-
viduel de nombres quantiques {nalojaMaToa} b

Unglaorsa (T) e (Q), (2.17)

— . —
< r ‘nalajamaTza> = ()OnalajamaTza( r ) = f lajaTza Q
ou nous avons défini,

e () =D (lal/2,mumg|jama) Y (2) Xom, Tr.a (2.18)

mp,ms

ot ¥;"(€2) est une harmonique sphérique d’ordre [, et de projection my, X, est le spineur
de projection mg, 7., est I'isospineur de projection 7,,. Dans nos notations, n, correspond
au nombre de noeuds de la fonction radiale u s’il s’agit d’un état lié et au nombre d’onde
s’il s’agit d'un état de diffusion, auquel cas cet indice devient continu.

Pour simplifier les expressions, nous introduisons les notations suivantes, qui seront utilisées
dans tout ce qui suit,

a = {nulojaTsat, (2.19a)
a = {lajaTza}- (2.19b)

'Puisque le « spin-orbit splitting » est une propriété tres marquée dans les noyaux, dans tout ce qui
suit nous opterons pour le couplage j — j.
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La représentation coordonnées (2.17) s’écrit alors,

(Flam,) = ““y)ygya(m. (2.20)

A Taide de ces notations, nous pouvons introduire la forme couplée des états a deux corps
du type,

(1), 2NN =Y {Gadss mams DM ama(1), Bms(2)). (2.21)

Ma,Mg

Pour un état a deux corps ne comprenant que les parties angulaire, de spin et d’isospin,
nous noterons alors,

@(1), BN =Y (Gads mamg|TM)|ama(1), Bms(2)). (2.22)

Ma,Mg

L’indexation des particules n’a pas lieu d’étre pour les états antisymétrisés. Nous rappel-
lerons toutefois cette antisymétrisation par I'indice « as » (comme en (2.8)) pour les états
a deux corps, et omettrons ce détail pour les états a 3 corps et plus. Notons enfin que la
redondance de certains nombres quantiques dans les équations, et non de tous ceux définis
par les symboles (2.19), nous obligera parfois a utiliser une notation mixte. Par exemple,
les relations d’orthogonalité et de complétude des fonctions d’onde radiales individuelles
s’écrivent,

/dr Uny a(T) Unga(T) = Ongng (2.23a)

iua(r)ua(r') =d0(r—1'), (2.23b)

ou le double symbole de sommation dans (2.23b) rappelle que la complétude inclut les
états liés aussi bien que les états du continuum réel.

Re-écrivons donc les équations (2.9) en substituant les états individuels génériques |a), |b), . . .
par les états |am,),|Bmga),... introduits en (2.20), et en soustrayant la contribution du
centre de masse,

<Oé moe|t*|/6mﬁ> + Z<a mom’ym’y|v|ﬁmﬁ>7m’y>as = 6a5ammﬁmg- (224)
Y My

L’interaction V' conservant le moment angulaire total I', le deuxieme terme du membre de
gauche de I'équation (2.24) peut s’écrire sous la forme couplée,

. . 1
Y > oy mamy DM) (jajy, mam, |TM) 7 (s VI8, Vas: (2.25)

ym~ I'\M

ot I' = V2T + 1 et ot nous avons réduit 1'élément de matrice & deux corps. En utilisant la
relation d’orthogonalité suivante des coefficients de Clebsch-Gordan [31],

. . I
Z <]oc]'ya mam'y|FM> <]ﬁ]’y>mﬁm’y|rM> = ﬁdjanm,jﬁmﬁj (2'26)
m~, M Jo
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le fait que l'opérateur énergie cinétique conserve les nombres quantiques orbital, de spin,
d’isospin et de projection, et le fait que l'interaction V' conserve la parité totale, nous
obtenons,

(na@mg|t*ng dma) —I—

S35 a3 [Vlmg &, 1) = B, (227)

nyy I Ja

En insérant une relation de complétude dans 'espace coordonnée et en intégrant sur la
partie angulaire, nous pouvons écrire I’élément de matrice de 'opérateur énergie cinétique
sous la forme suivante,

_2777:11* /dr Unga(T) [;— - M]“nﬁ&(r), (2.28)

r2 r2
En utilisant une procédure analogue, nous pouvons écrire le terme a deux corps,

<na@7 n“{f_}/HVHnﬁ 077 n“/f_>/>£s =

// r dr’ 17" (1) 5 (1) [V () (unﬁa(r) um/(r/)>

T r

(=) V() (u"ﬁ“(rl) u"”(r))}, (2.29)

ayya 7ﬂ/ ,
ou nous avons défini,

VE s (rr') = (@) 5@ VIIG() 5 (r.r") =
O[] a0 (9], (0 % VL, (@] VET) P % Y, (@] 230

et similairement pour le terme d’échange. Notons que le terme défini en (2.30) peut, en
toute généralité, étre un opérateur différentiel agissant sur la partie radiale qui est située
dans les grandes parentheses de I'équation (2.29). Enfin, en utilisant (2.28) et (2.29), et en
se souvenant de la relation de complétude (2.23b), nous pouvons intégrer I’équation (2.27)
sur n, pour obtenir les équations intégro-différentielles,

I (% R w)ua(r) + Da(r)ua(r) + /dr’Ea(r, e (r') =0, (2.31)

r

2m*

ou k, = \/2m*e,/h?, et ou les potentiels direct et d’échange sont donnés par,

— /dr 1wy (1) Vs gs (ryr) (u';ij ) X, (2.32a)
v, ja
/ o uy(r)
Ea(r,r') == ¢2< a0 gy () VE (7, )(# x . (2.32b)
v, Ja

Une méthode numérique de résolution des équations intégro-différentielles est présentée en
annexe (6.1). Le calcul des éléments de matrice du type V. 5o5(r;7') est donné en annexe (6.2)

pour différents types d’interaction nucléon-nucléon. Dans le cas particulier de I'interaction
spin-orbite de portée finie (la seule force non centrale que nous utilisons dans cet exposé),
nous pouvons montrer que la partie directe (2.32a) du potentiel se résume a un scalaire (et
non a un opérateur différentiel). Le seul terme différentiel apparaissant dans les équations
radiales Hartree-Fock (2.31) est donc celui de l'opérateur énergie cinétique.
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2.1.1.3 Noyaux a couches non fermées

Lorsque le systeme considéré comporte un nombre de particules tel que certaines couches
ne sont que partiellement remplies, le potentiel n’est plus a symétrie sphérique, et la
décomposition (2.20) n’est pas appropriée. Nous pouvons cependant utiliser une approxi-
mation fort utile pour outre-passer ce probleme, et ainsi éviter la nécessité de résoudre
des équations intégro-différentielles en deux (symétrie cylindrique) voire trois dimensions.
Afin d’illustrer le fondement de cette approximation, considérons a nouveaux les équations
(2.27). L’obtention de ces équations suppose implicitement que toute orbitale de moment
de spin donné est complétement remplie. Par exemple, dans la relation (2.26), la somma-
tion sur m, est effectuée de —j, a + J- La probabilité d’occupation d'un état de nombres
quantiques {~ mv} est alors de 1 / 75 Si maintenant p particules sont ajoutées a un coeur
de couches fermées sur une orbitale de spin j, nous pouvons, dans le cadre d’'une approxi-
mation raisonable, considérer que cette couche sera occupée avec la probabilté p/ 32. Nous
pouvons « simuler » cette approximation par une re-définition de la partie angulaire, de
spin et d’isospin des états individuels,

0 VP (2.33)

ou p, est le nombre de particules occupant la couche considérée. En utilisant cette substitu-
tion dans I’équation (2.27), et en désignant par {7 m.,} I'ensemble des nombres quantiques
caractérisant les états individuels du coeur de couches fermées et par {dms} ceux de la
couche non fermée, nous obtenons facilement,

(amalt'|Bmg) + > (ama,ym,|V|Bms, 7 m.)as +
Y My
Ds
5 > (ama, dms|V[Bmg, 6 ms)as = €abame,gm,- (2.34)
5wy

Ainsi, Uinfluence de la substitution (2.33) sur les solutions radiales est équivalente a la
redéfinition suivante des potentiels (2.32),

r , U (1!
Ds(r) = Z — P} /dr/rr Uy (7 )V;/m( ') ( Z’E“’ ) X, (2.35a)
¥, Ja

r . L U~ (1)
E&(T7 T,) == Z jA 2 P]—Y ( 1)F oy u'Y( )Vof:y'ya( /) (# X (235b)
7 Ja

ou la probabilitée d’occupation Pjofc de la couche de spin j, est définie par,

, . 2.36
2, pour une couche non fermée comportant p., particules. ( )

1 pour une couche fermée,
POCC —
Jv
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2.2 Le modele en couches

2.2.1 Formalisme de base

La théorie du modele en couches nucléaire [1, 2, 3, 4, 5] stipule que le noyau peut étre
décrit par un coeur inerte de couches fermées auquel s’ajoutent des nucléons de valence se
distribuant sur un ensemble fini de couches. La figure (2.1) montre un exemple de définition
du coeur et de 'espace de valence pour la description de '°O. La configuration d’occupation

032 - —
1s1/2 | |
0d5/2 . espace de

valence
0p1/2 O 'S o o !
0p3/2 | —0—O0—0—0— —0—0—0—0—

1 coeur
0s1/2 | o o o o |

protons neutrons

Fi1G. 2.1 — Ezemple de définition du coeur et de l’espace de valence pour la description de

160'

présentée sur cette figure correspond a celle de plus basse énergie (donc a la configuration
Hartree-Fock). Le coeur étant inerte, nous construisons la base en distribuant les particules
de valence sur les orbitales de valence de toute les facons possibles. Dans I'exemple de la
figure (2.1), ceci revient a distribuer 4 particules sur 20 états individuels. En numérotant
les particules de valence de 1 a n,q;, 'hamiltonien du systeme s’écrit,

Nyal Nyal
H = Hegre + »_W™(0)+ > V"(ij), (2.37)
i=1 1=i<j

ol H,.y est 'hamiltonien du coeur, et ou nous avons ajouté l'exposant « sm » afin de
rappeler que I’hamiltonien a un corps h*" et I'interaction résiduelle V" different de ceux
définis en (2.2). L’hamiltonien individuel est construit de la maniére suivante,

hE™ (i) = t(i) + U™ (i), (2.38)

ott le potentiel U"°(4) est un puits harmonique, qui a 'avantage d’étre analytique et fournit
une base dans laquelle les états du centre de masse peuvent étre éliminés facilement, plus
un terme spin-orbite. De méme qu’en (2.5), la base individuelle {|a)*™} générée par h*™ est
utilisée pour construire une base & A corps antisymétrisée {|DS;)*"}. Puisque le coeur est
inerte, H.,.. est diagonal dans cette base et de valeur constante que nous noterons E.,..
En notant H.,, I'hamiltonien du centre de masse, ’hamiltonien intrinseque H du systeme
est alors donné par,

H=H— H,p,. (2.39)

Les vecteurs d’état intrinseques du systeme, que I'on note |1;), ou U'indice i différencie les
états, sont alors développés simmilairement a (2.4),

) = Com DS, (2.40)

J
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L’espace de valence est tronqué, ce qui limite le développement (2.40) & un nombre fini
de configurations. La diagonalisation de H dans la base {|SD;)*™} nous fournit alors les
coefficients de mélange de configurations de modele en couches {Cf"}.

Comme nous 'avons mentionné plus haut, 'interaction résiduelle V*™ ne correspond pas a
I'interaction V" définie en (2.2b) car la base utilisée est tronquée. La méthode donnant les
meilleurs résultats consiste a ajuster les éléments de matrice a deux corps de l'interaction
V™ afin de fitter les propriétés spectroscopiques d’un grand nombre de noyaux. On obtient
alors une interaction effective qui dépend de l’espace de valence choisi. De méme qu’en
(2.20), le schéma de couplage j — j est le plus approprié pour décrire les états individuels.
Nous noterons donc la base individuelle de modele en couches {|am,)*™}, ou les états sont
décomposés d’une maniere analogue a (2.20),

ule(r
(Flama)™ = o, (7) = =y (), (2.41)
ot ul®(r) sont les fonctions propres radiales de 1'oscillateur harmonique [1, 2, 3].

2.2.2 Méthode de seconde quantification

Nous introduisons dans cette partie certains résultats de base dont nous ferons usage par
la suite. Nos conventions sont celles introduites dans [3].

La méthode habituelle pour résoudre le probleme aux valeurs propres pour un systeme de
fermions utilise le formalisme de seconde quantification. Ce formalisme repose sur le fait
que la fonction d’onde d’un systeme de A fermions peut étre développée dans I'espace de
Fock, c’est a dire dans une base a A corps complétement antisymétrisée. Si nous notons
{]a),|b), ...} une base orthogonale individuelle, alors un état [SD) de la base de Fock a A
particules est construit selon (2.5), que nous écrivons ici en faisant apparaitre I'opérateur
d’antisymétrisation A,

1SD) = |a,b,...,c) = Ala(1),b(2),...,c(A)), (2.42a)
I 2.42b)
A m;( 1)"P, (2.

olt P est un opérateur de permutation de parité (—1)F, et oll la sommation est effectuée
sur les A! permutations possibles. Dans le ket du membre de droite de (2.42a) nous avons
indiqué que la particule (1) occupe ’état individuel |a), la particule (2) occupe |b), etc ...
Cet ordre est complétement arbitraire car 'antisymétriseur A efface cette discernabilité.
La dimension de la base de Fock correspond au nombre de configurations d’occupation pos-
sibles et est en général infinie. En modele en couches, la troncation est effectuée en premier
lieu sur la base individuelle, ce qui limite le nombre de configurations a une valeur finie.
Une autre troncation peut également étre effectuée sur les configurations elles-mémes; ce
qui réduit encore la dimension de la base de Fock. Notons cependant que plus la troncation
est drastique, moins 'espace de Fock est riche en configurations, et plus le caractere effectif
de l'interaction V*™ est prononcé.
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Le formalisme de seconde quantification introduit les opérateurs a] et a,, dénommés res-
pectivement opérateur de création et opérateur d’annihilation et satisfaisant aux relations,

{al,al} = {as, @} =0, (2.43a)
{al, ap} = dap. (2.43b)

L’état de base (2.42a) est alors construit selon la convention suivante,
la,b,....c) =al.. . dlal]), (2.44)

ou |) désigne I'état vide.

Si 7 (i) est un opérateur a un corps agissant dans I'espace des états de la particule 4, alors
le formalisme de seconde quantification nous permet d’écrire,

A
Z T(i) =Y (a|T|b)a}a, (2.45)

a,b

ol la sommation dans le membre de droite est effectuée sur tous les états de la base in-
dividuelle considérée. 11 est a noter que la relation (2.45) n’est valable que dans la base
de Fock définie en (2.44), en d’autres termes, les éléments de matrice de 'opérateur du
membre de gauche de I’équation (2.45) ne sont égaux a ceux de 'opérateur du membre de
droite uniquement dans la base de Fock. L’application de ce dernier opérateur dans une
base constituée d’un simple produit tensoriel d’états individuels serait d’une interprétation
douteuse et pour le moins compliquée.

De méme, si K(ij) est un opérateur a deux corps agissant dans ’espace composé d’un
produit tensoriel des états de la particule i avec ceux de la particule j, nous pouvons
écrire, dans la base de Fock,

A
Z K(ij) = i Z (a,b|K|c, d)os alalagap. (2.46)

1=i<y a,b,c,d

Introduisons maintenant les notations couplées pour la construction de la base de Fock.
Nous substituons alors la base individuelle générique {|a)} par la base {|am,)}introduite
en (2.20). Si nous notons ?(z’) = T(z’)+?(z’) I'opérateur moment de spin total de la particule
(1), alors nous pouvons définir 1'opérateur moment de spin total du systeme de A nucléons
par,

A
7= Z T (i) (2.47)

i=1

Nous noterons alors |®)7™ un état & A corps complétement antisymétrique et satisfaisant
aux équations suivantes,
(J(J +1)— j2> |B)M =, (2.484)
(M - jz> ) M =, (2.48b)

Une méthode de construction de tels états est décrite dans [3].
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Il devient alors utile d’introduire également les notations couplées pour les opérateurs ten-
soriels irréductibles (dont nous ferons plus tard un usage extensif). Si 7%™ est un opérateur
tensoriel d’ordre 6 (et de projection my) dans la base {|am,)}, on montre facilement que
I’'on peut écrire, dans la base de Fock,

ZTW = Sl (atan) (2.49)

a76

olt nous avons introduit V'opérateur @, ,,, = (—1)°"™a, . qui, comme 'opérateur de
création, est un opérateur tensoriel. De méme, si K™ (ij) est tensoriel d’ordre 6 dans la
base a deux corps {|am, (), 5mgs(j))}, nous pouvons écrire, dans la base de Fock,

i Ko (i) 5 > 2K 7ﬁ||/C9|I%5>5;8[<aT L) (aﬂ,&’a)rlr’me, (2.50)
1=i<j a<By<8 T,IV

ol nous avons introduit I’élément de matrice & deux corps antisymétrisé et normalisé,

Mo, BIIK?| |y, 6)L,
V14 0asy/1+0,s

", B, 6)has = (2.51)

Comme nous 'avons vu, ’hamiltonien de modele en couches n’est actif que pour les parti-
cules de valences, 'hamiltonien du coeur ne fournissant qu'une contribution scalaire. Nous
pouvons donc limiter la diagonalisation de I’hamiltonien a une base de Fock a n,, parti-
cules. En utilisant les résultats précédents, on montre alors facilement que I’hamiltonien
(2.37) peut s’écrire?,

H o= e + 3 {allt™lja)(dla)

(ov)€wval

- X SV [(dab) @) ] es)

(a<B,y<5)€Eval

ou nous avons spécifié que les sommations sur les états individuels se limitent a ’espace de
valence (dénoté par val), et olt nous avons utilisé le fait que I'hamiltonien ~A*™ est diagonal
dans la base {|amg,)*™}.

Intéressons-nous maintenant plus précisément a la base de Fock. Si nous définissons 1’état
antisymeétrisé a n,q corps,

‘(I)val> = |U17 Vo, ... 7Unml>7 (253)

ou les états individuels |v1), |vs), ... appartiennent a 'espace de valence, et I'état anti-
Symétrisé a neyre corps que I'on note |0) et définissant I’état du coeur, alors nous pouvons
définir I’état antisymétrisé a A corps (Neore + Npar = A),

0, @) = A(I0) @ [@ua) ). (2.54)

2Nous omettons ici 'exposant sm sur les états individuels pour simplifier les expressions; il reste
cependant présent pour les opérateurs écrits en premiere quantification, rappelant ainsi que ces expressions
ne sont valables que dans la base de modele en couches.
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ol, cette fois-ci, 'opérateur A antisymétrise I’état partiellement antisymétrique situé a sa
droite. Par définition, le coeur n’admet qu'un seule configuration®. La dimension de I'espace
engendré par les états (2.53) est donc égale a la dimension de I'espace engendrés par les
états (2.54). De plus, on peut montrer [3] que les éléments de matrice de ’hamiltonien H
sont les mémes dans les deux bases. Nous pouvons donc écrire en toute quiétude,

<O> éval|H|O> <1>Zaz> = <q>val|H|q);al>> (2-55)
car cette réduction fait intervenir une phase de réarrangement positive. Cependant, et ce
pour les besoins ultérieurs du présent exposé, nous utiliserons une base générale a A corps.
Dans tout ce qui suit, nous désignerons I’ensemble des états du coeur par « core » et
I’ensemble des états de ’espace de valence par « val » . Les indices regroupant les nombres
quantiques définissant chaque couche seront ordonnés de la maniere suivante,

a€core, feval = a</f. (2.56)

Quelques détails sur les méthodes numériques utilisées dans le code de modele en couches,
ainsi que des remarques sur le formalisme proton-neutron sont exposés en annexe (6.3).

3Ce qui correspond déja a une troncation de I’espace total; donc plus le coeur est grand, plus I’espace
est tronqué.
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2.3 La théorie des réactions

2.3.1 Le probleme avec asymptotique a deux fragments

Nous rappelons ici quelques résultats fondamentaux sur la théorie des collisions n’incluant
que les partitions de masse correspondant au probleme a deux corps asymptotique. On peut
trouver une description compléte de cette théorie dans [32], [33], [34]. Ce succint rappel
nous permet cependant d’introduire les notations qui seront notres par la suite.

Nous considérons un systeme qui évolue a une énergie intrinseque totale E durant un
processus de collision. Nous définissons alors le passé infini ainsi que le futur infini re-
lativement a l'instant de la collision. Dans ces zones de temps lointaines, le systeme est
supposé consister en deux fragments* : I'un des deux est appelé la cible, et 'autre le pro-
jectile. Nous notons 7 la coordonnée relative séparant les centres de masse de la cible et
du projectile. Dans le passé infini, ainsi que dans le futur infini, la distance relative |7 |
est supposée tres grande. Dans un formalisme indépendant du temps nous parlerons alors
de région asymptotique. Dans la région asymptotique, les deux fragments n’interagissent
pas et cible et projectile sont indépendemment décrits par leur hamiltonien intrinseque que
I'on note Hy et Hp respectivement. Nous notons |T/7™r) les vecteurs d’états intrinseques
de la cible, ou j; est le moment de spin total et m, sa projection. Tous les autres nombres
quantiques nécessaires pour définir la cible de maniere unique sont symbolisés par la petite
lettre capitale « T » (réminiscente du mot anglais Target). Ces états sont alors solution de
I’équation stationnaire,

(Ey — Hy)|T") = 0. (2.57)
De méme, nous notons les états intrinseques du projectile |P*™)  solutions de,

(B — Hyp)|[P?™) = 0. (2.58)
Dans la région asymptotique, I'hamiltonien intrinseque du systeme total, que ’on note H
et que 'on qualifie d’asymptotique (ou libre), peut s’écrire,

2
Hy=Hy + Ho+ L (2.59)
2p
ot ¢ est le moment conjugué de la variable relative 7 et u est la masse réduite cible-
projectile. Les états stationnaires du systeme « libre » se réduisent alors a,

|TijT & Pjpmp ® 7>’ (260)
oi1 | ¢’) est une onde plane de moment ¢ . Ces vecteurs d’états satisfont donc a,
(E — Hp)|T""™ @ p**™ @ ') =0, (2.61)

ot E = E; + E» + ¢%/2u. A un temps proche de I'instant de la collision, la distance |7 |
est supposée suffisamment petite pour que les deux fragments puissent interagir via un
potentiel V. Nous parlerons alors de région d’interaction. Dans la région d’interaction,
I’hamiltonien intrinseque du systeme, que 1’on note H, s’écrit alors,

2
H:HT+HP+2q—,u+V. (2.62)

4Ce que nous appelons fragment correspond ici & un systeme dans sa partition de masse la plus simple,
a savoir un état lié.
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Nous noterons [¢)) les états stationnaires intrinseques du systéeme total satisfaisant a,
(E— H)|y) =0. (2.63)

Dans une expérience de diffusion, le faisceau est modélisé, avant la collision, par une su-
perposition d’états du type (2.60), dont la distribution en impulsion est centrée sur une
valeur moyenne. Ce paquet d’ondes est alors propagé puis diffusé par le potentiel )V avant
d’atteindre a nouveau la région asymptotique ou les produits de la réaction peuvent étre
détectés.

La théorie formelle des collisions nous permet d’exprimer, dans un formalisme indépendant
du temps, les états solutions de (2.63) connaissant, a une énergie donnée E, 'état du
systeme dans le passé infini. Ceci est achevé a l'aide de 'opérateur de Moller défini par

[32]7

Ot = lim ernflte—7ntot

t——o00

, (2.64)

qui mappe les états stationnaires de Hg sur ceux de H. En considérant que le systeme est,
dans le passé infini, dans I'état [T/ @ P ® ¢), la solution )" de I’équation (2.63)
est alors donnée par,

|,¢>+ — Q+|TijT R PijP ® 7> (265)

L’équation (2.65) exprime le fait que, pour un état initial de moment ¢ donné, I'état [¢)*
contient toutes les informations sur le processus de collision. L’état physique final est alors
obtenu en propageant la superposition des états |¢))™ correspondant & la distribution ini-
tiale en impulsion.

De méme, nous pouvons définir 'opérateur de Moller,

Q" = lim entftemitot, (2.66)
t——+o00

qui mappe les états |T77™ @ P @ ¢’} décrivant le systeme dans le futur infini sur les

solutions |¢')~ de (2.63) de la maniére suivante,

|w/>_ _ Q_|T/jTlmTl ® P/jplmp/ ® 7,>’ (2.67)

ol nous avons primé les états et nombres quantiques, afin de rappeler que I’hamiltonien
libre n’admet pas nécessairement la méme forme avant et apres la collision. En effet, il
se peut que le systeme change de partition de masse lors du processus de collision. La
convention consistant a ajouter les exposants in et out aux kets et aux opérateurs afin de
distinguer les états asymptotiques dans le passé ou dans le futur lointains, ainsi que les
deux formes post et prior de I'interaction, est ici abandonnée pour des raisons de simplicité
dans les notations.

En introduisant les deux formes (sortante et entrante) de la résolvante totale de ’hamil-
tonien H,

1 1
:I:_iz' -
eI (2.68)
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qui peuvent se développer de la maniere suivante,

G* = Gf + GEVG™, (2.69)
ol la résolvante « libre » est définie par,
on peut montrer que I’équation (2.65) se réduit a,
lp)yt = liir(l)z'EGﬂTijT ® P @ ) (2.71a)
= | @ P @ ) + GIV|[Y)T. (2.71Db)
et que (2.67) se résume a,
U — lim —ieG™ | T @ P @ T (2.72a)
= [ @ PR @ q) + Gy VYY) (2.72b)

2.3.2 Canaux d’arrangement

Dans cette partie, nous considérons le cas, plus général, ou le systeme ne se réduit pas
nécessairement a un probleme a deux corps dans la région asymptotique. Cette derniere
région peut alors étre définie au moyen de systemes de coordonnées plus complexes, ap-
propriés pour chaque partition de masse. Nous utiliserons donc la terminologie adéquate
de canal d’arrangement pour distinguer ces différentes partitions de masse. Par exemple,
dans la section précédente, les canaux d’arrangement considérés correspondent aux parti-
tions de masse ou le systeme est scindé en deux fragments. Notons cependant qu’a chaque
canal d’arrangement peut correspondre plusieurs canaux d’excitation comme spécifié, par
exemple, par les états intrinseques |[T/7) et |P»") définis dans la section précédente.

Un canal d’arrangement, que nous notons a, est donc défini par les vecteurs d’état |a)
solutions de I'équation (£ — H{)|a) = 0, ou H§ est 'hamiltonien décrivant le systeme dans
une certaine partition de masse dans la région asymptotique. Nous pouvons alors définir
les opérateurs de Moller généralisés 2 qui mappent I'espace engendré par les états |a) du
canal d’arrangement a sur ’espace engendrés par les états,

[Ya)* = Qgla) = |a) + G5 Valta)™, (2.73)

solutions de (2.63), ol la résolvante G* est définie de maniere analogue & (2.70). Selon la
théorie multi-canaux avec réarrangement [33], la solution [¢)]) peut étre écrite en fonction
d’un autre canal d’arrangement b de la maniere suivante,

" = lim i Gy [b) + G Vali) ™, (2.74)
ou il peut étre démontré que,

lim (=G5 b) ~ 8us]a), (2.75)

dans la région asymptotique. Chaque canal d’arrangement peut admettre plusieurs (voire
un continuum) états d’excitation. C’est le cas lorsque, par exemple, 'hamiltonien H§ du
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canal d’arrangement a peut supporter plusieurs états liés. Notons ces états |a;), ou I'indice
i différencie les états d’excitation. Pour un canal d’arrangement donné a, les états |a;) sont
orthogonaux : (a;|a;) = ¢; ;. En revanche, les états propres de deux canaux d’arrangement
différents a et b ne vérifient pas nécessairement cette relation puisque qu’ils sont états
propres d’hamiltoniens différents H¢ et HE. Ceci mene & des problemes de non-orthogonalité
et de surcomplétude [35, 36]. Cependant, on peut montrer que les espaces P+ engendrés par
les états {QF|a)} pour différent canaux d’arrangement sont orthogonaux. Si nous notons
P les projecteurs sur les espaces P=, nous pouvons donc écrire,

PEPF =0, a#b. (2.76)

De plus, il peut étre démontré la relation suivante, appelée relation de complétude asymp-
totique,

Q+> PE=1, (2.77)

ou @ est le projecteur sur I'espace des états ol le systéme total est lié (consistant donc en
un seul fragment).

Dans ce chapitre nous nous limiterons aux canaux d’arrangement correspondant au pro-
bleme asymptotique a deux corps, et oublierons les problemes de non-orthogonalité. Ceci
revient a considérer que le systeme n’admet qu’'une seule partition de masse dans la région
asymptotique.

2.3.3 Ondes partielles et schéma de couplage

Comme nous 'avons mentionné plus haut, nous ne considérons que les canaux d’arrange-
ment ou le systeme est scindé en deux fragments dans la région asymptotique, et ce pour
une partition de masse donnée. L’espace des canaux d’excitation correspondant a ’hamil-
tonien libre (2.59) est alors engendré par les états (2.60). Nous pouvons ainsi définir le

projecteur P sur cet espace de la maniere suivante,

P= 3 / dq |19 @ P @ ) (1 © PP @ 7, (2.78)

TJT™T pJjpme

ou les sommations portent sur tous les états propres liés de H; et Hp.

Il devient alors commode d’introduire une représentation coordonnée de l’espace des ca-
naux. Les états {|T/"™ @ P*™ @ ¢')} correspondent aux états asymptotiques physiques et
sont facilement interprétables en ce sens. Cependant, la définition (2.78), qui n’est autre
qu'une relation de complétude au sein de 'espace des canaux a deux fragments de méme
partition de masse, peut indifféremment étre écrite au moyen des états sus-mentionnés, ou
au moyen des états {| T/ @ ™ @ 7))} ot |77) est le ket coordonnée correspondant a la
variable relative entre les deux fragments. Nous pouvons ainsi écrire (2.78) sous la forme
suivante,

P= Y / &Pr |19 @ P @ Y (T @ P @ 7). (2.79)

TJT™T pJjpme
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En utilisant une base d’harmonique sphériques pour la complétude au sein de 'espace
angulaire, nous pouvons alors écrire,

pP= . /dr P [T @ PP @ Iy, ) (T @ PP @ v Iy, (2.80)

TIT™MT pIPme [ my
ou la base {|lmy, )} admet la représentation suivante,
o(r —r")

/!

— /
Im =
<T‘ lvr) rr

Y™ (). (2.81)
Enfin, nous introduisons notre schéma de couplage (qui sera utilisé dans tout ce qui suit)
au moyen des états {|V/M r)} admettant la représentation suivante,
6 _al
iy = =y, (252
rr
ol les fonctions angulaires sont données par®,
VIM() = 3 W) (g, maml T M) |77 @ R YR, (2.83)
et oll nous avons introduit la notation simplifiée®,
e = {1, (1, )i}, (2.84)
qui n’est autre que la définition des canaux en termes d’ondes partielles. En décomposant

la représentation coordonnées de I’onde plane | ¢’) en ondes partielles, on montre facilement
que l'on a,

(r, YyM e @ P @ ) =Y e i(kr) EXM (ma, mie, Q). (2.85)
l7j

oll, pour une énergie totale £/,

k:

q \/2M(E—ET — Ey)
ho h? ’
Ji est la fonction de Bessel sphérique et ou le terme dépendant de la partie angulaire €2,
est donné par,

(2.86)

=M (my, me, Q) = W i (L, mump | jm) (e, mam| JM)Y;™ (€g). (2.87)

I1 est aisé de montrer que les fonctions angulaires (2.87) satisfont aux relations suivantes,

T ! ! 2
—J,M =J'\M —_
E /qu <:TjT7PjP’l’j(mT7 mp, Qq)) it piv 11 ! (mr, mp, Q) = s 5(l,j,J,M),(l’,j',J’,M’)(2-883)

- - t2
> =M (me,me, Q) (:CJ’M(mT/,mP/,QZJ)) = 5 Oy ) () (2 = 2). - (2.88D)

l7j7J7M
Enfin, nous concluons en écrivant le projecteur (2.78) comme suit,

P=>" / drr® |V ) (o, Y. (2.89)

c,J,M

5Notons que m; =m — mp et m = M — m.
6L’0odre de couplage est ici symbolisé, la lettre ¢ n’en décrivant pas moins I’ensemble des nombres
quantiques {T, jr,,P, jp,j}-



25

2.3.4 Ondes distordues et potentiel de Coulomb

Redéfinissons 'hamiltonien total par H = H§+ V, ou Hf = Hy+ V. et V. est un potentiel
additionnel. Nous pouvons alors définir la résolvante du nouvel hamiltonien libre H,

1

ct
G = g

(2.90)

En notant [¢)) la solution de (E — Hy)|1o) = 0, nous pouvons écrire les solutions totales
(analogues de (2.71) et (2.72)),

[¥)" = limieGFliy) (2.91a)
= limie(G§¥|vo) + GFVGEE|)). (2.91b)
En introduisant,
[the)™ = lim ieG=|vh), (2.92)
(2.91) mene a,
[0)F = [be)™ + GEEVI)*. (2.93)

Le probleme se réduit donc a (2.71b-2.72b) a ceci pres que le vecteur libre |¢)) est remplacé
par le vecteur distordu |1),)*. Si le potentiel additionnel V, est le potentiel de Coulomb :
Ve(r) = €2Z:7Z,/r, out Zy et Zy sont les nombres de charge de la cible et du projectile
respectivement, alors le nouvel opérateur de Moller,

QFf = lim enftemntot (2.94)
t—Foo

n’est plus défini a cause de la portée infinie de ce potentiel. Néanmoins, par une procédure
de renormalisation [37, 38], nous pouvons trouver une solution analytique, que I'on note’
[Ve)® = |7 )F, communément dénommée onde plane distordue de Coulomb et admettant
la représentation coordonnée suivante,

1 —_,
(T 7% = Wwwm i) F T B (i Lilkr — k7)), (2.95)

ol 1 = ue?Z1Z,/h%k est le paramétre de Sommerfeld, et Fi(a;b;z) est la fonction hy-
pergéométrique confluente de premiere espece [39]. L’onde plane | ¢’¢)* peut étre développée
sur une base d’ondes partielles comme suit,

A

(7Ig)* = E > el f (ke )Y ()Y (), (2.96)
L,m

ou f,(kr) est la fonction d’onde de Coulomb réguliere, normalisée de la maniere suivante
(pour r — 00),

Jin(kr) ~ ki sin(kr — nlog(2kr) — wl/2 + oy), (2.97)
r

"Nous oublions ici les états intrinseques de la cible et du projectile pour simplifier les notations.
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et ou o est le déphasage de Coulomb,
o =arg(I'(l+1+in)). (2.98)

La fonction d’onde de Coulomb reguliére (2.97) peut s’écrire en fonction des fonctions
d’onde de Coulomb irrégulieres h , comme suit,

1 . .
fiq(kr) = §(ewlhlfn(kr) +e ' hy, (kr)), (2.99)
ol, pour r ~ 00,
JFe)
his, (kr) ~ - gFilkr=nlog(2kr)) (2.100)

Dans tout ce qui suit, nous assimilerons I’hamiltonien libre Hy a ’hamiltonien H, suppo-
sant implicitement que le potentiel de Coulomb y est contenu. Les états (2.60) sont alors
remplacés par les états,

|TirmT @ pIrTr @ g, (2.101)
et la relation (2.85) devient,

(r, YoM @ P @ G = " Gow € fiy(kr) EXM (e, ma, Q). (2.102)
l?j
2.3.5 Comportement asymptotique
Nous supposons toujours, dans cette partie, que I’espace des canaux ou le systeme est scindé

en deux fragments pour une partition de masse donnée est suffisant pour décrire I’ensemble
des états accessibles au systeme. La relation (2.78) devient alors une relation de complétude.

Les coefficients du développement de ’état de difusion (2.71) dans la base {|y;’,’M ,7)} in-
troduite dans la section (2.3.3) sont notés,

1
(r VM) =~ (). (2.103)
On peut montrer [40] que les éléments de matrice de la résolvante G peuvent s’écrire,
(r, VI |GEIVIM )y = gf (K o), (2.104)

olt la fonction de Green g,/ admet I'expression suivante,

/ / 27’ k w/ /
gf (K rr') = ;“_: C fi (K (K. (2.105)

En écrivant les éléments de matrice de I'interaction V comme suit,

(r, YIMVIVIM "y = VI ", (2.106)
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I'équation (2.71b) est équivalente a,

1
—uM ) Zéccfe 7 frog(kr) EFM (e, me, Q) +

S [t a2 g )V 0 ), (2.107

Enfin, en posant®,

Z¢ ) ESM (g, i, Q) (2.108)

et en utilisant la relation d’orthogonalité (2.88a), (2.107) meéne a,
2 (1) = 8o €701 fy (k) +Z // dr' dr" v 1" g (K vy ") VI (7 ") (7). (2.109)

En introduisant les fonctions radiales suivantes,
HE(r) = kreto hf’n(r), (2.110)

on montre facilement que la solution matricielle 1/);],’0(7“) admet la forme asymptotique
suivante,

10
e 1

belr) ~ o [H;(r)éc,c/ +H3(r)SI .|, (2.111)

ou,
J 47’/’1“ ! _—ioy E 130902, 992 J AR J ”
SC,,C — 5 /7 - k l d’/‘ d?” rr fl (]f T )VCI7CII (T 7T ) 01170(7” )7 (2112)

sont les éléments d’une matrice relative a la matrice de diffusion par une transformation
unitaire.

2.3.6 Décroissance spontanée

I peut arriver qu'un systéme quantique dans sa partition de masse la plus simple (systeme
total 1ié) aspire a décroitre, c’est a dire a se scinder spontanément en deux (ou plus) frag-
ments s’éloignant I'un de 'autre avant d’atteindre la région asymptotique. Nous supposons
que, dans le canal d’arrangement correspondant & un seul fragment?, le systéme est décrit
par I'état |®)7M de moment de spin total J (et projection M). Tout les autres nombres
quantiques sont dénotés ®. De méme qu’en (2.74), nous pouvons écrire,

)" = lim G B)*M + GEVI)*. (2.113)

8Notons que les nombres quantiques T/mmr de la cible et P/»™ du projectile sont fixés pour le canal
entrant.

9En toute rigueur, nous ne pouvons pas ici parler de canal, car le systeme admet une forme asymptotique
nulle. Nous utiliserons cependant cet abus de language dans tout ce qui suit.
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Dans la base des canaux a deux fragments, (2.113) admet alors la représentation suivante,
(r, VI )* = %@bg’ (r) = (r, Y2M] lim ieGE|DYM 4+ (r, VI |GEVIO)Y T, (2.114)

et la relation (2.75) nous permet d’écrire,
(r, VM li_r)rg)iaGﬂ@)*M ~ 0, pourr — oo. (2.115)

Avant d’aller plus loin, une remarque s’impose. Comme nous ’avons mentionné dans la
section (2.3.3), la relation (2.78) est assimilable, dans le cadre de notre approximation, a
une relation de complétude dans I'espace des canaux a deux fragments de méme partition
de masse. Mais nous remarquons que le sous-espace engendré par les états |®)»M décrivant
le systeme total lié est inclu dans 'espace des canaux a deux fragments, ces deux derniers
pouvant étre liés dans leur mouvement relatif. Ceci nous permet d’utiliser la méme méthode
que dans la section précédente pour dériver la forme asymptotique suivante,

107

¥r) ~ S HE ()T, (2.116)
oll nous avons posé,
J Qilu’k /12 / / J,M +
Iy =— 2 dr' v fin(kr') (', Yo V) T (2.117)

Notons la forme vectorielle de la solution ¢/ (r), & la différence de la forme matricielle
(2.111), car le canal entrant étant inexistant, cette solution ne dépend pas de la partie
angulaire d'une quelconque onde incidente.

2.3.7 Introduction de notations suplémentaires

Nous introduisons dans cette partie, peu primesautiere mais hélas nécessaire, quelques no-
tations supplémentaires qui nous seront utiles par la suite. Le schéma de couplage introduit
dans la section (2.3.3) peut étre symbolisé de la maniere suivante,

7 LM
[(cible)jT X [(moment angulaire relatif)’ x (projectile)j*’]j] . (2.118)

Nous avons alors introduit en (2.84) une notation simplifiée visant a symboliser 1’ensemble
des nombres quantiques définissant chaque canal (en termes d’onde partielles) par la lettre
romaine c¢. Nous introduisons alors la forme réduite ¢ de cette notation de la maniere
suivante,

c= {lapajPaj}a (2119)

ne correspondant donc qu’aux nombres quantiques décrivant le moment relatif, le projectile
et le moment de spin j. Nous pouvons alors factoriser la notation (2.84) de la maniére
suivante,

¢ =A{T, jr, ¢} (2.120)
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De méme, nous factorisons les fonctions angulaires (2.83) comme suit,

. J,M .
YIM(©) = [[15) % V)] = 3 G maml JM) [ YR(Q), (2121)
ol nous avons défini,
V) =Y (Lo, myme]jm) Y"(Q) [p7), (2.122)

my,mp
Chaque ket |¥* r) de la base des canaux peut alors s’écrire,
VM ) = |1 @ Y, )M (2.123)

Afin d’illustrer simplement cette nouvelle notation, prenons ’exemple ou le fragment appelé
projectile correspond a un seul nucléon. Dans ce cas, les nombres quantiques intrinseques de
ce « fragment » , dénotés précédemment par la petite capitale P, se résument a la projection
de I'isospin 7., et le moment j, n’est autre que le spin 1/2 du fermion considéré. La notation
(2.119) se résume donc a,

c=Al,j4, 1.}, (2.124)

ou nous avons omis le spin 1/2. La seule différence entre les notations (2.19a) et (2.84)
réside donc uniquement dans les nombres quantiques d’excitation : I'utilisation de la lettre
romaine ¢ sous-entend les nombres quantiques {T,j;} définissant 1'état d’excitation du
fragment appelé cible, alors que 'utilisation de la lettre grecque a sous-entend le nombre
quantique n, (ko pour un état de diffusion) définissant 1’état d’excitation du fragment
appelé projectile, relativement a la cible.
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2.4 Le modele en couches avec couplage aux états du
continuum

2.4.1 Etats individuels
2.4.1.1 Etats liés, continuum et résonances

On suppose une base constituée des états |owm,) définis comme en (2.20) et satisfaisant a
I’équation,

(€a — h)|ama) =0, (2.125)

ou h est un hamiltonien construit a partir d’'un potentiel a symétrie sphérique et de pro-
fondeur finie. En toute généralité, ce potentiel peut étre de portée finie, auquel cas les
fonctions d’onde radiales u, () sont solutions d’'une équation intégro-différentielle du type
(2.31). Cette équation radiale peut admettre trois types de solutions d’un intérét physique
immédiat :

— des solutions de diffusion, qui constituent un ensemble continu et sont caractérisées
par un nombre d’onde k, réel positif; ces solutions admettent la forme asymptotique
suivante,

ua(r) ~ CF kgt e (kar) + CF ko r h;;ma (kar)
= Aakiar (i, (Rar) + Sa i, (Kar)), (2.126)

ou hi na(k;ar) sont les fonctions d’onde de Coulomb irrégulieres sortante et entrante

définies comme en (2.99), C£ et A, sont des constantes et S, est ’élément de la matrice
S de diffusion pour I'onde partielle considérée,

— des solutions liées, qui constituent un ensemble discret et sont caractérisées par un
nombre d’onde k, imaginaire positif; ces solutions admettent la forme asymptotique
d’onde sortante,

U (1) ~ Ch ko h;;ma (kar), (2.127)

ou C, est une constante,

— des solutions résonnantes [41], qui constituent un ensemble discret et sont caractérisées
par un nombre d’onde k, de parties réelle positive et imaginaire négative telles que
Re(ky) > —Im(k,) ; ces solutions admettent également la forme asymptotique sortante.

Dans ce qui suit, nous construirons ’espace des états individuels a partir des états liés et
de diffusion. Les solutions radiales satisfont donc a la relation de complétude de Newton
[42],

Z Ua () ue(r') + /OO dkota(T)ue(r') = o(r —1r'). (2.128)

0

Dans l'espace total, la relation de complétude devient alors,

> o[ 3t tel) [ g, 2ol e i) — (7 - ) L2129

T r! T r!

a,Mea Na
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ou les fonctions angulaires V&' (€2) ont été définies en (2.18) et ou 1g; représente I'iden-
tité dans l’espace de spin et d’isospin. Nous verrons quelle est 'influence des solutions
résonnantes sur le continuum réel dans la partie (2.4.1.3).

2.4.1.2 Equation radiale et condition de raccordement

L’ensemble des fonctions d’onde radiales qui nous intéresse est constitué des solutions de
I’équation générique suivante,

K — M}ua(r) + Dg(r)ua(r) + O4(r) = 0, (2.130)

2m* Ldr? @ 72

ou nous avons défini le terme source,
Oa(r) = / dr' Eg(r,r")ua(r'). (2.131)

Outre les restrictions habituelles [43]-[47], on demande au potentiel de satisfaire aux condi-
tions suivantes,

Ds(r) ~ €*Z,Zy/r, (potentiel de Coulomb) pour r — oo, (2.132a)
Es(r,r") = Es(r',7), (symétrie du noyau intégral), (2.132Db)
Ou(r) ~ 0, pour r — oo. (2.132¢)

Pour résoudre cette équation on divise habituellement 1’axe radial en deux parties :

— la partie intérieure définie par 'intervalle [0, R], ou R correspond approximativement au
rayon du potentiel'®; sur cet intervalle, la solution u,(r) est écrite,

Ua(r) = Cul(r), (2.133)

reg

avec C' une constante, et ou la solution réguliére u 9 (r) satisfait a,

lim ety (r) = 1, (2.134)

r—0

— la partie extérieure [R, Rzl telle que pour r > R,,.. les conditions (2.132a) et (2.132c¢)
sont vérifiées ; sur cet intervale, la solution u,(r) est décomposée de la maniere suivante,

un(r) =C. H, (r)+CH H(r), (2.135)

olt C* sont des constantes proportionnelles aux fonctions de Jost [40], et ot HE sont les
solutions de Jost.

10Nous entendons ici par rayon du potentiel le rayon R aux alentours duquel Dg(r) et ©,(r) varient
brusquement ; ce rayon correspond a ce que ’on pourrait appeler la surface du noyau.
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Les solutions de Jost HX(r) sont solutions de 1'équation (2.130) et admettent la forme
asymptotique,

Hy(r) ~ karhp, (kar). (2.136)

Ayant obtenu les solutions réguliere et de Jost, on trouve la solution totale en résolvant
I’équation de continuité de la dérivée logarithmique de u, en R. Pour les états de diffusion,
cette équation est équivalente au systeme linéaire suivant,

Cug?(R) = C, Hy (R)+Cy Hy(R),

dug@g(r) B d[—[; (r) dHJ(T’)

o + Tal
C— C +C . (2.137)

r=R @ dr r=R @ dr r=R

Les états de diffusion sont normalisés de maniere a satisfaire a,
/dr g a(r)ug a(r) =o(k — k'), (2.138)

qui est I'équivalent de (2.23a) pour les états de diffusion. Enfin, on peut montrer que (2.138)
implique,

1
FOT =
CiCr =5 (2.139)

Pour les états liés et les solutions résonnantes, on adopte une autre méthode. Nous savons
[48] que, pour un potentiel non-local symétrique, les fonctions de Jost peuvent s’exprimer
en fonction du Wronskien'' W de la fonction réguliere avec les solutions de Jost, calculé
enr=0our= o0,

1
21k,

C;t =7 W(UgeggHoT)r:O ou 00> (2140)
a la différence du cas local ou cette égalité est vérifiée pour toute valeur de r. On choisit
donc une valeur de r suffisamment grande de maniere a vérifier (2.132¢), s’assurant ainsi
que le Wronskien est constant au-dela de cette valeur, et cherche les zéros de la fonction
de Jost C (qui correspondent aux poéles de la matrice S) afin de satisfaire a la condition
asymptotique (2.127).

Remarquons que, dans le cas d’'un potentiel non-local, I'existence des fonctions de Jost
n’est pas assurée dans le plan complexe [47]. De plus, I'intégration numérique de I’équation
(2.130) nécessite un calcul de terme source tel que ©,(r), qui peut diverger. Dans ces
conditions, la seule méthode pour déterminer la position d’une résonance d’un tel potentiel
est de tracer le déphasage du continuuum réel, et de localiser le passage par /2.

HTe Wronskien de deux fonctions f(r) et g(r) est ici défini par W (f, g)(r) = f(r)g'(r) — f'(r)g(r), ot
le prime désigne la dérivé premiere.
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2.4.1.3 Etats quasi-liés inclus dans le continuum

Si I’équation radiale (2.130) admet une solution résonante tres proche de 1’axe réel positif,
alors le continuum réel est perturbé et admet une forte densité d’états dans la zone située
juste au dessus du pole (cf. Fig. (2.2)).

Im(K)

) état lié

/

X

zone influencée
du continuum réel

k3
ray

Re(K)

X
\ »
pole

Fic. 2.2 — Plan complexe k.

Cette propriété se traduit par une variation rapide du déphasage dans cette zone, ainsi que
de la section efficace qui prend alors la forme bien connue de Breit- Wigner dont la largeur
est relative a la partie imaginaire de la position du pole.

Afin de pouvoir illustrer facilement I'influence des poles de la matrice S sur les états de
diffusion, nous emploierons dans cette partie un potentiel local simplifié de type Woods-
Saxon additionné d’un terme spin-orbite (sans oublier le potentiel de Coulomb, simulé par
une sphere uniformément chargée). Ce potentiel « test » prend alors la forme suivante (en
représentation radiale),

3 1dU,,s
Us(r) = Vo Uus(r) + 2| ja(ja + 1) = la(la + 1) — 1 Vso;Tm + 012 Vc(r),(2.141)

ou Vy et Vi, sont des constantes. Le terme U,s(r) n’est autre qu'une distribution de Fermi,

1

Uws(r) = 1 + e(T’—R)/d’

(2.142)

ou R est le rayon du potentiel et d sa diffusivité. Enfin, le terme coulombien est donné par,

V) = Coo 22 (3 = 5/ RY)3(r < B) +~5(r > )], (2.143)

ol Ceoyr (2 1.44 MeV) est la constante de Coulomb et Z, le nombre de charge de la cible.
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[’équation radiale vérifiée par la solution u,(r) prend alors la forme triviale suivante,

R? d? 5 lo(ly+1)
—@ d—7“2 o T] Ua(r) + U@('I“)Ua(r) = 0, (2144)
ol nous avons pris la peine d’inclure la masse réduite cible-projectile p, soucieux de décrire
un phénomene de diffusion dans le référentiel du centre de masse.

Dans la zone d’influence du pole, les états de diffusion prennent une forme tres localisée.
Nous entendons ici par localisé, le fait que 'amplitude maximale de la fonction d’onde est
atteinte dans la région intérieure au noyau, et y prend une forme disproportionnée par
rapport a la forme sinusoidale asymptotique (que nous appellerons queue). Si le pole est
vraiment tres proche de I'axe réel, nous pouvons raisonablement supposer que l'état de
diffusion le plus affecté sera celui se situant immédiatement au-dessus. En d’autres termes,
si ks correspond au nombre d’onde d'une solution résonante, alors 1’états du continuum
réel de nombre d’onde Re(k,.s) est suspecté comme étant le plus localisé.

Afin d’illustrer ce phénomene, nous cherchons I’état résonant 0d5/2 proton dans le puit de
potentiel (2.141) avec les paramétres suivants,

Vo(MeV) Vio(MeV) R(fm) d(fm)

(2.145)
40.0 3.5 3.5 0.5

généré par une cible de masse 16 amu et de nombre de charge Z, = 8. Nous trouvons
alors un pole situé a Re(k,es) = 0.265126 fm~t, Im(k..s) = —0.00139835 fm~"', ce qui
correspond a une énergie e,., = 1.54955 MeV et une largeur I',.., = 32.692 keV/. La fonction
d’onde radiale de ’état de diffusion correspondant a ’énergie e, est présentée figure (2.3).

T 1 T 1 T 1 T 1 T
8
6
\—1:/(\?4
E 2
S 0
-2 1 1 1 1 1 1 1 1

, ]
0 10 20 30 40 50
r (fm)
FiG. 2.3 — Fonction d’onde radiale de [’état de diffusion 0d5/2 proton a ['énergie de la

résonance, obtenue a partir du potentiel (2.141). Les valeurs des paramétres sont donnés
en (2.145).

Nous observons clairement cette partie localisée de la fonction d’onde qui présente de fortes
similitudes avec un état lié.
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Comme nous I’avons vu dans la section (2.2.1), 'hamiltonien de modele en couches se base
sur des états individuels engendrés par un puits de potentiel infini. Un tel puits ne peut
étre représentatif du champ moyen que pour un nombre tres limité d’états : ceux du coeur
et de 'espace de valence, car il ne peut pas générer de continuum. Nous savons que le
champ moyen nucléaire est de profondeur finie. Ce continuum doit donc, en toute rigueur,
exister. Les états individuels de modele en couches n’ont valeur que de base, et n’ont pas
la prétention d’étre représentatifs de ce que seraient les hypothétiques « vrais » états indi-
viduels générés par le « vrai » champ moyen nucléaire. Nous pouvons méme supposer que
certains états de l'espace de valence, liés dans le modele en couches, correspondraient en
fait a des états résonnants si ceux-ci avaient été calculés dans un potentiel plus réaliste.
En effet, chaque état lié correspond, au méme titre que les états résonnants, a un zéro de
la fonction de Jost C'~. Lorsque I'on diminue la profondeur du puit de potentiel, ce zéro se
déplace le long de I'axe imaginaire en se rapprochant de 0. Si I'on continue de diminuer la
profondeur du puit, alors ce zéro devient un pole de la matrice .S, continuant a se déplacer
dans le quart de plan complexe inférieur droit, en s’éloigant progressivement de 1’axe réel.

Certains modeles, tels que le Gamow Shell Model [6]-[14], utilisent les états résonnants
(ou états de Gamow) pour compléter la base individuelle. La relation de complétude in-
dividuelle est alors celle de Bergreen [16]. Dans notre cas, nous voulons construire la base
individuelle a partir des seuls états liés et de diffusion. Comme nous le verrons plus tard,
I’espace de valence que nous utiliserons doit correspondre a celui de modele en couches.
Ceci nous amene donc au probleme suivant : si, a partir d'un puits de potentiel fini, un
état qui devrait se trouver dans 'espace de valence, se trouve en fait dans le continuum,
comment inclure celui-ci dans 'espace des états liés?

Nous avons vu que 'état de diffusion situé juste au-dessus d'un pole présente une forte
ressemblance avec un état lié. Nous pourions donc supprimer cet état du continuum et
I'inclure dans 'espace de valence. Bien qu’orthogonal aux autres états liés, cet état n’est
pas normalisable au sens usuel, et vérifie toujours la relation (2.138). La premiére méthode
utilisée pour normaliser un tel état [49] consistait simplement & « couper » la queue de
la fonction radiale au moyen d’une distribution de Heaviside dont le rayon correspond
approximativement a celui du potentiel considéré. L’état ainsi obtenu est alors orthonor-
malisé par rapport aux autres états liés. Cette méthode permet de supprimer correctement
les résonances du continuum individuel, mais présente néanmoins le désavantage lié¢ a la
non-continuité de la fonction d’onde. De plus, le rayon de coupure reste un parameétre libre
qui doit étre ajusté. Pour pallier au probleme de non-continuité, une autre méthode fut
introduite [24] consistant a multiplier la fonction radiale par une distribution de Fermi.
Cependant, cette méthode admet toujours un parameétre libre correspondant au rayon de
la distribution.

L’état obtenu a partir de ces méthodes est traditionnellement appelé état quasi-lié inclu
dans le continuum (EQLIC). Le fait d’'inclure un tel état dans l'espace des états liés im-
plique une redéfinition de ’hamiltonien, car cet état n’en est plus état propre. Supposons
que 'hamiltonien h admette N, états liés {|am,)} satisfaisant a (e, — h)|lam,) = 0, et
N, solutions résonantes auxquelles correspondent les EQLIC {|am,)™*} définis comme
précédemment a l'énergie de la résonance e.*. Nous regroupons ces états dans une base
commune {|ym,)} comportant N, + N, états.
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Le nouvel hamiltonien h est alors défini comme suit,

h= Y @) calamna +

amey

(1= Y @ @il Ja(1 = Y 1Bms) (Bmal), (2.146)

ame Bmg
ou,
€a = €4 pour un état lié, (2.147a)
€o = e, pour un EQLIC. (2.147Db)

Les états |am,,) vérifient alors,

—~—

(Ea — ﬁ)|ama> =0, (2.148)

et le continuum de h est naturellement renormalisé a travers le second terme du membre
de droite de ’équation (2.146). La méthode numérique pour intégrer les états de diffusion
de 'hamiltonien projeté (2.146) n’est qu'un cas particulier de la méthode générale multi-
canaux présentée en annexe (6.7).

Dans cet exposé, nous adoptons une nouvelle méthode qui s’avere étre efficace et est
dépourvue des inconvénients mentionnés plus haut. Le principe de cette méthode repose sur
le fait que, si nous voulons que 'EQLIC admette une asymptotique d’état lié, nous devons
intégrer ’équation radiale dans la partie extérieure avec comme condition asymptotique,

U (1) ~ CF ko byl (IRe(Ryes)7), (2.149)

ou k,.s est est la position du pole. D’autre part, dans la partie intérieure, la fonction radiale
doit étre proportionnelle & la solution réguliere de nombre d’onde Re(k,.s). Le probleme est
alors que I’équation de continuité de la fonction d’onde et de sa dérivée premiere n’admet
pas de solution. En effet, trouver le nombre d’onde k, qui vérifie cette équation de continuité
pour un état lié est équivalent a trouver le nombre d’onde qui annule le Wronskien de la
solution réguliere avec la solution de Jost sortante,

W (a9, HF)(r) = 0. (2.150)

L’équation (2.150) doit étre vérifiée pour toute valeur de r dans le cas d’un potentiel local,
et en r = 0 ou oo dans le cas d'un potentiel non-local symétrique. Dans notre cas, le nombre
d’onde est fixé dans les parties intérieure et extérieure, ce qui interdit (2.150). L’idée est
alors de résoudre I'équation (2.150) avec comme inconnue la variable radiale r elle-méme.
La solution 7., de cette équation fixe alors le rayon de coupure.

L’application de cette méthode a I'exemple utilisé dans cette partie nous donne le rayon
de coupure 7., = 17.9966 fm. L’EQLIC obtenu, apres normalisation, est présenté figure
(2.4). Remarquons la grande portée (~ 20 fm) de cet état, entrainant une augmentation
du rayon moyen (r) en comparaison de celui obtenu a partir d’'un état lié normal.
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_O 1 ] 1 ] 1 ] 1 ] 1
' 10 20 30 40 50

r (fm)

Fia. 2.4 — EQLIC obtenu avec la nouvelle méthode (voir texte) et correspondant a la
résonance 0d5/2 proton présentée figure (2.3).

Le déphasage obtenu avec I’hamiltonien & en comparaison de celui obtenu avec I’hamilto-
nien h est présenté figure (2.5).

2 T | T | T | 1 1 I | I
1_ -
< | ) |
< O =S . -
£ s
< |

e (MeV)

F1G. 2.5 — Déphasage du continuum résonant (trait plein), en comparaison de celui corres-
pondant au nouvel hamiltonien (tirets) défini par ’équation (2.1406).

Nous voyons clairement que la résonance est supprimée du continuum. Nous dirons alors
que 'hamiltonien A admet un continuum non-résonant.
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2.4.1.4 Projecteurs et complétudes

Nous introduisons dans cette partie des notations exploitant la symétrie sphérique et qui
nous seront fort utiles par la suite. L’espace des états individuels que nous utiliserons
dans tout ce qui suit est construit a partir des états liés, des EQLIC et du continuum
non-résonant définis a partir de I'hamiltonien h (cf. eq. (2.146)). La base individuelle re-
groupant états liés et EQLIC était notée {|amy,)}. Dans ce qui suit, nous revenons aux
anciennes notations pour simplifier les expressions. Nous noterons donc A ’hamiltonien in-
dividuel, et {|am,)} la base des états liés, des EQLIC et du continuum non-résonant. De
plus, nous ne ferons plus de distinction entre états liés et EQLIC, et utiliserons simplement
les termes états liés pour regrouper les deux. Les états du continuum non-résonant seront,
pour leur part, dénommés états de diffusion (ou états du continuum). La distinction, dans
les équations, entre états liés et de diffusion se fera, comme auparavant, par le symbole
de sommation discret Y pour les étas liés, et continu [ pour les états de diffusion. Dans
le cadre de ces notations, les états individuels vérifient toujours la relation de complétude
(2.129).

Comme nous l'avons vu, Iétat individuel |am,) peut sécrire, en représentation coor-
données,
U (7)

(Tlame) = ==Y5=(Q). (2.151)

I devient alors commode de séparer le vecteur d’état |am,) en un produit de vecteurs
d’états admettant respectivement une représentation radiale et angulaire. En factorisant
le ket coordonnées | 7°) = |r)|Q), nous noterons donc,

(T'|ama) = (rlua) (QVa), (2.152)

ou nous avons défini,
(rlua) = uay)’ (2.153a)
QYF=) = VI (Q). (2.153b)

Rappelons maintenant quelques relations basiques. Les relations d’orthogonalité et de
complétude de la base coordonnée s’écrivent,

(77" = (Y () =6(7 = 7)) = Mé(&) -, (2.154a)

rr!

/dr3|7><7|:/drr2 Iy (r] /dQ|Q)(Q|:]l. (2.154b)

La complétude dans 'espace angulaire incluant les degrés de liberté de spin et d’isospin
peut étre écrite a 'aide des fonctions (2.153b),

> [ a0 m (0, T = 3 PR, (2.155)

car elles y forment une base complete. De plus, ces fonctions sont orthogonales. Ainsi
pouvons-nous construire la base de I’espace total,

{Ia,m, (2.156)
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et vérifiant les relations d’orthogonalité et de complétude,
o(r—1")

rr!

(1, Vi V0,07 = e s (2.157a)
> / drr? | Yme r) (r, Y| = 1. (2.157D)
Les coefficients du développement (indépendant de la projection) d’un état quelconque |p)
dans cette base seront notés,
" 1
(r, Y& le) = — ¢alr). (2.158)

Nous voulons maintenant scinder I'espace des états individuels en deux espaces ortho-
gonaux : 'espace ¢ des états liés et 'espace p des états de diffusion. A cette fin, nous
définissons les projecteurs sur ces espaces,

i = > > lama)lamal (2.159a)

po= > /dkalama><ama|, (2.159D)
satisfaisant a,
¢+p=1, (2.160)

car les espace ¢ et p sont suffisants pour décrire I'ensemble des états individuels'?. Nous
définissons ensuite les projecteurs g5 et ps agissant dans les sous espaces radiaux de nombres
quantiques angulaires (am,,) fixés,

G = YFelgVre) = D Jua)(ual, (2.161a)
Pa = <y$“|ﬁ\y$“>=/dka o) (Ua- (2.161b)

Ces opérateurs sont effet indépendants de la projection m,. De méme, g5 et ps satisfont a,
da + pa = La- (2.162)

Nous introduisons maintenant les représentations radiales des opérateurs (2.161),

(rlga|r’y = ta(r.7") - Z Ua(r) Ua(r') (2.163a)

/

rr i T T
_ ! /

(rlpalry = PoT) / i, Yol UalT) (2.163b)
rr T T

A T'aide des définitions précédentes, nous pouvons écrire les coefficients du développement,
dans la base (2.156), des projections ¢|) et p|¢) d'un état |p),

1

(rYVa<ldle) = / dr' qa(r, ") wa(r'), (2.164a)
1

rv2elie) = 3 [ dr'par) ealr). (21640)

2Dans le cadre de notre approximation consistant & ne prendre en compte que les états liés et de
diffusion.



Forts de ces notations, nous pouvons définir la base projetée,

{‘yotznaqur% ‘ygaapar>}a

par les expressions suivantes,

|y(;naaq&r>

_ !
g |ygba’7,> _ /dTITIQ |yg@a’7ﬂ/> Qa(r 7T>
r

A m. m, a/r7/r
|ygba’p&r> = p|yaa’r>:/dr/7“/2 |ydaarl>p ( )a

et satisfaisant aux relations d’orthogonalités et de complétude,

Ma m q&(r7 T/)
<Tq&>y@ |ygﬁ,q57’,> = (Sammﬁ_mﬁ ! )

e |y pa(r, ')
<rp&7 y@ |yB ﬁ>pﬁ_r/> = 5&maﬁm/3 ’l"’f’, )

(rga, Y| V5 par') = 0,
> /OW2 Ve, dar) (rdas Vo |+ /d”2 Ve, par) (rpa, Voo | = 1.
Si nous notons |am,) un état lié, alors nous pouvons écrire,

U (T
(a5, Y lama) = By, 22

(rp3. Vi lama) = 0.

De méme, si nous notons |6 ms) un état du continuum, alors,

<TQBaygﬁ|5m5> = Oa

<Tpﬁ_a ygﬁ|5m5> = 5ﬁ_m5,5m5

Enfin, nous concluerons en remarquant que,

S(r—r1")

/ Y

pa(r,r') / / /
- (rlpalr’) ~ (rlpa + qalr’) = (r|1s]r") o

lorsque 7 — oo (ou ' — ©0), ce qui nous permet d’écrire,

|ygaa%7’> ~ 07
|ygla’pd7,> ~ |ygna’,,,>’

pour r — oQ.
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(2.165)

(2.166a)

(2.166b)

(2.167a)

(2.167b)

(2.167¢)

(2.167d)

(2.168a)
(2.168b)

(2.169a)

(2.169D)

(2.170)

(2.171a)
(2.171b)
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2.4.2 FEtats a N-corps
2.4.2.1 Relation de complétude dans I’espace de Fock

Dans cette partie, nous restons dans le cadre de considérations générales, et supposons
toujours une base individuelle {|am,)} générée par un potentiel & symétrique sphérique.
Cette base est complete au sens de Newton ; elle est donc composée d’états liés ainsi que
d’un continuum. Considérons alors un systeme physique constitué de A nucléons. Comme
nous 'avons vu dans la partie (2.2.2), nous pouvons construire une base compléetement
antisymétrisée (base de Fock) a partir des états individuels sus-mentionnés. Chaque état de
cette base est donc construit comme en (2.42a). A chaque ensemble de nombres quantique
angulaires (@m,) correspond un ensemble de fonctions radiales |u,) définie comme en
(2.153a). Ces fonctions correspondent soit a des états liés, soit a des états de diffusion.
Rappelons que l'indice «, défini en (2.19a), représente un ensemble de nombres quantiques
permettant de définir ces fonctions d'une maniere univoque. Nous pouvons donc assimiler
ces indices a un ensemble de nombres, une partie duquel est discrete (états liés) et autre
continue (états de diffusion). Nous notons D 'ensemble des indices correspondant aux
états liés et C celui correspondant aux états du continuum. Dans tout ce qui suit nous
ordonnerons ces indices de la maniere suivante,

aeD, el = a<p. (2.172)

Intéressons-nous maintenant plus précisément a la base de Fock. Si nous notons {|d,), |ds), . ..
un ensemble d’états individuels liés, et {|c1), |c2), ...} un ensemble d’états individuels du
continuum, alors la base de Fock doit théoriquement étre engendrée a partir de tous les
déterminants de Slater du type,

|d1,d2,...,dA>, (2173&)
|di,da, ... da—s, 1), (2.173b)
|1, da, ... da—2,c1,Ca), (2.173c¢)
|01,CQ,...,CA>, (2173d)

soit : tous les états ou les A particules occupent des états liés, tous les états ou A — 1 parti-
cules occupent des états liés et une particule peuple les états du continuum, etc... Comme
nous allons le voir, les états de Fock comportant au moins une particule dans un état de
diffusion nous permettent de faire un lien avec les espace des canaux physiques dans la
région asymptotique, car les états de diffusion, a la différence des états liés, admettent une
forme asymptotique non nulle. Si I'on s’intéresse a un noyau faiblement lié dont le premier
seuil correspond a I’émission d’une particule, on peut alors raisonnablement supposer que
les états de Fock du type (2.173b) seront suffisants pour décrire convenablement 1’espace
des canaux dans la région asymptotique. Puisque nous nous intéressons a des domaines
d’énergie voisines d’'un tel seuil, nous nous limiterons dans ce chapitre aux états du type
(2.173a) et (2.173b). Nous supposons donc, dans une premiere approximation, que l’en-
semble des états accessibles au systeme est décrit par les états de Fock avec au plus une
particule dans un état de diffusion. Si nous notons {|a;m;)} un ensemble d’états indivi-
duels liés, et |am,) un état individuel qui peut étre lié ou de diffusion, alors nous pouvons
construire un état de la base de Fock a A particules de la maniere suivante,

‘04177117 QoM =+, A1 A1, Oéma> =

A(|a1m1, oMy, a_1Ma_1) ® |a ma)), (2.174)
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ou A est un antisymétriseur. En toute rigueur, nous devrions indiquer, dans le membre
de droite de I’équation (2.174), les indices des particules que décrivent chaque ket. Nous
oublierons ce détail pour simplifier les expressions et considérerons, par exemple, que le ket
loymy , agme, -+, aa_1ma_1) est constitué d’une combinaison linéaire antisymétrique de
produits tensoriels des états individuels des particules (1,2,..., A—1), et que le ket |am,)
représente 1’état le la particule A. Cet indexation est arbitraire, mais nécessaire. Cepen-
dant, dans le cas présent il n’est pas difficile de se souvenir de cette convention sans pour
autant 1’écrire explicitement.

L’ensemble des déterminants de Slater {|a;m;, agms, -+, aa_1ma_1)} obtenus en dis-
tribuant de toutes les fagons possibles A — 1 particules sur ’ensemble des états liés forment
une base complete et orthogonale de 'espace de Fock a A — 1 particules liées. Aussi, tout
ensemble d’états obtenus a partir de ces derniers par une transformation orthogonale peut
également constituer une base complete et orthogonale du méme espace. Il devient alors
commode de diviser cette base en états de moment de spin bien défini. Nous noterons
donc {|T7™)} une telle base, olt [T/} est un état normalisé composé d’une combinaison
linéaire completement antisymétrique de A —1 états individuels liés et couplant au moment
de spin j; (et de projection my). Nous pouvons maintenant définir un état antisymétrique
a A particules de la maniere suivante,

‘TjT,mT7ama> — A<|TjT,mT> ® ‘O{ma>) (2175)

En utilisant la complétude de la base {|1/7")} dans I'espace de Fock & A — 1 particules
liées, et en se servant de la relation de complétude (2.160) dans l'espace des états de la
particule A, nous pouvons écrire la relation de complétude au sein de I'espace total,

Y Al e (30 lama amal + 3 /dka\amaxamaopﬂ — 1(2.176)

Nous écrivons le deuxiéme terme dans les grandes parentheéses de I'équation (2.176) au
moyen de la base projetée définie en (2.166b),

S [ dwalamatamal = 3 [ ars? . par) (e, 977, (2.177)
menant a,

>0 DI ama) (I g +

TITMT O My
>0, / drr? [T Y per) (T rpa Yie| = 1. (2.178)
TITTMT & Moy

Enfin, en introduisant les formes couplées suivantes,

)M = > (e mama| JM) [T avmy), (2.179a)
177 Vapar)™ = Y (ras mamal M) [T Ve par), (2.179b)

nous pouvons écrire,

ST I ey M (el + > Z/drr2 IT7%, Va par) M (177 rpg Vs = 1. (2.180)

9T, ayne M Tit,a J,M
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2.4.2.2 Espace des états liés

Dans (2.180), le premier terme du membre de gauche agit dans 'espace de Fock engendré
par les déterminants de Slater du type (2.173a), c’est a dire dans l’espace ou toutes les
particules occupent des états liés. Les états {17, o)™} forment une base complete et
orthogonale de cet espace. Ainsi, tout ensemble d’états obtenus a partir de ces derniers
par une transformation orthogonale constitue également une base orthogonale et complete
de cet espace. Par la suite, nous noterons Q l'espace engendré par de tels états et @) le
projecteur sur cet espace. En notant {|®)”**} une base de 'espace Q, ot ® désigne tous
autres nombres quantiques que le spin total et sa projection, nous avons donc,

TM(P|PNY M = 64 g, (2.181a)
> @) M@ = Q. (2.181b)
$J,M

2.4.2.3 Espace des états avec une particule dans un état de diffusion

Dans (2.180), le deuxiéme terme du membre de gauche agit dans I’espace de Fock engendré
par les déterminants de Slater du type (2.173b), c’est a dire dans ’espace on A—1 particules
occupent des états liés et une particule occupe un état de diffusion. Par la suite, nous
noterons P l'espace engendré par les états du type (2.173b) et P le projecteur sur cet
espace. Nous choisissons {|177, Vs par)?™} comme base de 1'espace P. Nous pouvons alors
montrer que ces états vérifient,

. ., N !
M e Valt, Y par' )M = 850 ot a - ﬁw ), (2.182a)
Z /drr2 1797, Va par) "M (197 rpg Va| = P. (2.182b)

TG, J,M

2.4.2.4 Espaces modeles

Dans le cadre de notre approximation, les espaces Q et P sont suffisants pour décrire
I’ensemble des états accessibles au systeme. De plus, ces espaces sont orthogonaux par
construction. Nous pouvons donc écrire,

Q+P 1, (2.183a)
PQ = 0. (2.183b)

Comme nous allons le voir dans la section suivante, les espaces Q et P ne sont pas appro-
priés pour la description des canaux physiques. Ces espaces nous permettent simplement
de décomposer un état du systeme total en deux parties orthogonales, 1'une des deux
admettant une asymptotique non nulle. Ces espaces sont communément appelés espaces
modeles.
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2.4.3 Formalisme de Feshbach

Le formalisme développé par Feshbach [17] nous permet de remplacer I’équation de Schrodin-
ger totale par des équations vérifiées par la fonction d’onde projettée sur certains espaces
modeles. Ces espaces modeles sont, dans notre cas, les espaces Q et P introduits dans la
section précédente. Le probleme principal dans ce genre d’approche est de faire le lien entre
les espaces modeles et les espaces des canaux physiques afin d’obtenir des équations avec
de correctes conditions asymptotiques. Dans cette partie, nous commencerons par faire le
lien entre les espaces modeles et les espaces des canaux physiques en expliquant les ap-
proximations faites dans le cadre du présent exposé, puis nous décomposerons la résolvante
de 'hamiltonien du systeme en plusieurs parties agissant chacune dans I'un des espaces
modeles.

2.4.3.1 Lien entre les espaces modeles et les canaux physiques

Dans un probleme de physique nucléaire ou le nombre de particules est trop grand pour
que 'on puisse traiter le probleme entier dans un systeme de coordonnées exclusivement
intrinseque, les nucléons sont généralement repérés par leur position 7’; par rapport a une
origine arbitraire fixe O. Les moments conjugués des ces variables sont notés p’;. Dans ce
systeme de coordonnées, 'hamiltonien total du systeme de A nucléons s’écrit,

A9
H = Z 2pm + 3V (ij). (2.184)

i<j

Cet hamiltonien décrit un systeme a 3A degrés de liberté (sans compter les degrés de liberté
de spin et d’isospin), incluant donc ceux du centre de masse. En définissant le moment total,

A

i=1
qui est la variable conjuguée de la position du centre de masse, définie par,

L
A

2

H
Rcm -

A
ki (2.186)
=1

nous pouvons écrire (2.184) sous la forme suivante,

2

P
=_am 4 fq 2.1
H 5 Am + H, (2.187)

oll H est 'hamiltonien intrinseéque du systéme de A nucléons, invariant par translation's.
Dans tout calcul de physique nucléaire, H est le seul hamiltonien dont les vecteurs et
valeurs propres sont d'un intérét, car décrivant un systeme quantique intrinseque, et non
sont mouvement global relativement a un hypothétique laboratoire. Comme nous 1’avons
vu, I'hamiltonien total peut se scinder en un hamiltonien a un corps (construit a partir du
champ moyen), et un hamiltonien & deux corps (correspondant a l'interaction résiduelle).
Le fait de fixer I'origine du champ moyen brise I'invariance par translation de I’hamiltonien,

13Nous supposons ici, et dans tout ce qui suit, que I'interaction & deux corps V (i5) admet une dépendance
en |77 — ;| et [P — P,
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et le centre de masse peut admettre des états d’excitation non-physiques (ou spurieuz) se
mélangeant aux états d’excitation intrinseques. En modele en couches, ’hamiltonien (non-
physique) du centre de masse est connu analytiquement, ce qui permet de supprimer ces
états spurieux facilement. Comme nous l'avons vu, il existe aussi des techniques en calcul
Hartree-Fock visant a supprimer ces états. Bien que construits a partir de A états indivi-
duels, les états de la base de Fock obtenus apres suppression des états du centre de masse
n’en décrivent pas moins les états intrinseques du systeme.

Il existe nombre de systemes de coordonnées, tels que les coordonnées de Jacobi (dont
nous ferons usage dans le chapitre suivant), permettant de mener a bien des calculs dans
le référentiel du centre de masse. Afin d’illustrer notre probleme, nous choisissons ici un
ensemble de coordonnées relatives, peu approprié pour un calcul pratique, mais plus « par-
lant » dans un contexte de champ moyen. Nous définissons ces coordonnées de la maniere
suivante,

—

Ti=T— Rem, i=1,2,..., A (2.188)

Ces coordonnées décrivent donc un systeme a 3A — 3 degrés de liberté. On peut en effet
construire A — 1 combinaisons linéaires indépendantes & partir des A vecteurs 77 (leur
somme étant nulle). Considérons alors un état a A corps |¥), propre de H. Selon (2.187),
cet état peut se factoriser comme suit,

) = [T} ), (2.189)

ou |U™) est I'état du centre de masse, et |¢) est 'état intrinseque du systeme. La figure
(2.6) illustre la séparation entre coordonnées relatives et position du centre de masse pour
un systeme composé de quatre particules.

O

Fi1G. 2.6 — A gauche : les vecteurs position T ; sont définis par rapport d une origine
arbitraire O. A droite : I’état intrinséque |1) est exprimé dans le systeme de coordonnées
relatives (2.188).

Puisque ]_%cm est symétrique par toute permutation, ’antisymétrie de la fonction d’onde to-
tale est contenue dans la partie intrinseque. Nous supposons alors que I’état intrinseque |1))
est décomposé en une combinaison linéaire de déterminants de Slater a A états individuels
calculés a partir d'un champ moyen dont 'origine est fixée. Cependant, apres suppression
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des états non-physiques du centre de masse, nous supposons que cette origine coincide
avec la position du centre de masse du systeme. Dans le cadre de cette approximation, les
fonctions d’onde individuelles sont supposées admettre la représentation (2.151) dans le
systeme de coordonnées (2.188). Supposons maintenant que la particule A se trouve tres
éloignée des A—1 autres particules que ’on suppose confinées dans une région tres localisée.
En utilisant une terminologie propre a la théorie des partitions, nous dirons que le systeme
est composé de deux fragments : le fragment constitué des particules (1,2,..., A — 1), et
le fragment constitué de la particule A. Nous pouvons alors raisonablement penser que la
particule A contribue peu (ou pas) au champ moyen ressenti par les autres particules. L’ori-
gine de ce champ moyen est alors déplacée dans une région voisine au centre de masse du
fragment (1,2,..., A—1). La position du centre de masse R, du fragment (1,2,..., A—1)

. 14 - . Ve .
et son moment conjugué P, sont respectivement définis par,

—
—
Ry = — Y 7,

(2.190a)
P, = S 7. (2.190D)

De méme qu’en (2.188) nous pouvons définir les coordonnées intrinseques au fragment
(1,2,...,A—=1),

—

Ti=7T;— Ry, i=12,...,A—1. (2.191)

Supposons alors que la distance entre les deux fragments est assez grande pour que 'on
puisse négliger (outre 'interaction Coulombienne) toute interaction entre la particule A et
le reste du systeme. Dans ce cas 'hamiltonien total, que 'on qualifie d’ asymptotique et que
I'on note Hy, peut se diviser de la maniere suivante,

2

Ho = Hy + %, (2.192)
ou H; est 'hamiltonien du systeme a 3A — 3 degrés de liberté composé des particules
(1,2,...,A—1). De méme qu’en (2.187), nous pouvons écrire,

p2
Hy = m + H,, (2.193)
ou Hi est 'hamiltonien intrinseque du fragment (1,2,..., A4 — 1). Nous pouvons alors

construire des états & A — 1 corps |T') propres de H, et pouvant se factoriser de la manieére
suivante,

|T) = |T°)|[T7"™), (2.194)
ou |7y est 1’état du centre de masse du fragment (1,2,..., A — 1), et ou la partie in-
trinseque satisfait a,

(BEr — Hy)|T"™) = 0. (2.195)

La figure (2.7) illustre le nouveau systeme de coordonnées approprié pour une représentation
dite asymptotique.
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F1G. 2.7 — La particule 4 n'intéragissant pas avec le reste du systeme, l’état intrinseque
|7 du fragment (1,2,3) est exprimé dans le systéeme de coordonnées (2.191).

Si nous notons 7 la coordonnée relative séparant la particule A du centre de masse des
A — 1 autres particules, et ¢ le moment conjugué de cette variable, alors I’hamiltonien
(2.192) peut s’écrire de maniere a faire apparaitre le mouvement du centre de masse total,

P2 q2
=" 4+ H +— 2.196
Ho 2Am e 2u’ ( )

ou,
A—1

i 2.197
p=m=— (2.197)
est la masse réduite entre la particule A et le fragment (1,2,..., A—1). Apres suppression

de ’hamiltonien du centre de masse, nous obtenons I’hamiltonien asymptotique intrinseque,

2

q
Hy=H,+ —. 2.198
o= Hr+ & (2198)
Résumons alors la situation ainsi : 'hamiltonien intrinseque du systeme composé des par-
ticules (1,2,..., A) est noté H. Un état intrinseque [¢)) de ce systeme vérifie,
(E = H)lp) =0, (2.199)

et est décomposé dans une base de Fock a A particules de la maniere suivante,
W) =) Ailai, ... a}), (2.200)
i

ou |a}),]ab),...,|a’) sont des états individuels obtenus & partir d’'un champ moyen en-
gendré par les A particules et dont l'origine coincide avec la position du centre de masse
du systeme. L’hamiltonien asymptotique intrinseque du systeme composé des fragments
(1,2,...,A—1) et (A) est Hy = Hy + ¢*/2u. Les états propres correspondants sont alors
|T90™ @ X Tr. @ ¢ ) 01 | (') est une onde plane de moment ¢, et x,,, et 7. sont le spineur

et I'isospineur de la particule A respectivement. Ces états vérifient,

(Br +eq — Ho)|T"™ @ Xpn.Tr. ® q) =0, (2.201)
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olt €, = ¢*/2u, et ou I'état intrinseque |T/77) est décomposé dans une base de Fock & A—1
particules de la maniere suivante,

[Ty = "Bl B, V), (2.202)

J
ot |b]),|b3), ..., |b),_,) sont des états individuels obtenus & partir du champ moyen généré
par les particules (1,2,..., A — 1) et dont l'origine coincide avec la position du centre

masse du fragment correspondant. Les états {|T/"™ @ y,,.7.. ® ¢)} forment alors une
base de l'espace des canaux physiques de partition de masse constituée des fragments
(1,2,...,A = 1) et (A). Nous pouvons donc, comme dans la section (2.3.3), définir le

projecteur P sur cet espace de la maniere suivante,
P=>> / dr |7 @ Yer) "M (1" @ 1Vl (2.203)
c JM

ou nous utilisons les notations introduites dans l'exemple de la section (2.3.7). Revenons
alors aux espaces modeles introduits dans la section (2.4.2) et décomposons la solution |¢)
de (2.199) au moyen de la relation (2.183a),

) = Q) + Ply). (2.204)

Les composantes du vecteur d’état |¢)) dans la base des canaux peuvent alors s’écrire,
M @ r, Yolp)y = "M @ r, Y| Q|) + Mt @ 1, Ve| P|1). (2.205)

L’opérateur () projetant sur I'espace des états & A corps liés (partition de masse constitué
d’un seul fragment), nous pouvons écrire,

lim MM (455 @ 1, V2|QIY) = 0, (2.206)

r—

car 'état Q|) doit étre confiné a une région localisée de 'espace. Ceci nous permet d’écrire,
de facon symbolique, la forme asymptotique de la solution totale projetée sur I'espace des
canaux physiques,

Pl) = P(Q + P)|¢) ~ PPy). (2.207)

Nous avons vu dans la section (2.4.2) qu'une base de 'espace P peut s’écrire,

{IT7", Ya par’) "M}, (2.208)

olt nous avons primé 'état de Fock & A — 1 particules liées |[T7r) afin de le différencier
des états intrinseques du fragment (1,2,..., A — 1) défini précédemment. Tous les états
individuels constituant 1’état |T”7) ainsi que les projecteurs ¢ et p sont obtenus a partir
du champ moyen généré par I'ensemble des A particules. De plus, la coordonnée radiale r’/

est évaluée dans le systeme de coordonnées (2.188). Le calcul du produit d’opérateurs PP
nécéssite celui de recouvrements du type,

P @ r Vo AT @ Vapar')™M, (2.209)

symbolisé sur la figure (2.8), o A est I'antisymétriseur agissant sur le produit tensoriel
d’états situé a sa droite.
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T)

F1G. 2.8 — Représentation schématique du recouvrement (2.209).

Le probleme est alors que I'état intrinseque |T7™) n’est pas évalué dans le méme systeéme
z 7 ), . . _
de coordonnées que le « sous-état » |T7"™r). Remarquons toutefois que la variable 77 est
) [ e
colinéaire a 7. En effet, nous avons,

— A —/
= 2.21

ces variables admettant donc la méme dépendance angulaire. Voici donc les approximations
que nous ferons dans le présent exposé :

— nous supposons que, dans la région asymptotique, le sous état a A—1 particules liées issu
du champ moyen généré par ’ensemble des A particules correspond a ’état intrinseque
du fragment (1,2,..., A — 1),

<TijT|T/ijT> _ 5T’T,’ (2211)

— nous prenons en compte le recul de la cible par le changement d’échelle radiale (2.210).

Revenons alors au recouvrement (2.209). Dans cette expression, Iantisymétriseur, peut
s’écrire [3],

A-1
1 A
A=—=> TP, (2.212)
A =1

ou P;4 est un opérateur qui permute les particules i et A, et II; 4 est la phase correspondante.
Ainsi pouvons-nous écrire le recouvrement (2.209) sous la forme suivante,

A-1
ﬁ > OIM (L, A= 1) @ rYa(A)MiaPia| TP (1, A= 1) @ Vapar'(A))"M,(2.213)
=1

ou nous avons fait apparaitre explicitement I'indexation des particules. Puisque, dans notre
approximation, 1’état individuel |Vzpar’) est orthogonal a tous les états individuels consti-
tuant I'état |T/7™) (car issus du méme champ moyen), seule la permutation correspondant
a l'identité donne une contribution non nulle. Le recouvrement (2.213) se simplifie donc
en,

6T7T (séapE(,r, r ) .

1
ﬁ ’ rr!

(2.214)
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En utilisant les résultats précédents ainsi que I'ildempotence du projecteur ps, nous démontrons
facilement que le produit d’opérateurs PP s’écrit,

- 1 ‘ ‘
PP =—= ZZ/dWWT ® Yer) "M (17", rpeYel. (2.215)
VA £

C

Enfin, en utilisant 1’expression conjuguée de (2.215), puis en utilisant la relation (2.171b),
nous pouvons écrire,

) ~ 1 .
(17,7 pe Ve PP ~ Nz (T7" @ 1 Ve, (2.216)

pour r — OQ.

2.4.3.2 Projecteurs et résolvante

Comme nous "avons vu dans la section (2.3), I'objet mathématique d’intérét central dans
la formulation de la théorie des collisions est la résolvante G. La technique de projection de
Feschbach nous permet d’introduire des résolvantes (ou propagateurs) partielles agissant
dans chacun des espaces modeles et d’exprimer la résolvante totale en fonction de celles-ci.

Comme nous 'avons supposé, les espaces Q et P sont suffisants pour décrire ’ensemble
des états accessibles au systeme, les projecteurs sur ces espaces vérifiant donc la relation
(2.183a). Ainsi pouvons nous décomposer I'’hamiltonien intrinseque H de la maniére sui-
vante,

H=(Q+ P)H(Q+ P) = Hoq + Hop + Hpg + Hpp, (2.217)

ot nous avons défini Hpg = QHQ etc ... En utilisant l'identité opératorielle,

%:é %(B—A)%, (2.218)
nous pouvons écrire la résolvante totale,
G = L_ ! + ! (Hoo + Hop + Hpg)G. (2.219)
E—-H FE—-Hpp FE—Hpp
En définissant la résolvante projettée,
Gp—P—"_p (2.220)
E — Hpp
il vient,
PG =Gp+ GpHpgG, (2.221)

ol nous avons utilisé la relation d’orthogonalité (2.183b). En utilisant la méme procédure,
on montre que,

QG = GQ + GQHQP(PG) (2.222&)

= GQ + GQHQPGP -+ GQHQPGPHPQ(QG), (2222b)
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ou la résolvante G est définie par,
1
Go=Q———Q. 2.223
Q=Qp— HQQQ (2.223)

Nous factorisons ensuite (2.222b) de la maniére suivante,

(Q — GoHoprGpHp)(QG) = Ggo+ GoHopGp. (2.224)
En multipliant (2.224) & gauche par (Gg)™' = Q(F — Hgg)Q, il vient,
(E — HQQ — HQPGPHPQ)(QG) = Q + HQPGP. (2225)
En définissant 'opérateur suivant,
Hiy = Hoq + HorGrHpg, (2.226)
et la résolvante associée,
1
Gl =Q——Q (2.227)
Q eff v’
E — Hgg
nous obtenons,
QG = GJI(Q+ HopGr), (2.228a)
PG = Gp+GpHpoGy'(Q+ HopGp). (2.228D)

Enfin, la résolvante totale peut s’écrire,
G =QG + PG =Gp+(Q+GpHpg)Gg’(Q + HopGp). (2.229)

Notons ici que pour I'obtention de (2.229), nous avons choisi un « chemin » particulier.
Nous verrons par la suite que le nombre de fagon de décomposer la résolvante totale pour
N espaces modeles s’éleve a N!. Dans le cas présent, il n’est pas difficile de montrer que la
deuxieme facon de décomposer G est,

G =Go+ (P+ GoHop)G! (P + HpoGy), (2.230)
ou,
adr = P%R (2.231a)
E— HPP
H;j;f = Hpp+ HPQGQHQP. (2231b)

Cependant, dans ce chapitre nous utiliserons la forme (2.229), qui se préte mieux a un
calcul de diffusion d'une particule sur une cible.

L’opérateur H, gg défini en (2.226) n’est autre que I'hamiltonien effectif agissant dans I'es-

pace Q en prenant en compte les couplages a I'espace P. Ce caractere effectif se comprend
mieux en écrivant,

QG =G+ Hefo (2.232)
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2.4.4 Les équations générales du modele en couches avec cou-
plage d’une particule aux états du continuum

2.4.4.1 Forme générale des solutions de diffusion

Dans cette partie, nous cherchons la forme générale des solutions de diffusion [¢)) de
I’équation,

(E— H)[) =0, (2.233)

ot H est I'hamiltonien intrinseque du systéme de A particules. Nous avons défini, dans la
section précédente, les états asymptotiques physiques |/ @ X,,.7r. ® ¢ ), solutions de
I’équation,

(E — Ho)|T""™ @ X, Tr. ® ) =0, (2.234)

ou Hj est I’hamiltonien « libre » correspondant au canal d’arrangement ot le systeme est
scindé en deux fragments (I'un des deux consistant simplement en une particule). Le pro-

jecteur sur l'espace de ces canaux était noté P. En utilisant les résultats de la section (2.3),
nous pouvons écrire la solution [1)* de (2.233) en fonction des solutions asymptotiques
dans le passé infini de la maniere suivante,

)yt = lirr(l)iaGﬂTijT ® Xm.Tr. @ q) (2.235a)
= lim ieGTP|T"™ @ Xm.Tr. ® 7)), (2.235D)
oi1, dans (2.235b), nous avons utilisé le fait que I'état |T/"™ ® y,,.7.. ® ¢ ) appartient

a l'espace des canaux physiques considérés. En utilisant la décomposition (2.229) de la
résolvante totale, nous pouvons alors écrire,

)t =limie | G5 + (Q + GiHra)GY!(Q+ HorpG)| PII"™ @ X, 7. © T).(2.236)

Intéressons-nous alors & ’hamiltonien effectif H, gg défini en (2.226). Nous notons' {|®;)}
une base complete orthogonale de 1'espace Q (ou l'indice ¢ différencie les états). Nous
supposons que les états constituant cette base sont états propres de I'hamiltonien projeté
Hgq, satisfaisant donc a,

(E; — Hgg)|®:) = 0. (2.237)
Les éléments de matrice de 'hamiltonien effectif dans cette base sont alors,
(i Heyg |95) = (Pi Hoq + HorGEHpq|®;) = Eidij + (wilw;), (2.238)
ol nous avons défini,
|w;) = Hpg|P;), (2.239a)
lw;) = GEHpg|®;). (2.239b)

La diagonalisation de I’hamiltonien effectif dans la base {|®;)} nous fourni les états propres
{|®;)} satisfaisant a,

(E; — HGJ)|®:) = 0. (2.240)

4Nous oublions ici le schéma de couplage introduit en (2.181) afin de simplifier les équations.
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Nous notons O la matrice de changement de base {|®;)} — {|®;)} ou, plus précisément,

= ZOU@J»). (2.241)

L’hamiltonien effectif dépend de I'énergie totale E par I'intermédiaire de la résolvante G.
Il en va donc de méme des ses vecteurs et valeurs propres. La résolvante G, peut s’écrire,

1
+_ _— =
GP_PE—HPPP PV(

1

— pr) P — 2ind(E — Hpp) P, (2.242)
ou Py désigne la partie principale. Nous voyons donc que, pour une énergie F située dans le
continuum de ’hamiltonien projeté Hpp, 'hamiltonien effectif est non-hermitique, admet-
tant donc des valeurs propres complexes. Cet hamiltonien est cependant symétrique, ses
vecteurs propres fournissant une base bi-orthogonale [50]. La base duale est alors construite
par transposition (et non conjuguaison hermitique) de ces vecteurs. Dans la représentation

spectrale de la résolvante Gg ! qui s’écrit,

~ 1 ~
G = P; (D], 2.243
3 =2 )5 Ei< | (2.243)

i

le dénominateur n’a donc pas la possibilité de s’annuler pour une énergie réelle positive
(correspondant & une solution de diffusion). Ceci nous permet d’écrire,

lim Gy TP @ YTy ® G) =0, (2.244)
pour E réelle positive. Enfin, en définissant,
€)= lim ieGEPIT ™ © Xou, Tr. ® T ), (2.245)
(2.236) se réduit a,
W) =16 +(Q + GrHro)Gy  Horlé) ™ (2.246)
En utilisant la représentation spectrale (2.243), nous obtenons alors,

) T Z D) + \wl <w2\g> (2.247)

ou nous avons défini,
W) = Hpol|®:) = ) Oylw)),
J

@) = GHHpo| @) = > Oyjlwy). (2.248a)
J

Les solutions [£)T et les quantités {|w;)} sont respectivement solutions d’équations de ca-

naux couples homogenes et inhomogenes que nous traiterons explicitement dans les parties
(2.4.4.3) et (2.4.4.4).
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Nous nous intéressons maintenant a la forme asymtotique de la solution |£)*. Nous remar-
quons tout d’abord que l'on peut écrire,

&) =Plo)", (2.249)
ou nous avons défini,

|@+ — lg% z'eé;S|TJ'TmT & Xm:Tr., 7>, (2,250)

et ou la résovante G'p est donnée par,

~ 1
Gh=—— . 2.251
P El+ o HPP ( )

En utilisant les résultats de la section (2.3), nous pouvons écrire,

2" = [T @ YT, @ )+ G VI, (2.252)

olt G§ est la résolvante libre correspondant a 'hamiltonien asymptotique H, du canal
sortant, et ou l'interaction V est définie par,

V = Hpp — Hy. (2.253)

En utilisant le fait que |@)™ appartient nécessairement & l'espace des canaux a deux frag-
ments (dont 1'un est constitué d’une seule particule), et en utilisant la relation (2.216),
nous pouvons écire,

1 )
SEHMr) = M Vel
= J’M<t/jt/,7’pé’ y6’|Pﬁ|S5>

1 , ~
~ — M @y Ya|3), pour r — oo. (2.254)

VA

Enfin, en posant,

&M (r) =Y &0 () EDM (ma, mg, Q), (2.255)
l,j

et en se souvenant de la forme asymptotique (2.111) de la solution |@)*, nous trouvons,

eial
2.e(r)

~ kA

En utilisant une procédure analogue, et se servant de la relation (2.116), on montre sans
difficultés que les termes |w;) admettent la forme asymptotique suivante,

[Hc_(r)éqc/ + HI(r)S,]. (2.256)

. 107
r PMTI r pe Velwi) = wl () ~ - Hf(r)T] (2.257)

c Qk\/ﬁ c c*
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2.4.4.2 Séparation de ’hamiltonien total en hamiltoniens partiels et opérateurs
de transition

La résolution de I’équation (2.233) passe nécessairement par le calcul explicite des opérateurs
Hgg, Hpg, ... Nous commencerons cependant par traiter les projections de I'hamiltonien
total H = H + H.,,, et aborderons I'hamiltonien du centre de masse H,., dans des par-
ties subséquentes. En se souvenant des équivalences (2.49) et (2.50), nous pouvons écrire
I'hamiltonien (2.1) en seconde quantification, et sous forme couplée,

H :%‘ (t]18) (al Mz;s XF: a, B[V |7, 6%, [( f T) (av%)r}opj 25%)

ol les doubles symbole de sommation rappellent que les états liés aussi bien que les états de
diffusion individuels sont pris en compte. Les conventions de notation que nous utiliserons
sont les suivantes,

Z > Z (2.259a)

lo,jo,Tza

/da = ) /dk:a. (2.259h)

la ,ja Tza

En introduisant les notations simplifiées,

0,0
25 = (allt18) (alds) . (2.2600)
r I'70,0

Vs == (@ BlIVIF b [ (ahah) (@as) | (22600)

I
(2.258) se réduit a,

H = Itg;g + i VL s (2.261)

q,p a<p,” v<é

Les sommations sur les indices a et [ dans 'opérateur a un corps de I’équation (2.261)
peuvent se diviser en quatre parties, selon que ces indices appartiennent a I’ensemble D ou
C définis dans la section (2.4.2). Ces combinaisons sont présentées dans le tableau (2.1).

a|D|D|C|C
D

TAB. 2.1 — Les quatre combinaisons d’indices possibles pour la partie a un corps de [’ha-
miltonien (2.261).

Toutes les combinaisons d’indice possibles dans les sommations de la partie a deux corps
sont présentées dans le tableau (2.2), ot nous avons barré celles exclues par le fait que
a < fety <4 dans (2.258) tout en respectant 'ordre défini en (2.172).



o|D|D|D|D|C|D|D|C/|D|C/|C|D|C/|C]|Cl|C
glo|p C D|C clc C C
v|D|D D c|D D|C D|C|cC
s|plc D clcle Dlclle|c C

o6

TAB. 2.2 — Combinaisons d’indices possibles pour la partie a deux corps de [’hamiltonien

(2.261).

La séparation des sommations sur les états individuels nous permet d’écrire I’hamiltonien

(2.261) sous la forme compacte suivante,
1

2
H = Z'ﬁj + Zviju

1,7=0 1,7=0

ol les opérateurs a un corps 7;; sont donnés par,
0,0
,]E)O - Z taﬁa
a3
0,0
To= [ 023
B
0,0
=Y [i5 125,
[e%

T = [[dads 125,

et les opérateurs a deux corps V;; sont définits comme suit,

- 0,0
Voo = jg: v;Jivﬁ’

a<py<d
~0,0
V= 3 [d VL
a<By
"7 0,0
Vi = Z / AB V.6
a,y<$

V=) // dgds V.35,
Oé?’Y

Voz - Z // d’)/ do ‘A/ao,ﬁ()’y&
a<pg’’/r<é o

Voo = //a <ﬁda s> V.o s,

v<é

V12 = Z/dﬂ //y<6d’}/ d5 Va?’ﬁo’%g,
Vo = // <ﬁda s> / ds V.5 s,
as v

Vag = // docdp // dyds V)5 ;.
a<p v<é

(2.262)

(2.263a)

(2.263D)

(2.263c¢)

(2.263d)

(2.264a)

(2.264b)

(2.264c)

(2.264d)

(2.264e)

(2.264f)

(2.264g)

(2.264h)

(2.264i)
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L’interprétation des opérateurs (2.263) et (2.264) est immédiate : les opérateurs du type
Tii (Vi) sont des opérateurs partiels agissant dans un espace de Fock contenant au moins
i particules dans le continuum, alors que les opérateurs du type 7;; (V;;) (¢ # j) sont des
opérateurs de transition d'un espace de Fock contenant par exemple n particules dans le
continuum (n > j), & un espace contenant n + ¢ — j particules dans le continuum.

A partir des opérateurs (2.263) et (2.264), nous pouvons construire les hamiltoniens partiels
suivants,

Hoo == 760 + Vo(), (2265&)
Hi = Tq1 + Vi, (2.265b)
H22 - 7—11 -+ V11 -+ VQQ, (2265C)

ainsi que les opérateurs de transitions,

Hio = Tho + Vio, (2.266a)
Hor = Tor + Voo = Hl, (2.266b)
Hoz = Voo, (2.266¢)
Hoo = Vao = Hy, (2.2664)
Hiz = To1 + Vo1 + Via, (2.266¢)
Hor = Tio + Vio + Vor = Hi,. (2.266f)

Si nous notons |DS?) un déterminant de Slater comportant ¢ particules dans un état de
diffusion, alors nous démontrons facilement les relations suivantes,

(DS°|H|DS®) (DS°Hgo|DS?), (2.267a)
(DSYH|DS") (DSYHoo + Hi1|DSY), (2.267D)
(DS'|H|DS") (DS'[Hoo + Ha2|DSY), i > 2, (2.267¢)
(DS°|H|DS") (DS°|Ho|DSY), (2.267d)
(DS H|DS") (DS 'Hyo|DSY, i > 2, (2.267e)
(DS"2|H|DS") (DS"™2|Hp|DSY, i > 2. (2.267f)

Etant donné que nous limitons I'hamiltonien (2.1) aux interactions & deux corps au plus,
ce dernier ne peut pas coupler les déterminants de Slater qui different de plus de deux
particules dans le continuum. Dans ce chapitre, nous nous limitons a un espace de Fock
admettant au plus une particule dans le continuum, ce qui exclu 'action des opérateurs
Hoo, Ha1, Hoz, Hiz et Hao. Enfin, a partir des relations (2.267), il est aisé de montrer,

QHQ = QHoQ, (2.268a)
QHP = QHu P, (2.268b)
PHQ = PHl()Q, (2268(3)
PHP = P(Hyo + Hu1)P. (2.268d)
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2.4.4.3 Les équations homogeénes

Dans cette section, nous nous intéressons a la solution de diffusion projetée |{)* définie en
(2.245). En multipliant (2.245) a gauche par P(E — H)P, nous obtenons, dans la limite
e — 0,

P(E — HYP|E)* = 0. (2.269)

En substituant I’hamiltonien intrinseque H par I’hamiltonien total H auquel 1'on soustrait
celui du centre de masse, 1’équation (2.269) est équivalente a,

2

2A

P(E —H+ —<2)Ple)t (2.270)

Enfin, en utilisant la relation (2.268d), il vient joyeusement,

2

P(E—HOQ—H11+2A

)PIE)T (2.271)

En multipliant (2.271) & gauche par M (177 r p. V.| et en utilisant I'expression (2.182b) du
projecteur P, nous obtenons,

2

. P, !
Z/dr' 2 AT rpe Vo|E — Hoo — Hit + =22 |17, Vo pr 1) M - &) =0,

2Am

ou nous avons défini,

1 |
S M) = T 1 pe Vol€). (2.273)

En suivant une procédure similaire & celle introduite dans la section (2.3), nous posons,

= &) EZ (men,ml, Q) (2.274)

i
supposant ainsi que le canal physique entrant est décrit par 1’état,

|5 R N Trr @ Q). (2.275)
Enfin, en utilisant la relation d’orthogonalité (2.88a) des fonctions angulaires =, nous ob-

tenons facilement,

2

, Pz 1
Z/d?“/ T/2 <T]T,Tp6 yE|E - HOO - Hll + |T,jT/ yc pcl T >J7M; 5/7011(7"/) - 0,

2Am
(2.276)

olt la solution matricielle £/ ., (r) est supposée vérifier la forme asymptotique (2.256). Notre

probleme premier consiste donc en le calcul des éléments de matrice des opérateurs Hy et
Hi; dans la base {|197, V. pe7)?M} de I'espace P.
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Nous nous intéressons tout d’abord aux éléments de matrice de 'hamiltonien partiel Hgg.
Selon (2.265a), (2.263a) et (2.264a), cet opérateur s’écrit,

Moo = S {allt1) (alas)” — 32 St BIVIF. o[ (ahah) (@) | 227

a0 asfy<s T

et n’agit que sur les états liés. Appliqué dans la base {|T77, Yz pe7)”M} générant l'espace
P, cet opérateur n’agit donc que sur le sous-état & A — 1 particules liées |T’7). Ceci nous
permet d’écrire,

pé(r7 Tl)

(17, 7 pe Ve Hoo |17, Yor pr 1) M = O (177 | Hoo | T77™) 80 o

(2.278)
La phase de réarrangement correspondant a la réduction (2.278) est en effet positive. De
plus, nous avons utilisé le fait que Hgg conserve le moment de spin jr, ainsi que sa projection
m+ (que nous avons fait apparaitre explicitement au lieu de réduire I’élément de matrice).
Dans la base de Fock a A—1 particules liées {|T/7™)}, I'hamiltonien Hgo peut alors s’écrire,
en se souvenant des correspondances entre premiere et seconde quantification introduites
dans la section (2.2.2),

A-1 A—-1
Hoo = > _t(i)+ Y V(ij), (2.279)
i=1 1=i<j

ol, une fois de plus, I'indexation des particules est arbitraire. Nous voyons donc qu’il s’agit
d’'un probleme & A — 1 particules limité a la base engendrée par les états |[T/7"). Nous
avons vu dans la partie (2.4.2) que nous disposons d’une liberté quant au choix de ces
états, pourvu qu’ils forment une base complete et orthogonale de 1'espace de Fock a A — 1
particules liées. Nous choisissons donc ces états de maniere a ce qu’ils satisfassent a,

(Er — Hy)|T"™) =0, (2280)

ou H; est I’hamiltonien intrinseque du sous-systeme a A —1 particules défini par la relation,
P2

H, = - 2.281

Foo 2(A—1)m (2:281)

ou le deuxieme terme du membre de droite repésente I’hamiltonien du centre de masse de
ce sous-systeme et n’agit que sur les états individuels liés. Il est a noter que I’hamiltonien
H possede un caractere effectif dii au fait que la base {|T7)} est tronquée (car n’incluant
pas les états du continuum). Enfin, nous résumons les résultats précédents en écrivant les
éléments de matrice de ’hamiltonien partiel Hyy de la maniere suivante,

. ) ) P2 )
<TJT7TpayE‘HodT/]T/,yE'paf 7”/>J’M = <T]T7TpEyE|ET + M‘TUT'J}@' be 7“,>J’M- (2-282)

Nous nous intéressons maintenant aux éléments de matrice de 'opérateur 7;; défini en
(2.263d). Cet opérateur s’écrit, en se souvenant de la définition (2.260a),

0,0
T = [[dads Galle}3) (alas) " (2.283)
et n’agit donc que sur les états du continuum individuel. Nous pouvons alors écrire,

<TjTa T Pe y5|711|T/jT,7y5' Pe s 7"/>J’M = 5TJT7T’J’Tr 0z.e0 (r pz Y T11| VT pe, 7’/>7 (2.284)
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car la phase de réarrangement est positive. De plus, nous avons utilisé le fait que I'opérateur
711 conserve les nombres quantiques définis par ¢ (ainsi que la projection m). Appliqué dans
la base partielle {|V2" pz, r)}, Vopérateur 7;; prend alors la forme, en premiere quantifica-
tion,

T =S Lo (2.285)

ou, dans le membre de droite, nous avons spécifié symboliquement par ¢ € C que la som-
mation porte sur les particules occupant un état de diffusion. Puisque la base {|V7" ps, )}
décrit I'espace des états d’une seule particule, (2.285) se résume a,

%
T = — 2.2
11 2m7 ( 86)

oll P ¢ est Popérateur impulsion agissant dans 'espace des états de la particule se trouvant
dans un état de diffusion.

Résumons alors les résultats précédents en écrivant le noyau de I’équation intégro-différent-
ielle (2.276) sous la forme suivante,

. - 22 )
(01 pe Vel B = B = Vi = o = Sy [ Ve pe ) (2287)

En remarquant que,

i—f‘ PT2 — me +§
2m  2(A—1)m  2Am  2u’

(2.288)

ol nous avons fait apparaitre le mouvement du centre de masse du systeme total et ou p
est la masse réduite définie en (2.197) et ¢'¢ est le moment conjugué de la variable relative
entre la particule occupant un état de diffusion et le reste du systeme, nous pouvons écrire
(2.287) sous la forme,

6

(1777 pe Vel — ot (E = Er) = V|17, Yo po ') "M, (2.289)

En se souvenant des arguments de la section (2.4.3.1), on peut facilement se convaincre
que Popérateur ¢'¢ défini en (2.288) n’agit que sur les états de diffusion. Tout comme en
(2.278), les éléments de matrice de Popérateur ¢3/2u dans la base de 'espace P peuvent
s’écrire,

2 2
(177, 7 pe y5|§—;‘T/JT’,ya Dét s r’>J,M = 0 (T Pz ygn‘;]—;|yénpg, r'y. (2.290)

Enfin, nous résumons les résultats précédents en écrivant,
2

) P )
(17", 1 pe Ye|E — Hoo — Ta1 + 22{% |T/]T/> Ve pe 7°/>J’M
2

— Soe (rpe V| — j—ﬂ + (B — BV per)

1 N AT /
= =5 (r Il (7)pllYer) (2.291)
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ou nous avons utilisé la relation (2.166b) et avons défini,
T=-C—(E—E,). (2.292)

Dans (2.287), seul le terme Vy, défini en (2.264d), couple les états liés a ceux du continuum.
Le calcul explicite des éléments de matrice de ce terme est donné en annexe (6.4) ou 'on
montre que l'on peut écrire,

<TjTa T P yE|V11|T/jT/, Ve pe 7’,>J7M = <7’ yE| | P (JVTJ‘T,T’J’T/ ) P ||y5’ T,>a (2-293)

ou 7 VTjT7T/jT, est un opérateur a un corps non local prenant en compte la structure interne
de la cible dans les différents canaux d’excitation. En d’autres termes, la structure de la
cible géneére un potentiel moyen ressenti par le projectile (la particule se trouvant dans un
état de diffusion), qui peut se mettre sous la forme d’un opérateur a un corps « effectif »

J .
que nous notons V. i, .

Comme nous I'avons mentionné dans la partie (2.4.2), les états de la cible sont construits &
partir de combinaisons linéaires de déterminants de Slater a A — 1 particules liés. Comme
nous le verrons plus tard, cette base peut étre tronquée au niveau des configurations. Par
exemple, nous pouvons nous attendre a ce que les premiers états excités de cette cible
puissent étre, comme en modele en couches, convenablement décrits par un coeur inerte
auquel est ajouté un mélange de configurations dans un espace de valence. Dans ce cas, le
potentiel 7 VTJ-TJ/J'T, est la somme de deux contributions : celle du coeur, et celle de I'espace
de valence de la cible (cf. Fig. (2.9)). Dans 'annexe (6.4), il est montré que la contribution

(@) (@) o

valence

Fi1Gc. 2.9 — [llustration des différentes contributions au potentiel ressenti par le projectile
(en bleu sur la figure).

du coeur est diagonale dans la base des canaux (ne couple pas les différents canaux) et
admet une forme similaire aux potentiels Hartree-Fock (2.32). En revanche, la contribution
de I'espace de valence, et par la méme des mélanges de configurations, couple les différents
canaux d’excitation, et nécessite le calcul d’éléments de matrice de produits d’opérateurs
de création et d’annihilation dans la base des états intrinseques de la cible.

La représentation radiale de I'opérateur & un corps 7 Vii iy dans la base non projetée
{|V*,r)} est, a l'instar du potentiel Hartree-Fock, la somme d’une partie directe et d'une

partie d’échange,

olr — 7' 1
Ve Ve ol Ver’y = =V )4 LI (), (2.204)

rr! rr
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dont les expressions sont données en (6.99a). En utilisant (2.291) et (2.293), les équations
intégro-différentielles (2.276) peuvent s’écrire,

/1 - R
> / dr'r’ (r yEHP<§ g tin T 4 Ve BV r) €0,n() = 0. (2:295)

En utlisant la relation (2.166b) et en définissant,

1 . 1
<T y6| |§ 5TjT,T/jT/ T+ JVTJT,T’jT’ ||y6’ Tl) = W ’Cc,c’(r> T,)> (2296)

nous dérivons facilement,

1
; /drl pé(rv Tl) Z / dr? ICC,C’ (Tlv T2) /drl bz (T27 Tl) gé]’,c” (T/) =0. (2297)

Enfin, en introduisant matrices d’opérateurs non-locaux K(r) et p(r) qui admettent les
éléments de matrice suivants,

[/E(T)LC, - / dr' Koo (r, ') % (2.298a)

=0 /dr'pg(r, )X, (2.298Db)

c,c

et en définissant la matrice £/(r) comme suit,

o] =€), (2:299)

C,

le systeme d’équations (2.297) est alors équivalent a I’équation matricielle suivante,

ﬁ(/ﬁ (1’55")) (r) = 0. (2.300)

Une méthode de résolution des équations projetées sur le continuum individuel est présentée
en annexe (6.7) pour différents cas de conditions asymptotiques. Cette méthode nécessite
la résolution d’équations du type,

Ke? =0, (2.301)

ol O représente quelque terme source discuté en détails dans I’annexe, ainsi que de ’équation
homogene (i.e. ou © = 0). En termes simples, la résolution des équations projetées (2.300)
passe par la résolution des équations non projetées aux solutions desquelles 'on soustrait
ensuite les solutions particulieres n’appartenant pas a l’espace P, tout en vérifiant la condi-
tion asymptotique physique désirée. Intéressons nous alors aux équations non projetées afin
d’illustrer le probleme. En écrivant 'opérateur énergie cinétique en représentation radiale
et en utilisant (2.294), nous pouvons écrire,

2
Keo(r,r') ==0(r —1") 0¢.e ;i_,u (

dr? ¢ r2

a(r—1") JDC,Cr(r) + JEc,cr(r, '), (2.302)

d? I(1+1
+ k2 L+ >)+
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ou nous avons défini,

2u(E — Exr)
k., = TT (2.303)
Nous en déduisons les équations intégro-différentielles couplées vérifiées par la solution
non-projettée,

2 ood> . 11+ 1) 5
_@ <w ke = r? ) Z De(r)&esen(r)
+Z / dr'? Eeo(r,v)&0 0 (r') = 0. (2.304)

Livrons nous alors a quelques remarques. Comme nous l’avons mentionné plus haut, la
contribution d’un éventuel coeur aux potentiels 7 D, et 7 E. » ne couple pas les différents
canaux et admet la méme forme que les potentiels Hartree-Fock (2.32), a ce détail pres
que les sommations sur ~ sont limitées aux états définissant ce coeur. Si maintenant nous
limitons la description de la cible a un unique coeur, c’est a dire a la seule configuration
d’occupation ou toutes les orbitales de plus basse énergie sont occupées, alors le potentiel
cible-projectile correspond exactement au potentiel Hartree-Fock pour un état inoccupé
situé dans le continuum.
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2.4.4.4 Les équations inhomogénes

Dans cette section, nous nous intéressons aux quantités {|w;)} définies en (2.239b). Afin
d’étre un peu plus précis, nous revenons aux notations introduites dans la section (2.4.2.2)
et désignons par |®)7M un état de l'espace Q couplant au moment de spin total .J. Nous
re-définissons alors,

W) "M = G Hpg|®) M. (2.305)

Le membre de droite de cette équation indique que 1'état |w)”?M est le résultat d'une tran-
sition (par l'opérateur Hpg) de Détat 1ié |®)7M vers 'espace P, puis d’'une propagation
(par Uopérateur G) dans I'espace P. C’est pourquoi l'on qualifie souvent 1'état |w)”* de
prolongation de l'espace Q dans I'espace P. L’équation (2.305) simule donc la décroissance
de I'état | @)™ en deux fragments, I'un des deux consistant en un seul nucléon.

En suivant la méme procédure que dans la section (2.4.4.3), nous pouvons écrire,
P(E — H)P|w)"™ = PHQ|®)"™. (2.306)

En substituant I’hamiltonien intrinseque H par I’hamiltonien total H auquel I'on soustrait
celui du centre de masse, puis en utilisant les relations (2.268d) et (2.268¢), il vient,

Pc2m J,M Pc2m J,.M
P(E —Hoo — Hur + 2Am)P|w> = P(Hio — 2Am)Q|(I)> : (2.307)

En multipliant (2.307) & gauche par »M (177 r p. V.| et en utilisant I'expression (2.182b) du
projecteur P, nous obtenons,

2

. P : 1
2 T cm o o JM = T _
ECI /d’l“/ ’l“/ <T] , T De yE|E — HOO — Hll + —2Am |T,] , yc/ De ’l“/> 7 W (7”) —

. P2
(17,7 pe Ve (Hao — 2221)|®>J’M, (2.308)

oil, dans le membre de droite, nous avons utilisé le fait que I’état |®)7* appartient & 1'es-

pace Q. La solution vectorielle w? (r) est supposée vérifier la forme asymptotique (2.257).

Dans (2.308), le terme du membre de gauche admet exactement la méme forme qu’en
(2.276) et a été discuté dans la section précédente. Le terme du membre de droite représente
une source aux équations dont Iexpression excplicite est dérivée en annexe (6.5) ou l'on
montre que l'on peut écrire,

2

» P 1 , ,
(17" 1 pe Va| (H10 — 22;;)\@)‘]’1‘4 = /dr pe(r,7") Wc((I)J,T ), (2.309)

olt le terme w.(®”7,7') est donné par la formule générale (6.145). En utilisant les résultats
de la section précédente, nous pouvons écrire (2.308) sous la forme suivante,

/ dripe(r,r) S / dry Koo (11, 7) / A’ pes (2, 1") W (1) = / A’ pa(r, ') wo (&7, 1),

(2.310)
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ou 'opérateur non local I a été défini en (2.296). Enfin, en définissant la solution vectorielle
—J e z .

J7(r) et le vecteur « source » W (r) dont les composantes sont données respectivement
par,

{wJ(r)} () (2.311a)

[

[W(r)} — wo(®7, 1), (2.311b)

et en faisant usage des matrices d’opérateurs non-locaux introduits en (2.298), nous pouvons
écrire le systeme d’équations (2.310) sous la forme suivante,

5 (z% (ﬁ?")) (r) = (jm) (r). (2.312)

Une méthode de résolution des équations projetées sur le continuum individuel est présentée
en annexe (6.7).

Le terme source w.(®”,r) simule la « perte » d’un nucléon par I’état |®)7. Un nucléon,
occupant un état lié dans |®)”, est alors promu vers un état de diffusion, ce qui scinde le
systeéme total en un sous-état & A — 1 particules liées |T/7) et le nucléon considéré (assimilé
au projectile dans la région asymptotique). Chaque configuration d’occupation définissant
I'état de I'espace Q contribue au terme w.(®7,7). De méme que la cible, Iétat |®)” peut
étre décrit par un coeur inerte plus un mélange de configurations dans un espace de valence.
Puisque le coeur est inerte, nous nous attendons a ce que seules les particules de I'espace
de valence contribuent au terme source. Le calcul de 'annexe (6.5) montre que c’est bien le
cas mais fait cependant apparaitre un terme supplémentaire que ’on pourrait qualifier de
correctif. Afin d’illustrer simplement ce fait, écrivons ici 'hamiltonien total H en seconde
quantification,

1
H=> (alt|b) afay + . > (a.b|V e, d)os afajaa, (2.313)
a.b a,b,c,d
ou les états individuels génériques |a), |b), - -+ peuvent aussi bien représenter les états liés

que les états de diffusion. L'utilisation du théoreme de Wick [3] nous permet d’écrire (2.313)
sous la forme suivante,

1
H = Epr+ Zea calag +Z Z (a,b|V|e,d)es = alalaga -, (2.314)

a,b,c,d

ou Eyp est I'énergie Hartree-Fock (cf. equ. (2.12)), e, représente ’énergie de ’état indivi-
duel |a) et les produits d’opérateurs encadrés des notations :: représentent leur ordonnement
normal par rapport au vide généralisé défini par la configuration de plus basse énergie. Dans
I’annexe, le calcul des éléments de matrice du type,

(17, 7 pe Ve H|®) "™, (2.315)

est effectué a I’aide de I'expression (2.313). Considérons néanmoins I'expression (2.314) pour
le calcul de ces éléments de matrice. L'état |®)7M étant orthogonal a 1'état |17, V. per)?M,
la contribution scalaire Eyp disparait. De plus, il n’est pas difficile de se convaincre qu’il
en est de meéeme pour 'opérateur a un corps, ce dernier conservant le nombre de particules
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liées. Il ne reste donc plus que le terme a deux corps. Or, nous savons que ’application
d’un produit d’opérateurs dans I'ordre normal sur la configuration Hartree-Fock (ou les
particules occupent les états de plus basse énergie) donne un résultat nul. Dans 'état
|®)/M | cette configuration d’occupation particuliere ne doit donc pas contribuer au terme
source. Nous écrivons ce fait sous la forme symbolique suivante,

(197 1 pe Ve H| @)Y M = (177 1 pg yE|H(|<1>>JvM — |DSO)), (2.316)

ou le déterminant de Slater |DSy) représente la configuration Hartree-Fock. Cette derniére
configuration est constituée du coeur auquel s’ajoutent des particules additionnelles. La
figure (2.10) montre schématiquement (dans I'exemple de la section (2.2.1)) la définition
de I'état | DSp) ou I'état du coeur est symbolisé par |0) et 1'état représentant les particules
additionnelles par |add).

ladd)

protons neutrons

FiG. 2.10 — Ezemple de décomposition de [’état |DSy) en un coeur |0) et un état |add)
constitué de particules additionnelles.

D’autre part, état |®)"M est constitué du méme coeur |0) ainsi que d'un mélange de
configurations des particules de valence que 1'on note |val) (cf. Fig. (2.11)).

mélange de

val
configurations >

protons neutrons

F1G. 2.11 — Exemple de décomposition de l’état |®)7M (voir texte) en un coeur |0) et un
mélange de configurations |val) dans l’espace de valence.

Nous pouvons alors écrire symboliquement,
|®)YM —|DSy) = [0,val) — |0, add) = |val) — |add), (2.317)

car les deux contributions du coeur s’annulent. La correction diie a la contribution des
particules additionnelles apparait naturellement lors du calcul explicite du terme source.
Remarquons pour finir que si le coeur englobe toutes les particules (espace de valence nul),
alors le terme source disparait.
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2.4.4.5 Résonances a N corps

Dans les deux parties précédentes, nous avons dérivé les équations que vérifient les solu-
tions homogene €)™ et inhomogene |w)”M nécessaires au calcul de la solution complete
|1))T définie en (2.247). Nous nous intéressons donc maintenant a cette solution complete.

Une fois de plus, nous nous voyons dans 'obligation de modifier légerement les notations
pour plus de commodité. Un état de 'espace Q couplant au moment de spin total J et
de projection M sera noté |®;)”M ol ®; représente tous les autres nombres quantiques
définissant ’état de I'espace Q (excitation, parité etc.). Les termes source et prolongements
sont alors notés,

W) M = Hpg|®) ™M, (2.318a)
| M = G tw )M, (2.318b)
ou nous avons placé l'indice ¢ en exposant a gauche afin de faire de la place pour la

définition ultérieure des canaux. Les vecteurs propres de I'hamiltonien effectif sont pour
leur part notés (cf. eq. (2.241)),

@) M = Z Oy @) "M, (2.319)
J
et vérifient,

(B — HZ) 25" (2.320)

Nous définissons enfin,
[ = 3 0w ), (2.321a)

J

OYM = G| )M, (2.321b)

En termes de ces notations, I’équation (2.247) s’écrit,

) =16+ D (187 +13)7)

i, J,M

L ooyt 2.322
g e (2322)
La solution complete [1)) représente un systeme de A particules indiscernables. Aussi les
composantes de ce vecteur d’état dans la base des canaux |19* @ V.r)"M ol 'indexation
des particules constituant chaque fragment est fixée, ne représente-t’elle qu'une partie de la
solution antisymétrique. Puisque la solution (2.322) est la somme d’une partie appartenant
a l'espace Q et d'une partie appartenant a l’espace P, une représentation radiale doit
contenir ces deux espaces. A 'aide des arguments de la section (2.4.2), il n’est pas difficile
de montrer que l'identité peut s’écrire,

1=P+Q= Z /drr2 |97, Ve )M (it Y|, (2.323)

c,J,M

>J7M

ou les vecteurs d’état |177, Yar sont définis par,

T, Vo)M= A(|Tﬁ(1 A=) ® yEr(A»JvM), (2.324)
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et ou lantisymétriseur partiel A a été défini en (2.212). Ces vecteurs forment alors une
base complete et orthogonale de l'espace de Fock dans laquelle la solution totale peut
étre développée en toute quiétude. Nous multiplions alors a gauche I’équation (2.323) par
SM (it r Yz, obtenant,

S Y = S )

1

J,M /g
T ,Ty5 —_—
(v, 2 T

TM g1 T (2.325)

£ + 37 (18" + D))

Puisque la solution |£)T et les prolongements |‘w)”* appartiennent & l'espace P, nous
pouvons écrire,

P YT = P pe V)T = — €M (), (2.326a)
, o , . 1.
PMIe o Yo i) M = IMI e pe Yo'y M = =S M (). (2.326b)
T

En revanche, les termes M (197 1 V;|®;)7M admettent une forme beaucoup plus compliquée
dont le calcul est donné en annexe (6.6). En utilisant la relation de complétude (2.322),
nous pouvons écrire,

J,M<i%|£>+ _ Z / dr’ iVNVCJu (7”/) géll,lM(r/)7 (2.327)

oll NOus avons pose,

. .N . . 1.
JyM(T]T’ r yE|zW>J,M — J7M<T]T’ T P y5|ZW> JM _ — ZWJ”(T/)’ (2.328)
T

C
quantité supposée indépendante de la projection M. Les informations physiques mesurables
lors d’un processus de collision sont contenues dans la matrice de diffusion qui est reliée a la
forme asymptotique de la fonction d’onde. Nous nous intéressons donc a la forme que prend
la solution complete pour de grandes valeurs de r. Ceci nous permet déja de supprimer
le terme M (17 r Y;|®;)"M qui est de contribution nulle dans la région asymptotique. En
posant,

M) = Y el () ERM (me,my, Q). (2.329a)
l/jl

M) = D &l ) ESM (mu,my, Qy), (2.320b)
l/7jl

nous obtenons alors, pour r ~ oo,

J J § :2~J 2 : rigsJ 0 ¢J /
c,c! (T) ~ c,c! (T) _'_ ' wc (T) E B E{] - /d?” Wc (7“ ) gcn’c/ (7“ ) (2330)

7

Les prolongements ‘w!(r) admettent la forme asymptotique (2.257), que nous écrivons ici

en faisant apparaitre la dépendence en 1,

i J e’ o,

w; (1) ~ HI T2 (7). 2.331
(1)~ = HETL() (2.331)
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En posant,

=Y 0ul() (2.332)

nous pouvons écrire la forme asymptotique des prolongements ‘w? (),
iol
2kVA

Finalement, en se souvenant de la forme asymptotique (2.256) de la solution homogene,
celle de la solution complete est donnée par,

Wl (r) ~

HFT(i). (2.333)

10
e 1

Jo(r) ~ Qkf[ (1) beer + HF (1) ( Z E EJ )] (2.334)

i

oll NOUS avons pose,

Z / dr' W (r) &b o (7). (2.335)

Nous voyons donc que le rapport entre onde sortante et entrante admet la forme suivante,

I/ (1) 7 (1)

S e 2.336

Jo + Z 5 i (2.336)
Il s’agit donc de la somme d’une partie non-résonante (S”) et d’une partie résonante. Le
caractere non-résonant de la matrice de diffusion partielle S7 s’explique par le fait que la
solution ¢7 de I’équation homogene est projetée sur le continuum individuel qui est non-
résonant par construction (voir partie (2.4.1.3)). En revanche, le terme de droite de (2.336)
admet des poles qui ne sont autres que les états propres (de valeur propre complexe) de
I’hamiltonien effectif Hgfc{ . La position de ces poles est déterminée par la structure de la
cible & A — 1 particules ainsi que de I’état & A particules |®;)/M. La partie réelle de la
position d'un pole correspond a I’énergie aux alentours de laquelle un systeme composite
résonant a A particules peut subsister pendant un temps relativement long (relatif a la
partie imaginaire). Nous parlons alors de résonance a N-corps.

Les éléments de matrice de ’hamiltonien effectif dans la base {|®;)”*} sont donnés par,

M(®|Hoq + HopGEHpol )™M = B 6,5+ / dr 'wl(r)iw!(r).  (2.337)

La diagonalisation de cet hamiltonien nous fournit les coefficients O;; ainsi que les valeurs

propres complexes EZJ (E), expression dans laquelle nous rappelons qu’elles dépendent de
I’énergie totale E. Enfin, la position d’un pole dans le plan complexe énergie est déterminée
en résolvant 1’équation suivante,

E = E/(E). (2.338)
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2.4.5 Les approximations du modele
2.4.5.1 Les mélanges de configurations

Les états individuels liés {|a), |b) - - - } générés par le champ moyen engendré par 1’ensemble
des particules servent a la construction des déterminants de Slater {|DS;)},

Le déterminant de Slater |DSy) ou toutes les orbitales de plus basse énergie sont occupées
n’est pas suffisant pour décrire les états excités du systeme, voire méme 1’état fondamental.
Les configurations d’occupation {|DS;)} sont en effet couplées par I'interaction résiduelle
Vres. Les différents états d’excitation {|¢;)} du systeme doivent donc étre représentés par
des combinaisons linéaires de déterminants de Slater (mélange de configurations),

[vi) = > Cig|DS;). (2:340)

Dans tout ce qui précede, les états a A particules [¢), |P) etc... ainsi que les états a
A — 1 partcules |T) sont construits comme en (2.340). En toute rigueur, les coefficients
de mélange de configurations {C;;} sont obtenus en diagonalisant l'interaction résiduelle
Vres correspondant a 'interaction nucléon-nucléon V' choisie. Une telle méthode, bien que
rigoureuse d’un point de vue formel, ne permet pas une bonne description de la structure
nucléaire. Nous adopterons donc, dans cet exposé, la méthode utilisée dans le formalisme
du SMEC consistant a remplacer les coefficients {C;;} par les coefficients de mélange de
configurations de modele en couches {C"} comme définis en (2.40), car fournissant une
meilleure description de la strucrure des états du systeme.

2.4.5.2 Problemes liés a la troncation de 1’espace de valence

Un calcul de modele en couches nécessite la définition d’un coeur et d’un espace de valence
(cf. section (2.2)). Puisque nous avons décidé d’utiliser dans nos calculs les coefficients
de mélange de configurations de modele en couches, nous nous voyons dans 'obligation
d’utiliser également la méme définition du coeur et de I'espace de valence. L’ensemble des
états individuels générant la base a N corps doivent donc correspondre a ces définitions.
Les états résonnants dans le puits de potentiel Hartree-Fock qui devraient se trouver dans
I’espace de valence sont alors re-définis a 1’aide de la méthode introduite dans la section
(2.4.1.3). Nous pouvons cependant étre confrontés au probleme inverse, qui peut se résumer
en ces quelques lignes : notre modele se targue de pouvoir définir les résonances a N
corps, correspondant aux poles de la partie résonnante de la matrice de diffusion (2.336).
Si maintenant le potentiel admet un état résonant qui n’est pas inclu dans 'espace de
valence, cet état n’est pas couplé au reste du systeme par les mélanges de configurations,
et cette résonance devient une résonance a 1 corps (individuelle) correspondant & un pole
de la matrice S7 apparaissant dans (2.336), et que nous qualifiions de non-résonante, a tort
comme nous le constatons a présent. L’interaction nucléon-nucléon effective étant définie
de maniere a reproduire les caractéristiques intrinseques d'un systeme a N corps, il ne
faut pas s’attendre a ce qu’elle reproduise correctement les observables de diffusion (sans
réarrangement) d’une particule sur une cible.



Chapitre 3

Applications

Nous présentons dans ce chapitre quelques applications numériques de base sur des exemples
simples illustrant les principaux points discutés dans le chapitre 2. Nous commencerons par
quelques observations concernant les propriétés des états quasi-liés inclus dans le conti-
nuum. Nous présenterons ensuite les différentes interactions nucléon-nucléon que nous uti-
liserons pour un calcul de modele en couches avec couplage d'une particule aux états du
continuum. La spectroscopie de 17 F et 17O ainsi que les déphasages de diffusion **O(p, p)'50O
obtenus a ’aide de ce dernier modele seront ensuite analysés.

3.1 Coupure des résonances individuelles

Nous voulons ici étudier les conséquences de la nouvelle définition des EQLIC présentée
dans la section (2.4.1.3). Pour plus de commodité, nous emploierons dans cette partie le
potentiel local simplifié (2.141) pour générer les résonances individuelles. En effet, il est
bien plus aisé, numériquement, de trouver les états résonnants d’un tel potentiel que ceux
d’un potentiel non-local.

Deux quantités d’intérét concernant les EQLIC sont : leur rayon carré moyen, et le « rayon
de jonction ». Nous nous proposons d’étudier I’évolution de ces deux quantités en fonction
de la largeur de I’état pour trois exemples. Les figures (3.1-3.3) présentent les variations du
rayon de jonction 7, et du rayon carré moyen (r?)'/? en fonction de la largeur I' de I'état
pour les états résonnants neutron 1p, o, neutron Ods/, et proton 1s;, respectivement. Pour
I'obtention de ces figures, nous avons choisi les parameétres V,, = 3.5 MeV, R = 3.5 fm et
d = 0.5 fm du potentiel (2.141). Nous faisons varier la position de I’état résonnant (pole de
la matrice de diffusion) en faisant varier le paramétre V. Enfin, dans tous ces exemples, le
potentiel est généré par une cible de masse 16 amu et de nombre de charge Z; = 8.

Nous observons les faits suivants : pour les états neutrons, le rayon de jonction diverge en
I' ~ 0 pour toutes valeurs du moment angulaire [, alors que le rayon carré moyen diverge
pour [ = 1 et admet une valeur maximale pour [ = 2. Pour les états protons, le rayon carré
moyen ne diverge pas en I' ~ 0, c’est a dire lorsque 1'on s’approche du seuil, ce qui n’est
pas le cas pour rayon de jonction.

Pour [ > 1, la barriere centrifuge a pour effet de confiner la fonction radiale ; ce qui explique
la valeur maximale du rayon carré moyen rencontrée pour I’état neutron avec [ = 2. La
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F1c. 3.1 — Variation du rayon carré moyen (r?)'/2 et du point de jonction r,, en fonction

de la largeur I' de ’état résonnant neutron 1p,o. La profondeur Vo du puits varie de 65.5
MeV a 61.485 MeV.
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barriere coulombienne a le méme effet pour les états proton et ce, pour toute valeur du
moment angulaire. Ces propriétés sont typiques de celles d’un état lié, ce qui nous conforte
dans 'idée que la nouvelle définition des EQLIC est bien appropriée.

Pour expliquer les propriétés du rayon de jonction, rappelons tout d’abord que la largeur
d’un état résonnant diminue lorsque ’énergie (partie réelle de la position du pole) diminue.
Nous voyons donc que le point de raccordement entre la solution réguliere et la solution de
Jost sortante (qui admet une asymptotique d’état 1ié) diverge losque I’énergie se rapproche
du seuil. Ce phénomeéne peut s’expliquer de la maniére suivante : si I’énergie a une valeur
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FiG. 3.2 — Variation du rayon carré moyen (r?)'/2 et du point de jonction r,, en fonction
de la largeur I' de l’état résonnant neutron Odso. La profondeur Vo du puits varie de 35

MeV a 29.54 MeV.

inférieure a celle de la barriere centrifuge, alors la fonction d’onde n’admet la forme
asymptotique d’onde sortante libre que bien au dela du point tournant extérieur (i.e. le
deuxieme point d’intersection entre la barriere et 1’énergie). Alors que pour une énergie
bien supérieure a celle de la barriere, cette forme asymptotique peut étre atteinte dans une
région située en deca du point tournant extérieur.

Afin d’illustrer la nouvelle méthode de coupure des résonances individuelles, nous présentons
fig. (3.4,3.6,3.8) les EQLIC obtenus pour les trois exemples utilisés dans cette partie, et
pour plusieurs positions de la résonance. Les figures (3.5,3.7,3.9) présentent les déphasages
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Fic. 3.3 — Variation du rayon carré moyen (r?)/2 et du point de jonction r,, en fonction
de la largeur I' de [’état résonnant proton 1sy/,. La profondeur Vo du puits varie de 44.5

MeV a 39.64 MeV.

résonnants en comparaison des déphasages non-résonnants obtenus par projection de ’ha-
miltonien individuel (cf. equ. (2.146)) au moyen de ces EQLIC.
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F1G. 3.5 — Déphasage du continuum résonnant (trait plein) comparé au déphasage du conti-
nuum non-résonnant (tirets) pour les trois exemples présentés fig. (3.4).
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F1G. 3.6 — EQLIC 0ds/, neutron pour trois positions de la résonance.
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F1G. 3.7 — Déphasage du continuum résonnant (trait plein) comparé au déphasage du conti-
nuum non-résonnant (tirets) pour les trois exemples présentés fig. (3.0).
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F1G. 3.8 = EQLIC 1s1/2 proton pour trois positions de la résonance.
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nuum non-résonnant (tirets) pour les trois exemples présentés fig. (3.8).
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3.2 Interaction nucléon-nucléon

Nos calculs se basent sur la force de portée finie effective B1 de Brink et Boeker [51] qui
fut construite pour reproduire les énergies de liaison expérimentales de *He, O et °Ca.
Afin de prendre en compte 'interaction coulombienne, Bautista et.al. [52] ont légerement
modifié la force B1, menant a la force B1,, et lui ont ajouté un terme spin-orbite de portée
finie. La forme générale de 'interaction nucléon-nucléon que nous utiliserons prend la forme
suivante,

V(?) = Z (WZ + B;P° — H;P™ — MZ-PUPT>€—5Z~2T2
i=1

- — C
+‘/so 6_ﬁ§° r? (L . S) + 57217_1/2 57-227_1/2 W, (31)

oll 7 est la position relative des deux nucléons, P? est 'opérateur d’échange de spin, P7
est I'opérateur d’échange d’isospin et C' est la constante de Coulomb. Les parametres de
I'interaction spin-orbite ont été ajustés de maniere a reproduire le splitting 7 (0p) de 6.3
MeV dans 90 avec Iinteraction B1,, et prennent les valeurs suivantes : V,, = 81.5 MeV
et Bs, = 1.2 fm. Afin d’étudier les variations des résultats donnés par le modele développé
dans le chapitre 2 en fonction de I'interaction nucléon-nucléon, nous avons construit deux
autres variantes de 'interaction originale B1, que ’on note B1, et Bl.. Les paramétres des
trois interactions (B1,, Bl, et Bl.) que nous utiliserons dans ce chapitre sont présentés
dans le tableau (3.1). Les énergies de liaison de *He, 2C, O, 10, " F et *°Ca obtenues

B1, B1, Bl.

Wi (MeV) —77.335 —79.445 —80.1477

By (MeV) 0 0 0
Hy (MeV) 0 0 0
My (MeV) —63.274 —61.165 —60.4623
By (fm=1) 0.51 0.51 0
Wy (MeV) 59555  595.55 595.55
By (MeV) 0 0 0
Hy (MeV) 0 0 0
My (MeV) —206.04 —206.04 —206.04
Ba (fm™1) 2.04 2.04 2.04

TAB. 3.1 — Valeurs des paramétres des interactions de type Brink-Boeker utilisées dans ce
chapitre.

avec les interactions Bl,, Bl, et B1l, sont comparées aux valeurs expérimentales dans le
tableau (3.2). Les tableaux (3.3-3.7) présentent les énergies des états individuels pour ces
mémes noyaux et en fonction de I'interaction utilisée. Dans le cas particulier de " F, nous
donnons également les énergies des états inoccupés v(0ds/2), v(1512) et m(1s1/5) car ces
états font partie de ’espace de valence que nous utiliserons dans la partie suivante. Notons
que pour les trois interactions que nous utilisons, I'état m(1s;/2) est situé dans le continuum.
Nous construisons alors 'EQLIC correspondant a la partie réelle €"* de la position du pole.
Cest cette quantité (e"**) qui apparait dans le tableau (3.6) pour I’état m(1s;/2). Enfin,
les distributions de densité proton (dont 'expression est donnée en (6.61)) sont présentées
figure (3.10) pour 2C, 150, 'TF et *°Ca.
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B1, B1, Bl. FEaxp.

iHe 2756 27.56 27.56 28.30
1200 64.54  69.60 71.37 92.16
4o 8760 94.17  96.46 105.28
160 11742 125.82 128.74 127.62
TP 11694 126.12 129.32 128.22
0Cq 342.18 382.00 396.20 342.05

TAB. 3.2 — Energies de liaison (en MeV' ) en fonction de linteraction utilisée, et compa-
raison avec les données expérimentales.

Bl, Bl, Bl

v(0s1/9) —47.00 —48.97 —49.64
y(opg/g) ~16.74 —17.89 —18.29
m(0s1/9) —44.05 —45.96 —46.61
m(0pgn) —14.19 —1529 —15.67

TAB. 3.3 — Energies (en MeV ) des états individuels de *C' en fonction de linteraction.

Bl, Bl, Bl

v(0s15) —A47.43 —49.50 —50.21
v(Opsjs) —19.88 —21.20 —21.66
v(Opys) —13.72 —14.53 —14.81
m(0s1/5) —49.88 —52.08 —52.83
m(0pgs) —20.56 —21.89 —22.35

TAB. 3.4 — Energies (en MeV ) des états individuels de Y*C' en fonction de linteraction.

B1, B1, B1.

v(0sy/5) —54.00 —56.33 —57.13
u(opg/Q) ~26.65 —28.21 —28.76
v(Oprja) —20.26 —21.29 —21.65
m(0sy/9) —50.12 —52.37 —53.14
w(Opg/g) —23.07 —24.57 —25.09
(Op1/2)

—-16.77 —17.74 —18.08

7(0py1 /2

TAB. 3.5 — Energies (en MeV ) des états individuels de °O en fonction de linteraction.



B1, B1, Bl1,
v(0s1/5) —55.52 —58.08 —58.96
v(Opsjs) —28.35 —30.08 —30.69
v(Oprjp) —22.09 —23.27 —23.67
v(0ds;) 515 —6.13  —6.49
7(0s1/5) —50.21 —52.63 —53.46
w(0psjs) —23.24 —24.83 —25.38
W(Opl/g) ~17.30 —18.37 —18.75
7(0dsjy) —0.831 —1.66 —1.97
m(lsyp) 134 097  0.86

Bl, Bl, Bl
v(0s15) —81.50 —87.22 —89.22
v(Opsjs) —53.83 —5H7.88 —59.31
v(Op1j2) —48.39 —51.68 —52.83
y(0d5/2) —29.50 —32.26 —33.24
v(0dsjy) —21.12 —22.75 —23.33
v(1s12) —24.85 —27.37 —28.27
m(0s1/9) —72.88 —78.34 —80.25
w(Opsja) —45.76 —49.58 —50.93
7(0prjs) —40.39 —43.46 —44.53
7r(0d5 ) —21.91 —2444 —2535
w(0d3/2) ~13.68 —15.11 —15.62
7(lsy)y) —17.13 —19.43 —20.26
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TAB. 3.6 — Energies (en MeV ) des états individuels de '"F en fonction de linteraction.

TAB. 3.7 — Energies (en MeV ) des états individuels de *°Ca en fonction de l'interaction.
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F1G. 3.10 — Distributions de densité proton pour l'interaction Bl, (lignes continues), pour
Uinteraction B1, (lignes en tirets) et pour l'interaction B1, (lignes en pointillés).

3.3 Spectroscopie de '"F et 7O et déphasages de dif-
fusion %O(p, p)'°O

Nous choisissons, comme premier test, d’appliquer le modele au calcul du spectre de 7F.
Les énergies (complexes) composant ce spectre sont solution de (2.338). Rappelons alors que
le calcul des éléments de matrice de ’hamiltonien effectif nécessite le calcul du recouvrement
de la solution des équations inhomogenes de canaux couplés avec le terme source de ces
équations (cf. equ. (2.337)). Ces équations inhomogenes sont résolues pour une énergie
intrinseque totale E qui, pour un canal donné, peut s’écrire,

E= EA—l + e, (32)

ou F4 ;1 est I'énergie intrinseque de la cible (constituée de A — 1 particules) et e est
I’énergie incidente du projectile par rapport a la cible. L’énergie de I'état de la cible peut
se décomposer de la maniere suivante,

Baa =&+ Eyy, (3.3)

olt Y | est Iénergie de I'état fondamental, et £4_; est I'énergie d’excitation par rapport
a ’état fondamental. De méme, I’énergie du systeme a A particules liées peut s’écrire,

Ey=Es+ EY. (3.4)

Les valeurs propres (complexes) de I'hamiltonien effectif peuvent s’écrire,

- r
E =B+ Atig, (3.5)
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ou A est une correction réelle a 1’énergie Ey, et I' correspond a la largeur de I'état. Les
poles de la partie résonnante de la matrice de diffusion (2.336) correspondent alors aux
zéros des quantités suivantes,

E—E:e—(gA—é'A_1+A+z'g)—5, (36)

oll NOus avons pose,
§=EY—EY | (3.7)

Nous considérons alors 6 comme un parameétre libre que 'on ajuste afin de reproduire
I’énergie de séparation du noyau considéré. L’interaction de modele en couches utilisée
pour fournir les mélanges de configurations des systemes liés a A — 1 et A particules est
I'interaction ZBM _F' [27], dérivée de I'interaction ZBM proposée par Zuker, Buck et Mc
Grory [53] en vue de donner une description des noyaux avec A ~ 16. Cette interaction
considere le noyau comme un coeur de 2C' auquel s’ajoutent des nucléons de valence se
distribuant sur les couches Opy /2, 0ds/2 et 1s1/2. Dans nos calculs, nous ne considérons que
le canal de décroissance de '"F en 1°0 + p, ol 190 est dans I’état fondamental. Ceci reste
une approximation raisonable si I’on s’intéresse a des domaines d’énergie bien en deca de
I’énergie ou le premier canal de diffusion inélastique s’ouvre, c’est a dire ~ 7.6 MeV. Le
tableau (3.8) présente le spectre obtenu par résolution de 1’équation (2.338) dans le plan
complexe pour les trois interactions nucléon-nucléon discutées dans la section précédente,
en comparaison des énergies de modele en couches standard et des énergies expérimentales.

JT SM B1, B1, B1. Exp
E (MeV)

E(MeV) T(keV) E(MeV) T'(keV) E(MeV) T'(keV) E(MeV) T (keV)

5/2+ —0.592 —1.154 — —1.103 — —1.082 — —0.600 —
1/2+ —0.105 —0.105 — —0.105 — —0.105 — —0.105 —
1/2— 2.527 2.601 47.240 2.617 52.105 2.628 54.125 2.504 19
5/2— 3.178 3.228 0.370 3.249 0.354 3.260 0.357 3.257 1.5
3/2— 4.040 4.184 18.743 4.210 20.314 4.225 21.151 4.040 225
9/2— 4.576 4.730 ~0 4.757 ~0 4.772 ~0 4.620 —
3/2— 4.912 5.065 7.240 5.092 7.594 5.107 8.075 4.888 48
7/2— 5.111 5.206 2.562 5.228 2.700 5.241 2.768 5.072 40
5/2— 5.467 5.611 0.002 5.637 0.006 5.653 0.004 5.082 < 0.6
3/2+ 5.393 5.544 15.466 5.571 19.241 5.586 21.736 5.220 180
1/2— 5.043 5.194 13.424 5.220 14.609 5.236 15.047 5.437 30
1/2+ 6.126 6.274 20.184 6.303 21.518 6.318 21.111 5.960 200
5/2+ 6.780 6.923 16.909 6.949 15.370 6.964 14.942 6.097 <18
3/2+ 6.588 6.745 36.586 6.774 37.894 6.791 38.428 6.178 4.5

TAB. 3.8 — Energies de modéle en couches (SM) et énergies (et largeurs) du modéle en
couches avec couplage aux états du continuum en comparaison des données expérimentales
pour Y"F. L’interaction de modéle en couches ZBM_F a été utilisée pour fournir les
mélanges de configurations. Le paramétre § a été ajusté de maniere a reproduire [’énergie
expérimentale du premier état excité 1/2+ (—105 keV). Il prend la valeur de —0.434 MeV
pour linteraction Bl,, de —0.407 MeV pour linteraction Bl, et de —0.392 MeV pour
linteraction B1..
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Nous observons une forte influence du couplage au continuum pour ’état fondamental
5/2+ qui est beaucoup abaissé en comparaison de la valeur expérimentale. Méme la valeur
donnée par le modele en couches est plus correcte. L'importance de la correction A (cf.
equation (3.5)) est relative a 'amplitude du terme source apparaissant dans les équations
inhomogenes. Le terme source correspondant a cet état est celui de plus grande amplitude.
Les inadéquations entre valeurs théoriques et epérimentales peuvent s’expliquer en premier
lieu par les mélanges de configurations utilisés, fittés pour un calcul de modele en couches
standard, et non pour un calcul de modele en couches avec couplage aux états du conti-
nuum. D’autre part, la troncation de I'espace de valence ne nous permet pas d’inclure I’état
individuel proton dgz/, dans I'espace q. A titre de comparaison, nous présentons, tableau
(3.9), le spectre de 7O pour l'interaction Bl,, en comparaison des énergies de modele en
couches et des valeurs expérimentales.

J7 SM B1, Exp
E (MeV)
E (MeV) T (keV) E(MeV) T (keV)
5/24 —4.222 —4.820 — —4.143 —
1/2+ —3.734 —3.862 — —3.272 —
1/2— —1.102 —1.127 — —1.088 —
5/2— —0.451 —0.520 — —0.300 —
3/2— 0.411 0.411 6.075 0.411 40.0
9/2— 0.947 0.977 ~0 1.073 < 0.1
3/2— 1.283 1.311 4.0 1.236 28.0
7/2— 1.482 1.508 0.002 1.554 3.4
5/2— 1.838 1.861 0.01 1.590 < 1.0
3/2+ 1.764 1.770 10.222 1.726 6.6
1/2— 1.414 1.440 5.697 1.796 32.0

TAB. 3.9 — Energies de modéle en couches (SM) et énergies (et largeurs) du modéle en
couches avec couplage aux états du continuum en comparaison des données expérimentales
pour Y'O. L’interaction de modéle en couches ZBM_F a été utilisée pour fournir les
mélanges de configurations. Le paramétre 6 a été ajusté de maniere a reproduire ’énergie
expérimentale du premier état non lié 3/2— (411 keV). Il prend la valeur de —4.187 MeV
pour l'interaction Bl,.

Nous observons cette fois-ci que le couplage au continuum réajuste I'écart entre les deux
premiers niveaux (5/2+ et 1/2+). Cependant les largeurs restent en général trop faibles
pour les états de parité négative.

Les déphasages de diffusion élastique O(p,p)'®O pour les ondes partielles 1/27, 7/27,
3/2% et 3/27 sont présentés figures (3.11), (3.12), (3.13) et (3.14) respectivement. Ces
résultats ont été obtenus avec l'interaction B1,. Les données expérimentales proviennent
de [54].
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F1G. 3.11 — Déphasage de diffusion élastique °O(p,p)'°O pour 'onde partielle 1/2 en
comparaison de données expérimentales (cercles).

2 1 1 1
- 7/2”
1_ -
7
20 JW‘
ASS .
1+ -
5 . ] . ] . ] .
2 3 4 5 6
e (MeV)

F1G. 3.12 — Déphasage de diffusion élastique °O(p,p)'°O pour 'onde partielle T/2 en
comparaison de données expérimentales (cercles).
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F1G. 3.13 — Déphasage de diffusion élastique °O(p,p)'°O pour 'onde partielle 3/2% en
comparaison de données expérimentales (cercles).

(62 ]
(@)

2 T T 1 v 1
i 3/2”

1_ -
g o
Z op——2— -
< N

-1 . -

D) ) ] ) ] ) ] )

2 3 4 5 6

e (MeV)

F1G. 3.14 — Déphasage de diffusion élastique °O(p,p)'°O pour 'onde partielle 3/2 en
comparaison de données expérimentales (cercles).



Chapitre 4

Modele en couches avec un nombre
arbitraire de particules peuplant les
états du continuum

Une approche structurelle prenant en compte le couplage d'une seule particule aux états
du continuum individuel mene aisément a un probleme de diffusion avec réarrangement.
Une particule peuplant un état du continuum a en effet une probabilité non-nulle d’étre
détectées dans la région asymptotique, ce qui mene a un probleme a deux corps asympto-
tique. Lorsque deux ou plus particules peuplent les états du continuum, la variété des pro-
cessus de réaction possibles prenant en compte la structure du systeme devient tres riche,
trop riche. En effet, si plusieurs particules ont une probabilité non-nulle d’étre détectée dans
une région éloignée de celle de la réaction, toute forme d’asymptotique possible (deux, trois
et plus corps) est théoriquement a prendre en compte dans un calcul de voies couplées.
Cependant, la sélection de certains processus, dont on sait qu’ils sont prépondérants pour
tels types de noyaux et pour certaines gammes d’énergie, permet en général de simplifier
considérablement le probleme. Dans ce chapitre, nous n’étudierons pas tous les cas de fi-
gure et nous limiterons l'application du formalisme du modele en couches avec couplage
aux états du continuum au probleme standard des canaux de réaction couplés n’incluant
que les partitions de masse ou le systeme est scindé en deux fragments. Il s’agit la d’une
généralisation directe du formalisme. Cette approche est purement formelle et n’a fait 1’ob-
jet d’aucune « expérimentation » numérique. Il est a noter que seul un calcul massivement
parallele est susceptible d’en fournir des résultats quantitatifs.

4.1 Considérations générales

4.1.1 Espaces des canaux physiques

La méthode des canaux de réaction couplés [55, 56] suppose que le vecteur d’état |1))
satisfaisant a,

(B —H)l¢) =0, (4.1)

ol H est I’hamiltonien intrinseque du systeme total, peut étre approximé par une superpo-
sition d’états a deux fragments correspondant aux états stationnaires du systeme dans la

89
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région asymptotique. On obtient alors un systeme d’équations intégro-différentielles pour
la fonction d’onde du mouvement relatif de ces deux fragments. En considérant un systeme
composé de A nucléons, nous le scindons en une cible composée de A — i particules et
décrite par ses vecteurs d’état liés que 1'on note {|T4_;)} et un projectile composé de i
particules et décrit par ses vecteurs d’état liés que I'on note {|P;)}. Les états stationnaires
asymptotiques du systeme total dans cette partition de masse, que ’'on appelera « partition
de masse 7 » , peuvent alors s’écrire,

ITa_i @ P; ® E)z>7 (4.2)

oil | ¢;) est une onde plane de moment ¢’; décrivant le mouvement relatif cible-projectile.
En notant z; la coordonnée relative séparant les centres de masse ~des deux fragments,
nous pouvons définir, comme dans la section (2.3.3), le projecteur P; sur I'ensemble des
canaux d’excitation correspondant a la partition de masse ¢ de la maniere suivante,

ZZ/dgxl‘TAZ®PZ®SC><TA1®P1® il; (4.3)

Ta—i Pi

ou les sommations portent sur tous les états liés de la cible et du projectile. Nous noterons
P; Vespace sur lequel projette P;. La ﬁgure (4.1) illustre schemathuement différentes par-
titions de masse d’'un systeme composé de A = 7 particules ou les états intrinseques de la
cible sont naivement représentés dans un systeme de coordonnées relatives telles que celui
introduit dans la section (2.4.3.1), et ceux du projectile dans un systéeme de coordonnées
de type Jacobi.

[Ps)

\TA \PA \TA 1 \TA—2> \TA 5

Fi1G. 4.1 — Ezemples de partition de masse a deux fragments.

Rappelons alors que les états (4.2) pour différentes partitions de masse sont états propres
d’hamiltoniens différents. Par conséquents, ils ne sont pas orthogonaux. De plus, les espaces
des canaux d’excitation pour des partitions de masse différentes ne sont pas linéairement
indépendants. Ces deux malheureux problémes (non orthogonalité et sur-complétude) peu-
vent se résumer par les deux formules (non moins malheureuses) suivantes,

éﬁj # 51',]'131', (4.4a)

B > 1 (4.4b)
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4.1.2 Espaces modeles

Bien que nous sommes supposés, dans ce chapitre, généraliser le formalisme en prenant en
compte les espaces engendrés par tous les déterminants de Slater (2.173), nous limiterons
le nombre de particules peuplant les états du continuum a une valeur maximum ,,,, telle
que imae << A/2. Les raisons de cette limitation deviendrons claires par la suite.

Considérons un état de Fock a A particules dont 7 occupent les états du continuum. Un tel
état peut étre décomposé dans la base de Fock engendrée par les déterminants de Slater
du type,

|d1 ) d27 ) dA—i7 C1,Coy "0, Ci> = azi e 'azzazla;rlAii e 'a:rjzazll‘)v (45>
ou nous reprenons les notations introduites dans la section (2.4.2.1). En notant {|1/,_,)}
une base complete orthogonale de I'espace de Fock a A — 1 particules liées, obtenue a partir
des déterminants de Slater du type |dy, da, -+, da_;) par transformation orthogonale,

nous pouvons définir une base de I'espace de Fock comprenant i particules dans un état de
diffusion au moyen des états,

‘T:4_i7017027"' 7Ci> - Zc{d}|d17 d27 Ty dA—i7 C1,Coy ", Ci>7 (46>
{d}

ol la sommation sur {d} et les coefficients C¢4y symbolisent la combinaison linéaire sur les

états liés. Le projecteur P; sur I'espace P; des états de Fock avec ¢ particules peuplant les
états du continuum peut alors s’écrire,

Poy.
T,

T;X—i? C1,Co, " " ,Ci> <Tf4—i7 C1,Co, " ,Ci|, (47)
c1 << <¢y

ol 'ordonnement dans la sommation sur les états du continuum est nécessaire pour éviter
les comptages multiples, dus a 'antisymétrisation, de déterminants de Slater. Cependant,
nous pouvons supprimer cet ordonnement (peu commode) en divisant par le nombre de
fois (i!) qu'apparait chaque déterminant de Slater. Nous écrirons donc,

1
Pi - J Z |Tf4—i7cla027”' 7Ci> <Ti4—iacla027”' aci|a (48)

Ty _; {ek}

ou {c} symbolise tout ensemble de i états de diffusion individuels sans ordonnement
particulier. Dans le cadre de notre approximation, les espaces P; (i = 0,1, | iy4,) sont
suffisants pour décrire ’ensemble des états accessibles au systeme. De plus, ces espaces sont
orthogonaux par construction. Nous résumons ces deux faits heureux par les deux formules
(non moins heureuses) suivantes,

PPy = 4, P, (4.9a)
>r = 1 (4.9b)
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4.1.3 Lien entre les espaces modeles et les canaux physiques

Nous commengons ici en introduisant, comme dans la section (2.4.3.1), approximation
visant & assimiler, pour une partition de masse ¢ donnée, 1’état de la cible |T4_;) dans la
région asymptotique, au sous état a A — ¢ particules liées |T/,_,),

(Tai|Ty_;) = Or . (4.10)

Nous comprenons des lors la limitation imposée sur le nombre de particules peuplant les
états du continuum. En effet, si nous pouvons facilement prendre en compte le recul de la
cible pour le mouvement relatif des deux fragments, le changement de position de l'origine
du champ moyen devient problematique si A — i ~ i, et ne peut étre traité de maniere
satisfaisante dans un formalisme indépendant du temps.

Nous nous proposons maintenant, et ce a l'aide de I'approximation (4.10), de déduire
quelques propriétés relatives aux produits de projecteurs du type f’,P] Nous voyons déja
que, si le nombre de particules peuplant les états du continuum est supérieur au nombre
de particules constituant le projectile, alors ce produit est nul,

PP =0, sij>i. (4.11)
En effet, ce produit d’opérateurs contient nécessairement le recouvrement dun état du

continuum individuel avec un des états liés de la cible, ces deux états étant orthogonaux
car supposés issus du méme champ moyen. La figure (4.2) illustre schématiquement ce fait.

| Ta—2) | TA—3)

F1G. 4.2 — A gauche est illustré un élément de ’espace des canaux a deuz fragments pour la
partition de masse 2 (voir texte). A droite est illustré un élément de l’espace dans lequel trois
particules peuplent les états du continuum, symbolisés par |c1), |co) et |c3). Le recouvrement
de ces deuz éléments implique nécessairement celui de ['un des états liés de la cible |Ta_s),
symbolisé par |d), avec l'un des états du continuum (p. ex. |c3)).

En revanche, si le nombre de particules occupant un état de diffusion est inférieur ou égal
au nombre de particules constituant le projectile, le recouvrement correspondant n’est pas
forcément nul,

PP 40, sij<i. (4.12)
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Cependant, une simple illustration graphique (figure (4.3)) est suffisante pour nous convain-
cre du fait suivant : pour une partition de masse 7, seuls les états avec au moins 7 particules
dans un état de diffusion sont de contribution non nulle dans la région asymptotique, c¢’est
a dire lorsque la coordonnée relative 7’; des deux fragments devient grande. Nous pouvons
alors écrire,

lim P,P; =0, sij<i. (4.13)

T;—00

Enfin, nous résumons les résultats précédents en écrivant,

lim PP; =6 ; P,P;. (4.14)

T;—00

[ Ta—2)

Fia. 4.3 — A gauche est illustré un élément de l’espace des canaux a deuz fragments pour
la partition de masse 2 (voir texte). A droite est illustré un élément de ’espace dans lequel
une seule particule occupe un état du continuum, symbolisé par |c1). Lorsque la distance
relative x5 des deux fragments devient grande, alors le module de la coordonnée T dans
laquelle est évalué l'un des états liés (symbolisé par |d)) de l’état |T4_1) devient également
grand, du fait du confinement du projectile a une région localisée de l’espace. L’état lié |d)
admettant une asymptotique nulle, I’élément de droite ne contribue pas a celui de gauche
lorsque x4 devient grande.

Nous nous proposons maintenant de calculer explicitement le produit d’opérateurs P;P;
afin d’en déduire certaines propriétés. A cette fin, nous commencgons par exprimer le
déterminant de Slater (4.5) de l'espace P; en un produit de déterminants de Slater de
la maniere suivante,

‘dlv d27 R dA—i7 C1,Coy "y Ci) -
(A —qd)li! o
— ZWPP <|d1, dy, -+, da)®|ci, cayon Cz)) (4.15)
' P
Dans nos conventions, |dy, da, -+, da—;) est une combinaison linéaire antisymétrique des
particules (1,2,--- ,A—i) et |c1, c2, -+, ¢;) est une combinaison linéaire antisymétrique des

particules (A—i+1,---, A). Dans (4.15), P est un opérateur de permutation (de parité mp),
et la sommation porte sur toutes les permutations possibles entre les groupes de particules
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(1,2,--- ,A—i)et (A—i+1,---,A) (les permutations au sein de chaque groupe ne sont pas
prises en compte). Nous supposons alors que, dans un état [T4_; ® P; ® 7;) de la base des
canaux d’excitation dans la partition de masse i, I’état |T4_;) de la cible est antisymétrique
et constitué des particules (1,2,--- , A — i), et le projectile est antisymétrique et constitué
des particules (A —i+1,---,A). Ceci nous permet d’écrire,

ﬁ
(Tami @P; @ 4|dy, dy, -+, da—i, c1,Coy -0, C) =

(A— )il

A' <TA—i|d17 d27 Ty dA—i> <Pi®?i‘clv Coy "y Ci>7 (416)

car, les états ¢1, ca, --+ , ¢; du continuum individuel étant orthogonaux a tous les états liés
constituant ’état |T4_;), seule la permutation correspondant a l'identité est de contribution
non nulle. Enfin, en remplacant les déterminants de Slater (4.15) par les états définis en
(4.6), et en utilisant (4.10), nous obtenons,

<TA—i & P; & ?i‘T{A—i’ C1,Coy ", Ci) -

(A— i)l

T S (Pi® Tiler, cay oy i), (4.17)

Avant d’aller plus loin, livrons nous a quelques considérations. Un déterminant de Slater
a 1 particules peut s’écrire,

|a17 A, - - 7ai> = Ai‘al(wv a2(2)7 o 7ai(i)>7 (418)

ou I'antisymétriseur A; admet I'expression suivante,
1 ~
A= — ~-1)P P, 4.19
i XP:( ) (4.19)

oll P est un opérateur de permutation (de parité (—1)F) et ol la sommation porte sur
les ¢! permutations possibles. Le recouvrement de deux déterminants de Slater peut alors
s’écrire,

<CL1,CL2,"' 7ai‘b17627”' 7bl> =
S D (1), 0@, asDIPTP (1), ba2). - b)) (420)
P,P’

P+P’

Or, le produit PTP’ est également un élément du groupe, de parité (—1) . En posant

P" = P'P’ nous pouvons écrire,

ST PP =3 (S0P = Z\fA (iY/2 A, (4.21)

PP’ P pr

En utilisant (4.21) dans (4.20), nous obtenons,

<a1aa'2a"' 7ai|b19627”' 7b2> - \/a<a1(1)7a2(2)a"' 7ai(i)|blaan"' 7bz>
= Vil{ay, ag, - ailby(1),b2(2), -+, bi(0)).  (4.22)
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Ceci nous permet d’écrire le recouvrement (4.17) comme suit!,
— /
<TA—i ® P; ® qi|TA_7j7 C1,Coy ", Ci> -

(A1)l

|
7! Al

5T,T’ <Pi & 7i|cl(1) ) 02(2) > T Ci(i)>> (423)

et, en utilisant (4.3) et (4.8), il vient,

\/ A—1) ZZ/dx ITA-i ®P; @ Ty)

TA—i P

<P2®?z| |Cl(1>,"' ,CZ(Z)> <TA_Z',Cl,"' 7Ci|- (424)

cr}

Nous construisons maintenant un état antisymétrique quelconque a A particules dont A —1
occupent des états liés. Nous notons ces états,

‘dlu d27 e 7dA—i7 {pl}>7 (425)

ou {p;} représente un ensemble de i états individuels, voire un ensemble de 3i coordonnées
spatiales et 2 coordonnées de spin et d’isospin. Ces états engendrent un espace plus grand

que l'espace P; des canaux d’excitation dans la partition de masse ¢, ainsi que ’espace
P; contenant i particules dans le continuum. Plus précisément, 1’espace engendré par les

états (4.25) contient les espaces P; et P;. Par une combinaison linéaire du type (4.6), nous
pouvons alors construire les états suivants,

[ Ta-i, {pi}), (4.26)

ainsi que le projecteur,

Po=Y Y Irasidnd) (Tasi {n}. (4.27)

Ta—i {pi}

Ce dernier projecteur est équivalent a I'identité dans I'espace de Fock a A particules dont
A — i occupent des états liés. Nous voulons maintenant calculer le recouvrement entre un
état du type (4.6) et un état du type (4.26). Pour mener a bien ce calcul, nous faisons
usage de l'antisymétriseur partiel introduit en (4.15) et écrivons,

<TA—ia Ciyme acilTTA—i? {p1}> =

% Z?TP 7TP/(<T/A_Z-| (cy,- - ’ci|>pr/<|TA_i> |{pi}>), (4.28)

PP’

ol la sommation sur P portent uniquement sur les permutations qui échangent des parti-
cules entre les états [T4_;) et |e1,- -+, ¢;), et celles sur P’ sur les permutations qui échangent
des particules entre les états |1/, _;) et |[{p;}). Chacun de ces états a A—i et ¢ particules sont

Ipour plus de commodité dans les notations, nous changeons I'indexation des particules, supposant ainsi
que la cible |T4_;) est constituée des particules i + 1,74 2,--- , A.
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complétement antisymétriques. En notant P” = PTP’, qui est un opérateur de permutation
de parité TTpn = TTp Tpr, il Viel’lt,

(Ta—ier, o al Ty, {pi}) =
W > e (il fen el ) Pr(1macs) o)), (4.29)

Puisque les états ¢y, - - -, ¢; du continuum individuel sont tous orthogonaux a tous les états
individuels constituant la cible |T4_;), seule la permutation P” = 1 est de contribution
non nulle. De plus, le nombre de permutations « partielles » P apparaissant dans (4.29)
est exactement de A!/(A —i)li!. Nous pouvons donc écrire,

<TA—Z'7 Ci,- 7Ci|T£4—i7 {p2}> = 07,1/ <Clv e 7Ci|{pi}>' (430>

Avec cette dernicre relation, nous sommes en mesure de calculer le produit d’opérateurs
P,P; appliqué a un état du type (4.26),

PPt (o) = | Ot Z/dx T4 8P ® T

(P @ il Y Jer(1),- -+ ci(@)) {er, - s eal{pid)- (4.31)

L}

Enfin, en utilisant le fait que [{p;}) est un état a i particules completement antisymétrique
ainsi que la relation (4.22), et en posant,

=) Je(l), - ei) (a(l), - a(@)] = p(1) @ H(2) @ - @ p(i), (4.32)

L}

ou p(k) représente le projecteur (défini dans la section (2.4.1.4)) sur les états du continuum
individuel de la particule k£, nous obtenons,

~ A— )l o L
BRIt b = (UGS [at i corio T e T b, (43

Nous supposons maintenant que le ket |{p;}) correspond a un élément d’une représentation.
L’ensemble {|{p;})} est alors supposé former une base complete et orthogonale d'un espace
a 3i dimensions spatiales (dans lequel est décrit un systeme a 3i degrés de liberté spatiales).
Nous notons symboliquement ce fait par la relation,

[{pi}) ({pi}| = 1. (4.34)
pi}
Nous construisons alors une représentation projetée de la maniere suivante,

'p{p}) = Hei}), (4.35)

ainsi que les états a A particules complétement antisymétriques,

s 2 o) = A(J1a) @ o o)), (4:36)
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qui appartiennent a 'espace P;, ou A est un antisymétriseur partiel comme défini en (4.15).
Il n’est pas difficile de se convaincre que le projecteur P; peut s’écrire,

Pr=3" Yl p o) (Tacs (i} 'pl. (4.37)
Ta—i {pi}

Nous avons défini précédemment la région asymptotique a deux fragments dans la partition
de masse i par la formule x; — oco. Nous définissons ici la région asymptotique par la formule
symbolique {p;} — oo représentant la région de 'espace a 3i dimensions spatiales ot toutes
les particules qui ne sont pas dans un état lié se trouvent a une grande distance de la cible.
En utilisant (2.170), nous pouvons écrire,

{pi} 'l ~ {pi}|, pour {p;} — oo, (4.38)
car, dans cette région, le projecteur ‘p se résume a,
11)®1(2)®--- @ 1(1). (4.39)

Etudions maintenant le cas particulier ot le vecteur d’état |{p;}) correspond a 'état |p;@7;)
(ot Pantisymétrie est contenue dans |P;)). Nous noterons donc,

[ Ta—i, {pi}) = |Tami, (Pi ® ?>> (4.40)

rappelant ainsi 'antisymétrie complete sur les A particules. Comme en (2.171),nous pou-
vons écrire, dans la limite x; — oo,

(Pi@ @il 'p~ (P @ T, (4.41)

car nécessairement chaque variable radiale dans laquelle est évalué I'un des états du conti-
nuum individuel devient grande. En utilisant I’expression conjuguée de (4.33), nous dérivons,

(A—i)ldl

(Ta—s, (Pi ® ?z) | P, P; ~ i

(Tai ®P; @ T4, (4.42)

pour x; — oo. La relation (4.42) nous servira, dans la section suivante, a deriver la forme
asymptotique de la solution projetée sur I'espace P;.
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4.2 Les équations générales du modele en couches avec
couplage d’un nombre arbitraire de particules aux
états du continuum

4.2.1 Forme générale des équations

Dans cette section, nous dérivons les équations de base que nous traiterons en détails par
la suite. Quoique possible, une généralisation du formalisme de Feschbach n’est pas appro-
priée pour un calcul numérique lorsque le nombre de sous-espaces accessibles au systeme
devient important. Aussi adoptons-nous ici une autre approche. L’approche de Feschbach
peut cependant aider, d'un point de vue purement formel, a comprendre les mécanismes
microscopiques mis en jeu lors de processus complexes de collision avec réarrangement im-
pliquant tous les couplages possibles entre les différents espaces modeles. Aussi donnons-
nous en annexe (6.8) la décomposition de la résolvante totale pour un nombre arbitraire
d’espaces modeles. Nous notons [¢;) la projection de la fonction d’onde totale [¢)) (solution
de (4.1)) sur l'espace P; des états de Fock avec i particules dans le continuum,

i) = Bilv). (4.43)

D’apres la relation (4.9b), nous avons,
) = 1) = ZPW > lwa). (4.44)

En utilisant la propriété (4.14), nous pouvons écrire, lorsque la distance inter-fragment z;
devient grande,

Bly) = Z BiPj|Y) ~ Bily). (4.45)

Les projections de I'hamiltonien intrinseque total seront pour leur part notées,
Toujours en utilisant la relation de complétude (4.9b), nous dérivons,

H=1H1=> Hy;. (4.47)
2

L’équation (4.1) prend alors la forme,

— Z Hij)|w) =0, (4.48)

que nous re-écrivons de la maniere suivante,
(E—Hy)lb) = Y Hylvy). (4.49)
(k,g)#(4,8)

En appliquant le projecteur P; a gauche de 1’équation (4.49), il vient,

(E = Hi)lbi) = Hylty). (4.50)
J#i
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Nous avons donc obtenu un systéme d’équations inhomogenes pous les projections (4.43)
de la fonction d’onde totale. Considérons maintenant le canal sortant correspondant a la
partition de masse f. La forme « post » de 'hamiltonien du systeme est alors,

H=H]+V/, (4.51)
ol H({ est I’hamiltonien libre dont les états propres sont,
|TA_f®Pf®?f>, (452)

et la résolvante est,

1
GI Y =1lim

. 4.53
=0 F +ic — H] (4.53)

En supposant que, pour le canal entrant, le systeme est dans la partition de masse ¢, décrite
par les états,

ITa—i @ P; @ ¢ 4), (4.54)
nous pouvons définir la solution |@); de Péquation (4.1) de la maniere suivante,
@) = limieGH|Tasy @ Pi ® q) = limieGy " |Tami @ P @ Ta) + Gy VI |9)F . (4.55)
e— 0
Dans la région asymptotique du canal sortant (z; — 00), nous avons alors,
Pl@)) ~ Gis Itasi @ P ® 70+ GLTVI1B) (4.50)

Enfin, la projection de la solution totale |¢;); sur I'espace & f particules dans le continuum
peut s’écrire,

()i = PrlimicGT T ® P ® q), (4.57)
dont nous déduisons, a 'aide de la relation (4.42), la forme asymptotique,

(A— !

)i ~ PrPrl@)i ~ i

lémc |TA_Z' XP; R 7@> + G£+Vf|@>j , (4.58)

pourvu que le systéme de coordonnées dans lequel est évalué [1;); correspond a (4.40) dans
la région asymptotique. La résolution des équations de canaux couplés pour les solutions
projetées |@); sur 'espace des canaux physiques n’est pas aisée, dii & leur non-orthogonalité.
En revanche, les solutions projetées |¢);)F sur les espaces modeles sont orthogonales et
vérifient le systeme d’équations (4.50). Le prix a payer pour cette simplification est la
projection des équations sur le continuum individuel qui est évalué dans le référentiel cible.
Re-écrivons donc ici le systeme (4.50) pour I'ensemble des solutions projetées [1)f);,

Py(E — H)Pylipy)i = Y PrHP;[iby);. (4.59)
J#Sf
En multipliant (4.59) & gauche par (T4_y, {ps} /p|, et en posant,
(s Ao} PIE— HIT\ 0 (1) = (o} DKo, v P i) (4600
<TA—f7 {pf} fp‘H|TA—jv jp {pj}> = <{pf} fp|7:fA7f7TA—j ‘jp {pj}>7 (4'60b)
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il vient,

S X o p s, o 1

Ti47f {p}}

({osh) =

! .
Ty gt

Do N Ao P Toa s, 0 Heid) Yeayalloid), (4.61)

J#f Ta—j {p;}
Oll NOUS avons posé,

Uoai{or}) = (Tacy, {os} Tpl0s)s. (4.62)

Nous voyons donc qu’il s’agit d’un systeme d’équations projetées sur le continuum indivi-
duel (multiple), que l'on écrit ici de fagon simplifiée,

IpKIpy=7p > w, (4.63)
J#f
ou w; représente la contribution au terme source de la solution avec j particules dans le
continuum. La résolution de I’équation (4.63) nécessite celle de 1’équation non projetée,

K=Y "wj, (4.64)
I#f

aux solutions desquelles I'on doit soustraire celles n’appartenant pas a l'espace Py, tout
en vérifiant la forme asymptotique désirée. Il est clair que seule une méthode numérique
ittérative est susceptible de pouvoir résoudre un tel systeme d’équations. Par exemple,
on commence par résoudre ’équation avec 0 particules dans le continuum. Cette solution
nous fournit une source aux équations avec 1 particule dans le continuum. Ayant obtenu
les solutions avec 0 et 1 particules dans le continuum, on obtient deux contributions a la
source des équations avec trois particules dans le continuum ...etc. Lorsque 'on a résolu les
équations jusqu’a i,,,, particules dans le continuum, on recommence, et ce jusqu’a conver-
gence.

Pour conclure, nous écrivons les équations avec 0 particules dans le continuum (systeme
total 1ié),

Py(E — H)Pylto) = > R HP;|;):. (4.65)
J#0

On note {|®)} une base complete orthogonale de I'espace Py et dont les éléments vérifient,

(Ee — Hoo)|®) = 0. (4.66)
La fonction d’onde projetée |¢); peut étre décomposée dans cette base,
[bo)i = D 19) (@l4o):. (4.67)
@
D’apres (4.65), les coefficients de ce développement s’écrivent,
1
) = DI H|v;);. 4.
(o) = =g D (PIHI;): (4.68)

i#0
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4.2.2 Choix de la représentation pour la résolution des équations

Comme nous l'avons mentionné au début de ce chapitre, nous limitons notre étude au
probleme avec asymptotique a deux fragments. Nous devons donc construire une base
(représentation) dans laquelle nous pouvons délopper la fonction d’onde du systeme et
calculer aisément les éléments de matrice de l'interaction régissant le mouvement relatif
des deux fragments. Le fragment appelé « cible » est supposé le plus gros, et ses vecteurs
d’états sont développés dans une base de déterminants de Slater. Les vecteurs d’états du
projectile sont quant a eux développés dans un systeme de coordonnées intrinseques de
type hyper-sphérique. Nous commencerons donc par introduire dans la section (4.2.2.1) les
coordonnées hyper-sphériques ainsi que les harmoniques hyper-sphériques qui constituent
une base de 'espace hyper-angulaire d’un systeme de particules. Nous présentons ensuite,
section (4.2.2.2), quelques rappels concerant la transformation entre deux systémes de coor-
données hyper-sphériques au moyen des coefficients de Raynal-Revai. Ces transformations
sont nécessaires pour un calcul aisé des éléments de matrice de I'interaction, ainsi que pour
la construction d’une base a symétrie adaptée. Les vecteurs d’ état du projectile doivent,
tout comme ceux de la cible, satisfaire au principe de Pauli. Nous donnons donc, section
(4.2.2.3), une méthode de construction d’une base hyper-sphérique a symétrie adaptée, a
I’aide de laquelle nous pouvons construire une base de l’espace hyper-angulaire, de spin
et d’isospin complétement antisymétrique. L’équation de Schrodinger pour les états liés
du projectile est alors développée dans cette base, section (4.2.2.4). Enfin, dans la section
(4.2.2.5), nous construisons la base a deux fragments.

4.2.2.1 Coordonnées hyper-sphériques

On considere un systeme composé de A particules. La position de la particule 7, de masse

m;, dans I'espace a trois dimensions, par rapport a une origine arbitraire O, est spécifiée
= ..

par le vecteur r’; de composantes cartésiennes,

&
7= 2 |. (4.69)
3

r

L’ensemble de composantes {r!} forme alors un systeme de coordonnées dans un espace

& 3A dimensions. Nous pouvons définir un nouveau systeme de coordonnées {z]} par la
transformation linéaire suivante,

z) = Z Ui 7. (4.70)
k

Nous voulons maintenant choisir la transformation (4.70) de maniere a ce que I'un des A
vecteurs { 7';} corresponde & la position du centre de masse du systeme, et les A — 1 autres
aux degrés de liberté intrinseques. Parmis les nombreuses possibilités, nous choisissons
les coordonnées de Jacobi normalisées [57], obtenus & partir des coordonnées {r!} par la
transformation (4.70) ou les éléments de la matrice U sont donnés par,

L (m- —0it1,5 Mi+1) Oj<it1, t=1---A—1,
U — \/TM“ ! ’ = (4.71)

v
mj —
My Z_Av
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ou la masse réduite p et les masses partielles {M;} sont respectivement définies par,

(I e
M; = > my (4.72D)
j=1

Le changement de coordonnées (4.70) peut alors s’écrire sous la forme suivante,

R (L GaV ) (ﬁi _ 7“1)’ i=1---A—1, (4.73a)
W
T4 = Ba= Ro, (4.73b)

ol nous avons défini,

7

— 1
7 j=1
qui correspond donc a la position du centre de masse du groupe de particules (1,2, - - 1),
et ou,
miy1 M;
H(i41),(1,d) = — 7 4.75

(D, (1ee) = T (4.75)

est la masse réduite entre la particule i+ 1 et le groupe de particules (1,2, --- ). La figure

(4.4) illustre ce changement de coordonnées pour un systeme composé de quatre particules.

X1
H
Xo
_)
— — X3
RcmEX4

FiG. 4.4 — Evemple de passage des vecteurs position {7;}, évaluées par rapport a une
origine arbitraire five O, aux vecteurs définissant les coordonnées de Jacobi. Les vecteurs

— —
apparaissant sur la figure de droite sont définis par X; = R; — T 41 et sont collinéaires
auz vecteurs T ; définis en (4.73).

Les vecteurs {7;} définis par (4.73) sont appelés vecteurs de Jacobi. En définissant les
matrices diagonales de dimension A, 1 et m comme suit,
fhii = (1 = 0a)pt + 64 My, (4.76a)
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on peut montrer que U'inverse de la matrice U définie en (4.71) est donnée par,
1 -
Ut==-U0"p, (4.77)
m

et que la matrice U est bien de déterminant unité,
det(U) = 1. (4.78)
Nous nous intéressons maintenant a un changement de coordonnées curviligne a 3A dimen-

sions, passant des coordonnées de Jacobi {#]} & un nouvel ensemble de coordonnées que
I'on note {&,.} (k=1,---,3A). Un tel changement de coordonnées peut s’écrire,

7 =] ({&}), (4.79)

ol les anciennes coordonnées sont exprimées comme fonctions des nouvelles. Nous définissons
alors le changement de coordonnées curvilignes suivant,

sin(6;) sin(g;)
T = pcos(pa_i) cos(dpa_s) -+ cos(¢is1) sin(¢;) | sin(6;) cos(¢i) |, i=1---A—1
cos(6;)
TaA = Rom, (4.80)

ol les 3A nouvelles coordonnées, appelées coordonnées hyper-sphériques, sont définies par :

o les A—2 hyper-angles {¢;} (¢1 = F) définis sur [0, 5],

o les 2A — 2 angles {6;, p;} = {4} constituant les parties angulaires (en coordonnées
sphériques) des A — 1 vecteurs @; (i =1---A—1),
e 'hyper-rayon p défini sur [0, col,

%
e les 3 composantes cartésiennes de la position du centre de masse R.,,.

On montre facilement que ’hyper-rayon admet les expressions suivantes,

A-1 9 1 A 9
2 2 : —> —> —
po = - (:L'Z> = m ij:1mimj (’l"i— Tj) s (481)

dont on déduit qu’il est invariant par translation et par toute permutation des particules.
En utilisant les regles de transformation de I'opérateur différentiel laplacien dans un chan-
gement de coordonnées curviligne, on peut montrer (laborieux) que l'opérateur énergie
cinétique du systeme de A particules s’écrit,

A
h? n? n?
— V:i=——vV2 — A4 4.82

; 2m2 T 2 L int 2 MA Rem ( )

ou le deuxieme terme du membre de droite représente 'opérateur énergie cinétique du
centre de masse du systeme. Dans (4.82), nous avons défini,

3A — 4 L2
8 T o
p TP

Vi =05+

(4.83)
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ol l'opérateur £2, communément appelé opérateur grand-orbitale, admet I'expression sui-
vante,

A-1

i=1 Hj:i—l—l cos

2
i

sin” )

] (4.84)

olt les opérateurs [? ne sont autres que les opérateurs moment angulaire traditionnels (fonc-
tions des angles €2;) de valeurs propres [;(I;+1). Les fonctions propres de 'opérateur £, ap-
pelées harmoniques hyper-sphériques, sont notées {Y|x)} et admettent I'expression générale
suivante,

A-1

m . . : Li+3 K +35

Vi ({60140)) = Y (@) TT V(@) NG sin(8) cos® () P57 (cos(26)),

i=2
(4.85)
ot P%*(x) est un polynome de Jacobi et olt nous avons posé,
K = Y (@2ni+1L), ni=0, (4.86a)
j=1
K = Ki,, (4.86D)

avec {n;} des entiers positifs ou nuls. Nous utilisons la notation [K] pour symboliser
de maniere simple tous les nombres quantiques nécéssaires pour définir ces fonctions de
maniere unique,

[K] = {ll,lg,"' >ZA—1> My, Moy~ ,MMA_1, N, ,nA_l}. (487)

Enfin, les coefficients de normalisation N; sont définis par,

(4.88)

N K —|—3Z/2—l)nz'F(Ki—ni+3i/2—1)

ou I'(x) désigne la fonction gamma. L’harmonique hyper-sphérique Y{g) est fonction propre
de £? avec la valeur propre K (K + 3A —5),

(£2 = K +34 - 5)) Yig({ei}, {2}) = 0. (4.89)

[’élément de volume a 3A — 3 dimensions dans 'espace des états intrinseques du systeme
est donné par,

dv3A—3 — p3A—4 dp d¢3A_4, (490)
oll nous avons posé,
A-1 . )
N | | (cos @) (sin(qsi)) d; dS, (4.91)
=2

et,
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Afin de simplifier les expressions, nous regroupons sous la notation E) toutes les variables
angulaires et hyper-angulaires (représentant donc 3A — 4 variables). Dans le cadre de ces
notations, les harmoniques hyper-sphériques satisfont aux relations d’orthogonalité et de
complétude suivantes,

/ >4 [Y[K](g)FY[K’](z) = O[k],[K"); (4.93a)

—

S Vi (9) [¥im(@)] = 5443 — 9. (4.930)
(K]

%
La fonction d’onde intrinseque ¢(p, ¢ ) d’un systeme de A particules peut alors se décomposer
de la fagon suivante,

Ui, &)= Ui (p) Yiri(¢), (4.94)
(K]
ou les coefficients du développement sont donnés par,
— 7t —
daale) = [ 6 [Yaa(9)] 010, 8. (1.95)
Enfin, en posant,
§ix1(p)

Yxi(p) = p[fi24 : (4.96)

nous démontrons facilement, a ’aide des relations (4.83) et (4.89),

— -1 (@  K(K+3A4-5)+ 840640
Viatb(p, ¢) = ZY[K]( ¢) —az (ﬁ - 5 1 §ix(p). (4.97)
K] N P

Nous généralisons alors la notation introduite plus haut en désignant par " I'ensemble des
3A — 3 variables intrinseques. Cette notation nous permet, dans le méme esprit que dans
la section (2.4.1.4), d’introduire une représentation hyper-sphérique | '), que I'on factorize
comme suit,

7)=10)19). (4.98)

Nous noterons alors les relations d’orthogonalité et de complétude dans 'espace des états
(hyper-spatiaux) intrinseques d’'un systeme de A particules,

— — op—p I —
(B17) = o) (318" = Lol a3 - 3, (4.99%)
— =
[ 1771 = [dor ool [ a6413) (B =1 (1990
Nous définissons ensuite les états | [K], p) qui admettent la représentation suivante,

(PIK].0) = @ Yi (). (4.100)
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et au moyen desquels nous pouvons écrire,
p—r)
(p [K]| K], p) = = O[KT,[K5 (4.101a)

S [ oK) o) o (K] = 1. (1101b)
(K]

Les coefficients du développement d’'un état intrinseque [¢)) dans la base |[K], p) seront
notés,

(p, [K][¢) = pM# Yy (p)- (4.102)

Il devient alors commode d’introduire des fonctions hyper-angulaires couplant a un moment
angulaire total bien défini. Pour simplifier les expressions, nous introduisons les fonctions
suivantes,

Ll ope 3i—5
Freo i (6:) = Ni sin®i () coski=t () P27 (cos(26)),
i=2---A—1 (4.103)

Nous définissons alors les harmoniques hyper-sphériques couplées comme suit,

Y'[f{v}M(g)> - [ - |:<Y21 (Ql) Yiz (Q2>)L2FK1,I2,K2(¢2> }/23(93) LBFK2,137K3(¢3) T

LM
Y, (QA—l) FKA7271A71,KA71(¢A—1)> (4'104)

ou, maintenant, la notation [K] est définie par,
[K] = {ll, l2, s >ZA—1 5 Lg, Lg, s ,LA_2 , Mo, -+ ,nA_l}, (4105)

ou, selon les relations (4.86), de fagon équivalente par,
[K] = {lla l2a e 7ZA—1 ’ L27 L37 Tt 7LA—2 ; KQ) K3a o 7KA—1}' (4106)

Nous adaptons les notations introduites plus haut en définissant les états |[K]=M | p)
vérifiant,

FKE gy = 22— D) yrai 3y (4.107)

et au moyen desquels nous pouvons écrire,

! / ! / 6 - /
<p’ [K]L,M| [K]L,M ,p) - %5[[{]7[1{/] 5L7L’ 5M,M/7 (4108&)
S [ oK ) (o 1 = 1. (4.108b)

[K],L,.M
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Les états {| [K]*™ )} de la base hyper-angulaire & A particules peuvent étre construits d’une
maniere récursive que nous nous proposons d’investiguer maintenant. Nous commencgons
par construire un état de base de 'espace angulaire a deux particules, que I'on note,

| K1 My) = |l M), (4.109)

et qui n’est autre qu'une harmonique sphérique de moment angulaire relatif /; et de pro-
jection M. L’état (4.109) est un état propre de l'opérateur,

2 - —%aﬁ (sin(6)a5,) - % 2 (4.110)
avec la valeur propre [;(l; + 1) et admet la représentation suivante,
(ulliMy) = K%(Ql) (4.111)
Un état de base de I'espace hyper-angulaire a trois particule peut s’écrire,
Ky, 1K) M2 (4.112)
qui est un état propre de 'opérateur,
L3 = —83,2 + 2<tan(¢2) — cotan(¢2)>8¢2 + i% + — 2l§ , (4.113)
cos?(pa)  sin®(¢o)

avec la valeur propre Ko(Ks + 4), de I'opérateur [? avec la valeur propre I;(I; + 1), de
I'opérateur 13 (défini comme en (4.110) ot les angles € sont remplacés par les angles Q)

H
avec la valeur propre ly(lo+1), de lopérateur L3 = ( [ 1+ [ )? avec la valeur propre Ly( Lo+
1) et de l'opérateur (L), avec la valeur propre M,. L’état (4.112) admet la représentation
suivante,

Lo,M>
(1, 02, Gal K1, ) = (Vi (1) Y (22)) T Ficytarca(62) (4.114)

ou les fonctions F, ,, k, ont été définies en (4.103). Un état de base de I'espace hyper-
angulaire a quatre particules peut s’écrire,

Ky, 15K Ly, IsKg) e, (4.115)
qui est état propre de l'opérateur,

2 2
_l’_
cos?(p3)  sin®(¢3)’

avec la valeur propre K3(K3 + 7), de l'opérateur 2 avec la valeur propre I3(l3 + 1), de

L2= - + (5tan(¢3) - 2cotan(¢3)>8¢3 + (4.116)

— —
lopérateur L2 = (Lo + [ 3)? avec la valeur propre L3(Ls + 1) et (L3), avec la valeur
propre M; en plus d’étre de bons nombres quantiques [y, ls, Ko, Lo. Ces états admettent la
représentation suivante,

(%00 2) "ol Vi)

FK27137K3(¢3)' (4'117)
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Enfin, la réccurence mene a 1’état,

Ky, KoLy, 13K Ly, -+, Lo Laa Kaog)™M = [ [K]9M), (4.118)

propre de 'opérateur,
LY =L2=-05, + ((BA — T)tan(pa—1) — 2cotan(¢A_1))8¢Afl +

2 2
Lo lay

cos?(pa_1)  sin®(¢pa_y)’

de valeur propre K4_1(Ka_1+3A—5) = K(K 4+ 3A —5), et admettant la représentation
(4.104).

(4.119)

Par la suite, nous seront parfois amenés a préciser, dans nos notations, le nombre de
particules composant le systeme. Par exemple, I'hyper-rayon défini pour un systeme de
i particules sera parfois noté p;. De méme, 'ensemble des 3¢ — 4 variables angulaires et
hyper-angulaires de la base hyper-sphérique sera parfois notée Z,-, pour lever de possibles
ambiguités. Dans le cadre de ces notations, et tout en respectant les conventions introduites
dans cette section, nous pouvons écrire,

biv1 = {0, ¢i, U}, (4.120a)
Pi = Pit1COS ;. (4.120D)
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4.2.2.2 Rotation cinématique

Comme nous I'avons mentionné au début de la section (4.2.2.2), il existe de nombreuses
fagons de définir un ensemble de vecteurs de Jacobi. La figure (4.5) montre un autre exemple
que celui représenté sur la figure (4.4).

O

Fic. 4.5 — Autre exemple de définition des vecteurs de Jacobi. Les vecteurs {1_/)2} sont
collinéaires auz vecteurs {y';} définis en (4.121).

L’ensemble des vecteurs de Jacobi, que 'on note {%;}, illustrés sur cette figure sont alors
définis de la maniere suivante,

Y1 = H12 <?1 - 72), (4.121a)
i

Ty = % (R - Fau), (4.121b)

73 = @ <?3 — 74), (4121C)
V' u

Y1 = Rom (4.121d)

ol (11 2 est la masse réduite entre les particules (1) et (2), ps 4 est la masse réduite entre les
particules (3) et (4), f(12),(34) est la masse réduite entre les groupes de particules (1,2) et

(3,4), 1_%)12 est la position du centre de masse du groupe de particules (1,2) et ]_%34 est la
position du centre de masse du groupe de particules (3,4). 77; est toujours défini comme
représentant la position de la particule (i) par rapport & une origine arbitraire fixe O, et
la masse réduite globale p est toujours définie par (4.72a).

En notant 7 le vecteur défini par,

_)
1
_)
T2
T = : (4.122)
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la transformation (4.70) peut s’écrire,
T=UT. (4.123)

En notant U’ la matrice de passage des coordonnées {r}} a un autre systeme de coordonnées
de Jacobi {y}} nous pouvons écrire,

Yv=U7T=U0U"7. (4.124)

Il est alors possible de montrer que la matrice i = U'U~! peut s’écrire,
(U 0
Z/l—(o 1), (4.125)

ou U est une matrice orthogonale de dimension A — 1. Nous en déduisons que le passage
d'un systéme de vecteurs de Jacobi 7 & un autre correspond & une rotation dans l’espace
a A — 1 dimensions des vecteurs 7'; (i =1--- A —1). Une telle transformation est appelée
rotation cinématique et est paramétrisable par (A —2)(A —1)/2 angles. A titre d’exemple,
le passage des coordonnées de Jacobi définies par les vecteurs (4.73) avec A = 4, aux
coordonnées de Jacobi définies par les vecteurs (4.121) correspond & un cas particulier de
rotation & deux dimensions des vecteurs = o et @5 d’'un angle,

Qv = arccos <\/((m1 - s & ) ) : (4.126)

my + mo + m3)(m3 + m4)

la matrice U étant définie par,

/10 0
U= ( 0 cos(a) sin(«) ) : (4.127)

0 —sin(a) cos(a)

Nous avons défini dans la section précédente les coordonnées hyper-sphériques intrinseques
(p, ?) correspondant aux vecteurs de Jacobi {@';} (i = 1--- A—1). Nous pouvons également
définir un changement de coordonnées curvilignes a 3A dimensions passant des coordonnées
{7/}, obtenus par rotation cinématique des vecteurs {z';} (i = 1---A — 1), aux nou-
velles coordonnées hypersphériques que I'on note (p/, ¢’). La rotation cinématique n’af-
fectant pas I'hyper-rayon, nous pouvons écrire p’ = p. En revanche, les variables angu-
laires et hyper-angulaires correspondent a différents systemes de coordonnées. Nous notons
{|[K]*™M )} une base d’harmoniques hyper-sphériques couplées fonctions des variables s
et {| [K']¥"™" )} une base d’harmoniques hyper-sphériques couplées fonctions des variables
5}’ . Chacune de ces base est complete dans I'espace hyper-angulaire. En utilisant la conser-

vation du moment angulaire total (et de sa projection), ces deux bases doivent donc étre
déductibles I'une de I'autre par une transformation orthogonale du type,

(K] = (KT T ) KA. (4.128)
K]

Le nombre quantique grand-orbitale K41 (cf. eq. (4.86b)) étant conservé, le développement
(4.128) doit étre fini. Pour un systéme composé de trois particules, les coefficients ( [K]¥ | [K']F)
ont été calculés analytiquement par Raynal et Revai [58] et portent leur noms. Une généralisation
pour quatre particules a été étudiée dans [59].
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4.2.2.3 Antisymétrisation

Comme nous I'avons vu en (4.81), 'hyper-rayon est invariant par toute permutation des
particules. L’antisymétrie d’une base décrivant les états intrinseques d’'un systeme de fer-
mions doit donc étre contenue dans la partie hyper-angulaire, de spin et d’isospin. Pour la
construction d'une base antisymétrique, nous adoptons la méthode introduite dans [60], qui
se préte bien a un calcul numérique. Le principe est de construire une base d’harmoniques
hyper-sphériques a symétrie adaptée, c’est a dire suivant une représentation irréductible
du groupe symétrique S, selon la séquence S; C S3 C --- C S4. Les représentations
irréductibles du groupe S,, peuvent étre décrites par les diagrammes de Young [61] qui sont
en correspondance biunivoque avec les partitions de I’entier n du type,

n=uwm-—+vs+---+v,
222120,
1 <i<n. (4.129)

Les collections de chiffres (ou partitions) {vy, s, -} sont notés [v]. Chaque diagramme
de Young, que l'on note Y™, est constitué de n cases arrangées selon i lignes, la ligne
j comportant v; cases (en suivant la notation (4.129)). On montre alors qu’il y a une
correspondance biunivoque entre les diagrammes de Young et les valeurs propres d'un en-
semble complet d’opérateurs qui commutent dans S,,. La figure (4.6) montre les partitions
correspondant aux représentations irréductibles du groupe Sy, ainsi que les diagrammes
de Young associés. A un diagramme de Young donné Y™ correspond un ensemble de ta-

[4] [31] [22] [22°] [1]

F1G. 4.6 — Les 5 partitions correspondant aux représentations irréductibles du groupe Sy, et
les diagrammes de Young associés. La notation [1%], par exemple, est équivalente a [1111].

bleauzr de Young obtenus en remplissant les cases du diagramme par un arrangement des
nombres 1,2,---,n de maniere croissante de gauche a droite, et de haut en bas. Les ta-

bleaux de Young, que I’'on note vl ], ou m distingue les différents arrangements des nombres

1,2, -+, n, constituent alors la base de Yamanouchi. Un vecteur de cette base, noté \YJ{/ ]>,
suit les représentations irréductibles [v], [V/], [V"],- - -, [1] des groupes Sy, Sp—1, Sp—2,- -+ ,S1
(51 est redondant) ou les partitions [V/], [V”],- - sont obtenues en supprimant successive-

ment les cases du tableau de Young Y en suivant lordre décroissant des nombres qui
les remplissent. Enfin, pour une partition donnée, les indices m sont ordonnés par ordre
décroissant des symboles de Yamanouchi, définis par (r,r,—1---r1) ou r; désigne l'indice de
la ligne ou se trouve le chiffre 7. La figure (4.7) illustre cette décomposition pour les trois
tableau de Young correspondant a la partition [31] du groupe S;. Nous voyons donc que le

tableau de Young Y1[31] suit les la séquence de représentations irréductibles [31], [3], [2], [1],
que V" suit [31], [21], [2], [1] et que Y&*Y suit [31],[21], [12], [1]. Dans ce qui suit, nous uti-
liserons la notation [v| pour désigner aussi bien une représentation irréductible du groupe

S, qu'un diagramme de Young ou que la partition de I'entier n, et utiliserons la notation
[V]m pour désigner aussi bien un tableau de Young qu’'un symbole de Yamanouchi.
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213 — 1|23 — [1]2] — [1]

<
W
=
H

B (24 =12 - (12 - (1]

31 1/13/4 — |1 3 — |1 — |1
v 4] |

3 2 2

Fi1G. 4.7 — Les 3 tableauzr de Young Y,fl], et leur décomposition suivant les représentations
irréductibles de Sy, S3, Sy (et Si).

Un ensemble de n indices vérifiant la symétrie d’un tableau de Young donné est symétrique
par permutation des indices situés sur la méme ligne, et antisymétrique par permutation
des indices situés dans la méme colonne. Nous voyons donc que la fonction d’onde d’un
systeme de A fermions doit vérifier la symétrie [14]. Un état de la base hyper-angulaire, de
spin et d’isospin d’un systeme de A nucléons peut étre factorisé de la maniere suivante,

}/[%{7]]\4(17 27 o 7A) Xmsl(l) Xms2 (2) “ Xmga (A) TTzl(l> Tr.o (2) T (A)7 (4130)

ol Y[f(]M (1,2,---, A) est une harmonique hypersphérique couplée, définie comme en (4.104),
et Xm., (1) et 7., (i) représentent le spineur et isospineur du nucléon (i) respectivement. Si
nous parvenons a trouver un ensemble de combinaisons linéaires des harmoniques hyper-
sphériques, que I'on note {Ay,,},, }, vérifiant la symétrie correspondant a la partition [r] du
groupe Sy, et un ensemble de combinaisons linéaires des produits des 2A fonctions de spin
et d’isospin, que l'on note {Bj,,,, }, vérifiant la symétrie [15], alors nous pouvons définir
un état de base 1y,;,, comprenant tous les degrés de liberté, et satisfaisant a la symétrie du
tableau de Young [v],,, de la maniere suivante,

[V}m
Gt = O AWl Wil [2hma) A, By = [ % Biwg| (4131)

mi,m2

ol les coefficients ([v]m|[1]m,, [V2]m,) correspondent aux coefficients de Clebsch-Gordan du
groupe des permutations®. Dans le cas particulier o1 [v] = [14], les coefficients de Clebsch-
Gordan apparaissant dans (4.131) admettent I'expression suivante,

vi

<[1A] | [Vl]m17 [VQ]m2> = —/— 5[1/2}7,12,[?71}7%1 s (4132)

o,

ou [1]m, désigne le tableau de Young conjugué du tableau [v1],,, c’est a dire le tableau
obtenu a partir de [v1],,, en permutant lignes et colonnes, h,, est la dimension de la
representation irreductible [v1] et A7l représente la phase correspondant a la permutation
nécessaire pour passer du tableau de Young [14]; (correspondant au plus grand symbole de

Yamanouchi) au tableau [v],, .

2En général, un nombre quantique supplémentaire est nécessaire pour définir ces coefficients de maniere
unique. Cependant, ce label supplémentaire n’apparait que pour des systemes a plus de 4 particules, que
nous ne considérerons pas dans la construction d’une base partielle a symétrie adaptée.
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Nous nous proposons maintenant de résumer la méthode décrite dans [60] pour la construc-
tion d'une base hypersphérique a symétrie adaptée, de maniere a introduire nos notations.
A cette fin, nous reprenons le schéma récursif présenté a la fin de la section (4.2.2.1) et
commengons par considérer une base angulaire d’un systeme de deux nucléons numérotés
(1) et (2). Les états de cette base sont de simples harmoniques sphériques. L’application
de l'opérateur de permutation (12) des particules (1) et (2) sur I’état de base |K;M;) a
pour effet la multiplication par une phase,

(12)| K\ M) = (=1 K My, (4.133)

Nous en déduisons que I'état |K,M;) admet la symétrie [2] ou [1?] du groupe S selon
que K =y est pair ou impair respectivement. La base angulaire a symétrie adaptée d’un
systeme de deux particules sera donc notée,

{[ K1 [ve] M)}, (4.134)

ol [1] désigne la représentation irreductible du groupe Sp. A partir des états (4.134), nous
pouvons construire une base de l'espace hyper-angulaire d'un systeme composé de trois
particules de la maniere suivante,

{[ K1), 1o o) P22 (4.135)

Ces états sont de bons nombres quantiques K7, [14], la, Ko, Ly et M. Un ensemble complet
d’opérateurs qui commutent dans S3 peut étre limité a 'unique opérateur suivant, appelé
opérateur de somme des classes [61],

[(2)]s = (12) + (13) + (23), (4.136)

c’est a dire a la somme des opérateurs de transposition. La diagonalisation de cet opérateur
dans un espace de représentation de S3 nous en fournit les représentations irréductibles.
Puisque les opérateurs £3 (cf. (4.113)), L3 et Lz commutent avec l'opérateur (4.136),
I'ensemble des états (4.135) avec les nombres quantiques [vy], Ko, Lo, M, fixés forment un
espace invariant par toute permutation de S3. La diagonalisation de l'opérateur (4.136)
dans cette base nous fourni alors une base hyper-angulaire de symétrie [v3] dans S (et de
symétrie [v5] dans Ss),

| Kolva][vs)Bs) =M = Y~ (K [va], Lo Ko [} K [va) 8] 03) 72 | K ], Lo Ko M2, (4.137)

Ki,l2

ol les termes (K[vs], o K|}V K [1o][v3]33) 72 correspondent aux coefficients de parentage frac-
tionnaire hypersphériques. Notons que ces états ne sont plus de bon nombres quantiques Ky
et s, ¢’est pourquoi nous ajoutons le label supplémentaire 33 afin de les définir de maniere
unique. Les valeurs propres de I'opérateur (4.136) sont connues analytiquement pour chaque
représentation irréductible de S3, ce qui nous permet d’identifier, apres diagonalisation, les
états de symétrie [v3] donnée. Le calcul des éléments de matrice de l'opérateur (12) dans
la base engendrée par les vecteurs (4.135) est immédiate (cf. (4.133)). En revanche, ceux
des opérateurs (13) et (23) nécéssite un changement de coordonnées de Jacobi au moyen
des coefficients de Raynal-Revai et est décrite en détails dans [60]. Notons enfin que la
séquence de représentations irréductibles [v3], [12] suivant S3 et Sy peut étre labellée de
maniere unique par un tableau de Young [v3],,,. Nous identifions alors,

| Kalvo][vs] B3) 2 M2 = | Ko [va)m, B) 2. (4.138)
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Nous poursuivons en construisant les états a quatre particules,
| K3 [Us] s 33 Lg, I3 K5) 2. (4.139)

L’opérateur de somme des classes du groupe S, peut s’écrire,

[(2)]a = [(2)]s + Z(Z 4). (4.140)

Cet opérateur commute avec les opérateurs £3, L2 et Lzs. L’ensemble des vecteurs (4.139)
avec [V3]m,, K3, L3, M3 fixés forme un espace invariant de S,. La diagonalisation de (4.140)
dans cette base nous fourni les états,

| K3 [Va] g Ba) M2 = Z (K [V3)ms Ba Lo, IsKa|} K [Va)ma Ba) ™

Ko,Lo,l3,03
| Ko [v3]ms Ba Lo, Is K3) M3 (4.141)

de bons nombres quantiques K3, L3 et Mj et suivant la séquence de représentations
irréductibles de Sy, S3, So spécifiées par le tableau de Young [v4)n,,. Enfin, la récurrence
mene a ’état de base a ¢ particules,

| K[V, Bi) oMt =

Z (K a[Via)m, Bic1Li—oy li K 1| K1 [V, Bi) 2

Ki2,Li—2,li—1,8i—1

‘Ki—2[1/z‘—1]mi,1 Bi—1Li—a, li—lKi—1>Li71’Mi71- (4-142)

Dans [60], il est montré que les coefficients de parenté fractionnaire hypersphériques, dans
(4.142), dépendent des partitions [v;] et [;_1], et non des séquences spécifées par les indices
m; et m;_1. Dans ce qui suit, nous utiliserons la notation suivante,

[K]Z = {lh l27 e 7li—17 L27 L37 e 7Li—27 K27 K37 o 7Ki—1}7 (4143)

équivalente a (4.106), mais ot nous spécifions en plus (par 'indice i) le nombre de particules
composant le systeme. Nous pouvons alors écrire,

[K]z = [K]i—l + {Li_g, li—l; Ki—l}' (4144)

Nous pouvons résumer les résultats précédents en écrivant un état de la base hyper-
angulaire a ¢ particules suivant la séquence de représentations irréductibles Sy C S3---5;
spécifiée par le tableau de Young [V, comme une combinaison linéaire d’harmoniques
hyper-sphériques couplées,

| Kica [l B M = N (K K i, B | (K )M (4.145)

[K]i—1
Li—2,li—1
ou nous avons défini,
(K] B K[l B =
i1
> T B Lo, K B i) Brn) . (4.146)
B3, Bi—1 k=2

B2=1
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Nous nous intéressons maintenant a la partie spin-isospin. Nous introduisons alors les
notations suivantes afin de définir, sous forme couplées, les fonctions de spin et d’isospin
du systeme de 7 particules,

[5]5’1-7175’2 = |: ((1/2’1/2)5171/2)52’ 71/2} Siihsz’ (4147&)
[T]Tifl,TZ = |: . ((1/2’ 1/2)7117 1/2)T2’ cee 1/2] Ti717TZ, (4147b)
5. — ka (4.1484)

k=1
T, — Z” (4.148b)

La notation [S] ([T]) peut alors étre utilisée afin de regrouper ’ensemble des ¢ —2 moments
de spin (d’isospin) autres que S;_1 (T;_1),

[S] = {51, 52, -, Si—a}, (4.149a)
[T ={T\, Ty, -, Ti-a}. (4.149b)

On peut montrer [62] que chaque produit couplé (4.147a) de fonctions de spin (de symétrie
SU(2)) vérifie la symétrie d’'un tableau de Young. Plus précisément, a un moment de spin
total S;_1 donné correspond un diagramme de Young [v], et chaque tableau de Young [v],
correspond & une donnée de 1’ensemble des i —2 moments de spin {57, Sy, -+, S;_2}. Nous
écrivons ce fait sous la forme suivante,

Si—1 —
[S]77 = [vs, 4 Jimgsy - (4.150)
Il en va de méme pour les produits couplés de fonctions d’isospin,
[T = vy - (4.151)

Ces produits de fonctions de symétrie SU(2) couplées, et les tableaux de Young associés
sont donnés dans 'annexe (6.9) pour i = 2, 3, 4. La construction de fonctions de spin-isospin
(SU(4)) de symétrie bien définie se fait au moyen de coefficients de Clebsch-Gordan du
groupe du groupe S;. En notant |[v1],,,) 'un des produits de fonctions de spin (4.147a)
vérifiant la symétrie du tableau de Young [v41]m, €t |[t2]m,) I'un des produits de fonctions
d’isospin (4.147b) vérifiant la symétrie du tableau de Young [v],, alors une fonction de
spin-isospin By,),, de symétrie [v],, s'écrit,

B = D AVl W] [Valma) 1[1]ms) 1[V2lma)- (4.152)

Mais nous voulons construire des fonctions de spin-isospin de moments totaux S;_; et
T;—1 donnés. En utilisant les équivalences (4.150) et (4.151), nous pouvons écrire de telles
fonctions de la maniere suivante,

Ti-1,52,Tz i—1,0% i—1,1 2
BS TS5 S s Dy [P Jmg) ([S1505%) [[T)70 7). (4.153)
[S],[T]

Ces fonctions de spin-isospin a symétrie adaptée sont données dans l’annexe (6.9) pour
1=2,3,4.
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Enfin, nous pouvons construire une base complétement antisymétrique de ’espace hyper-
angulaire, de spin et d’isospin comme suit,

; ) ) Jp>Mp )
|Ki1, Liy, Sic1, i)™ = Z C[fé]:fs]l [11“}7,91 <[K]iL271= [S]Shl) [T]HT) (4.154)
[K}’L 17L7, 2711 1
[S][T]
ol nous avons posé la notation simplifiée suivante,

9i =11, T2, [vi], Bi}, (4.155)

et ou les coefficients sont donnés par,

C[I}é :[’52 jl“j:,; ' Z \/7 |}K2 1[Vl]mzﬂl> ! <[§Z]T7Lz [Vsiﬂ]m[s]v [VTiﬂ]m[T])‘ (4156)

Dans (4.154), nous avons de surcroit couplé les fonctions hyper-angulaires et de spin au
moment de spin total jp,

. . jp’mp 1 i—1 1
(P81 ) ™) = 30 (s St My Sl )20, [S150050) (1.157)
M;_1,S

En posant K = K;_1, L = L;_; et S = S;_1, nous pouvons construire la base,
{I(KLSg:)»™, pi)}, (4.158)
de I'espace intrinseque total d'un systeme de i fermions, et vérifiant,

. . 5 /
((KLSg;)’»™, pil (K'L'S'gi)’"™, py) = 0k, L,5,g0), (K", 1,5 g1 % (4.159a)

So [ dp gt (KLS g™, o) (KLSgiy»™, p| = 1. (4.159b)

K,L,S,gi,jp,myp
La représentation hyper-angulaire de la base (4.158) sera alors notée,

- jp, M. Y 1 oM 17
(Pl LSg . of) = %Y;Lsgm). (4.160)

La construction de cette base antisymétrique va nous permettre, dans la section suivante,
de développer I'équation de Schrodinger pour les états intrinseques liés du projectile.
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4.2.2.4 Etats du projectile

L’équation aux valeurs propres du vecteur d’état intrinseque d’un systeme de ¢ fermions
peut s’écrire,

(Ep+ v, - Z ij>|p (4.161)

j<k=1

ot V2 , est la partie intrinseque de 'opérateur laplacien (cf. (4.83)), u est la masse réduite
globale (cf. (4.72a)) et Vj; est l'interaction entre les particules j et k. Nous pouvons
décomposer 1'état intrinseque |P;)7»™ (ou nous ajoutons en exposant le moment angu-
laire j,, ainsi que sa projection m,), du projectile dans la base antisymétrique (4.158) de

la maniere suivante,

(7 lpiyrme =

. I
54 Z PJI?LSgi(pZ }/E]I?’l/Sgl (¢i). (4.162)
P; K,L,S,gi

En utilisant 1'orthogonalité des fonctions Y(J;;?S” . et la relation (4.97), on montre que

I'équation (4.161) est équivalente au systeme d’équations différentielles suivant,

n? / d? K(K+3i_5)+w
5+ 3 (G )
dp; P2

)] P]}?Lsgi (pi) +

Z ((KLSg;)m»| Zvjk|(K/L/5/gl{)jp,mp>(pi) P];,L,S,g;(pi) =0, (4.163)

K'L'S'g] Jk
oll nous avons posé,

(K LSg:)»™ |V (K'L'S gi) ™) (p;) =

] * JpsMyp - psMp -
[ Ao G (8 Vsl 80 Yt (90 (4.164)

Le calcul des éléments de matrice (4.164) se fait a 'aide des coefficients de Raynal-Revai
afin d’éviter le calcul d’intégrales a 3i —4 dimensions (voir par exemple [63]). La résolution
du systeme d’équations (4.163) avec comme condition asymptotique,

PJI?LSQ,L- (pi) ~ e, pour p; — o0, (4.165)

ol k = /—2ukE,/h?, fournit un ensemble de solutions discretes correspondant aux états
liés du systeme (en supposant que le projectile n’admet pas de sous-systeme lié dans la
région asymptotique, ou qu’il s’agit d’un noyau de type brunnien). Dans ce qui suit, nous
supposerons que le systéme d’équations (4.163) admet au moins un état lié et noterons ces
états,

|ng’ Z |PKLSg |K>L> 57 gi>jp7mp> (4166)
KLSg;

ol, en représentation hypersphérique, nous avons,

1 .
<pZ|PKLSgL> = T%P?Lsgi(m% (4.167a)
Pi

Y Jpsm Jpmp (1
(¢4l K, L, S, g:)™ = Yiord (¢) (4.167b)
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4.2.2.5 Construction de la base a deux fragments

Nous nous intéressons dans cette section a la construction d’une base a deux fragments
prenant en compte explicitement la structure interne de la cible et du projectile. Nous

considérons la partition de masse i (cf. partie (4.1.1)). Un état de I'espace P; peut alors
s’écrire,

|T£—i ® Ve 7“>J’M = |T£—i ® (I; PZ"’)]} 7“>J’M> (4.168)

ol nous reprenons les notations introduites dans la section (2.3) a ce détail pres que 1'on
ajoute l'indice ¢+ au moment angulaire relatif cible-projectile. A partir de ces états, nous
pouvons construire les états completement antisymétriques,

[, (LY, )t = A(IT{Z_Z- ® (L Py, r>"’M), (4.169)

ot A est un antisymétriseur comme défini en (4.15). Enfin, en utilisant le projecteur (4.32),
nous définissons les états suivants,

v (L), )M = |l Yer) Y, (4.170)

qui appartiennent a l’espace P;. Intéressons-nous alors aux états du projectile. En utilisant

les résultats des deux sections précédentes, nous pouvons écrire, en recouplant de maniére
) b

adéquate,

i\ j,m Li—1,Si—1,Ti— i i l; Liy L,
|(Gpi")") = > Clitofsi o, (FL/ 755 Lo { S g }

J Jp
Ki—1,Li—1,8-1,Li,9;
[Kli—1,Li—2,li—1,[S],[T]

P i) |(1E0) 810

ol les diverses constantes et notations ont été définies dans les sections précédentes. Dans
cette derniere expression, la partie hyper-sphérique a i particules (et angulaire relative)
peut s’écrire en intégrant sur 'hyper-rayon,

Pk ) [(mgE ) =
Ki1,Li—1,5i-1,9: i i =
L;,M;

3i—4 . Li i
Jaon™ v s lo) (IR 00 <) aar

j7m

(1)), (4.171)

L;

Dans (4.172), |[K], Lict, pi) représente un élément de la base hyper-sphérique comme définie
n (4.107), et |1;) est une simple harmonique sphérique. Par la suite, nous noterons,

(EIE= o )™ = | (115 0) 0. (4.173)

Afin de pouvoir calculer les éléments de matrice de 'interaction entre les nucléons de la
cible et ceux du projectile, nous voulons passer de la représentation a deux corps (4.168) a
une représentation hyper-sphérique & i + 1 corps (incluant la cible) de maniere a pouvoir
effectuer une rotation cinématique et ainsi simplifier ce calcul. Une représentation « mixte »

possible de I'espace é peut s’écrire (en omettant les états intrinseques de la cible),

70T =160, (1), (4.174)
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ot |7';) est un élément de la représentation hyper-sphérique intrinséque & 4 particules

(cf. notation introduite dans la section (4.2.2.1)) engendrant l'espace dans lequel sont

évalués les états intrinseques du projectile, et 7 est la coordonnée relative cible-projectile.
ﬁ

Dans (4.174), nous notons ¢, 'ensemble des i — 2 hyper-angles et des 2i — 2 angles de la
représentation hyper-sphérique a ¢ particules,

N
¢i = {¢27¢3a e 7¢i—17Q17Q2a e 7Qi—1}a (4175)

et p; 'hyper-rayon. r et €); correspondent pour leur part au module et a la partie angulaire
du vecteur 7 respectivement. Nous voulons donc passer de la représentation (4.174) & la
représentation suivante,

N
Di1) =G iv1, pis1), (4.176)

ou,
¢ i+1 = {¢27 ¢37 Ty ¢i—17 ¢i7 Qh Q27 ) Qi—17 QZ} = { (b i) ¢i7 QZ}7 (4177)

et ou p; 41 correspond a I’hyper-rayon du systeme de i+1 particules. En primant les variables
angulaires et hyper-angulaires a ¢ particules, on peut montrer, en utilisant les propriétés
de la distribution de Dirac, que I'on a,

1 — —
(00, 7P in) = 70000 = 07) (2 — )
i+1
Pi ar
6(pi = —T<) 6 (6 — arctan(Z) ), 4178
Pi+1 COS(¢¢) ¢ arc an( Di ) ( )
ot Ji41 est le jacobien de la transformation curviligne (4.80),
_oaaT 3k—4 .2
T = Pt [ ] cos™*(en) sin®(ex,), (4.179)

k=2

Hrp
o=/t 4.180
. (4.180)

avec firp la masse réduite cible-projectile et p la masse réduite globale (définie en (4.72a)).
Nous voulons maintenant passer d’une représentation a ’autre en termes d’ondes partielles.
A Taide de (4.178), on montre que I'on peut écrire,

(K1 1) ) = S0 B (@)

i

et oll nous avons posé,

(KI5 pisa ), (4.181)

ou les fonctions Fy, 4, k, ont été définies en (4.103) et o,

¢ = arctan(—), (4.182a)
Pi
pir1 = /pP+ (ar)2 (4.182b)

La figure (4.8) illustre la transformation (4.181) pour ¢ = 3.
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[K15° , pa)
x3, I3

Fic. 4.8 — A gauche : est illustré schématiquement un élément de la base a deux fragments
pour une cible T constituée de A — 3 particules et un projectile constitué de 3 particules. x4
et xo représentent les modules des vecteurs de Jacobi (définis en (4.80)), 1y et ly sont les
moments angulaires de ces variables et ¢o est U'hyper-angle reliant x, et xo a l’hyper-rayon

. Les éléments \[K]3 , p3) de la base d’ondes partielles dans laquelle sont développés les
etats du pmjectzle sont définis comme en (4.166). Enfin, r est le module de la position
relative T des deuz fragments, et l3 le moment angulaire relatif czble-pmjectzle Une fozs
résolu le probleme a trois corps intrinseéque du projectile, le probleme total se résume a un
probléme a deux corps. A droite : la cible est considérée comme une particule ponctuelle
(bien que possédant une structure interne). Il s’agit donc d’un probleme a quatre corps
développé dans un systeme de coordonnées hyper-sphériques approprié. En numérotant les
particules constituant le projectile de 1 a 3, les coordonnées hyper-sphériques a quatre parti-
cules sont obtenues en ajoutant la quatriéme particule (la cible) suivant le schéma récursif
présenté a la fin de la section (4.2.2.1). Le passage de la représentation schématisée a
gauche a celle schématisée a droite se traduit par la substitution des variables ps et r par
les variables py et ¢3.

Enfin, nous résumons ici en écrivant entierement la transformation dérivée ci-dessus,

(L Pl )™, ) =

LL Si—1,T5— i+S;_ i T > lz Li— LZ -
/d'o’ P Cuiisiimg (U7 L { S d }F;ﬁ‘l’“’&(@)
cfeq 4.171)

j7m

P]f?i—hLi—hSi—l,gi (pl)

([K]fil, [S]Si—1> [Tt ﬁi+1>. (4.183)

Remarquons pour finir que le développement (4.181) sur les fonctions F, .k, est théorique-
ment infini. Cependant, le développement d’une interaction (ou d'un état confiné a une
région localisée de l'espace) dans cette base ne doit en principe requérir qu'un nombre
limité de moments grand-orbitaux Kj;.
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4.2.3 Les équations homogenes dans la base a deux fragments

Nous nous intéressons dans cette section au systeme d’équations (4.50). La résolution
de ces équations inhomogenes nécessite celle des équations homogenes correspondantes.
Aussi oublierons-nous ici les sources constituant le membre de droite des équations (4.50).
Afin d’étre plus précis, nous modifions légérement la notation introduite en (2.84) pour
la définition des canaux en ajoutant un indice correspondant au nombre de particules
constituant le projectile. Par exemple, pour la partition de masse f, nous noterons,

o = T plp 0} (1181a)
cr = A{ly, P?’,j}. (4.184b)
Les états a deux fragments appartenant a l'espace Py sont alors,

YPM = |1 Tp (1 py ) )M, (4.185)

|T£_f , fp yéf r

dont la construction a été donnée dans la section précédente. Enfin, nous limiterons I'espace
P; a une structure a deux fragments,

WEDY /dTT2\TA g I Ve )M e Ve, Tl (4.186)
cp,J,M

ce qui constitue une approximation raisonable si I’on suppose que le projectile est « pré-
formé » dans la région d’interaction. Les équations avec une seule particule dans un état
de diffusion ayant été développées en détail dans le chapitre précédent, nous considérerons
le cas ou f > 2.

Ecrivons donc les équations homogenes projetées sur 'espace P,
Pr(E — H)Pylg)i = 0. (4.187)

En substituant I’hamiltonien intrinseque H par I’hamiltonien total H auquel 1'on soustrait
celui du centre de masse, puis en utlisant le relation (2.167¢), il vient,

2
2A

En multipliant (4.188) & gauche par M (1/;_ 5o 7 Ve, Tp| et en utilisant I'expression (4.37)
du projecteur Py, nous obtenons,

P2
Jr —
Z/dr (Th_p, 7 Ve, 'plE — Hoo — Has 5 Am

Pf(E — Hoo — Hoo +

=) Prlepy) = 0. (4.188)

o o Ve )M M () = 0(4.189)

oll nous avons posé,

P Ve Tpliy) = JfM<r ). (4.190)

L’hamiltonien Hyy n’agit que sur les états liés constituant les états de la cible |T). En
utilisant la méme argumentation que dans la section (2.4.4.3), nous en déduisons que cet
opérateur s’écrit, en premiere quantification, de la maniere suivante,

A-f

A-f
Hoo = Y _tk)+ > V(kj), (4.191)

k=1 1=k<j
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ou les particules numérotées de 1 a A — f sont supposées étre dans un état lié. De méme
qu’en (2.181), nous scindons Hoy de la maniere suivante,

p?

Hoo = s * 5@ om

(4.192)

ou Hy, , représente 'hamiltonien intrinseque d'un systeme de A — f particules dans un
état lié, et ou le deuxieme terme du membre de droite correspond a I'hamiltonien du centre
de masse de ce systeme (m étant la masse d’un nucléon). Nous choisissons alors les états
IT) de la cible de maniére a ce qu'ils satisfassent a,

(B, — H

Ta—y

)| Ty = 0. (4.193)
Nous nous intéressons maintenant & ’hamiltonien partiel Has qui, selon (2.265¢), s’écrit,

Hao = Ti1 + Vi1 + Vao. (4.194)
D’apres (2.263d) et (2.2641), nous avons,

Ti+Ve = Y tk)+ Y Vi (4.195a)
kecC k<j
keC,jeC
i
= H 4.195b
27 T (4.195b)

ou, dans (4.195a), nous avons spécifié par € C que ces opérateurs n’agissent que sur les
particules se trouvant dans un état de diffusion. Dans (4.195b), nous avons scindé I'hamil-
tonien partiel en un hamiltonien intrinseque au groupe de particules se trouvant dans un
état de diffusion, et I'opérateur énergie cinétique du centre de masse de ce méme groupe
de particules. L’hamiltonien intrinseque H; prend alors la forme suivante,

h2
Hp = o Viet Y. Vi (4.196)
j<k
(jEC,keC)
olt V2, est la partie intrinseque de l'opérateur laplacien, définie en (4.83), pour le sous
systeme de f particules. Enfin, nous choisissons les états intrinseques |P) du projectile de
maniere a ce qu’ils satisfassent a,

(Ew — H,)|[PF™) =0, (4.197)

équation qui a été développée dans la section (4.2.2.4). En utilisant les résultats précédents,
nous pouvons écrire le noyau de I’équation intégrodifférentielle (4.189) sous la forme sui-
vante,

2 2 2
(Vv Ve TplE - B BVt e P B gy iy o)
A—fs T Ve PP T 0Am 2(A— fym 2fm! AT Rl

En remarquant que l'on a,

Pom Py ry_ @

T

2Am  2(A—fym  2fm 2w

(4.199)
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ol ¢ ¢ représente la variable conjuguée de la position relative cible-projectile, et jip est la
masse réduite correspondante, a savoir,

i = = m, (4.200)

nous pouvons écrire (4.198),

. 2 -/
(1%, 7 Ve, Tp|E = By — By — |1 Ip Yy )M

2trp a f
- 5Cf cf <T nyH f ( ) fp ||yé} Tl), (4201)
oll nous avons posé,
~ q2
T = 2—C —(E—E:— E,). (4.202)
Hrp

Nous regardons maintenant en détails 'opérateur Vy;. Dans 'annexe (6.4) sont dérivés les
éléments de matrice de cet opérateur dans une base comprenant une seule particule dans
un état de diffusion. Il n’est pas difficile de montrer que le calcul des éléments de matrice de
cet opérateur dans une base a A corps contenant un nombre arbitraire de particules dans
le continuum se fait de maniere analogue. Une différence apparait néanmoins, que nous
résumons ainsi : dans U'annexe (6.4) il est montré que la matrice de couplage des équations
homogenes peut s’écrire comme les éléments de matrice d’un opérateur non-local a un corps,
noté 7V, > dans la base partielle a une particule {|Yz,pe, )} (cf. équation (6.89)). La
dérivation des éléments de matrice de 'opérateur V;; dans la base engendrée par les états
(4.185) mene quant a elle a,

<T£F po T Ve p|V11|TA £ Tp yé’f )M = (r yEfH Tp (Z Vin /9% (k)> Tp ||y5’f '), (4.203)

keC

ol nous spécifions par k£ € C que la sommation porte sur les f particules occupant un
état de diffusion et composant les « sous-états » {|/p Ve, r)}. Dans (4.203), Popérateur a

un corps VTJT o (k) agit sur la particule numérotée k£ et admet la représentation radiale

(6.99a), a ceci pres que la coordonnée relative est celle séparant un nucléon du projectile
(la particule n° k) du centre de masse de la cible. Notons que la coordonnée radiale r, dans
(4.203), correspond a la distance séparant les centres de masse des deux fragments, et non a
celle séparant le centre de masse de la cible avec I'un des nucléons composant le projectile.
D’ou l'intérét de la décomposition (4.183) pour le calcul de ces éléments de matrice. La
figure (4.9) illustre schématiquement les différentes interactions inter-nucléon et nucléon-
cible pour la partition de masse 3. La dérivation des éléments de matrice (4.203) dans le
cas général implique une notation tres encombrante. C’est pourquoi nous ne donnons, en
annexe (6.12), qu'un exemple de calcul dans le cas ou seulement 2 particules composent
le projectile. Enfin, nous pouvons résumer les résultats précédents en écrivant le systeme
d’équations intégro-différentielles sous la forme suivante,

Z/dr 1D (g = T3 Vo)) 2 05, 1% 507 = 0. (4208

keC
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v § 5
/ V-

(1)0 23 (1)0
%\O (3) Ve @) (3)

O O

T T

F1G. 4.9 — Illustration schématique : la cible T et les trois nucléons (numérotés de 1 a
3) composant le projectile. A gauche est illustré l'interaction mutuelle V;; des nucléons
composant le projectile. A droite est illustré linteraction V(k) de chaque nucléon avec la
structure de la cible. L’interaction V' est une interaction nucléon-nucléon, tandis que V
prend en compte l'interaction d’un nucléon du projectile avec tous les nucléons de la cible,
ces derniers étant corrélés par les mélanges de configurations. Cette interaction admet donc
un caractere non-local, di au principe de Pauli.

En supposant que, dans le canal entrant, le systeme est dans la partition de masse i, c’est
a dire dans 1’état,

T @ P ® ), (4.205)

J

7. (1) par la relation,

nous pouvons définir la solution radiale matricielle 1
I = ST ) R (e, ), (4.206)

et admettant la forme asymptotique suivante,

J (A_f)'f‘ ewlf — + aoJ
() ~ T [Hcf (1) 8, + H ST | (4.207)
oll nous avons posé,
2uwp(E — Er — FE
k= \/ pe( o ). (4.208)

La méthode de projection des équations sur le continuum individuel multiple est donnée
dans 'annexe (6.11) dans le cas ou deux nucléons composent le projectile. La généralisation
a un nombre plus élevé de particules dans le continuum se fait de maniere analogue.

Le calcul des termes sources dans le systeme d’équations (4.50) doit se faire au cas par cas.
Nous en donnons un exemple dans I"annexe (6.12).
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4.2.4 Remarques sur les autres formes d’aymptotiques

Nous avons, dans la section (4.2.1), dérivé les équations du modele en couches avec cou-
plage d’'un nombre arbitraire de particules aux états du continuum dans une base générale
que nous notions symboliquement |T, {p;}) pour ¢ particules dans le continuum. Nous avons
alors restreint cette base a des états a deux fragments, ’ensemble des « coordonnées » {p; }
se limitant aux états liés du projectile ainsi que la coordonnée relative cible-projectile.
Nous voulons ici apporter quelques remarques sur la forme des équations dans une base ou
I'identité (4.34) est vérifiée, et ce dans le cas particulier ou, dans la région d’interaction,
les particules peuplant les états du continuum ne sont pas « agglomérées » sous la forme
d’un cluster.

Nous avons construit, dans le section (4.2.2.5), une base hyper-angulaire, de spin et d’isos-
pin antisymétrique. Pour un systeme de f particules, les états de cette base sont des
combinaisons linéaires d’états du type (cf. eq. (4.183)),

[(tR17 115

A partir de ces derniers états de base, nous pouvons, suivant le schéma récursif présenté a
la fin de la section (4.2.2.1), et en recouplant de maniére adéquate, construire une base a
f + 1 particules de la maniere suivante,

HGK]?H % [S]S“ymvlf Kf] MMy, pf+1> _

; A n Sty L1 7
Z(_1)3+3Sf,1+2J+zf+ijLf { lff 1 Jf 1 if }
Ly

j7m

SAREY (4.209)

KI5, pren) x [1815-0] 7 1o, (4.210)

ol, dans le terme de droite, la partie hyper-angulaire admet la représentation suivante,

— Ly 4 / Ly My
<Pf+1‘[K]f+1> pf+1> <Pf+1‘<[K]f le) Ky, Pf+1>

1 , Ly_y = Ly,My

= a1 00rer = ) (Y, (%) X V() Fiy g (®)- (421)
Dans nos conventions, la particule numérotée f+ 1 correspond a la cible. Les états (4.210)
nous permettent alors de construire une base hypersphérique a f + 1 particules et anti-
symétrique seulement pour le sous-systeme composé des particules 1,2, .-, f. Nous note-
rons ces états [V, pf+1> ou Cr. représente I’ensemble des nombres quanthues nécéssaires
pour les définir de maniere unique. Pour alléger les équations nous noterons dans ce qui
suit p 'hyper-rayon du systeme de f + 1 particules. Nous poursuivons en construisant une
base incluant les degrés de libertés intrinseques a la cible,

Ve, p)"M = A([\Ti{_ﬁ x \yaf,m]J’M), (4.212)

ou A est un opérateur qui acheve 'antisymétrisation sur I’ensemble des A particules. Enfin,
nous pouvons définir les états de base projetés sur le continuum individuel multiple,

™ Tp Ve, )M (4.213)
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Enfin, les équations homogenes vérifiées par la fonction d’onde totale du systeme (analogues
des équations (4.189)) peuvent s’écrire,

- ., W, (0)
Z/dp/ PRI p Ve, TP | E = HITY Tp Ve )M —f =0, (4.214)
c} p 2
oll nous avons posé,
Ve (p) :
S = M0 Ve T )T (4.215)

Dans (4.214), opérateur ' — H peut, en suivant la méme procédure que dans le section
(4.2.3), se mettre sous la forme suivante,

P P2 ;
YT > t(k) - A= fim > Ve it (k) = > Vi (4.216)

kec keC k<j
kec,jeC
En remarquant que l'on a,
P? h? h?
)+ —"L — = S vz -y’ 4.217a
;() 2(A—fim ;Zm BO2A—fim T ( )
W os | Péu
= —— 4.217b
2M int + 2Am7 ( )
olt 'opérateur V2, a été défini en (4.83), et en définissant,
o(p =)
> Yeps pIVir| Ve, p)M = ___TTﬁtT_I‘éfﬁ}(p>7 (4.218)
>z (o)

kec,jec

ainsi que,

/ / 1
Veps pVor| Yoy, p)HM = > Ve IV e it (B Vey, 0} = PR
keC (o)™

les équations non projetées peuvent sécrire,

3f—1)(3f—3
K(K +3f — 1) 4 G063

h2
—ﬂ(ag + K - )W (0) + D7 Ve (0) ey (0)

2
°
/2 / N
#3002V 0.0 W ) =0 (4.220)
°
oll NOous avons pose,
2u(E — By

e ) (4.221)
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La fonction d’onde \I/Cfﬁ/f du systeme est donc développée dans un systeme de coor-

données approprié pour le cas ou il n’y a pas de distinction entre les différents canaux
de décroissance. Par exemple, dans le cas ou trois nucléons occupent les états du conti-
nuum, il se peut que ces trois particules décroissent de maniere démocratique, menant ainsi
a un probleme asymptotique a quatre corps (cible comprise), ou bien que deux d’entre elles
se lient menant a un probleme a trois corps asymptotique, ou enfin que ces trois particules
forment un cluster menant a un probleme asymptotique a deux corps. Le lien entre région
hyper-sphérique (1a ot les possibles canaux de décroissance ne sont pas encore différenciés),
et la région de Jacobi (définissant la région asymptotique) s’effectue en général par trans-
formation adiabatique de la base hyper-sphérique [64] de maniere & ne conserver qu’'une
seule variable de propagation de I’équation de Schrodinger.



Chapitre 5

Conclusion et perspectives

Nous avons développé le formalisme du modele en couches avec couplage aux états du
continuum avec intéraction nucléon-nucléon de portée finie. Nous avons ensuite généralisé
le formalisme de maniere a prendre en compte le couplage d’'un nombre arbitraire de par-
ticules aux états du continuum.

D1 au principe d’exclusion de Pauli et a la portée finie de I'interaction utilisée, les équations
de canaux couplés décrivant la diffusion d’un nucléon sur une cible de structure complexe
admettent un noyau non-local. La dimension de l'espace de Fock augmentant de fagon
prohibitive avec le nombre de couches de I'espace de valence, nous avons construit la cible
a partir d'un coeur de couches fermées ainsi que quelques orbitales additionnelles sur les-
quelles les nucléons de valence se distribuent. Le potentiel cible-projectile se divise alors
en deux parties : une contribution die au coeur et admettant la méme forme que le po-
tentiel Hartree-Fock, et une contribution diie aux mélanges de configurations de ’espace
de valence. Nous avons alors vu que, le coeur étant inerte, seul I’espace de valence est de
contribution non nulle a la source des équations inhomogenes de canaux couplés simulant
la perte d'un nucléon du systeme total par émission spontanée.

Le grand progres dans cette approche, en comparaison au modele précédent [22, 24], 1'uti-
lisation de la méme interaction nucléon-nucléon pour le champ moyen et pour le couplage
aux états du continuum. Cependant, le fait de tronquer la base individuelle, ainsi que la
base de Fock, nous a contraint a utiliser une interaction effective différente pour le calcul
des mélanges de configurations. Nous comprenons mieux cette séparation en analysant le
passage d’'un cas « extréme » a ’autre. Dans le cas extréme ou l'espace de Fock se limite
a la seule configuration ou tous les états individuels de plus basse énergie sont occupés
(aucun mélange de configurations), le potentiel cible-projectile correspond exactement au
potentiel Hartree-Fock pour un état inoccupé situé dans le continuum ; il n’y a donc pas
de réaction (réarrangement) et le modele se résume & un simple probléme de diffusion d’un
nucléon par un potentiel. De plus, le terme source étant inexistant, le systeme total cible-
projectile, supposé dans un état initial lié, ne peut pas décroitre spontanément (il est dans
un état « éternel » ). Dans le cas extréme opposé ou tous les mélanges de configurations
sont pris en compte, toutes les orbitales liées issues du champ moyen couplent aux états
du continuum individuel. Toutes les configurations d’occupation contribuent au poten-
tiel cible-projectile. La partie structure suppose alors un calcul de modele en couches sans
coeur [65, 66, 67, 68, 69, 70] mené a bien avec une interaction nucléon-nucléon plus réaliste.
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Nous avons donc posé les bases nécessaires a un calcul ab-initio, le but étant de dériver le
champ moyen, les mélanges de configurations et le couplage aux états du continuum a par-
tir de la seule interaction nucléon-nucléon dans le vide (comme par exemple Iinteraction

V18 [71]).

Nous avons montré, par quelques applications numériques sur I’exemple du spectre de 7 F’
ainsi que sur les déphasages de diffusion °O(p, p)'°0O la faisabilité de cette approche utili-
sant une interaction effective de portée finie ainsi que des mélanges de configurations dans
un espace de valence contenant un coeur. Les résultats obtenus sont en accord qualitatif
avec les données expérimentales. Le formalisme est completement général et permet une
formulation du modele en couches sans coeur avec couplage aux états du continuum.

Le couplage d’une seule particule aux états du continuum offre la possibilité d’une descrip-
tion microscopique satisfaisante des noyaux faiblement liés dont le premier seuil correspond
a ’émission d’'un nucléon. Cependant, nous savons qu’il s’agit la d’un bien étroit apercu
de la carte des noyaux. Les noyaux de type Borroméens sont un exemple type de systemes
faiblement liés ou trois sous-systémes non liés sont corrélés entre eux pour former un en-
semble lié. On comprend des lors I'importance de la généralisation du formalisme prenant
en compte le couplage d’'un nombre arbitraire de particules aux états du continuum indi-
viduel. En effet, méme si deux particules du systeme peuplent les états du continuum, la
correlation résiduelle qui les lie peut avoir comme conséquence de lier le systeme total. La
proche présence du continuum peut alors modifier la structure du sous-systeme lié de fagon
non-négligeable, et a pour effet la structure en halo généralement observée. Cependant, la
généralisation du formalisme suppose de faire le lien avec les conditions asymptotiques
physiques correspondant au canal de décroissance étudié. Par exemple, dans les proces-
sus de capture radiative (o, deuton ou autre), les particules composant le cluster émis
(ou capturé) doivent étre corrélés par l'interaction nucléon-nucléon de base. De méme, les
correlations entre nucléons dans 1’étude des processus séquentiels tels que la radioactivité
deux protons [28] nécessitent l'utilisation d’une interaction de portée finie.

Nous avons alors, dans le chapitre 4, généralisé le formalisme en prenant en compte le
couplage d’un nombre arbitraire de particules aux états du continuum dans le cadre des
canaux de décroissance a deux fragments. Ce choix d’asymptotique permet de décrire les
mécanisme de couplage au continuum aux alentours de tous les seuils de décroissance a
deux corps (neutron, proton, deuton, triton, alpha - --). En particulier, ce formalisme per-
met d’étudier le mécanisme d’alignement d’une fonction d’onde pres du seuil d’émission de
particule avec la fonction d’onde du canal correspondant [25, 80]. Ce mécanisme d’aligne-
ment est une explication naturelle d’apparition des structures en clusters pres des seuils
d’émission de ceux-ci [81]. Par exemple, états a halo & un neutron apparaissant pres du seuil
d’émission d’un neutron, ou phénomene de clusterisation alpha pres du seuil de décroissance
alpha ...

La difficulté principale dans I’étude de ces mécanismes d’alignement par le modele en
couches avec couplage aux états du continuum est purement technique et liée aux change-
ments de coordonnées inhérents a tout calcul prenant en compte la structure interne des
deux objets de la réaction. Nous avons alors proposé une méthode de calcul des éléments
de matrice de I'interaction cible-projectile dans une base a deux fragments qui a I'avantage
d’étre facilement adaptable a un probleme prenant en compte une forme asymptotique
plus complexe. En effet, les états liés du projectile étant évalué dans un systéeme de coor-
données de type Jacobi, nous pouvons aisément substituer, dans la base a deux fragments,
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la fonction d’onde du projectile par une onde plane hyper-sphérique, par exemple, pour la
description des processus de décroissance « démocratique ». En effet, si le deuton corres-
pond a un état bien lié, le di-proton correspond lui a une résonance qui, apres émission,
peut décroitre, menant ainsi a un probleme asymptotique a trois corps (en comptant le
noyau fils).

Meme si les possibilités numériques actuelles ne nous permettent pas encore une étude
systématique, nous pouvons envisager, dans un futur proche, d’étudier les réactions de
diffusion élastique, inélastique, de transfert, de knock-out, les phénomenes d’alignement,
de halo, et ce dans un cadre unifié. Contrairement aux études précédentes [22, 24, 28], ou
une interaction de portée nulle était utilisée, nous sommes maintenant en mesure d’étudier
les corrélations energétiques et spatio-temporelles entre les produits de décroissance et de
réaction. L’étude de ces corrélations dans un formalisme unifié permettra alors de déduire
les corrélations internes aux noyaux instables.



Chapitre 6

Annexes

6.1 Méthode de résolution des équations Hartree-Fock
en représentation coordonnée

Nous écrivons ici le type général d’équation intégro-différentielle a une dimension qui nous
intéresse!,

u”(r) + D(r)u(r) + /dr'E(r, Y u(r') =0, (6.1)

ou u(r) est la fonction radiale inconnue, D(r) regroupe tous les termes de portée nulle

et E(r,r") est la partie d’échange. L'une des premieres méthodes introduite ...[72] pour
intégrer numériquement ce type d’équation consistait a résoudre itérativement 1’'équation
suivante,

ul(r) + (D(T) + En(r))un(r) =0, (6.2)

ou E,(r) est un potentiel local équivalent défini par,

1 / / ! 5 _
Bur) = s /dr E(r, ) un ('), EBo(r) =0. (6.3)

On montre alors aisément que 1'on a,

lm wuy,(r) = u(r). (6.4)
n—oo
Le probleme est alors que le potentiel équivalent E,(r) diverge a chaque noeud de la fonc-
tion d’onde radiale u,_1(r). Aux voisinage de chaque divergence, le potentiel était alors
régularisé par interpolation. Cette méthode présente les désavantages d’étre compliquée,
peu précise et instable.

Nous adoptons donc la méthode introduite dans ...[73] (voir aussi ...[74]), consistant &
résoudre itérativement I’équation suivante,

wn(r) + Go(r)un(r) + (D(r) + Fu(r) Jun(r) =0, (6.5)

Pour alléger les expressions, nous utilisons les notations primées pour symboliser les dérivations par
rapport a la variable radiale : u'(r) = (du/dr)(r), u"(r) = (d*u/dr?)(r) ...
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ou les termes F),(r) et Gy,(r) sont définis de la maniere suivante,

E,(r) = Bnl(r) /dr’E(r, ) [un_l(r) Up_1(r') +a®ul,_{(r) u;_l(r’)}, Fy(r) =0, (6.6a)
o2
Gn(r) = Bolr) /dr'E(r, ) [u'n_l(r) Un—1(7") — up_1(7) u;l_l(r')], Go(r) =0, (6.6b)

ol nous avons introduit,

Bp(r) = (un_l(r)>2 + a? (u'n_l(r)>2, (6.7)

et ol a est une constante de la dimension d’une longueur. Comme en (6.4), nous montrons

facilement que les solutions w,(r) convergent vers la solution de (6.1). L’avantage de cette
méthode réside dans le fait que la quantité B, (r) n’admet aucun zéro. De plus, I’équation
(6.5) devient exacte Vn pour un potentiel local (ie. E(r,r") = é(r —r")E(r)).

La méthode numérique utilisée pour résoudre les équations différentielles (6.5) est 1'al-
gorithme du point intermédiaire avec extrapolation polynomiale (Burlisch-Stoer modified
midpoint method ...[75]). A chaque itération Hartree-Fock, le potentiel est calculé sur une
grille radiale de points équidistants. Le calcul en n’importe quel point de ’axe radial est
alors effectué par interpolation polynémiale (splines interpolation ...[75]).

Avant convergence, I’équations (6.5) correspond a un probléeme non-hermitique. Une solu-
tion de ces équations admet donc une petite partie imaginaire qui peut faire diverger la
procédure. D’ou I'importance de projeter les solutions sur I’axe réel apres chaque itération,
méme s'il en résulte une fonction d’onde qui n’est pas exactement solution de (6.5) car, de
toute facon, apres convergence la solution doit étre réelle pour un état lié. Pour les états
de diffusion, cette non-hermiticité des équations ne pose pas de probleme de convergence.

Le parameétre a est choisi, pour les états liés, de I'ordre de la portée de I'interaction nucléon-
nucléon, i.e. ~ 1 fm. Cependant, nous avons observé que, pour les états de diffusion, la
meilleure stabilité numérique est obtenue avec une valeur de a ~ 0.5 fm.
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6.2 Calcul des éléments de matrice a deux corps de
I’interaction nucléon-nucléon

6.2.1 Interaction de Brink-Boeker

Pour l'interaction effective proposée par Brink et Boecker ...[51], nous nous limitons au
calcul des éléments de matrice a deux corps de 'opérateur générique suivant,

V= <W +BP?— HP" — MPPT)e ", (6.8)

Dans cette expression, 7 demgne la position relative entre les particules 1 et 2, repérées
par les vecteurs position Tiet 7o respectivement,

T =T — To. (6.9)

Les coordonnées angulaires des particules 1 et 2 seront distinguées par les notations ),
et Qs espectivement. Pour leur part, les opérateurs seront affublés des notations (1) ou (2)
selon qu’ils agissent dans ’espace des états de la particule 1 ou de la particule 2 respecti-
vement.

Le développement multipolaire de la gaussienne ...[1] nous permet de séparer parties ra-
diales et angulaires de la maniere suivante,

e 0 = ZL: (_ﬁl)L VL(T17T2)(YL(91) X YL(92)>070= (6.10)

oll nous avons posé,

Vi (r1,ro) = 4w L iLe=P?(ri+r3) Jr(=2i6%r, ), (6.11a)
(YL(Ql) % Y1(9s) ) - Z DLy Q) Y ™). (6.11D)

Dans (6.11a), j; désigne la fonction de Bessel sphérique. Le décomposition (6.10) est bien
commode car permettant une dérivation analytique des éléments de matrice de la partie
angulaire. Nous considérerons donc a partir de maintenant la gaussienne (6.10) en tant
qu’opérateur agissant dans ’espace angulaire des particules 1 et 2 et noterons simplement,

o8 ZL: (_I}/)L VL(Tl,T2)<YL(1) X YL(Q))QO. (6.12)

L’opérateur P? d’échange de spin s’écrit,
1
PT =3 (1 + ?(1).7(2)), (6.13)

. — s’ . s . . . . . ,
ou o désigne la représentation vectorielle des 3 matrices de Pauli. Ce dernier opérateur
est tensoriel d’ordre 1. En utilisant la relation entre produit scalaire et produit intérieur
...[31], nous pouvons écrire,

0,0

P = [0(1) x 0(2)} . (6.14)

V3
2

N | —
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En utilisant la relation suivante,

0,0

(YL(1) x YL(z))O’O (0(1) x 0(2)> _

0,0
(YL(1) x 0(1))6 X (YL(z) X 0(2))1 , (6.15)

1 .
it 2

ainsi que (6.12), 'interaction (6.8) prend alors la forme,

V = EL: (_;/)L VL(Tl,Tg){ (W + g - PT(H + %)) (YL(l) X YL(2))070

1

. 0 o]’
L(B—MPT)ZQ:H (YL(I)XU(1)> x (YL(2)><J(2)>] } (6.16)

que nous écrivons sous la forme plus compacte suivante,

-1 L : P
V:Z ( [:) VL(T‘l,Tg)ZaiALI, (6.17)
L i=1

ol les constantes a;, les opérateurs angulaires et de spin A% et les opérateur d’isospin I
sont données par,

M B M
_ B _ g L -z 1
ar =W+ 5 92 50 93 5 = (6.18a)
1 9 0,0
Al = A2 = (YL(l) X YL(2)) (6.18b)
0,0
1 A 0 0
A} =af =< S 6 (YL(l) X 0(1)> X (YL(2) x 0(2)) ] (6.18¢)
0

H'=r=1 (6.18d)
I?=1*=p". (6.18¢)

Nous calculons enfin les éléments de matrice a deux corps (définis comme en (2.30)),

Vil5(riyra) = (ladaTea(1) s Ladamas(2) (V| 1y (1) 5 15dsT25(2) )7 (r1,72)

1
= Vilr1,r2) Y ai {laja(1), 18is(2) || ALl 113y (1), 17s(2) )
L i=1

(T2 (1), Top ()T |72 (1), 725(2)). (6.19)

Les éléments de matrice des opérateurs d’isospin sont simplement donnés par,
(T2a(1), 725(2)’11 ‘Tzv(l)a 7.5(2)) = 67'za77_z’y 5%@57 (6.20a)
(Tza(l)a 726(2)’12‘727(1)7 725(2)> = 67—za77_z6 67_z,877_z’y' (6.20b)

Nous calculons ensuite,
(laja (1), 187 (1AL, 57(1), 1535(2))” =

it o Jy L . , , .
<—1>fw+ﬂﬂ+J+L{j5 i J}<zaya||YL||zm><zﬁgﬁ||YL||m>, (6.21)

=l
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ou les éléments de matrice de ’harmonique sphérique dans la base individuelle couplée
sont donnés par ...[3],

(adallYillldy) = ((al/2Y(IYL][(1,1/2))
wildadn L (Ga L j
= (—1)] +3 ﬁ < % 0 j% > 5(IQ+L+I-Y),paiT' (622)

Enfin, nous avons,
(lada(1), 1575 (2)| ALl 5y (1), 1545(2))” =

Joo " . 0 . o o
S22 eyt Lo a6 g (Vi) i) Gasl (Ve x ) i) (629

— L Js JB
Dans cette derniere formule, nous pouvons simplifier,
lo 3 7
: N I A 1, .1
adall (Yo % 0 ) Ny = Gadr 03 1y 1 Gy b GallYelll) (llol15), (6:24)
L 1 6
ou 'élément de matrice réduit de l'opérateur de Pauli est donné par,
1 1
- 2y = 2
et ceux de I’harmonique sphérique par,
lolyL (1, L 1
N e A C A} (6.26)

6.2.2 Interaction spin-orbite de portée finie

Pour le calcul des éléments de matrice de I'interaction spin-orbite, nous utilisons la méthode
introduite dans ...[52] et adopterons leurs notation. Nous nous limitons ici au terme,

V=V, e (f?) (6.27)

et oublierons la partie isospin, dont les éléments de matrice ont éte donnés dans le section
précédente.

H
Nous commencons par écrire I'opérateur moment angulaire relatif L en représentation
coordonnées,

—

1
E’:—z‘?’AV:x@(?’x?), (6.28)

_

ot V représente l'opérateur gradient par rapport a la coordonnée relative 7 définie en
(6.9), A représente le produit extérieur et ot nous avons utilisé la relation entre produit
extérieur et intérieur ...[31] pour l'obtention du terme du membre de droite, ou 'exposant
1 rappelle qu'il s’agit d'un opérateur vectoriel. En utilisant la forme tensorielle ...[31] des
vecteurs position des particules 1 et 2, nous pouvons écrire,

P =T - Ta= \/g <r1?(1) - rg?(z)), (6.29)

ot Y désigne la forme vectorielle de ’harmonique sphérique d’ordre 1, de composantes
Y™ (m=0,£1).
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En remarquant que,
- (?(1) + ?(2)), (6.30a)
(1) - V(2), (6.30b)
il vient,

(T.5) = —v3(Lx 5)0’0
0,0

1 1
((ﬁyla) —7"2Y1(2)) X (V(l) —V(2)>) X (0(1)+0(2)> ] (6.31)

expression qui, apres développement puis recouplage, peut étre écrite sous la forme plus
compacte suivante,

-~V

— — L 170,0
(Z.5) = —var (=0 x (V6) xoh) |, (6.32)
(ijk)
ou les combinaisons d’indices (ijk) sont présentées ci-apres,
1 J k
111
11 2
1 21
1 2 2
2 11
2 1 2
2 21
2 2 2

TAB. 6.1 — Combinaisons d’indices apparaissant dans l’expression (6.32).

Enfin, en utilisant le développement multipolaire (6.10), nous pouvons écrire,

V=—V2rV,y VL(m,m)% > (=1 [ (1) % YL<2)}°’° i(0) x (V) x a(k))l}
L

ijk

0,0

(6.33)

En utilisant la composition des harmoniques sphériques ...[3], on peut montrer que l'in-
teraction V prend la forme suivante,

A~

V= % LZDVL(TI,T2)% ( L ) %o%}},(zjk), (6.34)
ou nous avons introduit,
O, (i7k) = (~1) [ (Yurli) x Y2 ) x (V) x o (h)) '] (6.35)
ainsi que la notation suivante,
2 (6.36a)

DO =
—_

(6.36b)
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Afin de pouvoir calculer les éléments de matrice a deux corps de cette interaction, nous
. , 0,0 /- - . , .
devons factoriser les opérateurs O; ;,(ijk) en un produit d’opérateurs chacun agissant dans

I'espace des états d’'une seule particule. Cette tache est longue et fastidieuse et doit étre
effectuée au cas par cas pour chaque combinaison d’indices présentée dans le tableau (6.1).
Aussi présentons nous ici directement le résultat final,

3 /(1L I 1 L I 1
V:\/;Vso Z VL(T17T2)E<0 0 0 1 1 K

LI K

> (=)EM O ke (igk). (6.37)
(ik) M

Les opérateurs (5%L,’ i (ijk) sont définis dans le tableau (6.2) pour chaque combinaison
d’indices (ijk),

(ijk) O} ke ijk)

111 —r ESEE)YM(2)
112 mCE (DML, (2)
121 riME L (DCE_y(2)
122 —r EYM(1)SE 1, (2)
211 —ry K SEK ()Y, (2)
212 T2CIL(M<1)M%(/—M(2)
221 roME L (DCE L ,(2)
222 —nRYMU)SER,(2)

TAB. 6.2 — Définition des opérateurs 5%,[((@'1{;) apparaissant dans (6.37).

ol nous avons introduit les opérateurs,
- LM
oK, = (YK x v) (6.38a)
, K LM
SUE — [(YL/ X v) X 0] (6.38D)

ME, = (YKxa>L’M. (6.38¢)
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Enfin, en utilisant la relation suivante,
L I 1 L '1 ) _
0 0 O 1 1 K [

2 1 K L 1 K L
__(_1)K < 1 =1 0 > (1 —-1 0 >5(L+L’+l),pai7’7 (6-39)

V6
nous pouvons écrire l'interaction (6.27) sous la forme,
V=-Vi Y Vilri,r) f(L LK) Z M oM, (ijk), (6.40)
L, K (ijk)
ou,
L L' K)= 1L+Kf’/ LR LR L 6.41
f( ) )— (_ ) f 1 =1 0 1 =1 0 (L+L'+1), pair- ( : )

Le calcul des élément de matrice des opérateurs (6.38a) est long et fastidieux. Nous rap-
pelons simplement, comme point de départ, les deux seuls éléments de matrice réduits non
nuls de 'opérateur gradient,

(v = - l+1(d%—£), (6.42a)
(=1 = ﬂ(d%JrlJ;l), (6.42b)

et donnons les résultats finaux,

[

, , L e [ LG 1)2
wCEI) = = e yinig {2

7

4
U L1 L 1K)\ d
00o0)Lo oo )a

! L 1 L1 K I +1)
+\/§5(l+l/+K+1),pair < 1 -1 0) < 1 -1 0 > T s (6.43)
/ 12
(l]||S£K||l, /> _ 2_(_1)1 jj/l 'LL K l/ 1/2 ]/
K 1 L
' K 1 K 1 L i
00 0 0 00 ) ar
I K 1 K 1 L Il +1)
+\/§5(l+l’+L’+1),pair < 1 -1 0 > < 1 10 > f . (644)

Les éléments de matrice réduits de I'opérateur ME, , ont été donnés en (6.24).
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Afin de simplifier les équations, nous introduisons les notations suivantes,

UadallCElsia) = CE(a,5) +CE(a.0) 1 (6.452)
(adallSE ¥lisin) = S (0,05 +8E% (0,0 3 (6.45b)
(lajal M llojs) = M (), (6.45¢)
(lajallYLlllgis) = Yi(a,p). (6.45d)

En procédant par identification, on montre alors que les éléments de matrice a deux corps
de l'interaction (6.27) prennent la forme suivante,

Vagrs(risr2) = (lada(1): Lada )|V 1[Iy (1), 16j5(2))" (r1, 72)

= Vi 3 Vilri,r2) f(L LK) (~1)9 9+ T
L, L' K

(&) 9 d d
bio L + by 2 = (dir o+ daa) =] 6.46
[CH- 12r2+ 21r1+(617’1+627’2)dr1+(17‘1+ 2T2)dr2 (6.46)
ol les diverses constantes apparaissant dans les crochets sont données par,

QZ{ §5 §; - }[Cﬁ’(am)M;%(ﬂ,a)+M,L{<a,fy>cg(g,5) _

Lo b B R[5 5ammas.0) + Vi)t (0)]. - @472

o= {2 2 K Mgk - {5 b E Y v anstree, e
b ={ %2 5 ko o - { 2 5 }%S?(am)lfy(ﬁﬁ), (6.47¢)
a={ b K ke -{ 2 0 E S e, i)
w={ i b K e eo - {1 0 E N A e, G
w={ 2 b K ek - {5 5 B Sy ensiF e, @
w={d 5 Ehakanckes {25 E st e,
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Nous regardons maintenant le cas particulier du potentiel Hartree (2.32). La partie directe
implique le calcul de la sommation suivante,

aRval
> TVisas (6.48)
I
et donc des quantités suivantes,
a = Y (-1 (6.49a)
r
by = Z(—l)rf2b12, (6.49b)
r
g21 — Z(—l)rf2521, (6.49(:)
r
a = Y (-)'T?e, (6.49d)
r
G o= Y ()T, (6.49¢)
r
d = Y (-)'1%d, (6.49f)
r
dy = Y (-1)'1%ds. (6.49g)
r

A Taide des expressions (6.47a), nous montrons facilement que,
Gl=Ca=dy =dy =0, (6.50)

ce qui élimine tout opérateur différentiel dans la partie directe du potentiel Hartree-Fock
(2.32). L’expression du potentiel (2.32a) se simplifie alors considérablement et est donnée
dans ...[52].

Nous regardons maintenant la partie d’échange. L’équation intégro-différentielle (2.31) im-
plique le calcul de I'intégrale suivante,

/dr/ Ea(r,m" ) ua (1), (6.51)

qui, a son tour, en utilisant les équations (2.32b) et (6.46), implique le calcul des intégrales
suivantes,

!
/dr' rr! uw(r/) Vi (r,r") [a + 612% + 621%

+(err + 627"/)(% + (dir + dzrl)%} (%ﬁf?(r,)) (6.52)

En intégrant par partie, puis en procédant pas identification, on montre sans difficultés
que l'intégrale (6.52) peut se metttre sous la forme suivante,

7,,/

/drl {UV(T)UV(T/) [VL(T7 ) (a —c1 — 2dy + (b2 — dl)% + (bo1 — 02)?> — (dyr + dgr’)idVL(r’ )

dr’

dus(r)  du, ()
dr dr’

s (r)Vi (r,7") (clr + 027"') Vi(r,r") (dlr + dg?"’) duﬁ,(r)} ua(r'). (6.53)
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6.2.3 Interaction coulombienne

Dans cette partie, nous calculons dans un premier temps les éléments de matrice a deux
corps de l'interaction coulombienne, puis nous calculons explicitement les potentiels direct
et d’échange dans le cas particulier des équations Hartree-Fock. Nous montrerons ensuite
quels sont les problemes rencontrés pour le calcul de la partie d’échange, et expliquerons
les simplifications utilisées dans le présent exposé.

La forme la plus simple de I'interaction coulombienne entre deux protons repérés par leur
position respective 171 et T 5 est donnée par,

V(7)) = Ll (6.54)

ou C désigne la constante de Coulomb. (6.54) admet le développement multipolaire suivant
...[76],

V(7)) = dr CZ L+1 (YL( )xYL(2)>O’O. (6.55)

Les éléments de matrice a deux corps 'proton-proton’ qui nous intéressent sont alors,

Vagss(rir2) = (lada(1):1sds(2)l|V [l (1), l555(2))" (r1,72)

LTk i o L ‘ . . ‘
:47TC§L:(—1)F+”+M 7 Fil { ;-5 i; r } (lajal YLy dy) (gisllYLlllsds), (6.56)

ou les éléments de matrice des harmoniques sphériques ont été donnés en (6.22).

Nous nous proposons maintenant de calculer la contibution coulombienne aux potentiels
Hartree-Fock (6.32). Les éléments de matrice (6.56) étant des quantités scalaires, nous
pouvons écrire,

DC(r) = ] / dr' Vi g () w2 (), (6.57a)
7. Ja

E(g(T? T,) = _Z - F e j’y ]_ VOCJ’Y’Yoc(T7 T,) u’Y(T) u’Y(TJ)7 (657b)

87

ou les sommations sur 'indice v ne portent que sur les états protons. En utilisant (6.56),
la partie directe peut s’écrire,

D INEREA S F N N |
Z _47TC Zy: Z ) {:;7 :; T } <la]a||YL||la]a>

Jo
(protons)
. . / Té 20,0
(l’Yj’YHYLHl’Y]’Y> dr P u,y(r ) (658)
<
Enfin, en utilisant la relation suivante,
] ] - 'Clt Cl( L ~ ~

r
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nous obtenons facilement,
2
DE(ry=4xC [ dr' — p™ (), (6.60)
r<
ou p”(r) est la densité de protons dont I'expression est la suivante,

rm= Y ) (6.61)
Y

4 r2 Uy

(protons)

Il est alors tres simple de voir que, pour r — 00, nous avons,

D (r) ~ % (6.62)

ou Z est le nombre total de protons. La partie d’échange, quant a elle, s’écrit,

o Jy L . 2 rk
By =m0 Y S L {2 ) (el S ). 669
Y T.L 52 Ja Iy >
(protons)

En utilisant la relation suivante,
ZW { o i: 1@ }:1, (6.64)

nous obtenons,

2 L
A A o L r
Eg(ﬂ T,) —C Z Z L]-y < {/2 0 ]_1/2 > 5la+L+l.y),pair riil UV(T) u’Y(T/)' (665)
v L
(protons)

Calculons alors,

, , 2
c( _ po2( Ja Lo
/dr ES (r,r ) ug(r') = —C E E L33 ( 1/2 0 jl/2> O(lo+L+1y) , pair
B! L

(protons)

L
T
") / & 7 () ) (6.66)
>

ol u,(r) est la fonction radiale d’un état proton. Dans (6.66), nous pouvons écrire,

7’ oo 1
/ dr’ Lil Uy (1) ua(r') = T’L+1 / dr’ v’ Uy (") ua (r') + T/L/ dr’ LA Uy (1) e (r")
T

1 o0
~ On0 - / dr’ uqy (r) ua (r'), (6.67)
™ Jo
pour r — 00, dont on déduit,

/ dr' B (r,1") ua (') ~ —C % o (). (6.68)
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Ainsi les équations Hartree-Fock (2.31) admettent-t’elles la forme asymptotique suivante,

d? lo(lo +1)  2m* C(Z —1)

(o + k2 — = - S = Jua(r) = 0, (6.69)
ce & quoi l'on pouvait s’attendre. Le probleme est alors que les quantités F,(r) et G, (r)
définies en (6.6) divergent. La méthode numérique utilisée ne nous permet donc pas de
prendre en compte la partie d’échange. Mais 1’équation Hartree-Fock d’un état proton doit
vérifier la forme asymptotique (6.69). La partie d’échange étant d’une faible contribution
au potentiel coulombien, nous utilisons alors I'astuce visant a multiplier la partie directe
par le facteur adéquat. Nous re-définissons donc le potentiel direct coulombien comme suit,

DY (r) — % DE(r). (6.70)

Il s’agit 1a d’une forte approximation qui n’est valable que pour de grandes valeurs de Z.
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6.3 Le code de modele en couches

Le code de modele en couches d’éveloppé pour mener a bien cette étude repose sur le
méme formalisme que le code ANTOINE, développé par E. Caurier. Aussi ce dernier code
a-t’il servi de référence pour effectuer tous les tests nécessaires. La particularité de ce code
repose sur l'utilisation d’une base partiellement antisymétrique. En effet, si 'on considere
les protons et les neutrons comme des particules différentes, 'antisymétrie n’a lieu d’étre
qu’au sein de chaque fluide séparément. En notant {|DS;),} 1'’ensemble des déterminants
de Slater constitués de Z états protons, et {|DS;),} 'ensemble des déterminants de Slater
constitués de N états neutrons, alors la base de Fock {|®;;) } du systeme totale est engendrée
par tous les produits du type,

|®ij) = |DSi)x [DS))w- (6.71)

Cette division réduit considérablement la dimension de la base en comparaison dune
base complétement antisymétrique. Numériquement, chaque déterminant de Slater est
représenté par un mot binaire dont chaque bit correspond a un état individuel. En terme
de nombre d’occupation, un état individuel occupé est alors représenté par le chiffre 1, et
un état inoccupé par 0. A chaque configuration d’occupation correspond donc un nombre
binaire qui peut étre vu comme la mantisse d’'un nombre décimal. La principale difficulté
est alors d’établir une correspondance biunivoque entre ces nombres et les cases successives
d'un tableau afin de pouvoir facilement stocker la base et y avoir acces en un minimum
d’opérations mathématiques. La base est générée en schéma ’M’, c’est a dire sous une
forme non couplée. On sélectionne d’abord toutes les configurations d’occupation pour une
parité ainsi qu'un nombre quantique de projection total donnés, obtenant ainsi une base
de dimension D. On génere alors un vecteur aléatoire dans cette base et le projette sur un
moment de spin total bien défini Jy au moyen de l'opérateur suivant,

J? = J(J+1)
I1 Jo(Jo+1) = J(J +1)

(6.72)
J#£Jo

H
ou lopérateur J a été défini en (2.47). Une procédure similaire est utilisée pour obtenir
un état projeté sur un moment d’isospin défini. L’état obtenu est alors un pivot qui peut
servir comme point de départ pour I'algorithme de Lanczos.

La définition (6.71) de la base implique une redéfinition des opérateurs de création et d’ani-
hilation. En effet, la base étant partiellement antisymétrique, ces opérateurs ne vérifient

plus les relations d’anticommutation (2.43). En notant |a,), |b;), - les états individuels

proton, et |a,), |b,), - les états individuels neutron, nous avons les relations suivantes,
{O/Zﬂ' ? alﬂ—} - 07 {a(-l;qﬂ abfr} = 6a7r,b7-r7 (673&)
{a:rlu ) aJIEU} = 07 {a:rzwaby} = 5a,,,b,,7 (673b)
laf,..a}, ] = [a, . as,] = 0. (6.73¢)

On peut alors démontrer que I’hamiltonien de modele en couches peut s’écrire, en seconde
quantification, de la maniere suivante,

1
H = Z<aﬂ‘hsm’a7r> ajzﬂ. Qq, + — Z <a7T7 bnlvsm‘cm d7r>as CLEW azﬂ aqd,. Qe

4
arx Qb yCrydie
1
+ Z(a,,|h8m|a,,> a:fly aq, + 2 Z (ay, by |V ey, dy)as a:fly azu ag, Ge,
ay ay,by,cu,dy
+ Z <CZ7T, bl,|Vsm|C7r, du> a:rzﬂ ad,. aJIEU Qc, + Ecore, (674)

ar,by,Cr,dy
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ou les sommations portent sur les états individuels de ’espace de valence. Nous remar-

quons alors que I'hamiltonien se scinde en un hamiltonien 'proton-proton’, un hamiltonien
‘neutron-neutron’ et un terme 'proton-neutron’. Notons que 1’élément de matrice a deux
corps apparaissant dans ce dernier terme n’admet aucune symétrie particuliere.

Enfin, nous donnons ci-apres les expressions développées des éléments de matrice a un,
deux et trois opérateurs apparaissant dans le calcul des éléments de la matrice de couplage

des équations homogenes de canaux couplés (annexe (6.4)) ainsi que des termes sources
(annexe (6.5)) :

(_1)j5+m5

(17 [as]|®7) = r P
. .
(=1)7eme < —my Mg M>

(197 a5 s | BT (6.75)

avec mg = my — M,
1

. .T/

Jr 0 J

—Mmy Mg My

(| (af, x @) [y =
( > (—1)jr—mr (

S (adysmams|9me) (—1Y ™ (TIGL a1 (6.76)
Ma+Mm~y=mg

avec Mgy = My — My,

. . A\I'\J 1 ) .
(o) (af, x (@ x @) ) lle7) = Y Ul mamrlimy)
(—1)jT_mT < Jr J ) Ma+mpr=m;

—-my m; M
> (b mymsDmp) (=1 Hetme (piomial L an o as | @M, (6.77)
My+ms=mr

avec m; = m; — M. Chaque état de modele en couches est décomposé dans la base de
Fock. Par exemple, dans (6.75), nous avons,

oy =y Cf;TZT} lagmy, -+ aa-1ma-1), (6.78a)
{oimi}

@) = 7 Cfiy 1Bl Bamy), (6.78D)
{Bim}}

ou nous utilisons la notation suivante,

ar = {nk, Uk, Jis Tak - (6.79)

L’élément de matrice apparaissant dans (6.75) nécessite donc ceux du type,
<a1m17 e 7O[A—1mA—1|a(57—m(5|ﬁlm,17 T Am{4> (680)

L’application de 'opérateur as _,,, sur le ket dans (6.80) se fait numériquement par appli-

cation d'un opérateur binaire sur le mot représentatif de la configuration d’occupation du
déterminant de Slater en question, et la phase est calculée selon la convention introduite
en (2.44). Enfin, I'état & A — 1 particules résultant de cette application est recouvert avec
le bra, fournissant le coefficient désiré.
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Au vu du formalisme proton-neutron énoncé ci-dessus, nous voyons alors apparaitre une
flagrante incohérence avec le reste du présent exposé. En effet, tous les calculs que nous
avons dérivés dans les chapitres (2) et (4) supposent une indiscernabilité des protons et
des neutrons, utilisant donc le formalisme de seconde quantification dans ce sens. Cepen-
dant, nous pouvons nous livrer a 'argumentation suivante afin de justifier le passage d’un
formalisme a l'autre : dans les équations de canaux couplés modélisant la diffusion d’un
projectile sur une cible, voire la décroissance d’un noyau instable, I'influence de la struc-
ture complexe de cette cible, ou du noyau émmetteur, sur le projectile est contenue dans
les éléments de matrice a un, deux et trois opérateurs tels que ceux apparaissant dans les
équations (6.88) et (6.145). Dans ces équations, nous pouvons voir ces éléments de matrice
comme de simples coefficients supposés représenter de la maniére la plus correcte possible la
structure considérée. Nous identifions donc ces coefficients aux éléments de matrice calculés
plus haut, car censés représenter les mémes quantités. Cette identification nous apparait
alors justifiée si nous nous souvenons du fait que le modele en couches est a I’heure actuelle
I'outil permettant les meilleures descriptions de la structure nucléaire.
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6.4 Matrice de couplage des équations homogenes

Selon (2.264d) et (2.260b), 'opérateur partiel Vi;, qui couple les états liés aux états du
continuum individuels, s’écrit,

V== [[asastasvipoL [(atah) () | (6:5)

a,y,T

ou nous avons remplacé l'indice nas par l'indice as a I’élément de matrice a deux corps,
puisque le facteur défini en (2.251) est égal a 'unité ; en effet nous avons o € D # 3 € C et
v € D # 6 € C. Nous nous Jproposons donc de calculer les éléments de matrice de ce terme
dans la base {|T9", Voper)"™M} de l'espace P. En utilisant le théoréeme de Wigner-Eckart

pour réduire I’élément de matrice de I'opérateur ((aLa;)F(a}&’g)F)ovo, nous obtenons,

(TjT, T Pe y&Wll‘T/jT' Ve Der 7’/>J’M =

- [ 845 @, 81VIl 0L, = e el (akah) (aras) | et Do 1) (682

a7,

Nous recouplons ensuite le produit d’opérateurs actifs de maniére a coupler par paires
ceux agissant sur les états liés et ceux agissant sur les états de diffusion,

(o) (@) == SSeprmer=ora {0} () ()] o9

Dans cette derniere expression, la phase négative supplémentaire provient de I’anticommu-
tation des opérateurs du type agmﬁ et @y, (car f # 7). Les éléments de matrice réduits
du produit d’opérateurs couplés dans le membre de droite de (6.83) peuvent alors s’écrire,

] TN 0 T"’ 670 1900 nNJ
(TJT)rpEyEH[GLaa-y) (CLBCL(;) :| HT-YT 7y5/p5/7’> =

J L 50 . NG \0
5 (Z1y eI { A } (o) (aky ) 179} G pe Yell(alis ) 11V per ), (6.84)

ol nous avons utilisé le fait que (aLZi,y)e n’agit que sur les états liés (donc sur les sous états

|T7r)) et que (a%ﬁg)(’ n’agit que sur les états de diffusion (donc sur les sous états |V pz7)). On

peut montrer que la phase de réarrangement correspondant a cette séparation est positive.
Enfin nous pouvons écrire (6.82) comme suit,

<TjT7 T Pe yéWll ’T/jT' Ve pe 7’/>J’M =

T (_q\istivtitip 4T | Ja gy 0 jr gr 0
S [ a8ds @BV I8 E (-1t S R

a7y,

) 0 . 0
(v )1 (af@y ) Nl ¢ pe Vel (abs) 119 per ). (6.85)

Remarquons alors que le terme du membre de droite de 1’équation (6.85) est fortement
réminiscent des éléments de matrice réduits d’'une somme d’opérateurs tensoriels a un
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corps d’ordre 6, écrits en seconde quantification, agissant dans la base {|V7 pz7)}. Nous
soulignons ce fait en écrivant,

<TjT, rpz Ve[ Vi ’T/jT' , Ve pe 7"/>J’M =

1 ~\? /
(N%J%H(Ze: // dﬁd65<ﬁ||=’V§jTﬁT,jT,||6> (ag%) ) | Ve per 1), (6.86)

ou” V;T iy €St un opérateur a un corps dont les éléments de matrice réduits dans la base

{|Y2r)} sont donnés par,

1 ' gir
Ve, 7") = p Ve (') = Z — o (a,7) (a7 Vel [V, Ve 1), (6.87)

a,y,I

J 0
(r, Vel |7V

jT7TIjT’
Oll NOUS avons pose,

R /\. /\' i . ) . . 9 . . , 9 i _ 0 i ,
Pl (o) = =07 (— 1) Haw T { ;t/x ? r } { ?"T :;'T J }<T“||<‘”aav) [[T%). (6.88)

En se souvenant des relations entre premiere et seconde quantification, puis en utilisant
la définition (2.166b), nous pouvons écrire,

(TjT, T De y5|V11 |T/jT' Ve pe 7"/>J’M =

<Tpé yEH JVTjT7T’jT’ Hyél pél T/> = (T yEHﬁ (JVTJ'TJ"/jTl > ﬁHyE/ T/>, (689)
ou l'opérateur 7 Ve i €st défini de la maniére suivante,
J I 1 J / I J,I nr
(r Vel Vse i [1Ver 1) = —5 Ve (r,17) = > = olula,y) a,r Ve[V, Yo r'), (6.90)
Y
ou nous avons introduit,
JI 0,J,T
prala,y) =D el (@), (6.91)
0

Dans l'expression 7V ;s , nous notons le moment total J en exposant a gauche, rap-

pelant ainsi qu’il ne s’agit pas d’un opérateur tensoriel d’ordre J, mais bien d’une somme
d’opérateurs tensoriels (a savoir les opérateurs 7V ;= définis en (6.87)).

Intéressons nous maintenant plus précisément a 1I’élément de matrice a deux corps appa-
raissant dans 'expression (6.90). Ce terme s’écrit,

<Oé,’r'y5||V||’7,yE/ r/>£s =

(@(1),r Ye@)IIV (1), Ver ' )" = (=D)F 7 (1), 7 Ye(2)l[V[|[Ver 7' (1), 7(2))" (6.92)

En insérant une relation de complétude dans I'espace coordonnée de la particule (1), puis
en intégrant sur la partie angulaire, nous pouvons écrire la partie directe sous la forme
suivante,

us(ry) o(r —r')
e ). (6.93)

(@) eIV I (V.o @) = [ drary o) Viso 1)
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ou Vél:aé,(rl, r) est défini comme en (2.32), et peut étre un opérateur différentiel agissant sur
le terme contenu dans les grandes parentheses. En utilisant les propriétés de la distribution

. 1—\ . v . 7 . RN
de Dirac, et en supposant que V.., (r1,7) contient au plus des dérivées radiales premieres,
nous montrons facilement, étant donnée une fonction d’onde &, la relation suivante,

/dr' 2 (1), 7 V2)|V |7 (1), Ve ' (2))" %S(T,) -

% /dm 771 U (71) Vall;,-ﬁ,(m,r) <u7(r1) 5(r)>, (6.94)

rri

ce qui nous permet d’identifier I’élément de matrice (6.93) a,

o(r—r")

rr/

(@ (D). V@IV I (). Ve () = [arrriuat) Vit (22 50, 6.95

rri

en tant que noyau et opérateur agissant sur £. Suivant la méme procédure nous montrons
que le terme d’échange de (6.92) peut s’écrire,

o(ry — ") uy(r
(@0 V@IV I /07 = [ driruars) Vi ra,r) (R D) (6.
menant a l'identification,
1 U~ (1)
/ | R / / T / Y
(@), r Ve@)IVIIYe (1. 42) = — 1 ua () Vi (07r) (232 < ). (697)
Enfin, nous résumons en écrivant,
JVC,cr(r, )y =68(r—1r") ‘]DC,cr(r) + ‘]Ec,cr(r, ), (6.98)
ol les potentiels direct 7 D, . et d’échange J E. » sont donnés par,
IDpu(r) =3 L oI () / dr' v o (') VE L (' 7) (“V(T/) x (6.992)
c,C et jsl C,C/ ) o acyc ) 7‘7‘, ) .
r
.. T U~ (1)
TBee(r,r') = — z:(—l)F Jry =i ﬁ @Z”g(a,v)rr' e (r") VO%E,;/(T',T) < Zr’ X . (6.99b)
Nous pouvons alors écrire,
. ) 1
[ o e VelVulnt Yo )M L) =
1 J 1 1 J / /
Do) (e) + - / dr'? B, (rr") (£0)). (6.100)

Le calcul des éléments de matrice du type V;Bﬁ_{g(r, ') est donné dans I'annexe (6.2) pour
chaque partie de I'interaction nucléon-nucléon.



150

La sommation, dans (6.81), sur les états discrets (indexés par a et 7) peut étre divisée
en une sommation sur les états du coeur de modele en couche et une sommation sur
I’espace de valence. Le coeur est inerte, ce qui implique qu’il est le méme pour tous les
états a A (et A — 1) corps considérés. Nous en déduisons qu'il ne peut pas y avoir de
sommation mixte; en d’autres termes, si 'indice o, dans (6.81), décrit un état du coeur,

alors nécessairement 'indice ~y doit décrire un état du coeur, car sinon 'opérateur (agav)"
dans (6.88) ne conservera pas le nombre de particules dans le coeur et I’élément de matrice
de cet opérateur sera nul. Nous pouvons alors écrire,

Z oo+ > (6.101)

(ayy)Ecore  (a,y)€val

La contribution de l’espace de valence au potentiel ressenti par la particule se trouvant
dans un état de diffusion admet la forme générale donnée en (6.99a). Cependant, la contri-
bution du coeur admet une forme beaucoup plus simple, du fait qu’une seule configuration
d’occupation (celle ou toutes les particules occupent les états de plus basse énergie) est
prise en compte. Nous nous intéressons donc maintenant a cette contribution. Nous no-
tons |0) I’état du coeur qui, rappelons-le, ne couple qu’au moment de spin nul. suivant la
procédure introduite dans la section (2.2.2), nous écrivons les vecteurs d’états & A—1 corps
de la maniere suivante,

[Tdnmry = |0, T/t )T (6.102)

» Tval

ot 'état |77 ) est un mélange de configurations des états de I'espace de valence couplant
au moment de spin j;. En suivant une procédure analogue a celle introduite au début de
cette annexe, nous pouvons diviser 1’élément de matrice apparaissant dans (6.88) comme
suit,

. \0
<0,Tgml||< ) 10, 7500 = 8. s B0 G <0||<a;a,y) 110Y, (6.103)

ou nous avons utilisé le fait que (a,7y) € core et fait que ’élément de matrice dans le
membre de droite est nul si 6 # 0. En utilisant la structure simple du coeur, il n’est pas
difficile de montrer que l'on a,

(0l (ak) 110) = 8 3, (6.104)
nous permettant d’écrire,
OLo(07) = 050 1vir 053t Bay I I (6.105)
et donc,
Wewlr) =G 32 23 Gur VellVI, Ver')h (6.106)
~veEcore, T

Enfin, en utilisant la propriété de symétrie suivante,

Vigrg(rr') = (=1)fetistitis v o (v, r), (6.107)
nous démontrons facilement que la contribution du coeur aux potentiels (6.99a) s’écrit,
/
Deo(r) =6ce Z /dr rr’uy (r Vcl:m( ) <u1§j ) X, (6.108a)
) ccore !
r
JE AN 5 f 1 F—j-\/—j / VF / u’Y(T) 6 108'b
C7C’(T7T)_ O, Z j_(_ ) rr u’Y( ) c'y'yc( ) ! X, (6. )
(ﬁ/)ercore

a comparer avec les potentiels Hartree-Fock (2.32).
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6.5 Source des équations inhomogenes

Nous nous intéressons ici au terme source apparaissant dans le membre de droite de
I'équation (2.308). Nous commencerons par dériver les éléments de matrice de 'opérateur
Hqo et étudierons la correction de I’hamiltonien du centre de masse par la suite. Selon
(2.266a), nous avons,

Hio = T10 + Vio- (6.109)

Intéressons nous tout d’abord au terme 77o. Selon (2.263b) et (2.260a), ce terme admet
I’expression suivante,

Tio= [ da 3 (allt9) (a} x )" (6.110)
B

En utilisant le théoreme de Wigner-Eckart pour réduire 1’élément de matrice du produit
d’opérateurs actifs, nous pouvons écrire,

. 1 . _\O
(17,1 pe Vel Tro| @) = / daZ<aHtHﬁ>3<Tﬁ,v~payau(a£ xag) o). (6.111)
B

En utilisant la relation de commutation (alas)? = —(—1)%+95(azal,)?, nous pouvons mener
a bien la séparation suivante,

. \O | .
(19 e Vel (o ) 119)7 = (17059 25635, 5 (17135l 9) G pe Vel (6112)

ou nous avons utilisé le fait que ag n’agit que sur les états liés, que al, n’agit que sur les
états de diffusion et le fait que la phase de réarrangement correspondant a cette séparation
est négative. Dans (6.212), |) désigne le vide. Aussi pouvons nous écrire,

1
(rpeVellalll) = — (r pe Y al, ) (6.113a)
_1)j—m J Jo 0
( -m m 0
= —ac (rpe V' lkacm), (6.113b)

ou, rappelons-le, selon nos conventions d’écriture |k, c¢m) représente le vecteur d’état
individuel de nombre d’onde k, et de nombres quantiques angulaire de spin et d’isospin
regroupés sous la notation ¢, et de projection m. En utilisant le fait que 'opérateur énergie
cinétique conserve ces derniers nombres quantiques, propriété que 1’on peut écrire comme
suit,

(@lltl18) = 85 5 ko alltl|ng &) = 555 Ja (ka amlting am), (6.114)
nous pouvons résumer les résultats précédents en écrivant,

<TjT7 T Pe yE’,TlO’(I)>J7M =

. .1 i~
_(—1)H . S (e VP [/dka |kaém><k:a6m|] [t [ng Em) (177 [Gn, o||®)” (6.115)
ng

En remarquant que,

[ bl ) o el = 92 [ i ) G, o] O] = V) 02 (O = D25y (6110
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et en utilisant la définition (2.166b), nous pouvons alors écrire,

, o1 o _ B
(19,7 pe Vel Tio| @) M = —(—1)7H/ i 7 Z<T]THanﬁ7EH‘I’>J<TyE |p (t ]nﬁcm>>

ng
1
= —(—1)FH i Z(TJ @, ol|@)’ /dr pe(r,r)r' (r' Y| t|Ingem).  (6.117)
J o
Les éléments de matrice de 'opérateur énergie cinétique s’écrivent,

R 1pd® o 1(+1)

(' V&'t Ingem) = o |:dr/2 > }Unﬁa(rl). (6.118)

Intéressons nous maintenant a 'hamiltonien du centre de masse. Nous restons ici dans le
cadre de 'approximation introduite dans la section (2.1.1.1) visant a limiter la contribution
du centre de masse a 'opérateur,

h> |

A
Z (6.119)

La soustraction de cet opérateur a 77o est alors équivalente a la redéfinition (2.15) de la
masse d'un nucléon dans I'expression (6.118). Rappelons alors que la fonction d’onde ra-
diale individuelle u,,,¢(r) satisfait a I'équation intégrodifférentielle (2.31). Ceci nous permet
d’écrire,

12 [ 2 11+1)

AN
Com* Ldr2 2 ]u"ﬁé(r)_

enﬁgunﬁg(r/) — Dg(r’ )unﬁc /dr”E rr )unﬁc( ), (6.120)
ou les potentiels Hartree-Fock D; et E; sont données en (2.35), et €ngc est I’énergie de I'état

individuel considéré. En remarquant que le terme €ng e Unga(T) disparait par application du
projecteur p, nous pouvons résumer les résultats précédents en écrivant,

(197 7 pe Ve T1 | @) /dr pe(r, ) wit (+1), (6.121)

oll nous avons posé,

Wi (r) = (—1)j+J+jt% Z<TjT||anﬁ’5||(I)>J <D (r)unga(r) /dr Ee(r, 1" Yun, e(r )), (6.122)

ng

et ol nous avons défini,

Tio="Tio— — (6.123)

| =
i
SH

Nous nous intéressons maintenant au terme Vyo. Selon (2.264c) et (2.260b), ce terme s’écrit,

o= % [ st sVIb o). [(dah) @) ] (6.124)

ay<s I’
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Comme d’habitude, nous réduisons 1’élément de matrice du produit d’opérateurs actifs
pour obtenir,

(1771 pe Vo Vig|®) M =

=Y 3 [ as sV in ot % e dill[(ahal) (@) ] l1e). (6125)

ay<dé I

Il n’est pas difficile de montrer que le produit d’opérateurs peut étre recouplé de la maniere

suivante,
[(ala%)r@lﬁ(g) F]O — _(—1)P e [(ajl (atya;;) F)” aH . (6.126)

Les éléments de matrice du produit d’opérateurs couplés dans le membre de droite de
I'équation (6.126) peuvent alors se diviser comme suit,

(TJT rpcycHK (a.ya(g)r‘)]ﬁ T] H(I)>
—<—1>f+ﬁ”j6ﬁ<w||( L(aas) ) 19) (rpediikam),  (6.127)

ol nous avons utilisé le fait que (aL(Zi,Y?i(g)F)j n’agit que sur les états liés, que a; n’agit que

sur les états de diffusion et que la phase de réarrangement est négative. En utilisant les
résultats précédents, nous pouvons écrire,

<TJT T Pe :)}c|VlO|<I>

.
D | (al (@) )'l12)”

any<s T jJ
oyl [ [ ds laem) ksl VI l,]. (6129
Il n’est alors pas difficile de se convaincre de la relation suivante,
rpe | / ks ks em) o b e[V, 9) s = / dr' pe(r, 1)1 (e, V||V, 6)hy-(6.129)
nous permettant enfin d’écrire,
(w0 pe ValVial®) Y = [ el o), (6.130)
Oll NOUS avons posé,

yreie | (al (@) ) 119)7 (o Dell VI )k (6.131)

ay<s I’

Intéressons nous donc a 1’élément de matrice a deux corps dans (6.131). Ce terme s’écrit,

<Oé TyCHVH’Y? >nas =

1

VT (1), r Ve(2)I[V[]7(1),6(2))" = (=17 {a(1),r Ve(2)l|V][8(1), 7(2))" ((6.132)
Y
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Puisque, dans (6.131), « € D # [ € C, le facteur de normalisation (cf. eq. (2.51)) se
résume en effet a 1/,/1+ 0, 5. En insérant une relation de complétude dans ’espace des
états de la particule 1 et en intégrant sur la partie angulaire, nous pouvons écrire le terme
direct de la maniere suivante,

(1), r VeIV IIH(1),5(2))F = / dr' v’ o (') Vafwé(r',r)@’*(f/) ”‘5(7")), (6.133)

et le terme d’échange comme suit,

T T

(a(1), 7 Va(2)|[V]8(1),v(2))" Z/drlrlua( Vi (0, )(”V(r) ué(f/)). (6.134)

Nous pouvons donc écrire le terme source (6.131) sous la forme suivante,

Z Z F+J+.7T Ja (TJTH( (afyaa) >j||(1)>J

ay<s T

[Dgé_g(ua(r)) + / dr' EL 5 (r, r’)(u(;(r’))}, (6.135)

Oll NOUS avons posé,

u~ (1’
Dos(r) = [ ' wals) Ve 507 (L2, (6,136
i U~\T
Blys(rr') = =(=)" 70w ug () Vi (7 )( Zi,)x, (6.136D)

en tant qu’opérateurs agissant sur la fonction radiale individuelle wug(r).

Les sommations, dans (6.135), sur les indices «, 7 et § peuvent étre divisées en plusieurs
parties, selon que ces indices appatiennent a I’espace du coeur ou a l'espace de valence. En
respectant la convention (2.172) d’ordonnement des indices, ainsi que la conservation du
nombre de particules constituant le coeur, nous déduisons que ces sommations se divisent
de la maniere suivante,

o= > o+ > . (6.137)

a,y<d  (ayy)Ecore  (a,y,0)€Eval
(6)€eval

La contribution au terme source w,.(r) de la deuxieme sommation du membre de droite

de (6.137) admet la forme générale présentée en (6.135). Cependant, la contribution de
la premiere sommation admet une forme plus simple que nous nous proposons d’inves-
tiguer maintenant. A cette fin, nous commencons par recoupler le produit d’opérateurs
apparaissant dans (6.135) afin de coupler ceux agissant sur I’espace du coeur,

Y = Sversar {5 0} (s)'5). o
0

ur uler clé ri drateur, nous suivi ¢ rocédur
Pour calculer les éléments de matrice de cet opérateur, nous suivons la méme procédure
que celle introduite dans 'annexe (6.4), et notons les états a A particules liées de la maniere
suivante,

‘(I)> ’0 q)val> ' (6139)
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olt |0) désigne I’état du coeur et 1'état |®,,)7 est un mélange de configurations des états

de 'espace de valence couplant au moment de spin total J. Les états a A — 1 particules
liées sont pour leur part construits selon (6.102). Ainsi pouvons nous aisément calculer les
éléments de matrice du produit d’opérateurs couplés du membre de droite de (6.138),

| ((al,) ) 127

. 0 j
0,751 (ahay ) @) 10,07, (6.1400)
= 00,0 Gay 0js; Jy (120,115 Puar)”, (6.140b)

ol nous avons suivi la méthode habituelle, et déduit que la phase de réarrangement est
positive. Pour alléger les notations, nous pouvons prendre avantage de la relation suivante,

(0 1@sl | Poar)” = (17 [as]| )7, (6.141)
qui se démontre aisément. Enfin, en utilisant (6.140a) et (6.141), ainsi que la relation de
symétrie (6.107) et la conservation de la parité dans les éléments de matrice a deux corps,

nous déduisons que la contribution du coeur dans la sommation sur les indices « et v au
terme source (6.135) est donnée par,

WETE(r) = —(~ ) S S0 g[8 (DE (s 1)+ [ B Yung (7)) 6142

ng
Oll NOUS avons poseé,
core f / / ! T / u’Y(T/)
DErer) = 30 = [ () V') (1 (6:1432)
(«/)Ecore‘7
r
Fcore A 1 F—jy—j ! / / VP ! UV(T) 6.143b
() == Y (=) =5 11 Uy (1) Vagga(r ) (= 77 % . (6.143b)
('y)ercm"e J

Nous remarquons donc que le terme (6.142) admet exactement la méme forme (mais de
signe contraire) que le terme (6.122), a ce détail pres que les potentiels D¢ et £ sont
générés par les états du coeur uniquement, alors que les potentiels Hartree-Fock D; et FE:
sont générés par les états du coeur ainsi que par les couches additionnelles moyenant la
probabilité d’occupation définie en (2.36).

Nous réumons ici en écrivant,
. 1
(177,71 pe Ve| T1p + Vip|®) M = . /dr’pg(r, Y we(®7 '), (6.144)

ou le terme source total est défini par,

wo(®7,r) =
(- S sy [(Dcm = D) Y )+ [ (Elrr') = B2 r'))umu')]
1

LYy | (ol (a,5) ) 1) [ngu&(rw / dr/EgM(r,r')u(;(r')]. (6.145)

(a,y,0)€val
I
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Dans cette derniere expression, nous pouvons écrire,

De(r) = DE(r) =

/dr rr’uy (r Cl:m( ) (Mx, (6.146a)

(v )Eadd Ja W

Ee(r,r') = B&™(rr) = = Y
(y)€add Ja
r

Poee (— DI e (1) VESo(r, ’>(UZS)X(6-146‘>>

ol nous avons spécifié par (7) € add que les sommations ne portent que sur les particules
additionnelles au coeur de modele en couches. Ces termes contribuent donc a la correction
discutée dans la section (2.4.4.4).
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6.6 Représentation radiale des solutions de I’espace Q

Nous nous intéressons dans cette section a la représentation radiale d’un élément de 1'es-
pace @ de maniere a compléter expression (2.325) de la solution totale [)*. Les états
propres de 'hamiltonien effectif |®)/* étant des combinaisons linéaires des états propres de
I'hamiltonien Hgg projeté sur I'espace Q, nous nous limitons ici au calcul du recouvrement
suivant,

PM (It Y| )M, (6.147)
ou I'état |®)/M couplant au moment de spin J (et projection M) vérifie,
(E — Hgg)|®)"M = 0. (6.148)
En notant {|a;, m;)} une base d’états individuels liés, 'état |®)/M peut étre décomposé, en
schéma M, dans la base de Fock a A particules {|aymy, -+ ,aama)} de la maniere suivante,
= > C{a m; }\alml,' ©,aAmA), (6.149)
{oimi}

ou {a;m;} symbolise 'ensemble des configurations possibles, et ol {Cfa]fi}} représentent

les coefficients du développement. De méme, la cible |197™) peut étre développée dans une
base de Fock a A — 1 particules liées,

[T =N Clamy lem, - alaymly ), (6.150)
{oimi}

nous permettant de construire les états de base,

‘TjT7yET>J7M = Z <jTj7 me’JM> Z ng’bzz} ’allmlla e 7a{4—1m{4—17émr>7 (6151)

mr,m {afm)}
ou |émr) admet la représentation suivante,

5(T —r)

r'r

Ve (@), (6.152)

(7" |emr) =
et ou les fonctions angulaires, de spin et d’isospin V: ont été définies en (2.18). Le calcul
de la quantité (6.147) implique donc celui du recouvrement suivant,
(aymly, -+, d/y_ym/y_q,emr|army, -+ ,aama), (6.153)
qui, selon (4.22), peut s’écrire,
VA (aim) (1), ay_ym/y_1 (A = 1), emr(A)|arimy, -+ ,aama), (6.154)

ou l'indexation des particules dans le bra est arbitraire. Le ket de (6.154) peut s’écrire
explicitement a I’aide de l’opérateur d’antisymétrisation,

lagmy, -+ ,aama) \/_ Z DEPlagmy(1),-- -, aama(A)), (6.155)

ou P est un opérateur de permutation, et ou la sommation porte sur les A! permutations.
Nous choisissons ici, pour plus de commodité, de faire agir les permutations sur les états
plutot que sur les particules menant a,

\alml,-'- aAmA \/_ Z ‘Oéplmpl(l) ,apAmpA(A)>, (6156)
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oll Pi correspond au i indice obtenu par application de la permutation P & 1’ensemble

d’indices (1,2,---, A). Enfin, nous pouvons calculer le recouvrement (6.153),
> (D) ahmi|apimpr) - (@ _ymly_i|apa_impai) (emr|apampa). (6.157)
P

Dans cette derniere expression, nous avons,

(gmilapimpi) = 0ar ap, Om! mp:s (6.158a)

(Emrlapamps) = Ona,, taralt) (6.158b)
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6.7 Résolution des équations projetées sur le conti-
nuum individuel

6.7.1 Solution matricielle

Dans cette section, nous nous intéressons a la résolution des équations projetées (2.300),
que nous écrivons ici sous la forme symbolique,

PEPE=0, (6.159)

ou la solution matricielle £(r) est supposée vérifier la forme asymptotique (2.256). En
posant,

§=p¢, (6.160)
il vient,
pEE=0. (6.161)
Une solution générale E de (6.159) doit alors pouvoir s’écrire de la maniere suivante,
§(r) =€"(r) C + 6(1). (6.162)
ol £" est la solution de 1’équation non-projetée homogene,
Keh=o, (6.163)

et C' est une matrice constante. Dans (6.162), ¢(r) doit étre, en toute généralité, une
solution matricielle de 1’équation,

Ko=U, (6.164)
telle que,
pU =0. (6.165)

Ecrivons alors cette derniere équation explicitement,

/dr' pe(r, ") Uew(r') =0, V{c, }. (6.166)

Nous voyons donc que les éléments de la matrice U de canal sortant ¢ doivent appartenir
a l'espace ¢ des états liés de nombre quantiques angulaire, de spin et d’isospin ¢. Nous
écrivons alors,

User(r) = Y a uns(r), (6.167)

ou {a!} sont des constantes, et ou u, (1) représente une fonction d’onde radiale individuelle
de nombre de noeuds n et de nombres quantique angulaire, de spin et d’isospin désignés
par ¢. La sommation doit porter sur tous les états liés existants de nombres quantiques
¢. Aussi se peut-t’il qu’il n’y en ait aucun, auquel cas la projection sur le continuum se
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résume a l'identité. Nous remarquons alors que 1’élément de matrice U, ne dépend pas
du canal entrant ¢’. Ceci nous permet alors de limiter le terme U & une forme vectorielle

%
U dont les composantes, en représentation radiale, sont données par,
U(r) =Y al uyelr). (6.168)

Avant de poursuivre, introduisons la notation suivante,
I=A{c,n}, (6.169)

symbolisant donc un canal donné, ainsi qu'un nombre de noeuds. A 'aide des remarques

précédentes, il n’est pas difficile de montrer que les composantes de la solution £ peuvent
s’écrire,

Eoo(r) = > &hur)Cone +> &L DL, (6.170)
c’ 1
ou la solution vectorielle particuliere ?I est solution de I’équation,
g =S
K& =U", (6.171)
oll nous avons posé,
Ug(r) = cr,C unIE] (T) (6172)

Afin de déterminer les constantes D, nous utilisons le fait que la solution E appartient,

par définition (cf. eq. (6.160)), au continuum individuel. Puisque que l'’ensemble des vec-

teurs { U !} forment une base compléte et orthogonale d’un espace nul par application de
Iopérateur p, nous pouvons écrire,

/ dr g, o, (r) &, o(r) =0, V{J ¢} (6.173)
En utilisant (6.170), I’équation (6.173) est alors équivalente a,
> AL Coe+> B"DL =0, (6.174)
cl’ 1
oll nous avons posé,
Al = / dr o, (r) EF (1), (6.175a)
B = /dr Un,y e, (1) EL (7). (6.175b)

(6.174) est un simple systeme linéaire, que nous écrivons ici sous forme matricielle,

BDu=-Y AwCue. (6.176)

C
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Enfin, la solution (6.170) s’écrit,

Erlr) = Y [t - ) (B7) " A2 o (6177)

c’ I,J

Il nous reste maintenant a vérifier la condition asymptotique. Nous supposons donc que
pour r > R cette condition est vérifiée. En notant M la matrice définie par,

Moo =a(R) - S &) (B) " 4L (6178)
1,J

ainsi que les matrices H* et © définies par,

ch,:c’ = 5C,C’Hc:t(R)a (6179&)
0]
Ocer = G (6.179b)

ot les fonctions HZE(r) ont été définies en (2.110), la condition de raccordement de la
solution physique et de sa dérivée premiere en r = R s’écrit,

MC = © [H— L H* S} , (6.180a)
MC = © [H" H 5}, (6.180b)

ol les quantités primées indique la dérivation par rapport a la variable radiale. On montre
facilement que la résolution de ce systeme d’équations matricielles conduit a,

C = M‘1@<H‘ v H* S), (6.181a)

_ 1 - _ ag -1 _
S = g e (OH - MMTeHT).  (6181)

6.7.2 Solution vectorielle

Nous nous intéressons maintenant a la résolution des équations inhomogenes projetées
(2.312) que l'on écrit ici sous la forme,

ﬁ[ﬁgzﬂ, (6.182)
oll NOUS avons pose,
D=7, (6.183)
H

Il est alors immédiat que la solution w doit s’écrire,

D) =T+ d € )+ D), (6.184)
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H
ot £" est la solution matricielle de (6.163), C' est un vecteur constant, ?I est la solu-
tion vectorielle de (6.171), {d’} sont des constantes et olt w? est la solution particuliere
satisfaisant a,
K&?=w. (6.185)

De méme que dans la section précédente, nous déterminons les constantes {d'} a l'aide de
I’équation,

/dr Unjey (T) aij("ﬂ) = 07 \V/‘L (6186)

qui est équivalente au systeme linéaire suivant,

N A.Co+Bd+E =0, (6.187)

ﬁ
ou les vecteurs A. et la matrice B ont été définis dans la section précédente, et ol nous
avons introduit,

— /drunJEJ(r) wk (7). (6.188)

La solution (6.184) s’écrit enfin,

) =3 [ehr) - S €l (B—l)I’JA;’,] Co+wt(r) = S €l (r) (B-l)I’Jng. (6.189)

1,J

C/

En définissant le vecteur Q par,

Q. =wi(R) = Y€ (R)(B) ¢, (6.190)

1,J

ou R est suffisemment grand pour la condition asymptotique (2.257) soit vérifiée, alors les
conditions de raccordement s’écrivent,

MC+Q = ©HT, (6.191a)
MC+Q = OH*T, (6.191b)
menant a,
¢ = M—1<@H+?—6), (6.192a)
= 1 1S =
[ = oo (MM Q- Q ) (6.192b)
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6.8 Dérivation de la résolvante avec un nombre arbi-
traire d’espaces modeles

On considere n espaces modeles. Les projecteurs sur ces espaces sont notés {P;, i =
1,2,---,n}. Lanumérotation est arbitraire. Aussi toute permutation des indices {1,2,--- ,n}
peut étre indifféremment utilisée pour décrire 'ensemble des n espaces. Les projecteurs P;
sont supposés vérifier,

> p=1, (6.193a)
i=1
P,Pj = 0;; P, (6.193b)

et les projections de 'hamiltonien H sont notées,
Hy = PHP;. (6.194)

En utilisant la relation (2.218), nous pouvons écrire la résolvante totale sous la forme
suivante,

1 n
¢ = []1 n <]-,Z::1 Hj — HH)G]. (6.195)
En définissant,
P
_ 1
= (6.196)
il vient,
PG = G4 —Pl + ZHhG}
) i#1
= Gi|PL+ ) HyG + HisGy (P2 + > HyuG+ H21G)}
) i#£1,2 i#£1,2
= Gi|Pi+HipGy+ Y (Hy+ H12G2H2i)G] + G1H12G2Hoy (P1G). (6.197)

i£1,2

En factorisant (6.197), puis en multipliant & gauche par (G;)~' = P(E — Hy;)P; nous
obtenons,

P (E — Hy1 — H12G2H21)G =P + H12G2 + Z (Hli + H12G2H2i)G. (6.198)
i£1,2

En définissant les opérateurs suivants,

R} = P + H15Go, (6.1992)

HY; = Hy; + HisG2 Ha, (6.199D)
1

Gi=h Py, (6.199¢)
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nous pouvons écrire,

PG = GR+ Y H%iG}

) i#1,2

— G|Ri+ Y HEG+HLGH(RE+ Y HAG+ HAG)]

) i#1,2,3 i#1,2,3

= G|R}+ HEGIRE+ Y (HE + HEGIHE)G| + GIHBGEHE (P G). (6.200)
) i#1,2,3

En factorisant (6.200), puis en multipliant & gauche par (G})~! = P(E — H%)P; nous
obtenons,

Py(E — H}, — Hi3G3H3,)G = R} + H{3G3R3 + Z (Hf; + Hi3G3H3;)G. (6.201)
i#1,2,3

En définissant,

R = R} + HLG2R2, (6.202a)
H¥ = 0% + HLGZHZ, (6.202b)
1
23 _
Gl = PlE_7H_1213P1, (6202C)
nous pouvons écrire,
PG = G [R%”’ + 3 H%?G] (6.203)
i#1,2,3

Enfin, la récurrence, qui n’est pas difficile a démontrer, mene a,

PG = GPFU[RPT N HEG, (6.204)
#1201

ou les opérateurs multi-indices sont définis de maniere auto-simmilaire comme suit,

R R G rr, (e
HE W = H T G (6.205b)
iq i 1
G;'""" = bB—————P,. (6.205¢)
R

Afin de mener a bien la deuxieme partie du calcul, nous procédons a la permutation
d’indice suivante,



En utilisant (6.204) et la permutation ci-dessus, nous pouvons écrire,
PG = Gy 2Ry
PG = Gy PRy + Gy HS P (PG)
PG = GY Ry 4+ GEAHYE N(PG) + Gy HY (PG

Nous introduisons alors les notations simplifiées suivantes,
Gi =Gy Gy = Gy,
R; = R* R, =P,
Hij = HY ™ Hyj = Hyj,
qui nous permettent d’écrire,
PG = GiR;
PG = GaRy+ GyHy (PIG)
= (PL+P)G = GaRy+ (P + G2Hn)G1Ry
En définissant,
L? = P, + GoHy,
il vient,
(P, + P)G = GyRy+ LIGiR;.
Nous poursuivons alors la procédure,
P3G = GsRs+ G3Hs1(PiG) 4 GsHs(PoG)
= (PL+ P+ P)G =

165

(6.206a)
(6.206b)
(6.206¢)

(6.207)

(6.208)

(6.209)

égfﬁg + (PQ + égﬁ32)62§2 + |:P1 + égﬁgl + (Pg + égﬁgg)égﬁgl élﬁl. (6.210)

Définissant,
L3 = Py + G3Ha,
L3 = Py + G3Hz,
L¥ =13+ L%ézﬁm = P + GyHsy + (Py + GsHsy)GoHo,
nous pouvons écrire,
(PL+ Py + P3)G = GsRs+ L3GyRy + LPGRy.
La récurrence, qui est cette fois un peu plus difficile a démontrer, mene a,

n n o

Y PG=> Ly GiR

i=1 i=1
ou les opérateurs multi-indices sont définis comme suit,

L:;L'”i-i-l _ L:Lz+2 + L?_;'li—i_zéi—l—lﬁi—l—li, Lj _ P]

Finalement, en définissant,

Zi = L?mi—i_la Zn = I'n,
la résolvante totale peut s’écrire sous la forme compacte suivante,

n ~ o~ o~
G=> LGiR;.

i=1

(6.211a)
(6.211b)
(6.211c)

(6.212)

(6.213)

(6.214)

(6.215)

(6.216)
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6.9 Fonctions de spin-isospin a symétrie adaptée

Dans cette annexe, nous utilisons la notation v, pour désigner la représentation graphique
d’un tableau de Young, et [v],, la partition correspondante.

Nous considérons la partie de spin d’un systeme de ¢ particules. Le schéma de couplage de
ces fonctions est le suivant,

Si—1

[ [[1/2’1/2]51’1/2]&... ’1/2] , (6.217)

ou 1/2 représente un spineur. Les tableaux (6.3,6.4,6.5) présentent la symétrie de ces fonc-
tions de spin sous 'action du groupe des permutations en fonction de I’ensemble des mo-
ments {51, Sy, -+, 51} pour i = 2,3, 4 respectivement. Pour plus de détails, le lecteur est
invité a consulter les ouvrages ...[61, 77, 62]. Nous adoptons le méme schéma de couplage

Sy Y W
1 2]
0 17

Sl SQ Yw[i/] [l/]m

1| 2 3]

1| LR
0 1| 3| 21k

TAB. 6.4 — Symmétrie des fonctions de spin (6.217) pour i = 3.

pour la partie isospin,

[ [[1/271/2]%’1/2}%...1/2] - 7 (6.218)

o, cette fois-ci, 1/2 représente un isospineur. Nous voulons maintenant définir des fonctions
de spin-isospin de symétrie bien définie par le produit intérieur des fonctions (6.217) et
(6.218). Ces fonctions forment un espace invariant sous I’action du groupe,

SU(4) > SU(2) x SU(2). (6.219)
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Sl S| Ss | v [

1] 212 3]

R R S T I U S U

1Ly | P B
0| 4| 1| 5| 1
LLs | 0| | 2
03510 At 22]5

TAB. 6.5 — Symmétrie des fonctions de spin (6.217) pour i = 4.

Les tableaux (6.6,6.7,6.8) présentent la symétrie de ces fonctions en fonction de S;_; et
T;—1 pour i = 2,3,4 ainsi que leur décomposition selon (6.219). Le schéma récursif (par
produit extérieur successif) ustilisé pour construire ces fonctions de spin-isospin peut étre
illustré de la maniere suivante,

L IT1]
1) BXED
] QXF QXH}

®0 — (6.220)

@ 3><HJ
|

Enfin, la dimension d[é;g](N) de la représentation irréductible de SU(N) associée a la partition

U — QL —
=

V] = [v1, s, -+, vN] étant donnée par,

dSU(N) _

N . .
vp—vj+g—1
a0 =11 / : (6.221)

j—i

1=i<j

I'analyse dimensionnelle peut étre menée a bien a 'aide de (6.220).
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111
010
110
01

SU(4) | SU(2) x SU(2)
2] 2)x[2]
2 | [pxpy
12 | XY
1 | 2

TAB. 6.6 — Fonctions de spin-isospin a symétrie adaptée pour i = 2.

S, | Ty | SU(4)
23] B
32| B
5 |2 (21
53| 21k
5| 3| [21h
3|3 | 212
3|3 | 212
53| [21:
53| [

—J5([21]1x[21] + [21]2x[21))
[21]2x[3]
[3]x[21]2
I5([21)1x[21]; — [21]ox[21]1)

TAB. 6.7 — Fonctions de spin-isospin a symétrie adaptée pour i = 3.
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TAB. 6.8 — Fonctions de spin-isospin a symétrie adaptée pour i = 4.

Ty | SU(4) SU(2) x SU(2)

2| [ [4]x[4]

1| [ L ([31]1x[31)1 + [31]ox[31] + [31]3x[31]3)
0| [4 5 ([221x[22]1 + [22]2%[22]2)

2 | [31]; [31]1 % [4]

1] 31 [4]x[31]

1| [31), == (2[31]1x[31]y — [31]2x[31]5 — [31]5%[31]3)
0| [31) 5([31]2x[22]; + [31]3x[22]5)

1] 31 25([22)1 x[31]5 + [22]2x[31]5)

2 | [31], [31]5 % [4]

1] [31]2 [4]x[31]5

1| Bl | Jo(=[31)%[31]2 — [31]:x[31]1 + v2[31]2x[31]> — v2[31]5x[31]s)
0| [31] L(V2[31)1x[22]; + [31]x[22]; — [31]3x[22]>)
1] [31]2 %(ﬂ[22]1><[31]1 + [22]1 x[31]2 — [22]2%[31]3)
1| [211] 5 ([31)1x[31]2 — [31]2x[31]1)

0 | [211], H(V2[31]1x[22]; — [31)2x[22]; + [31]3x[22],)
1] [211) —1(v/2[22),x[31); — [22): x[31] + [22]5%[31]3)
1| [211]; L ([31]1x[31]5 — [31]5x[31])

0 | [211]; L(V2[31)1 x[22] + [31]2x[22]5 + [31]3%[22];)
1| [211], —1(V2[22),x[31]; + [22]2x[31]5 + [22]; X [31]3)
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TAB. 6.8 — suite ...

=5 ([31]2x[31]5 — [31]5%[31]2)

— 75 ([31]1x[22]s — [31]5%[22]5)
%([22]%[31]1 — [22]5%[31]2)
[4]x[22],
[22]1%[4]
75 (V2[31]1x[31]2 + v/2[31]2x[31]1 + [31]2x[31]s — [31]3x[31]5)
22]1 x[22]; — [22]%[22])
[4]%[22],
[22]5%[4]
2 (V2[31]1x[31]s + v2[31]5x[31]y — [31]2x[31]5 — [31]3%[31]2)
22]1x[22]5 + [22]2%[22]1)

2

—1(

7([22]1X[22]2 — [22]5%x[22];)
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6.10 Projection des équations avec deux particules
dans le continuum

Pour les besoin de la présente section, nous changeons légerement les notations introduites
en (6.19), et noterons,

ap = {nk,lk,jk,Tzk}. (6.222)

Nous développons ici une technique de projection des équations de canaux couplés dans le
cas ol seulement deux particules peuplent les états du continuum individuel. La généralisation
a un nombre plus élevé de particules dans un état de diffusion est envisageable. Nous de-
vons néanmoins garder a 'esprit que la convergence de la présente méthode n’a pas fait
I'objet de tests quantitatifs.

Nous considérons le projecteur introduit en (4.32) dans le cas ou i = 2,

p=p(1) ®H(2). (6.223)

Nous cherchons alors un ensemble d’états, que 1’on note |U;), orthogonaux a 'espace sur
lequel projette I'opérateur (6.223),

*p|U;) = 0. (6.224)

Dans le cas présent, il existe trois types d’états satisfaisant a cette condition, a savoir,

U1) = |aima(1) ® 9(2)), (6.2252)
U2) = [(1) @ agma(1)), (6.225b)
|U3> = |a1m1(1)®a2m2(1)), (6225C)

ou |a;m;) représente un état lié, et |¢) est un état individuel quelconque. Tout comme
dans la section (2.4.4.3), le résolution des équations projetées passe par la résolution
des équations inhomogenes avec comme terme source les états mentionnés plus haut. Le
probleme est alors que, pour les solutions du type 1 et 2, ces équations doivent étre résolues
pour tous les états |p) d'un ensemble complet dans I'espace des états individuels, ou du
moins pour un nombre de ces états formant un ensemble presque complet dans la région
de I'espace qui nous intéresse. Nous choisissons alors une base d’oscillateurs harmoniques
pour les états |p),

) = lupt) V™) D)

ot [ul?) est la partie radiale de nombre de noeud n, [Y;™) est une harmonique sphérique
d’ordre [ et de projection my, |xm.) est le spineur et |7, ) I'isospineur. Nous regroupons
parties radiale et angulaire de 'oscillateur harmonique sous la notation suivante,

), (6.226)

|un) [Y;™) = [nlmy). (6.227)

Nous nous intéressons a l'état de type |Up). L'état lié |aymy) peut se décomposer de la
maniere suivante,

lonmg) = > (L2, mymg [jima) [ue,) 1Y) [Xons, ) 70) (6.228)

mll yMsq
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Ol |ug,, ) représente la partie radiale. Du fait de sa localisation dans 1’espace, cette derniére
partie peut facilement étre développée dans une base radiale d’oscilateur harmonique
(de méme moment angulaire pour accélérer la convergence) car elles y forment une base
complete (sur le nombre de noeuds),

‘U’C‘ﬂ) = Z< n1l1|ua1> ‘un1l1> (6229)

En utilisant la notation (6.227), nous pouvons donc écrire I'état 1ié (6.228) sous la forme
suivante,

ma) = D (/2 mumg, [ima) (S, (e, [navme,) [Xom,, ) [7y), (6.230)

miy,Msq,N1

et enfin,

Uy = Y (/2 mumg, [jima) (b, ua, )

mpy,Msq,M1

|n1l1ml1’ n2l2ml2> |Xmsl ) Xm52> |T7_zl’ TTZZ)? (6'231)

ol nous oublions I'indexation des particules afin de simplifier les expressions. En recouplant
de maniere adéquate, puis en utilisant la transformation de Talmi-Moshinsky ...[78, 79,
nous dérivons,

[nilimy,, nalamy,) = Z(lllg,mhmlsz) (1, nhlhnaly, moly)? |01, nblh) M. (6.232)
0,M

nyly

no,l
La figure (6.10) illustre le changement de coordonnées correspondant a cette transforma-
tion.
Nous recouplons ensuite la partie de spin & un moment total S (et de projection S.,),

11
Xmay  Ximsy) = D {550 My sy SS2) |, 82, (6.233)
S,S%

ainsi que la partie d’isospin & un moment total 7" (et projection T),

11
[Tras Tria) = D {55 TraTro TT2) T, T2 (6.234)

T T,

Nous résumons en écrivant 1'état (6.231),

‘U1> = Z <lll/27mllm31 |.j1m1> < nlll‘um) <lll27ml1ml2|9M>
myy sMsy ,n,0,M
n b,
) ‘]Z7Zrn7 z
11

<n/1 /1,’/2,/2[/2|n1l1,n212>6 < m81m82‘552> <§§7T7'z17—7'z2 TTZ> <HS7 MSZ|.7m>

2%

(it ey = 1)) |7, 72) (6.235)
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ny, ll
ng, l2

FiG. 6.1 — A gauche, les particules (1) et (2) sont dans des états d’oscillateur harmo-
nique spécifiés par les nombres quantiques ny,ly et noly respectivement et évalués dans le
référentiel cible. La transformation de Talmi-Moshinsky permet un développement analy-
tique des états [nily,nols)?, couplant au moment angulaire total 0, dans la base engendrée
par les états |n 1}, nhlh)? on, cette fois-ci, loscillateur harmonique de nombres quantiques
nl, l} correspond au mouvement relatif des deuz particules, et celui spécifié par nb,l}, cor-
respond au mouvement du centre de masse des particules (1) et (2) par rapport a celui de
la cible.

Pour plus de clarté, nous écrivons le produit tensoriel d’états apparaissant dans (6.235)
sous la forme suivante,

(Inits, mbts) > 19)) ™ 17,2y = [udgy iy (0,1)8) " T L), (6.236)

ol nous avons séparé parties radiale et angulaire. Nous voulons maintenant calculer expli-
citement la représentation de ’état |U;) dans la base,

Ve, ) = \(l, P%'P)j’m, ), (6.237)

afin d’obtenir un terme source aux équations intégro-différentielles. Ce terme source, que
I’on note w, est donc défini par,

1W(r) = <<z, p@?)j’m, r|UL), (6.238)

r

ou [Py est 'état intrinseque du projectile (cf. section (4.2.2.4)), r est la distance relative
entre les deux fragments et [ est le moment angulaire cible-projectile. La construction des
états du projectile a été donnée dans la section (4.2.2.4) pour le cas général. Cependant,
dans le cas ou le projectile n’est constitué que de deux particules, ce calcul se trivialise.
Une base angulaire, de spin et d’isospin d’'un systeme de deux fermions peut s’écrire, sous
forme couplée,

|<L x S)jp’mp,T, ), (6.239)

ol L est le moment angulaire relatif, S le moment de spin total et 7" le moment d’isospin
total. Cette base doit satisfaire au principe de Pauli, ce qui limite les valeurs possibles de
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ces dernier nombres quantiques. Ainsi doit-t’on avoir,

( ST

L pair = 110

ol (6.240)
ST '
Limpair = 1|1
\ 00
Nous notons les états du projectile de la maniere suivante,

L™y = N [Pl (LS)™ T, 1), (6.241)

(LST)as
ou nous spécifion par (LST),s que la sommation sur les nombres quantiques L, S et T est

. e, I A . ‘ , — 7 .
limitée aux possibilités indiquées plus haut. Nous notons p° la coordonnée relative entre
les deux nucléons. Nous avons donc,

jp 1P ]' jp jpImMp
(Plpy™) = Z P Prr(p) Yisr, (), (6.242)
(LST)as

ot p et © sont respectivement le module et la partie angulaire de la variable 7. En
recouplant, nous pouvons écrire,

(1eg)" ) =

S (-1, { Lo } Pl (L 1)9,S>j’m,T,TZ, r). (6:243)

S
(LST)as J I
0

Enfin, le calcul du recouvrement (6.238) nécessite celui du type,

ot
] 7m

<P§5T7 ((L, l)e, S)J’ T TZ7 u /l/ U /l/ ((lll, l/> S) 7,1—7/’{];/> =
0Lt 01y, 06,60 05,5 O(j,m),(j'm!) O(T,T2),(T",T2) <PJEST,7”|UZZL,UZZI>, (6.244)

oll nous avons,

(Plor ity = | [ doviorlo)ulgs (o)) wli(r) (6.245)
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6.11 Eléments de la matrice de couplage dans la par-
tition de masse « 2 »

Nous nous proposons ici de dériver les éléments de matrice de 'interaction V;; dans la base
a deux fragments construite dans la section (4.2.2.5). Nous nous limiterons au cas parti-
culier ou le projectile n’est composé que de deux nucléons, car les expressions deviennent
vite tres complexes pour le cas général.

Selon les notations introduites dans la section (4.2.2.5), la base partielle (moment relatif
cible-projectile + état du projectile) pour un projectile composé de deux nucléons est,

‘y@ T> = ‘<l27 P%P>j7 T>7 (6246)

ou nous omettons le nombre quantique de projection pour alléger les notations. Nous avons,
dans lannexe (6.11), construit une telle base. En substituant, dans ’équation (6.243), I
par ly, L par [; et @ par Ly, et en notant p's la coordonnée relative entre les deux nucléons
du projectile, nous pouvons écrire,

N N A
(wrt) = 3 cvmoeng {4
(11ST)as
Lo

/ dps pr P 4r(po) ‘ (& ZQ)LQ, s]j T o). (6.247)

En utilisant la relation (4.181), nous pouvons passer de la représentation a deux corps (cible-
projectile) a une représentation a trois corps (la cible et les deux nucléons du projectile),
de la maniere suivante,

‘(ll’b)h”’?’ T> =D i, (92) ‘[K]éz , D3, > (6.248)
Ks

ou nous faisons usage des notations introduites dans la section (4.2.2.1) pour la base hyper-
angulaire, soit,

Lo
K =1 (k) ) K, (6.249)
Dans (6.248), nous avons, selon (4.182),
P2 = arctan(ﬂ), (6.250a)
P2
ps = \/ps+ (ar)2 (6.250Db)

Rappelons alors que l'interaction entre le projectile et la cible admet la forme suivante,

> Vi (B), (6.251)

keC

N
ou -V g

la cible. La somme porte sur les particules occupant un état de diffusion. Aussi, tous les

(k) représente 'interaction du nucléon numéroté k avec la structure interne de
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nucléons constituant le projectile sont supposés étre dans le continuum relativement a la
cible. Les solutions particulieres ou cette condition n’est pas vérifiée sont supprimées au
moyen de la technique de projection introduite dans la section (6.12). Aussi nous limitons-
nous ici au calcul des éléments de matrice (4.203) sans les projecteurs, la sommation, dans
(6.251), portant donc sur les nucléons constituant le projectile, que ces derniers soient dans
un état de diffusion par rapport a la cible, ou non. Nous traitons ici I'interaction entre le
nucléon numéroté (1) et la structure de la cible. La figure (6.2) illustre schématiquement le
systeme de coordonnées intrinseque correspondant a la base hyper-angulaire (6.249). Nous

Fi1G. 6.2 — lllustration schématique du systeme de coordonnées intrinsque correspondant a
la base hyper-angulaire (6.249). Est également illustrée l'interaction entre le nucléon (1)
et la structure de la cible T.

voyons donc la nécessité d’utiliser une rotation cinématique (cf. section (4.2.2.2)) afin de

passer dans un systeme de coordonnées ol l'interaction Vo i (1) se calcul aisément.

Cette transformation est un cas particulier de la transformation (4.128),
1K) = D (K][Ks) ™ [[K]52), (6.252)
0l

oil les coefficients ([K3]|[K]s)™2 sont les coefficients de Raynal-Revai. La figure (6.3) illustre
schématiquement le changement de cooronnées correspondant a cette transformation.

(1) (1)

) o
Tz Y
[[Ks) [[Ks)

F1G. 6.3 — lllustration de la rotation cinématique (6.252) passant des coordonnées in-
trinseques correspondant a la base hyper-angulaire |[K]§2> aux coordonnées intrinséques

correspondant & la base hyper-angulaire |[K]5?). Les nouvelles coordonnées de Jacobi sont
notées T ety .
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Nos conventions de notations pour la nouvelle base hyper-angulaire sont les suivantes,

[K)3*) = |(l~1,l~z)L2, K>). (6.253)

En recouplant de maniere adéquate, nous pouvons écrire,

~ J ~ ~\ L2 1 1\S J
Ks) = |(0R)7 (55) R
N - ~ ING o~ 1\ i

= ZL25]1]2 s 7 9 ’(11,§> ,(52,§> ,K2> .(6.254)

J1,92 Ji o J2 ]

Nous découplons ensuite la partie isospin du projectile,
|TTZ> = Z <11 Tlez2|TTz> |7-zl 7-22)- (6255)
227 )

T21,T22

A Taide des résultats précédents, nous pouvons écrire la base partielle (6.246) comme suit,

Y wss » [l Iy L
(wrk) = X cvmeeng {2
(11ST)as.

Lo, Ka,l1,l2
J1,72,T21,T22

o L 1l Ly ~ L1l
LoSjge 4 & 305 o ([KG]|[K]3)™ <§§,Tz1Tz2\TTz>
JioJ2 J

/dpz P2 P{fST(P2) F}LQKQ(%) ‘ [(71, %)lem ) (72, %)jQTﬁ]j , Ko, /73>- (6.256)

Enfin, nous pouvons intégrer sur ’hyper-angle pour faire apparatre une dépendence en x
et y qui sont les modules des nouvelles coordonnées de Jacobi 2" et 3 respectivement (cf.
figure (6.3)),

[(55) 7 (Bg) 7] B2 ) =
/ 06 sin®(6) cos(6) Fr 1., () )(’z},%)jlm v, (’z;,%)”m by (6257

Les variables x et y sont alors respectivement données par,

r = pzcos(¢), (6.258a)
y = pssin(e). (6.258D)

Nous somme maintenant en mesure de calculer les éléments de matrice suivants,

<y52 T||JVTjT7T/jT, (1)“3)5'2 Tl)- (6259)
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L’interaction 7V __ /(1) est une somme d’opérateurs tensoriels (cf. annexe (6.4)),
TJT’T T

Y

TIT,T

gy (1) =Y V! (1). (6.260)

j Gt
TIT T
0

Le calcul des éléments de matrice (6.259) nécessite donc le calcul des éléments de matrice
suivants,

s~ 1N\J ~ 1\J ~ 1\ 71 ~ 1\ 73 i
((03) maes (fg) o[V O (B5) 70 (B5) 72 v)

It a0 04T, ) ] j/ 0
JiJ

Y
o 5(I~2j27z2)7(l~'2jé'r;2) JJ (_1)

1J€

5y —y)
/
xa! (TjTl~1j1Tz1)7(T/jT’l~’1j{'r;1)(x’ ') T (6.261)

Dans (6.261), la phase supplémentaire (—1)71+l~/1 provient de l'inversion des coordonnées 7’
et =’. Nous montrons sans difficultés que l'on a,

5y —y') o(ph — )
= 6.262
vy’ Phps sin(¢) sin?(¢/)’ ( )
oll NOUS avons pose,
.92 1
= [+ o) By - o] o2
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6.12 Exemple de calcul de sources pour les équations
inhomogenes

Selon (6.190) et (6.206a), et en utilisant les notations introduites dans la section (4.2.2.5),
nous pouvons décomposer le vecteur d’état du systeme total projeté sur 'espace P; conte-
nant j particules dans le continuum (et se trouvant dans la partition de masse ¢ dans le
canal entrant) de la maniére suivante,

U= ) EZ;M(mTAi,mpﬂﬁqi)/dw‘l’;’j,@(r)\T]X_j,jpyajﬂ‘]’M- (6.264)

J,M,cj,ci

La représentation radiale du terme source apparaissant dans (4.59) peut alors s’écrire,

J’M<TA—f> Tyéf fp|H|\I]j>;_ = Z EcJ;M(mTAfw UL qu‘)

Cj,Cq
/dT" r’ ‘I’cJ]cl (r") J7M<Tf§—fa r Ve, Tp |H|Tﬁ—j> ’p Ve, ry (6.265)

Afin d’alléger les expressions, nous utiliserons par la suite les notations suivantes,

) = [T ), (6.266a)
%) = |f)), (6.266D)
¢ = {L,P7, j}, (6.266¢)
¢ = {l,pr jh. (6.266d)

Nous substituons ensuite I’hamiltonien intrinseque H par ’hamiltonien défini en (2.258)
auquel I'on soustrait celui du centre de masse du systeme total,

P2
H=H- -4 6.267
H 2Am ( )

Dans cette section, nous nous limiterons au calcul de la contribution de I’hamiltonien ‘H au
terme source, et oublierons celle du centre de masse, qui se fait de maniere analogue. En
utilisant les résultats de la section (2.4.4.2), les projections de I'hamiltonien H s’écrivent,

Hi j=f+12>2
PHP = Ho j=1, f=2 (6.268)
Hoy j=[f+22=2

ainsi que les expressions conjuguées (en permutant les indices f et j). Nous voyons donc
que le calcul des termes sources apparaissant dans les équations (4.59) doit se faire au
cas par cas. Aussi nous limiterons-nous ici au cas particulier ou f = 1 et j = 3, qui a
« 'avantage » de regrouper un grand nombre de difficultés que I'on peut rencontrer dans
ce type de calcul. Nous avons donc,

Palg = P1H02P3, (6269)



180

et, selon (2.266¢), (2.264e) et (2.260b),

Hoo = Voo = Z// dry dé (e, Bl|V ]|, >nas [(aiua’

o+
N——
/N
N
.
N
S
N——
—
| IS
=
[=}
—~
[@))
[\
\]
@)
SN—

Nous commencons donc par calculer les éléments de matrice du produit d’opérateurs
couplés,

M /g TTF~~F0’0/j’3 /
<TT7Ty51p|[<aaa6> <a’7a5> ] |T " py53T>:

1 PERTR RN (M A D PR AT ~ -\ '
= (mapreer g | (alah ) (7 (Yl (a) 1P Ve ). (6:271)

ou nous avons utilisé le fait que le produit (agag)r n’agit que sur les états liés et que le

produit (a,as)T n’agit que sur les états de diffusion. Le calcul des éléments de matrice
dans la base des états liés [177) et |T7t) se fait de maniere analogue & ceux mentioinnés
a la fin de Pannexe (6.3). Nous nous intéressons donc tout particulierement aux éléments
de matrice du produit d’opérateurs d’annihilation des états du continuum. En découplant,

nous montrons facilement que 1’on a (utiliser la relation entre les Wigner 3 et les coefficients
de Clebsch-Gordan),

~ - \' 1 i 4 .
(r Vi pll () ||3pyagr’>=—?<—1>ﬂﬂ N G0 m = M)
m,M,m/’
S Gdssmams|D = M) (2 V2 play s, asm, PP V2 7). (6.272)

M~ ,Mms

La base partielle de I'espace contenant 3 particules dans le continuum peut s’écrire, en
utilisant (6.35) et (4.32),

Ppymie’y = Splymey

= 2 laymy (1), aema(2), azms(3)) (army(1), agms(2), 043m3(3)|yg;/ )

Q2m2
a3ms3

1 /
= % ¥|O¢1m1,a2m2,a3m3> (alml(l)aa2m2(2)aa3m3(3)|y§; '), (6.273)
avmi

aams
a3zm3

ou nous utilisons la notation suivante,
; = {]{7“ li;ji; Tzi}- (6274)

Dans (6.273), nous avons utilisé la relation (4.22), sachant que le ket |V r') est une
combinaison antisymétrique a 3 corps. En utilisant les résultats de la sections (2.2.2) sur
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le formalisme de seconde quantification, nous pouvons calculer,

Oy, G5, | 1ML, Q2 Mg, (i3 M3) =
(5(7mw)7(azm2)5(5m6)7(asm3) - 5(5m6)7(a2m2)5(7mw)7(asm3)) |y, my) —

(B arm)8smap aama) = SiomGarmn)Oam, . e )iz, ma) +

<5(7mw)7(01m1)5(5m5)7(azm2) - 5(57715)7(@17711)5('Ym'y),(a2m2)) g, M), (6.275)
qui mene sans difficultés a,
a'y,m«,aé,ms |3p yg;,’ Tl) = I‘alml> <a1m1, ’meya 6m5‘yg/ Tl)v (6276)
ai,mi

et enfin, permettant d’écrire (6.272) sous la forme suivante,
r
(r Ve, 111 (@35) [1°p Vs 7') =
1
j VG

La contribution des éléments de matrice de ’hamiltonien H au terme source (6.265) prend
alors la forme,

IM it Y p| T Bp Ve 1) =

1 Ly 1 . . T . r ,
—T.<—1>WT”Z;{ b }Z“<T|I(ala2) 7)*
I

J a<p

(< 1)+ / dley (r Vs, ||k11) <[/f151, (% 5)F}j’||y53 Y. (6.277)

T 3 _ B rq4 L |
%///dhdkydk‘a<a,/5||V||%5>nas<7“yc1||k‘101><[k‘161,(7,5)] Ve, '), (6.278)

ol nous avons utilisé les relations suivantes,
plkier) = |kie), (6.279a)

ol [ken, (7,5>F}jl> = ||k, (1.9) F] ", (6.279b)
Remarquons que 'on peut écrire (toujours a l'aide de la relation (4.22)),
(ke (.0) ] 19 ) = VB (k). (12).69) | 10, r). (6250)

Les éléments de matrice a deux corps antisymétrisés apparaissant dans (6.278) s’écrivent,

1
a, BV ,5£as:
(@ BIVI s = e

(@(2), BOIVII(2),0(3))" = (1) {a(2), B3)|[V]16(2), 7(3)>F] ;- (6.281)
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offrant donc deux contributions : une contribution directe et une contribution d’échange.
Notons que l'indexation des particules est arbitraire. Nous nous intéressons dans cette
section a la contribution directe seulement (la contribution d’échange se faisant de manieére
totalement analogue). La partie directe de (6.281) mene, dans (6.278), au calcul de la
quantité suivante,

(r Ve, (VK11 (1)) ((2), BB)IVII7(2),6(3))" =

A A

= a0, (@), 5) 1[109) < VE)] ke, (42),56) )7, 625

qui s’apparente a un élément de matrice a trois corps. Dans (6.278) apparait donc le
projecteur suivant,

T

[ ans Ime ). (32.66)) Y e, (20.53) 1, (6.283)

qui n’est autre que le projecteur ®p limité & certains nombres quantiques angulaires de spin
et d’isospin. En utilisant les résultats précédents, nous pouvons alors écrire,

[ b i s (0l BV, 560" ¢ Ya Wllke ) (e, (+2.56) ] 1957

>
="

>/

Ve (1), (a(2),83) 1[1018) x V(3)] 1P 7). (6.284)

<

Dans (6.264), la fonction d’onde radiale \chchl (r) est supposée avoir été calculée de maniere a

ce que le vecteur d’état |U;); appartienne & 'espace P;. Aussi le projecteur /p apparaissant
dans (6.264) est-t’il redondant. Ce dernier projecteur ne nous a servi jusqu’alors qu’a
scinder de maniere formelle le produit d’opérateurs couplés apparaissant dans I’hamiltonien
‘H. Nous pouvons donc, a présent, supprimer ce projecteur des équations et écrire I’élément
de matrice (6.278) sous la forme suivante,

]_ Y ] i/ F . r -/
—T,(—l)’ +ir+J Z{ :;7 :;T S } Zh<T||<alaE) ||y
J r a<p
r
I

(Ve (1), (2(2),50)) I[109) x V)] Iver). (6285)

La figure (6.4) illustre schématiquement les différents systemes de coordonnées définissant
bra et ket dans I’élément de matrice a trois corps apparaissant dans (6.285). L’indexation
des particules utilisée jusqu'ici a permis une dérivation commode de Iexpression (6.285).
Elle n’est cependant pas appropriée pour continuer plus avant. Cette indexation étant
arbitraire, nous effectuons la permutation suivante,

1 — 3

2 — 1

3 — 2 (6.286)

menant a une re-définition de la base a trois corps,

-/ -/

Vo), (a(0,52)) ) = 19| (a),52)) @) . (6287
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Fi1G. 6.4 — Illustration schématique des différents systémes de coordonnées définissant bra
et ket dans l’élément de matrice a trois corps apparaissant dans (6.285). A gauche, les états
la) et |B) sont liés par rapport a la cible (considérée ici comme une particule ponctuelle
numérotée 4), et la variable r représente la distance relative du nucléon numéroté 1 par
rapport a la cible. Est également repésentée l'interaction V(23) entre les nucléons 2 et 3.
A droite est schématisé ’élément de la base partielle |V, v") ot r' représente la distance
relative entre le centre de masse de la cible et celui du projectile (composé des particules 1,
2 et 3).

L’élément de matrice, centre de nos préoccupations, devient alors,

((a(0).52) . rYa@[V(12) < 139)] 1% ). (6.288)

Pour calculer cet élément de matrice, nous devons projeter le ket (6.287) sur un systeme
de coordonnées approprié. Nous commencons par factoriser la base a deux corps des parti-
cules 1 et 2 de la maniere suivante (nous oublions I'indexation des particules pour plus de
lisibilité),
1\ Je 1\ s
0,6)" = fta, 4g) | (1o 2) " (15 5) N 17w s, (6.289)

ol nous avons séparé parties radiales, angulaires-spin et d’isospin. Les fonctions d’onde
radiales liées |u,) et |ug) peuvent étre facilement développées dans une base d’oscillateur
harmonique, menant a,

o) = S ) () [l ). (6.200)
ni,n2
Nous recouplons ensuite la partie angulaire et de spin,

. . L, "
) (b)Y = ins L 15 ) (G e
L,S

L’élément de la base |Vz ) peut également étre développée dans une base d’oscillateur
harmonique,

NI =

Yar)=|(tg) ) =3 @ ey |(1.5) ) 1. (6.292)

n3
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Le développement (6.292) est purement formel : La base radiale harmonique |u!%,) étant
compléte, cette expression est exacte pourvu que la sommation sur ns soit infinie. Ce-
pendant, du fait de la localisation du terme source a une région limitée de l'espace, la
convergence sur ng dans le calcul de 'élémenet de matrice (6.288) doit étre assez rapide.
Nous résumons les résultats précédents en écrivant le ket (6.287) sous la forme suivante,

, lo &+ 4

r J TP @ °

(00, 82)) Vv )Y = 37 (ul ) Gl Jus) s LS {15 LG

nlggng L S F

U (7 L o1 1\S7T 1N\ 7
L (st (22 s (1 2YY s (0208)
ou nous utilisons la notation simplifiée,

[7.1) = Jung) Y0, (6.294)

avec |Y;) une simple harmonique sphérique d’ordre . Un dernier recouplage des parties
angulaires et de spin nous permet d’écrire,

(o) T3 -

Y EE Y (R PRt

L3,S2 3 52

n

Les états des particules 1, 2 et 3 sont maintenant développés dans une base d’oscillateurs
harmoniques évalués dans le référentiel cible. En effectuant successivement deux trans-
formations de Moshinsky (cf. annexe (6.11)), ainsi que des recouplages adéquats, nous
dérivons,

Nily, Nalg L,ngl b =
(o rals) )

Lo L L3 Loy L3
Z <n'1l1, <n'212, nglg) } <nlla, n2lﬁ> y ngl> ‘n'lll, (nélg, nglg) > ,(6296)

nfil1,nbla,nhls, Lo

ou nous avons défini,

<n'1l1, (n;lg,ngl;},)h‘(nlla,n2l5>L,n3l>L3 = Z(n'lll,ng Hnla, nalg)”

i
ny 15

A "
(_1)l1+l’2’+L3+l LL2 { gl %3 £2 } <n/2[27nélg‘n/2/l/2/7n3l>L. (6297)

La figure (6.5) illustre ces deux transformations successives.
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(3) 1 3) A 3)

’17,3,1

(4) (4)

Fi1G. 6.5 — De gauche a droite : illustration des deux transformations successives de Mo-
shinsky (cf. equ. (6.296)).

Enfin, nous passons en représentation coordonnée,
/ / / L2 L3
h h h L2\ Ls
0] 0] 0]
dxy dxy drs 11 19 T3 Uiy, (1) Uiy, (x2) Uiy, (x3) ‘xl Iy, <x2 ly, w3 lg) > , (6.298)

ou les variables radiales sont illustrées sur la figure (6.6). Nous nous intéressons maintenant

ORI

332,[2

T3, 13 (3)

(4)

F1G. 6.6 — lllsutration de la représentation coordonnée (6.298).

au ket |z, ). D’apres (6.183), cet élément peut s’écrire comme une superposition d’états
du type,

j/

(1K1, (81%) (172, ). (6.299)

Nous rappelons alors les conventions de notations introduites dans le section (4.2.2.1) en
ce qui concerne la base d’harmoniques hypersphériques,

(K] = H(ll,b)b,l;;} LS,Kg,K3>. (6.300)



186

En recouplant et en intégrant sur les deux hyper-angles, nous pouvons écrire I’élément
| Ve, ') comme superposition des états suivants,

‘ [ll, <l2,13>L2}L3,K2,K3> :/d¢2 dis cos? ¢ sin® ¢ cos® ¢z sin s

Lo\ L3
Fl1l2K2(¢2) FK213K3 (¢3) ’1'1 ll, (552 lz, X3 l3> > R (6.301)

ou les fonctions F, ,;,x, ont été définies en (6.80), et ou,

Ty = [y COS 3 COS o, (6.302a)
Tg = [y COS P38in ¢y, (6.302b)
r3 = ﬁ4 sin ¢3. (6302(3)

Ainsi le calcul de 'élément de matrice (6.288) implique celui des éléments de matrice du
type,

L Ls BNE Saq 5’

oo (6 v
g ,,,,L’2L§’ 11311‘9%?' o

[(xl 17(552127%313) ) 7((575) 75) ] ,(Tm,ng,Tz)>. (6.303)

En supposant que 'interaction nucléon-nucléon V' (12) puisse se décomposer de la maniére
suivante,

V(12)

V(12) = (A“’) .B“’)) [=(-1)4 [A" X B"]O’O 1, (6.304)

ol A? est un opérateur tensoriel d’ordre § n’agissant que sur les parties radiale et angulaire,
BY est un opérateur de spin d’ordre § et I n’agit que sur la partie isospin, I’élément de
matrice (6.303) peut se décomposer de la manieére suivante,

TN Ly LL S
(_1)32+L3+J j/ { Sj 93 j’2 }

L3<:E1 ly, (:172 lo, T3 l3)L2HA9‘ 517/1 /1, <$/2 llg,ﬂfé lé)Ll2>Ll3

R GE A (CHR
22/ 72 2°2) 72

/

(Tear Tops T | Ty Thgs Th)- (6.305)

Dans cette derniere expression, nous pouvons simplifier,
Lo L\ L
L ’ gl 1ogr o Y2\ 78
3<$1 ll, (;UQ l2,333 l3> Tqly, (332 l2,333 l3> > =

A , honoo
Opa,14 Ly (1) Hi TRt { L, L Lg}

A‘"

6z — ) 6(xo — b)) S(zs — 2
(21 : 1) 0(x2 , 5) 0(w3 : 3) A (), (6.306)
Ty ToTh T3 o

Ol s, L), (Ul L)
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ainsi que,
1 1\5 1 1 1\S1 1\ 5% / s [ S S 6
Saf(Z Z Rl = - — (_1\S+Sa+0+1/2 ) 1 9 o
<<2’2) ’QHB H<22> ’2> (=17 054,5, 52{ i 3 S } B, 5;-(6:307)

Quant a la partie isospin, c’est en général la plus triviale a calculer.
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Résumé :

L’unification entre structure et réaction a toujours été un grand défi de la physique nucléaire.
L’extreme complexité rencontrée dans la description des systéemes quantiques finis a en ef-
fet mené la théorie nucléaire a dissocier ces deux approches. Une voie possible pour les
réconcilier est le modele en couches avec couplage aux états du continuum. Jusqu’alors,
les applications numériques reposant sur ce modele utilisaient un puit de potentiel lo-
cal pour générer la base individuelle et une interaction résiduelle schématique de portée
nulle pour les couplages au continuum. Nous avons développé le formalisme du modele en
couches avec couplage aux états du continuum avec une intéraction nucléon-nucléon de
portée finie. Nous avons ensuite généralisé le formalisme de maniere a prendre en compte
un nombre arbitraire de particules dans un état de diffusion. Le grand avantage de cette
approche réside dans le fait que la méme interaction est utilisée pour la construction de
la base individuelle et pour le couplage aux états du continuum. Nous avons donc posé
les bases nécéssaires a un calcul ab initio, le but étant de dériver le champ moyen, les
mélanges de configurations et le couplage aux états du continuum a partir de la seule inter-
action nucléon-nucléon dans le vide. Nous avons effectué une premiere application réaliste
en calculant les spectres de 7 F et 170, et les déphasages de difusion élastique °O(p, p)*°O.

Mots clés : structure nucléaire, réactions nucléaires, modele en couches (phy-
sique nucléaire), méthode Hartree-Fock, décroissnace radioactive, isotopes du
fluor.

Use of a finite range nucleon-nucleon interaction in the continuum shell model.

Abstract :

The unification of nuclear structure and nuclear reactions was always a great challenge
of nuclear physics. The extreme complexity of finite quantum systems lead in the past
to a separate development of the nuclear structure and the nuclear reactions. A unified
description of structure and reactions is possible within the continuum shell model. All
previous applications of this model used the zero-range residual interaction and the finite
depth local potential to generate the single-particle basis. In the thesis, we have presen-
ted an extension of the continuum shell model for finite-range nucleon-nucleon interaction
and an arbitrary number of nucleons in the scattering continuum. The great advantage
of the present formulation is the same two-body interaction used both to generate the
single-particle basis and to describe couplings to the continuum states. This formulation
opens a possibility for an ab initio continuum shell model studies with the same nucleon-
nucleon interaction generating the nuclear mean field, the configuration mixing and the
coupling to the scattering continuum. First realistic applications of the above model has
been shown for spectra of " F and 170, and elastic phase-shifts in the reaction °O(p, p)'60.

Keywords : nuclear structure, nuclear reactions, shell model (nuclear physics),
Hartree-Fock method, radioactive decay, fluorine isotopes.

Discipline : Constituants élémentaires
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