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CHAPITRE 1

Introduction

Depuis la découverte du noyau atomique en 1909, ainsi que de ses constituants,
les protons et les neutrons, respectivement observés pour la première fois par Er-
nest Rutherford et James Chadwick en 1919 et 1932, la communauté scientifique
cherche à percer les mystères de l’interaction nucléaire. Quelles sont les propriétés
de cette force qui permet aux nucléons d’être confinés dans un volume infinitésimal,
malgré la répulsion coulombienne entre les protons ? On sait aujourd’hui que l’inter-
action nucléaire est une manifestation effective de l’interaction forte entre les quarks
constituant les nucléons. La description de cette force inter-nucléons reste cepen-
dant très complexe, notamment parce que l’interaction forte diverge aux énergies en
jeu à l’échelle du noyau. Pour cette raison, la plupart des modèles prédictifs utili-
sés aujourd’hui pour décrire les systèmes nucléaires sont basés sur une description
phénoménologique de l’interaction nucléaire, ajustée pour reproduire des données
expérimentales telles que les énergies de liaison, ou encore les rayons quadratiques
moyens mesurés expérimentalement. L’étude expérimentale de près de trois cent
noyaux stables, et plus de deux mille noyaux produits artificiellement en labora-
toire, a permis d’années en années de mieux contraindre ces interactions phénomé-
nologiques. Des méthodes dites ab initio se proposent de résoudre de façon exacte
l’équation de Schrödinger décrivant la dynamique des nucléons, en utilisant des in-
teractions entre nucléons dérivées à partir de données de diffusion entre nucléons
libres [1]. Ces méthodes ont connu un essor considérable depuis le début des années
2000, et sont aujourd’hui exploitables pour des noyaux légers jusqu’à des masses
d’environ A=12.

Au milieu du XXème siècle, la compréhension des mécanismes à l’origine d’un
regain de stabilité observé dans certains noyaux dits “magiques”, a constitué un défi
pour les physiciens. La description des noyaux comme étant des systèmes de nucléons
indépendants, évoluant dans un potentiel moyen d’oscillateur harmonique d’une ma-
nière analogue aux électrons atomiques [2], permettait de reproduire les nombres
magiques 2, 8 et 20, mais n’expliquait cependant pas l’émergence des nombres ma-
giques 28, 50 et supérieurs. Historiquement, ces derniers furent reproduits dans le
modèle en couches nucléaire par l’ajout d’une interaction émergeant des propriétés
quantiques des nucléons, proposée par Maria Goeppert Mayer en 1949 [3] : l’interac-
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Chapitre 1. Introduction

tion spin-orbite. Mais l’histoire ne s’arrête pas ici : ces dernières décennies, l’étude
expérimentale de noyaux de plus en plus exotiques a mis en évidence une évolution
des nombres magiques lorsque l’on s’éloigne de la vallée de stabilité. S’est alors posée
la question de l’évolution des potentiels eux-mêmes : comment les forces nucléaires
se comportent-elles dans des noyaux ayant une asymétrie protons-neutrons très mar-
quée ?

Si l’interaction spin-orbite a été historiquement incluse “à la main” dans les mo-
dèles de champ moyen “classiques”, elle émerge cependant naturellement dans les
modèles relativistes qui ont connu un essor ces dernières décennies [4]. Ce travail de
thèse vise à mieux comprendre les différences conceptuelles relatives à l’interaction
spin-orbite entre modèles de champ moyen “classiques” et relativistes, et notamment
comment cette force évolue lorsqu’il s’agit de décrire des noyaux exotiques.

En 2009, des calculs mettant en oeuvre différents modèles théoriques ont prédit
l’existence d’une “bulle” [5], caractérisée par une déplétion en densité centrale, dans
le 34Si. Ce dernier aurait alors une densité protonique très exotique, et bien différente
de sa densité neutronique qui devrait être similaire à celle des autres noyaux étudiés
jusqu’à présent, caractérisée par un “plateau” central dû à la saturation des forces
nucléaires. Le 34Si constituerait alors une sonde idéale de l’évolution du potentiel
spin-orbite dans les systèmes présentant une forte asymétrie protons-neutrons, d’au-
tant plus que ce noyau, constitué de 14 protons et 20 neutrons, peut être produit en
grandes quantités par les accélérateurs actuels. Cependant, un tel effet de bulle n’a
encore jamais été observé expérimentalement. Une expérience a été réalisée en Sep-
tembre 2012 au National Superconducting Cyclotron Laboratory (Michigan State
University, Etats-Unis), dans le but de mettre cet effet en évidence pour la première
fois dans les systèmes nucléaires. Ce manuscrit présente l’analyse et les résultats de
cette expérience.

Les motivations pour l’étude expérimentale du 34Si seront détaillées dans le cha-
pitre 2. Les chapitres 3, 4, et 5 décrivent le dispositif expérimental, l’analyse de
l’expérience et les résultats obtenus. Enfin, le chapitre 6 présente une étude théo-
rique des différences de comportement entre modèles de champ moyen relativistes
et non-relativistes vis-à-vis de l’isospin.
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CHAPITRE 2

Motivations

2.1 L’interaction spin-orbite dans les modèles de
champ moyen

La dynamique de A nucléons en interaction est décrite par le Hamiltonien nu-
cléaire H [6] :

H =
A∑
i=1

p2i
2mi

+
A∑

i<j=1

vij +
A∑

i<j<k=1

vijk + ... (2.1)

où le premier terme représente l’énergie cinétique des nucléons, les termes suivants
correspondent respectivement aux interactions à deux corps, trois corps... La fonc-
tion d’onde du système à A nucléons en interaction dans son état fondamental est
solution de l’équation de Schrödinger stationnaire à A corps :

HΨα(1, ..., A) = EαΨα(1, ..., A) (2.2)

La résolution d’un tel problème à A corps nucléaire constitue un défi, d’une part du
fait que le nombre de degrés de liberté augmente quadratiquement avec le nombre
de nucléons, d’autre part parce que l’interaction nucléon-nucléon dans le milieu nu-
cléaire est complexe et encore relativement méconnue aujourd’hui. Afin d’illustrer la
complexité de cette interaction, citons par exemple que celle-ci présente une compo-
sante fortement répulsive à courte portée (coeur dur), qu’elle dépend des nombres
quantiques de chaque nucléon en interaction, qu’elle est écrantée par la présence
d’autres nucléons environnants et n’est pas la même que pour des nucléons libres.
De plus, c’est une interaction effective qui découle de l’interaction forte entre les
quarks constituants les nucléons, ces degrés de libertés n’étant pas traités explicite-
ment en physique nucléaire. Cette interaction effective pourrait a priori être dérivée
de la chromodynamique quantique, mais une telle approche est compliquée par les
conséquences d’une grande valeur pour la constante de couplage de l’interaction
forte à basse énergie. Les méthodes ab initio se proposent de résoudre de façon
exacte l’équation de Schrödinger 2.2, en utilisant des interactions entre nucléons
dérivées à partir de données de diffusion entre nucléons libres [1]. Ces méthodes ont
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Chapitre 2. Motivations

connu un essor considérable depuis le début des années 2000, et sont aujourd’hui
exploitables pour des noyaux légers jusqu’à des masses d’environ A=12.

Les modèles de champ moyen décrits dans cette section reposent sur l’hypothèse
que les A nucléons du système peuvent être représentés par un système auxiliaire de
particules indépendantes évoluant dans un potentiel nucléaire moyen U qui reflète
l’interaction moyenne d’un nucléon avec l’ensemble des (A-1) autres nucléons envi-
ronnants. Une telle approximation est justifiée par l’observation que le libre parcours
moyen d’un nucléon est de l’ordre de la taille du noyau, et très supérieur à la portée
de l’interaction nucléon-nucléon [7]. Dans les approches non-relativiste et relativiste,
le champ moyen U est déterminé par une méthode itérative, car ce champ moyen
dépend des fonctions d’ondes que l’on cherche à déterminer.

2.1.1 L’approche de type champ moyen non-relativiste

L’approche de champ moyen non-relativiste (Hartree Fock) consiste à approxi-
mer la fonction d’onde Ψα(1, ..., A) par un déterminant de Slater. Ceci équivaut
à considérer les A particules comme indépendantes et évoluant dans un potentiel
moyen à un corps U . Le principe de minimisation permet alors de transformer le
problème à A corps 2.2 en un système de A équations de Schrödinger à un corps,
décrivant chaque nucléon comme une particule indépendante ψi évoluant dans un
champ moyen UHF [4] :

hi =
p2i
2mi

+ UHF

hiψi = εiψi (i ∈ {1, ...A}) (2.3)

Le champ moyen UHF dépend des fonctions d’onde individuelles ψi que l’on
cherche à déterminer, car ce champ moyen, dans lequel baignent les nucléons, émerge
de l’interaction entre les nucléons eux-mêmes. Le système d’équations 2.3 s’appa-
rente donc à un système de A équations auto-cohérentes que l’on résoud de manière
itérative. Le champ moyen UHF est déterminé à chaque itération à partir de l’in-
teraction nucléon-nucléon vij. L’expression analytique de cette interaction n’étant
pas connue, il convient de définir une interaction nucléon-nucléon phénoménologique
basée sur une paramétrisation du problème à A corps permettant de reproduire cer-
taines quantités expérimentales telles que l’énergie de liaison ou encore le rayon
quadratique moyen. Les deux paramétrisations les plus utilisées sont détaillées ci-
dessous.

L’interaction de Skyrme représente une force effective nucléon-nucléon de contact,
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2.1. L’interaction spin-orbite dans les modèles de champ moyen

et s’écrit [8] :

v12 = t0(1 + x0Pσ)δ(�r1 − �r2) +
1

2
t1
{
δ(�r1 − �r2), �p

2
}
+ �pδ(�r1 − �r2)�p

+ t3(1 + Pσ)δ(�r1 − �r2)

(
ρ

(
�r1 + �r2

2

))α

+ iWSO�p× δ(�r1 − �r2)�p · (�σ1 + �σ2) (2.4)

où �p = −i(�∇r1 − �∇r2)/2, et Pσ représente l’opérateur d’échange de spin. La seconde
ligne a été introduite afin de reproduire la saturation de la densité nucléaire au sein
du noyau et rendre compte explicitement de la dépendance en densité nucléaire de
l’interaction. La troisième ligne représente l’interaction spin-orbite.

L’interaction de Gogny est une force nucléon-nucléon de portée finie [9] :

v12 =
2∑

i=1

(Wi +BiPσ −HiPτ −MiPσPτ )e
�r1−�r2

μ2
i

+ t3(1 + Pσ)δ(�r1 − �r2)

(
ρ

(
�r1 + �r2

2

))α

+ iWSO�p× δ(�r1 − �r2)�p · (�σ1 + �σ2) (2.5)

où Pτ est l’opérateur d’échange d’isospin. La première ligne représente une interac-
tion centrale de portée finie μ1 (μ2). Les seconde et troisième lignes sont identiques
à l’interaction de Skyrme.

On peut montrer que le potentiel spin-orbite moyen V SO
q pour un nucléon d’isos-

pin q, dérivé à partir de l’interaction nucléon-nucléon v12, s’écrit, dans le cas d’une
interaction de portée nulle [10] :

V SO
q =

1

2
[W1

�∇ρq(�r) +W2
�∇ρq′ �=q(�r)]�σ ∧ �p (2.6)

où ρq, ρq′ �=q sont les densités protonique et neutronique, q étant l’indice d’isospin cou-
rant sur les protons et les neutrons. �σ et �p désignent respectivement les matrices de
Pauli et le vecteur impulsion du nucléon. W1,W2 sont des paramètres indépendants
de la densité baryonique. On observe une dépendance en la variation des densités
protonique et neutronique du potentiel spin-orbite.

2.1.2 L’approche de type champ moyen relativiste

Dans les modèles de champ moyen relativiste, les nucléons sont considérés comme
des particules ponctuelles interagissant via l’échange de champs mésoniques effectifs.
Le point de départ d’une approche de champ moyen relativiste est la définition
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d’une densité Lagrangienne effective L prenant en compte non seulement les degrés
de liberté nucléoniques, mais aussi les degrés de liberté des mésons porteurs de
l’interaction nucléon-nucléon effective [4] :

L = LN + Lm + Lint (2.7)

où LN , Lm et Lint décrivent respectivement les nucléons libres, les mésons libres et
l’interaction nucléon-méson.

Dans les modèles relativistes, l’approximation de champ moyen consiste à rem-
placer les champs mésoniques par leur valeur moyenne. Ceci équivaut à considérer
que les nucléons sont des particules indépendantes évoluant dans des champs mé-
soniques moyens. L’état à A nucléons représenté par un champ nucléonique Ψ peut
alors être vu comme une superposition de spineurs de Dirac indépendants ψi.

Les équations du mouvement s’obtiennent en appliquant le principe de moindre
action au Lagrangien L. Ceci conduit respectivement aux équations de Klein-Gordon
pour les mésons, et à l’équation de Dirac pour les nucléons représentés par les spi-
neurs de Dirac ψi :

[−i�α ·
→
∇+ β(M + S) + V ]ψi = Eiψi (2.8)

avec :
• �α et β les matrices de Dirac, définies dans la représentation de Dirac de la

façon suivante :

�α ≡ γ0�γ =

(
0 �σ

�σ 0

)
(2.9)

β ≡ γ0 =

(
1 0

0 −1

)
(2.10)

où �σ représente les matrices de Pauli dans l’espace de spin.

• M et Ei représentent la masse au repos et l’énergie du nucléon i
(i ∈ {1, ..., A}).

• S et V sont respectivement les potentiels scalaire (attractif) et quadrivecteur
(répulsif). La résolution des équations de Klein-Gordon pour les mésons per-
met d’obtenir des expressions de S et V dépendant uniquement de la densité
baryonique (ainsi que d’autres densités sans équivalent non-relativiste), et
des constantes de couplage nucléon-méson. Ces potentiels dépendent donc
des solutions ψi recherchées, c’est pourquoi un tel problème constitue un sys-
tème d’équations auto-cohérentes, que l’on résoud de manière itérative. Les
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2.1. L’interaction spin-orbite dans les modèles de champ moyen

constantes de couplage nécessaires au calcul de S et V sont depuis quelques
années paramétrisées en fonction de la densité baryonique (interactions DD-
ME2, DDPC,...) et sont ainsi réévaluées à chaque itération.

Le cadre relativiste et l’utilisation de spineurs de Dirac pour décrire les états
nucléoniques permet l’émergence naturelle du couplage spin-orbite, contrairement
aux modèles non-relativistes dans lesquels ce dernier doit être ajouté "à la main"
dans l’expression de l’interactions effective nucléon-nucléon v12 (cf. section précé-
dente). Il est possible d’extraire un expression similaire à celle du potentiel spin-
orbite non-relativiste 6.1, en opérant une limite non-relativiste sur les équations de
Dirac décrivant le mouvement des nucléons, et en omettant le traitement explicite
des termes d’échange (cadre "Relativistic Mean Field", ou "RMF", où les termes de
Fock ne sont pas inclus explicitement) :

V SO
q =

1

2
[W1

�∇ρq(�r) +W2
�∇ρq′ �=q(�r)]�σ ∧ �p (2.11)

où ρq, ρq′ �=q sont les densités protonique et neutronique, q étant l’indice d’isospin
courant sur les protons et les neutrons. L’inclusion explicite des termes de Fock
fait intervenir des termes supplémentaires sans équivalent non-relativiste et rend
difficile la comparaison des potentiels spin-orbite issus de modèles relativistes et
non-relativistes.

2.1.3 Dépendance en isospin du potentiel spin-orbite

Dans le cas Hartree-Fock, pour la plupart des familles d’interactions de type
Skyrme et Gogny, l’antisymétrisation du potentiel impose W1 = 2W2, ce qui im-
plique que le potentiel spin-orbite V SO

q dépend aussi fortement de l’isospin [11] :
l’impact de la densité des nucléons d’isospin q sur la valeur de V SO

q est en effet deux
fois plus important que pour la densité des nucléons d’isospin q′.

Les poids W1 et W2 ont été évalués dans le cadre relativiste (cas RMF où les
termes d’échanges ne sont pas inclus explicitement), en considérant des constantes
de couplage nucléon-méson gi indépendantes de la densité baryonique. Dans ce cas,
le rapport W1

W2
est le suivant [11] :

W1

W2

=
ασ + αω + αρ

ασ + αω − αρ

(2.12)

avec αi =
g2i
m2

i
, où mi est la masse du méson i. Un tel modèle fait appel à l’échange

de trois types de mésons : i ∈ {σ, ω, ρ}. Dans ce cas, le rapport W1

W2
est très proche

de l’unité, du fait que la constante de couplage du méson ρ est inférieure à celle
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des mésons σ et ω, tandis que sa masse est supérieure aux masses des mésons σ

et ω. Il en résulte une valeur typique αρ ∼ ασ/10. Le fait que les poids W1 et W2

soient quasi-identiques traduit que le potentiel spin-orbite issu d’un tel modèle est
quasi-indépendant de l’isospin.

Bien qu’il ait été possible de montrer que le potentiel spin-orbite issu d’une ap-
proche relativiste soit très similaire au cas Hartree-Fock, il subsiste un désaccord
entre ces deux approches du point de vue du comportement vis-à-vis de l’isospin :
dans le cas Hartree-Fock, les valeurs des poids W1 et W2 entrainent une forte dé-
pendance en isospin du potentiel spin-orbite, tandis que cette dépendance est quasi-
inexistante dans le cas relativiste. La connaissance des valeurs relatives des poids W1

et W2 est d’autant plus importante que les noyaux étudiés aujourd’hui sont de plus
en plus exotiques, avec une asymétrie proton/neutron grandissante. En particulier,
la détermination des poids W1 et W2 est importante pour prédire le comportement
du potentiel spin-orbite à la dripline [12]. De plus, l’amélioration des connaissances
de l’interaction spin-orbite d’un point de vue théorique est nécessaire à la recherche
actuelle d’un îlot de stabilité dans la zone des éléments superlourds [13]. Le but de
ce travail de thèse est de sonder expérimentalement le comportement de l’interac-
tion spin-orbite vis-à-vis de l’isospin. Les origines de ces différences de comportement
entre modèles Hartree-Fock et RMF seront discutées du point de vue théorique dans
le chapitre 6.

2.2 Le noyau-bulle de 34Si comme sonde expérimen-
tale du potentiel spin-orbite

On cherche à déterminer expérimentalement quel modèle, parmi les modèles de
champ moyen relativistes et non-relativistes, exhibe un potentiel spin-orbite ayant
une dépendance en isospin réaliste. La première étape est de sélectionner un noyau
qui constituerait une sonde efficace de cette dépendance en isospin caractérisée par
le rapport W1

W2
. Pour des noyaux exhibant des profils de densités protoniques et

neutroniques quasi-identiques (cas de la majorité des noyaux dont le rapport N/Z
est proche de 1), l’expression 2.6 devient :

V SO
q ∼ W1 +W2

2
�∇ρq(�r)�σ ∧ �p =

W1 +W2

2
�∇ρq′ �=q(�r)�σ ∧ �p (2.13)

Dans ce cas, on perd l’information sur la dépendance en isospin et la seule différence
restante entre les modèles Hartree-Fock et RMF est la profondeur de ce potentiel
caractérisée par la somme W1 +W2. L’idée est de trouver un noyau dont les profils
de densité protonique et neutronique sont bien différents, tout en étant assez proche
de la vallée de stabilité, ce qui garantit la validité des modèles de champ moyen pour

20



2.2. Le noyau-bulle de 34Si comme sonde expérimentale du potentiel spin-orbite

un tel noyau. Des candidats envisageables sont les noyaux-bulle, qui présentent un
profil de densité neutronique (ou protonique) "classique", tandis que leur densité
protonique (neutronique) exhibe une déplétion non-négligeable au centre du noyau.
De tels noyaux n’ont pas encore été mis en évidence expérimentalement, mais ont été
prédits par des calculs de champ moyen pour différents systèmes nucléaires depuis
le début des années 2000 [14, 5].

2.2.1 Les noyaux suceptibles de présenter des effets de bulle

L’idée d’une déplétion en densité centrale dans un noyau atomique est a priori
peu intuitive : à cause du coeur dur répulsif de l’interaction nucléon-nucléon, la
densité nucléaire est en principe saturée au centre du noyau. On observe un profil de
densité ayant un "plateau" typique aux environs du centre du noyau, comme montré
dans la figure 2.1.

Figure 2.1 – Distributions de charges expérimentales (carrés et ronds pleins),
comparées avec des distributions de charges prédites par des calculs de modèle en
couches avec les interactions SKX (lignes pointillées) et SKM* (traits pleins).

Figure extraite de [15].

La possibilité de générer une déplétion en densité centrale trouve son origine dans
des considérations microscopiques. En effet, les orbitales s sont les seules à présen-
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ter des distributions radiales ayant une densité de probabilité maximale au centre
du noyau en raison de l’absence de barrière centrifuge. La dispersion des fonctions
d’ondes correspondantes augmente avec le nombre de noeuds n. Au contraire, les or-
bitales de moment angulaire non-nul ont des densités de probabilité décalées vers la
surface du noyau, elles contribuent donc peu à la densité centrale. Par conséquent,
le dépeuplement des orbitales s devrait conduire à une diminution de la densité
centrale, jusqu’à, dans certains cas, l’apparition d’une bulle. Cette hypothèse de “lo-
calisation” des orbitales s au centre des noyaux a été confirmée expérimentalement
dans les années quatre-vingt [16], via les mesures des densités de charge des noyaux
206Pb et 205Tl par diffusion électronique : la différence entre les densités de 206Pb
et 205Tl (représentée dans la figure 2.2) correspond à la distribution radiale d’une
orbitale 3s1/2. Ce résultat montre que le proton supplémentaire, qui occupe majori-
tairement l’orbitale 3s1/2 dans le 206Pb, contribue bien en majeure partie à la densité
centrale.

Figure 2.2 – Différence de densité de charge entre les noyaux 206Pb et 205Tl
obtenue expérimentalement et comparée à des calculs de champ moyen (lignes

pleine et en pointillés). Figure extraite de [16].

Récemment, différents modèles théoriques ont prédit une inversion des orbitales
1d3/2 et 2s1/2 protons dans le noyau de 46Ar [14], ce qui permettrait l’émergence
d’une bulle protons dans cet isotope. Il a néanmoins été mis en évidence que ces
deux orbitales sont quasi-dégénérées dans ce noyau [17], et que les corrélations d’ap-
pariement ont tendance à répartir les protons de valence équiprobablement entre
les orbitales 1d3/2 et 2s1/2, empêchant ainsi la formation d’une bulle. Ceci montre
que les noyaux les plus aptes à exhiber une bulle sont ceux ayant une orbitale s
non seulement située juste au-dessus du niveau de Fermi, mais aussi bien séparée en
énergie des autres orbitales, afin de limiter les corrélations qui jouent contre l’effet
de bulle. Des calculs théoriques indiquent que des isotopes plus exotiques de l’Argon
tels que le 68Ar rempliraient de tels critères. Cependant, les accélérateurs actuels ne
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permettent pas de produire de tels noyaux, empêchant pour l’instant toute observa-
tion expérimentale.

Entre Z=16 et Z=20, l’orbitale 2s1/2 protons est située environ 6.5 MeV au-
dessus de l’orbitale 1d5/2, et 2.5 MeV en-dessous de l’orbitale 1d3/2, formant ainsi
deux fermetures de sous-couches à Z=14 et Z=16 [18]. De plus, la fermeture de
couche N=20 est suffisamment rigide pour limiter le couplage aux états collectifs.
Le noyau semi-magique de 34Si semble donc particulièrement propice à la recherche
d’une bulle protons. Ceci est appuyé par des calculs Hartree-Fock-Bogolyubov, qui
prédisent une forme sphérique pour le 34Si [5], et confirmé par des preuves empiriques
de la magicité du 34Si, telles que la mesure de l’énergie de son premier état excité
E(2+1 ) [19, 20] et de sa probabilité de transition B(E2) [21]. Le noyau-miroir de
34Si, 34Ca, devrait a priori présenter les mêmes propriétés, et serait donc un bon
candidat pour un effet de bulle neutrons, néanmoins il est non lié. L’isotope stable
28Si, constitué de 14 protons et 14 neutrons, n’est pas un bon candidat pour une bulle
protonique ou neutronique, car il est déformé [5]. Cette déformation est à l’origine
de corrélations qui tendent à augmenter l’occupation de l’orbitale 2s1/2, défavorisant
ainsi la formation d’une bulle dans ce noyau.

2.2.2 Prédictions théoriques de la déplétion en densité dans
le 34Si

Dans la référence [5], la possible existence d’une bulle proton dans le 34Si est
investiguée d’un point de vue théorique, en utilisant à la fois le modèle en couche,
des modèles de type Hartree Fock, et de champ moyen relativiste. Pour quantifier
l’amplitude de la bulle, on définit le facteur de déplétion F :

F =
ρmax − ρc

ρmax
(2.14)

où ρmax désigne la valeur maximale de la densité protonique, et ρc représente la
densité protonique au centre du noyau. Pour les noyaux qui atteignent la densité de
saturation en leur centre, F = 0%. Une valeur de F = 100% correspond quant à elle
à un noyau dont la densité protonique centrale serait nulle. Le tableau 2.1 rassemble
les valeurs de F prédites pour le 34Si par les différents modèles utilisés. On peut
remarquer que les résultats sont relativement indépendants du modèle utilisé. Le
facteur de déplétion moyen (F = 38%) est significatif comparé à la valeur de 0% as-
sociée aux noyaux atteignant la densité de saturation. Les profils de densités prédits
pour le 34Si par chacun des modèles sont représentés dans la figure 2.3. Ces densités
sont comparées à celles obtenues pour le 36S, pour lequel aucune bulle proton n’est
prédite (F = 0%).
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Les occupations des orbitales proton du 34Si et du 36S prédites par le modèle en
couche sont retranscrites dans le tableau 2.2. Une très faible valeur d’occupation de
l’orbitale 2s1/2 est prédite dans le cas du 34Si (n = 0.08), ce qui appuie l’idée que les
corrélations jouent un rôle mineur dans ce noyau. Ceci a été confirmé en comparant
les résultats obtenus pour les modèles Hartree Fock sphérique (HF) et Hartree-Fock-
Bogoliubov (HFB), qui inclue des corrélations au-delà du champ moyen : dans les
deux cas, le facteur de déplétion est F = 38%, montrant ainsi que l’inclusion explicite
des corrélations n’a aucun effet sur la prédiction de la bulle proton dans le 34Si.

Modèle SM HF HFB RMF RMF
Interaction USD SLy4 SLy4 NL3 FSUGold

F 41% 38% 38% 37% 42%

Table 2.1 – Prédictions du facteur de déplétion pour le 34Si pour les différents
modèles utilisés [5].

Figure 2.3 – (a) Densités de charges prédites par le modèle en couche pour le 36S
(carrés vides) et le 34Si (triangles), comparées à la densité de charge expérimentale
du 36S (carrés pleins). (b) Profils de densités prédits par un modèle Hartree Fock
(non relativiste). (c) Profils de densités prédits par un modèle relativiste RMF.

Figures extraites de [5].
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Orbitale Sexp(36S) SSM(36S) SSM(34Si)
π1s1/2 2.00 2.00
π1p3/2 4.00 4.00
π1p1/2 2.00 2.00
π1d5/2 6.0(12) 5.85 5.76
π2s1/2 1.63(32) 1.88 0.08
π1d3/2 0.31(6) 0.27 0.16

Table 2.2 – Prédictions des occupations protons obtenues avec le modèle en
couches pour le 36S et le 34Si [5].

Au contraire, des travaux récents [22] remettent en cause le rôle des corrélations
au-delà du champ moyen dans la formation de la bulle protonique du 34Si. Dans la
référence [22], des calculs Hartree-Fock-Bogoliubov prédisent un facteur de déplétion
significativement réduit (F = 16% contre F = 38% dans [5]). Cette réduction du
facteur de déplétion y est interprétée comme résultant des corrélations d’appariement
et de la déformation quadrupolaire dans le 34Si. Cependant, la valeur de la probabilité
de transition B(E2 : 2+1 → 0+1 ) prédite dans ce même modèle est surrestimée de
plus d’un facteur 3 par rapport à la mesure expérimentale (B(E2 : 2+1 → 0+1 ) =

60.5e2fm4 contre B(E2 : 2+1 → 0+1 ) = 17(7)e2fm4 mesuré expérimentalement [23]).
La force du monopole électrique ρ2(E0; 0+2 → 0+1 ) est quant à elle surrestimée de
plus d’un facteur 4 par rapport à la mesure expérimentale (ρ2(E0) = 58.1.10−3

contre ρ2(E0) = 13.0(9).10−3 mesuré dans [24]) Ceci indique la possibilité que les
corrélations discutées plus haut soient surrestimées dans ce modèle.

2.2.3 Etat des connaissances expérimentales du 34Si

Le spectre en énergie du 34Si a été étudié dans des expériences antérieures par
décroissance β du 34Al [19, 20]. Le schéma de niveaux issu de [20] est représenté dans
la figure 2.4(a). Il ressort de ces études que l’énergie du premier état excité E(2+1 ) du
34Si est comparable à celle du 40Ca, qui est un noyau doublement magique. Dans les
deux cas, on observe E(2+1 ) ∼ 3.5 MeV. Cette valeur élevée est une signature de la
magicité du 34Si. L’étude de la systématique des isotones N=20 le confirme (figures
2.4(b,c)) : la valeur de la probabilité de transition B(E2) dans le 34Si est elle aussi
du même ordre de grandeur que dans le 40Ca. Cette valeur d’environ 100 e2fm4 est
typique des noyaux sphériques.

Les facteurs spectroscopiques et énergies des états peuplés respectivement par la
réaction d’arrachage de neutron (34Si(-1n)33Si) [25] et par la réaction de transfert de
neutron (34Si(d,p)35Si) [26], mesurés lors de deux expériences antérieures, permettent
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de tracer une courbe représentant le taux d’occupation des orbitales neutroniques
en fonction de leur énergie de liaison (figure 2.5). Cette dernière indique que la
fermeture de couche N=20 est relativement rigide dans le 34Si, l’écart en énergie
entre les orbitales d3/2 et f7/2 étant d’environ 5 MeV. Cette valeur est à comparer
à celle obtenue pour le 40Ca, noyau doublement magique, qui est de l’ordre de 7
MeV. Au vu des résultats expérimentaux listés dans cette section, on s’attend à une
influence mineure des corrélations sur le taux d’occupation des orbitales dans le 34Si,
favorisant ainsi l’apparition d’une bulle proton.

(a) (b)
Figure 2.4 – (a) Schéma de désexcitation du 34Si peuplé par décroissance β du

34Al [20]. Vert : état observé dans [24]. (b) Etude systématique des énergies E(2+1 )
pour les isotones N=20. (c) Systématique des probabilités de transition B(E2) pour

les isotones N=20 [18].

(a) (b)
Figure 2.5 – (a) Taux d’occupation des orbitales neutroniques dans le 34Si, en

fonction de leur énergie de liaison. Valeurs tirées de [25, 26]. Trait plein :
Ajustement par une fonction de Fermi. (b) Taux d’occupation en fonction de

l’énergie pour le 40Ca. Figure déduite de [27].
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2.2.4 Influence d’une déplétion en densité centrale sur l’in-
teraction spin-orbite

Dans cette section, on cherche à évaluer l’impact qu’aurait la présence d’une bulle
proton sur le schéma de niveaux du 34Si, et à déterminer quelles caractéristiques de
ce noyau pourraient être étudiées expérimentalement afin de tester la dépendance
en densité et en isospin du potentiel spin-orbite.

Figure 2.6 – (a) Densités protoniques d’un noyau atteignant la densité de
saturation (trait plein) et d’un noyau-bulle (pointillés). (b) Dérivées des densités
protoniques présentées dans la figure (a). (c) Impact de l’interaction spin-orbite

sur l’énergie d’une orbitale L=1. (d) Impact de l’interaction spin-orbite sur
l’énergie d’une orbitale L=3. Figures extraites de [28].

L’effet d’une déplétion centrale en densité protonique est présenté dans la figure
2.6. Dans le cas d’un noyau atteignant la densité de saturation au centre, la dérivée
du profil de densité (et le potentiel spin-orbite résultant) est non-nulle uniquement
au voisinage de la surface, ce qui explique que l’on qualifie habituellement le couplage
spin-orbite d’interaction "surfacique" (cf. figure 2.6(b), traits pleins). Au contraire,
dans le cas d’un noyau-bulle, la déplétion centrale en densité a pour conséquence
l’émergence d’un effet du spin-orbite à l’intérieur du noyau. Il est intéressant de
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remarquer que, de surcroît, le signe de la contribution sondant l’intérieur du noyau
est alors opposé à celui habituellement présent en surface. Ainsi, on s’attend à une
réduction de l’écart en énergie entre deux partenaires spin-orbite pour des orbitales
sondant l’intérieur du noyau.

On se propose d’évaluer l’influence de cette contribution centrale du spin-orbite
sur différentes orbitales. L’énergie résultant du potentiel spin-orbite V (r) pour un
nucléon dans l’état |φ〉 s’écrit :

〈φ|V |φ〉 =
∫

r2drφ∗(r)V (r)φ(r) ≈ V0

∫
drr2φ∗(r)

1

r

∂ρ(r)

∂r
φ(r) (2.15)

Le terme r2φ∗(r)1
r
∂ρ(r)
∂r

φ(r) est évalué respectivement dans le cas d’une fonction
d’onde de moment orbital L=1 (figure 2.6(c)) et d’une fonction d’onde de moment
orbital L=3 (figure 2.6(d)). L’impact sur les orbitales L=1 est nettement plus im-
portant que pour les orbitales L=3. Ceci s’explique par le fait que le recouvrement
de l’orbitale L=1 avec la contribution de spin-orbite induite par la déplétion centrale
est bien plus important que pour une orbitale L=3.

Des prédictions théoriques de l’écart en énergie des partenaires spin-orbite neu-
trons 2p1/2-2p3/2 ont été réalisées pour le 34Si, en utilisant différentes interactions,
dans les cadres de champ moyen relativiste (RMF) et non-relativiste (HF) [29]. La
variation de cet écart en énergie par rapport à celui calculé pour le 36S, noyau dou-
blement magique pris comme référence, est représentée dans la figure 2.7. Le noyau
de 36S est pris ici comme référence, car celui-ci a deux protons de plus que le 34Si
(cf. figure 2.8). Selon une représentation de modèle en couches “naïve”, où les nu-
cléons sont considérés comme indépendants, l’orbitale 2s1/2 protonique devrait être
totalement occupée dans le 36S, empêchant ainsi la formation de toute bulle dans
ce noyau. Dans la figure 2.7, on peut distinguer deux comportements distincts pour
les cas RMF et Hartree Fock. Dans les deux cas, la relation entre la déplétion de
l’orbitale 2s1/2 protons et l’écart en énergie 2p1/2-2p3/2 neutrons semble être linéaire.
Cependant, la pente de cette fonction est bien différente selon le type de modèle uti-
lisé (Rouge : modèles relativistes, bleu : modèles non relativistes). La mesure d’une
part de l’écart en énergie 2p1/2-2p3/2 neutrons dans les noyaux de 36S et 34Si, et
d’autre part de la variation d’occupation de l’orbitale 2s1/2 protons entre ces deux
noyaux, permet donc de fournir une contrainte forte sur la paramétrisation utilisée
pour rendre compte de la dépendance en densité et en isospin de l’interaction spin-
orbite.

Une expérience précédemment menée au GANIL a permis de mesurer l’écart
en énergie 2p1/2-2p3/2 via l’étude des facteurs spectroscopiques dans les noyaux de
37S et de 35Si peuplés par réactions de transfert de neutron (d,p), respectivement
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Figure 2.7 – Prédictions de la variation de l’écart en énergie des orbitales
2p1/2-2p3/2 neutrons en fonction de la variation d’occupation de l’orbitale 2s1/2
protons dans le 34Si, par rapport au 36S. Bleu : modèles Hartree Fock. Rouge :

modèles RMF. Trait en pointillés : valeur expérimentale de la réduction de l’écart
en énergie 2p1/2-2p3/2 entre le 36S et le 34Si [26].

34Si 36S

Figure 2.8 – Représentation dans un modèle en couche “naïf” des structures du
34Si et du 36S.

à partir du 36S et du 34Si [26]. Il a été déterminé que l’écart 2p1/2-2p3/2 est réduit
de 25% dans le 34Si par rapport au 36S. Cette valeur ne permet cependant pas
de conclure quant à la dépendance en densité et en isospin des différents modèles,
étant donné que la valeur de la déplétion de l’orbitale protonique Δ(2s1/2) n’est
pas connue expérimentalement. Le but de la partie expérimentale de ce travail de
thèse est de mesurer la variation de l’occupation de l’orbitale 2s1/2 protons entre le
36S et le 34Si afin de déterminer expérimentalement quel modèle, entre relativiste
et non-relativiste, reproduit un comportement réaliste vis-à-vis de la densité et de
l’isospin. On cherche, de plus, à mesurer les valeurs d’occupation des orbitales 2s1/2
neutroniques dans le 36S et le 34Si afin de vérifier expérimentalement qu’il n’y a pas
de bulle neutronique dans le 34Si et que seule la variation en densité protonique
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est responsable du changement dans l’écart en énergie 2p1/2-2p3/2 entre ces deux
noyaux.

2.3 Méthode expérimentale

L’expérience, menée au National Superconducting Cyclotron Laboratory (Mi-
chigan State University, USA) en Septembre 2012, consiste à mesurer les facteurs
spectroscopiques des états peuplés lors d’une réaction d’arrachage ("knockout") de
proton ou de neutron aux noyaux de 36S et 34Si. Les quatre réactions considérées
s’écrivent respectivement :

36S(-1p)35P
36S(-1n)35S

34Si(-1p)33Al
34Si(-1n)33Si

La réaction de knockout est une réaction dite "directe", ce qui signifie que le
passage de l’état initial à l’état final s’effectue en modifiant peu de degrés de liber-
tés du noyau considéré [30]. C’est une réaction "rapide" qui a lieu dans un temps
très court au passage du projectile à proximité de la cible. La réaction s’effectue en
une seule étape, peuplant ainsi des états finaux qui gardent la "mémoire" de l’état
initial. La probabilité de peupler un état final donné dépend alors directement du
recouvrement de cet état final avec l’état initial, sans qu’intervienne la complexité
d’états intermédiaires.

La probabilité de peupler un état final f donné dans le noyau (A-1) lors de la
réaction de knockout nous renseigne sur le degré de ressemblance entre l’état f et
l’état fondamental du projectile (A). Ce degré de ressemblance est quantifié par le
facteur spectroscopique que l’on cherche à mesurer expérimentalement. D’un point
de vue théorique, le facteur spectroscopique de peupler un état final f en arrachant
un nucléon de nombres quantiques k = (nlj) de l’état initial i s’écrit :

Sfi
k =

1

2Ji + 1

∣∣〈ΨA−1
f |ak|ΨA

i

〉∣∣2 (2.16)

Cette quantité représente le recouvrement entre l’état initial
∣∣ΨA

i

〉
et le couplage

coeur-nucléon a+k
∣∣ΨA−1

f

〉
dans l’état final. Sfi

k est sensible au caractère "particules
indépendantes" de la fonction d’onde initiale

∣∣ΨA
i

〉
: sa valeur est révélatrice du

degré de ressemblance entre le système à A nucléons représenté par
∣∣ΨA

i

〉
, et le sys-

tème décrit par un nucléon k indépendant couplé à un coeur A-1 de fonction d’onde∣∣ΨA−1
f

〉
. Le facteur spectroscopique est défini de sorte qu’il représente l’occupation
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de la sous-couche k = (nlj) dans l’état initial i, sous l’hypothèse que la fonction
d’onde initiale peut être considérée comme le couplage d’un nucléon k = (nlj) indé-
pendant avec le coeur inerte à A− 1 nucléons (cf. section 4.4.1). Notons ici que les
facteurs spectroscopiques ne sont cependant pas des observables au sens strict du
terme, étant donné qu’ils ne sont pas conservés par transformation unitaire [31].

Le but de l’expérience étant de sonder l’occupation des orbitales 2s1/2 protoniques
et neutroniques dans le 36S et le 34Si, on s’intéresse particulièrement aux états finaux
de moment angulaire total Jπ = 1

2

+, qui correspondent au cas où le proton (neutron)
arraché se situait dans l’orbitale 2s1/2 de l’état fondamental du noyau initial. Dans
un premier temps, l’extraction des facteurs spectroscopiques liés aux états excités
1
2

+ du 33Al peuplé par knockout de proton permettra de sonder expérimentalement
l’existence de la bulle proton dans le 34Si discutée d’un point de vue théorique dans
la section 2.2.2. Dans un second temps, la comparaison des facteurs spectroscopiques
des états 1

2

+ du 33Al avec le facteur spectroscopique de l’état fondamental 1
2

+ du
35P peuplé par knockout de proton permettra de conclure quant à la dépendance en
densité et en isospin des différents modèles de champ moyen présentés dans la section
2.1. Enfin, les facteurs spectroscopiques des états 1

2

+ du 35S et du 33Si peuplés par
knockout de neutron seront étudiés, afin de vérifier expérimentalement que l’on peut
attribuer la variation de l’écart en énergie 2p1/2-2p3/2 mesurée dans [26] uniquement
à un effet provenant du changement de densité protonique entre le 36S et le 34Si.
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CHAPITRE 3

Dispositif Expérimental

3.1 Production des isotopes 36S et 34Si

Le 34Si est un isotope riche en neutrons de demi-vie T1/2 = 2.8 s. Il n’existe donc
pas de source de 34Si, un tel isotope doit être produit à partir d’un faisceau primaire
stable.

Au National Superconducting Cyclotron Laboratory (NSCL), la production de
faisceaux radioactifs se fait par fragmentation d’un faisceau primaire stable sur une
cible de 9Be, à des énergies allant de 100 à 160 MeV/u [32]. Le faisceau stable
est produit dans une source d’ions (ECR) puis accéléré successivement dans les
deux cyclotrons couplés K500 et K1200. Après la cible de fragmentation, le faisceau
est composé d’un cocktail de produits de réactions dont on sélectionne à l’aide du
spectromètre A1900 les isotopes d’intérêt qui composeront le faisceau secondaire (cf.
figure 3.1).

Figure 3.1 – Schéma du dispositif de production de faisceaux radioactifs au NSCL
[32]. La trajectoire centrale du faisceau, depuis la source d’ions jusqu’au plan focal

du spectromètre A1900, est représentée en rouge.
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Dans le cadre de notre expérience, des faisceaux secondaires de 34Si (98 MeV/u)
et de 36S (88 MeV/u) ont été ainsi produits à partir d’un faisceau primaire stable de
48Ca (140 MeV/u). Le 36S étant un isotope stable, il aurait pu être directement accé-
léré à partir d’une source. Néanmoins, une telle source de 36S n’était pas disponible
au NSCL. Il a donc été décidé de produire le faisceau de 36S dans des conditions
similaires à celles de la production du faisceau de 34Si.

3.1.1 Production du faisceau primaire de 48Ca

Un gaz de 48Ca est obtenu en chauffant un bloc de 48Ca métallique. Le gaz ainsi
obtenu est injecté dans la source d’ion dans laquelle les atomes sont partiellement
ionisés par bombardement d’électrons. Les ions de 48Ca1+,2+ sont ensuite guidés à
l’aide d’un champ électrique vers le cyclotron K500, qui permet d’accélérer le faisceau
jusqu’à β=15% avant de le guider jusqu’au cyclotron K1200 au travers d’une ligne
de couplage. Une feuille de carbone placée à l’entrée du second cyclotron permet
d’obtenir une ionisation complète des atomes. A la sortie du cyclotron K1200, le
faisceau primaire de 48Ca complètement épluché atteint une énergie de 140 MeV/u,
ce qui permet d’obtenir une efficacité de collection des produits de fragmentation
dans le spectromètre A1900 proche de 100% (pour les produits de masse A ∼ 50)
[32].

3.1.2 Faisceau secondaire et transmission du noyau d’intérêt

Le faisceau secondaire est produit par fragmentation en vol du faisceau primaire
de 48Ca sur une cible de Beryllium d’épaisseur 846 mg/cm2. Après cette cible de
production, le faisceau est constitué d’un cocktail de nombreux isotopes issus de
différentes réactions. Le spectromètre A1900 [32, 33] est utilisé pour purifier ce fais-
ceau en favorisant la transmission de l’isotope d’intérêt (36S ou 34Si dans le cadre
de notre expérience) au détriment des autres contaminants produits sur la cible de
Beryllium. Cette sélection est opérée grâce à l’analyse magnétique du faisceau dans
les dipôles, couplée à l’utilisation d’un dégradeur dans lequel les isotopes perdent
une partie de leur énergie.

Le rayon de courbure ρ de la trajectoire d’un isotope dans le champ magnétique
B d’un dipôle est relié à sa charge Q et à son impulsion P par la formule 3.1 [34] :

Bρ =
P

Q
(3.1)

Pour un nucléide A
ZX complètement épluché avec une vitesse relativiste, cette relation

équivaut à :

Bρ = γβcu
A

Ze
(3.2)
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où u est l’unité de masse atomique, e la charge élémentaire, β = v/c et γ =

(1−β2)−1/2. Pour améliorer cette sélection, un dégradeur en Aluminium d’épaisseur
300 mg/cm2 est placé au plan image 2 (cf. figure 3.1). Lors de leur passage dans
le dégradeur, les isotopes perdent une partie de leur énergie selon la formule de
Bethe-Bloch, ce qui, combiné à un réglage des dipôles magnétiques situés après le
dégradeur, assure une seconde sélection en A3/Z2. L’épaisseur et la forme du dégra-
deur sont optimisées pour préserver l’achromatisme au plan focal [35].

Enfin, le réglage des fentes au plan image 2 et au plan focal permet respecti-
vement d’ajuster l’acceptance en moment du faisceau secondaire (dp/p =0,5%) et
d’augmenter la sélectivité des isotopes au niveau du plan focal [36]. On obtient ainsi
un faisceau secondaire "purifié" dans lequel subsistent néanmoins quelques contami-
nants. Lors de notre expérience, une pureté P=89(1)% a été atteinte pour le faisceau
secondaire de 36S, avec une intensité I = 8.1(1)105s−1. Le faisceau secondaire de 34Si
a atteint, quant à lui, une pureté P=70(1)% avec une intensité I = 4.0(1)105s−1. Les
matrices d’identification des faisceaux secondaires de 36S et de 34Si sont représentées
dans la section 4.2.1.

3.2 Le spectromètre magnétique S800

A la sortie du spectromètre A1900, le faisceau secondaire est focalisé au point ob-
jet du spectromètre S800. Ce dernier est composé d’une ligne d’analyse qui s’étend
depuis l’objet jusqu’au point pivot, et d’une partie spectrographe qui s’étend du
point pivot jusqu’au plan focal (cf. figure 3.2). La ligne d’analyse permet de cen-
trer l’isotope d’intérêt sur la cible de réaction située au point pivot, tandis que la
partie spectrographe permet de sélectionner les résidus de la réaction d’arrachage
de nucléon (knockout) qui seront transmis jusqu’au plan focal, via un réglage des
rigidités magnétiques des dipôles D1 et D2. Dans le cadre de notre expérience, S800
a été réglé en mode focalisé [37], ce qui signifie que seule la ligne d’analyse est achro-
matique. De ce fait, le faisceau secondaire est focalisé au point pivot, alors que le
plan focal est dispersif. Un tel réglage permet de déduire l’impulsion des résidus au
niveau de la cible de réaction à partir de la mesure de leurs positions et trajectoires
au plan focal, tout en assurant que la taille du faisceau secondaire soit inférieure à
celle de la cible de réaction.
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Figure 3.2 – Schéma du spectromètre S800 et
disposition des détecteurs utilisés pour l’analyse des

produits de la réaction de knockout.

Figure 3.3 – Détecteurs au
plan focal de S800.

Figure 3.4 – GRETINA.

3.3 Détection des résidus de réaction de knockout

3.3.1 Mesure des temps de vol : les scintillateurs

Trois scintillateurs plastiques sont utilisés pour la mesure des temps de vol :
XFP est situé au plan focal de A1900, OBJ se trouve au point objet de S800, et
E1 est placé quelques mètres après le plan focal de S800. Le scintillateur E1 sert de
déclenchement pour l’acquisition ainsi que de référence temporelle pour les autres
détecteurs : tous les temps, en particulier ceux des autres scintillateurs, sont définis
relativement au temps de E1. Les mesures concomitantes des temps de vol entre
XFP et E1 d’une part, et entre OBJ et E1 d’autre part, permettent d’identifier les
isotopes du faisceau incident. L’identification des résidus de réaction transmis au
plan focal de S800 se fait quant à elle en utilisant le temps de vol mesuré entre OBJ
et E1, ainsi que la perte d’énergie de l’isotope dans une chambre à ionisation située
en amont du scintillateur E1.

3.3.2 Mesure de la perte d’énergie : la chambre à ionisation

Une chambre à ionisation est placée en amont du scintillateur E1 afin de mesu-
rer la perte d’énergie des résidus de knockout. Elle est remplie de gaz P10 (mélange
d’Argon à 90% et de Méthane à 10%) à une pression de 140 Torr et mesure 40 cm le
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long de l’axe du faisceau (z). Elle est segmentée en 16 parties de 2,5 cm de profon-
deur, chaque segment comprenant une anode. Le schéma de la chambre à ionisation
est représenté dans la figure 3.5.

Figure 3.5 – Schéma de la chambre à ionisation placée au plan focal de S800.

Lorsqu’une particule chargée traverse un segment, elle perd de l’énergie, créant
ainsi des paires ion-électron dans le gaz. Le nombre de paires créées au passage de
la particule est proportionnel à la perte d’énergie, le coefficient de proportionnalité
dépendant du potentiel d’ionisation du gaz, qui est typiquement de 25-30 eV pour
le P10. Les électrons sont collectés par l’anode alors que les ions dérivent vers la
cathode. Le champ électrique de dérive est déterminé de telle sorte que le nombre
d’électrons (et donc la charge) collectés par l’anode reste proportionnel au dépôt
d’énergie. Une grille de Frisch est placée au-dessous des anodes afin d’empêcher
que l’amplitude du signal ne dépende de la distance entre le point d’interaction et
l’anode.

L’utilisation d’une chambre segmentée a plusieurs avantages : cela permet de
compenser la non-uniformité du champ électrique de dérive en utilisant un étalon-
nage différent pour chaque segment, tout en améliorant la précision sur la mesure de
perte d’énergie en calculant la perte d’énergie moyenne sur tous les segments dans
lesquels la particule a interagi.

3.3.3 Mesure de la position et de la trajectoire au plan focal :
les CRDCs

Les mesures de positions et angles des résidus de réaction au plan focal de S800
se font à l’aide de deux chambres à dérive : les "Cathode Readout Drift Chambers"
(CRDCs). Le premier CRDC est placé au plan focal, le second est situé à une
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distance de 1,073 m à l’arrière de celui-ci. La partie active de chaque CRDC mesure
56 cm selon la direction dispersive au plan focal (xpf ), 26 cm selon la direction non-
dispersive (ypf ), avec une épaisseur de 1,5 cm le long de l’axe du faisceau (z) [38].
Chaque détecteur est rempli d’un mélange gazeux de tétrafluorure de carbone (CF4)
à 80% et d’isobutane (C4H10) à 20%, à une pression de 50 Torr [37].

Figure 3.6 – Schéma des chambres à dérives (CRDCs) placées au plan focal de
S800.

La figure 3.6 montre le principe de fonctionnement des CRDCs : Une anode est
polarisée à un potentiel V (typiquement 800 V), ce qui induit un champ électrique �E

dans le gaz. Au passage d’une particule, le gaz est ionisé au point d’interaction, les
électrons ainsi produits dérivent en direction de l’anode sous l’influence du champ
− �E. Une charge miroir est induite sur les segments de cathode situés dans le voi-
sinage du point de collection des électrons par l’anode. La position non-dispersive
(ypf ) d’interaction de la particule est déterminée par mesure du temps de dérive des
électrons vers l’anode, tandis que la position dispersive (xpf ) est déterminée en calcu-
lant le centre de gravité de la distribution de charges miroirs induites sur la cathode.
Une grille de Frisch est placée au-dessus de l’anode afin de limiter les effets d’ava-
lanche d’électrons, ce qui détériorerait la résolution en position xpf . La résolution en
position de chaque CRDC atteint ainsi 0.3 mm dans les deux directions (xpf , ypf ).
Les angles de la trajectoire du résidu de réaction sont déterminés à partir des deux
points d’interaction (x

(1)
pf , y

(1)
pf ) et (x

(2)
pf , y

(2)
pf ) dans les deux CRDCs. Les dimensions

des CRDCs permettent d’atteindre une couverture angulaire de ±27˚dans le plan
dispersif (xOz) et de ±13˚dans le plan non-dispersif (yOz). Les acceptances angu-
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laires du spectromètre S800 étant respectivement 7˚et 10˚dans les plans dispersifs
et non dispersifs, la totalité des noyaux transmis dans le spectrographe passe au
travers des CRDCs. La distance de l’ordre du mètre entre les deux CRDCs permet
d’atteindre une résolution angulaire de l’ordre de 0,02˚.

3.4 Détection des rayonnements γ : le multidétec-
teur GRETINA

Lors de notre expérience, le multidétecteur GRETINA ("Gamma Ray Energy
Tracking In-beam Nuclear Array") a été placé autour de la cible de knockout pour
détecter les rayonnements γ prompts émis par les résidus de réaction. GRETINA fait
partie des détecteurs de dernière génération conçus pour reconstruire avec précision
les positions d’interaction, et permettre ainsi de discriminer les interactions pro-
venant d’un même rayonnement γ émis. Une telle procédure, baptisée "tracking",
permet à la fois d’augmenter l’efficacité absolue de détection γ et d’améliorer la
résolution en position d’interaction au sein d’un cristal de GRETINA [39].

3.4.1 Géométrie de détection

GRETINA est constitué de sept modules du futur détecteur 4π GRETA. Du-
rant notre expérience, quatre des modules étaient placés aux angles avant (58° par
rapport à l’axe du faisceau) tandis que les trois autres se situaient dans le plan per-
pendiculaire au faisceau, couvrant ainsi des angles de θ=35˚à θ=115˚avec un angle
solide total de 1π, comme représenté sur la photo 3.7. La distance cible-module est
de l’ordre de 20 cm. Chaque module est composé de quatre cristaux hexagonaux de
deux types de formes (A et B) permettant de les disposer en géométrie compacte
[40], et reliés à un cryostat commun, comme décrit dans le schéma 3.8. Un cristal
est composé de 36 segments disposés autour d’une anode centrale selon le schéma
3.9.

Figure 3.7 – Position des modules de GRETINA utilisés lors de l’expérience [41].
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Figure 3.8 – (a) Composition d’un module de GRETINA (b) Quatre cristaux
(deux de forme A, deux de formeB) arrangés en géométrie compacte [40].

Figure 3.9 – Segmentation d’un cristal : chiffres arabes pour la segmentation en
angle polaire, lettres grecques pour la segmentation en profondeur [40].

3.4.2 Electronique

Chaque cristal comporte 37 contacts électriques provenant des 36 segments et
de son anode, chacun relié à un préamplificateur contenu dans le module. Au total,
un module comporte 148 préamplificateurs. Tous les signaux sortants d’un cristal
donné sont digitalisés par un groupe de quatre convertisseurs analogique-numériques
(CAN) avant d’être envoyés vers une ferme de calcul dédiée pour leur appliquer un
algorithme de décomposition de signaux décrit dans la section 3.4.5. Après cette
étape, seuls les énergies, positions et temps de chaque interaction sont stockées (cf.
schéma 3.10).

3.4.3 Interaction d’un rayonnement γ dans la matière

On distingue trois modes d’interaction des rayonnements γ dans la matière, dont
la section efficace dépend de l’énergie du γ et du numéro atomique Z du matériau
[42] :
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Figure 3.10 – Electronique d’acquisition de GRETINA [40].

— L’effet photoélectrique consiste en l’absorption du rayonnement γ par un élec-
tron atomique. Si l’énergie du rayonnement Eγ est supérieure à l’énergie de
liaison Eb de l’électron, celui-ci est éjecté de l’atome et peut ainsi être col-
lecté, avec une énergie : Ee− = Eγ − Eb. Sur un spectre γ, l’interaction par
effet photoélectrique correspond au pic photoélectrique (cf. figure 3.11).

Dans le cas d’une interaction dans un cristal de Germanium (Z=32), ce pro-
cessus est le plus probable pour des rayonnements d’énergie 0 < Eγ < 200
keV.

— L’effet Compton désigne une interaction entre le rayonnement γ et un élec-
tron atomique, lors de laquelle seule une partie de l’énergie Eγ est transférée
à l’électron (appelé dans ce cas "électron de recul"). La trajectoire du rayon-
nement est ainsi déviée à un certain angle θ par rapport à sa trajectoire
incidente. L’énergie de l’électron de recul est : Ee− = Eγ − E ′

γ, où Eγ et E ′
γ

désignent respectivement les énergies du photon incident et du photon dif-
fusé. Ces deux quantités sont reliées par la formule de Compton :

E ′
γ =

Eγ

1 + Eγ

mec2
(1− cosθ)

(3.3)

L’interaction des rayonnements γ induit un fond (le fond Compton) dans le
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spectre γ. Ce fond s’étend de 0 keV (cas d’un photon non dévié, θ = 0°)
jusqu’à une énergie E

(max)
C =

2E2
γ

mec2+2Eγ
(énergie maximale pouvant être trans-

férée à l’électron de recul pour θ = 180°).

Dans le cas d’une interaction dans un cristal de Germanium, ce processus est
prédominant pour des rayonnements d’énergie 200 < Eγ < 8000 keV.

— Dans le cas où l’énergie du rayonnement Eγ > 2mec
2, celui-ci peut inter-

agir dans le champ coulombien d’un noyau atomique pour créer une paire
électron-positron. Le photon disparait et son excédent d’énergie Eγ - 2mec

2

est distribué sous forme d’énergie cinétique entre l’électron et le positron. Ce
dernier va quasi-instantanément s’annihiler avec un électron atomique voisin,
créant une paire de deux γ d’énergie mec

2 émis dos-à-dos. Si ces deux derniers
sont à leur tour détectés dans le cristal, la création de paire contribuera au
pic photo-électrique. Dans le cas où l’un des deux (les deux) γ d’annihilation
du positron traverse le cristal sans interagir, la création de paire contribuera
au pic de simple-échappement (double-échappement).

Pour une interaction dans un cristal de Germanium, ce processus est le plus
probable pour des énergies Eγ > 8000 keV.

Figure 3.11 – Schéma représentant un spectre γ typique.

Dans notre expérience, les énergies typiques des γ d’intérêt s’étendent d’environ
150 keV à plusieurs MeV. Ces rayonnements se situent donc majoritairement dans
la plage d’énergie où l’effet Compton est prédominant. Pour un γ donné, le scénario
le plus probable correspond à une ou plusieurs interactions Compton suivies d’une
absorption par effet photoélectrique. Ceci dégrade le rapport pic photoélectrique

fond Compton et mène
à une perte d’efficacité absolue de détection.
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L’algorithme de décomposition des signaux décrit dans la section 3.4.5 permet de
distinguer les différentes interactions ayant eu lieu dans la même fenêtre d’évènement
(par exemple un Compton et un photoélectrique issus du même rayonnement γ).
L’algorithme de tracking décrit dans la section 3.4.6 permet quant à lui de déterminer
le chemin le plus probablement suivi par un rayonnement γ à partir des points
d’interaction, et de reconstruire l’énergie totale du γ à l’origine des interactions
multiples, compensant ainsi en partie la perte d’efficacité due aux interactions par
effet Compton.

3.4.4 Effet Doppler

Dans notre expérience, les photons sont émis en vol par les résidus de réaction.
La vitesse des résidus étant typiquement β ∼ 0.4, il faut tenir compte de l’effet Dop-
pler pour déterminer l’énergie du photon ECM

γ dans le centre de masse du résidu à
partir de la mesure d’énergie Elab

γ dans le référentiel du laboratoire :

ECM
γ =

Elab
γ (1− βcos(θlab))√

1− β2
(3.4)

Cette opération nécessite de connaître l’angle d’émission du photon par rapport
à la trajectoire du résidu θlab avec une précision raisonnable. L’angle θlab est déduit
de la position de première interaction (r, θ, z) du photon dans le cristal, en tenant
compte de la position de réaction dans la cible le long de la direction non-dispersive
(y) (qui est déterminée évènement par évènement à partir des positions et trajec-
toires au plan focal, cf. section 4.2.2). Les deux autres coordonnées de réaction (x,z)
n’étant pas reconstruites, on fait l’approximation que la réaction a lieu au point
(x=0, y, z=0) dans la cible de knockout. L’angle θlab est ensuite corrigé pour tenir
compte de la trajectoire du résidu de réaction, qui est déduite évènement par évè-
nement de la mesure des positions et trajectoires au plan focal.

La nécessité de connaître la position de première interaction (r, θ, z) avec une
précision suffisante justifie l’utilisation d’un détecteur segmenté. Il est aussi néces-
saire de pouvoir distinguer quelle interaction a été la première, en cas d’interactions
multiples d’un même γ au sein du cristal. L’algorithme de décomposition des si-
gnaux décrit dans la section 3.4.5 permet de discriminer les multiples interactions
provenant d’un même γ, et d’atteindre une résolution en position d’interaction in-
férieure à la taille d’un segment. L’algorithme de tracking discuté dans la section
3.4.6 permet quant à lui de déterminer quelle interaction est le plus probablement
la première.
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3.4.5 Algorithme de décomposition des signaux

L’interaction d’un rayonnement γ au sein d’un cristal induit un signal électrique
dans chaque segment de celui-ci ainsi que sur son anode centrale. Le segment dans
lequel le photon a interagi mesure la charge nette, alors que les 35 autres segments
mesurent la charge-miroir créée par cet interaction. L’amplitude du signal collecté
sur l’anode centrale est proportionnelle à l’énergie déposée par le photon. Le temps
de montée des signaux respectifs du segment touché et de l’anode dépend du temps
de dérive des électrons dans le cristal. Ce temps de montée est donc caractéristique
de la distance entre le point d’interaction et l’anode (coordonnée radiale r dans un
repère cylindrique, cf. figure 3.12). Les formes et amplitudes des signaux-miroirs
induits dans les segments voisins dépendent de la profondeur z et de l’angle polaire
θ du point d’interaction. Un dépôt d’énergie E à une position (r,θ,z) donnée du
cristal correspond donc à un ensemble unique de signaux.

Figure 3.12 – Représentation d’une interaction dans un module de GRETINA.

Lorsqu’un rayonnement γ atteint le cristal, il peut produire plusieurs points
d’interaction (par exemple en interagissant par effet Compton puis par effet photo-
électrique). L’ensemble de signaux collectés dans l’anode et les 36 segments est alors
une superposition des ensembles "élémentaires" de signaux induits par une unique
interaction. L’algorithme de décomposition des signaux permet de déterminer le
nombre d’interactions ainsi que leurs positions et énergies respectives. Plus précisé-
ment, il opère un ajustement de l’ensemble de signaux collectés avec une combinaison
linéaire de "signaux de bases" issus d’une banque de données. Ces signaux de bases
ont été simulés pour des points d’interactions uniques situés sur une grille tridimen-
sionnelle de maillage 1 mm. Un tel procédé permet d’atteindre une résolution en
position d’interaction de l’ordre de 1-2 mm [40].

44



3.5. Logique d’acquisition et déclenchements

3.4.6 Algorithme de tracking

L’algorithme de tracking permet de déterminer quelles interactions proviennent
d’un même rayonnement γ, et de déterminer la trajectoire suivie par ce dernier. Dans
un premier temps, l’algorithme regroupe tous les points d’interactions susceptibles
de provenir d’un même rayonnement γ sur la base d’arguments géométriques simples
tels que la séparation angulaire des points les uns par rapport aux autres. La for-
mule de Compton 3.3 est ensuite utilisée dans chaque sous-groupe pour déterminer
la séquence de diffusions la plus probable. A chacune des combinaisons de séquences
de diffusions reliant tous les points d’interaction du sous-groupe, on attribue un fac-
teur de mérite qui reflète la déviation des supposés angles de diffusion par rapport
aux angles évalués à l’aide de la formule de Compton à partir des énergies déposées
à chaque point d’interaction. Le regroupement des points d’interaction et la déter-
mination de la trajectoire la plus probable pour chaque sous-groupes peuvent être
opérés de manière itérative afin de corriger d’éventuelles erreurs de regroupement
[43].

Une fois toutes les trajectoires des rayonnements γ déterminées, il est possible
d’utiliser la procédure d’addback afin d’améliorer le rapport pic

total
du spectre γ. Cette

procédure consiste à sommer les énergies de tous les points d’interaction contenus
dans un même sous-groupe.

Il est relativement difficile de simuler des efficacités en tenant compte de l’algo-
rithme de tracking. De plus, dans la géométrie de notre expérience (seulement sept
modules utilisés), l’utilisation d’un tel algorithme apporte un bénéfice très limité en
ce qui concerne l’efficacité γ. C’est pourquoi cet algorithme n’a pas été utilisé pour
l’analyse de cette expérience. Dans cette analyse, on considère que l’interaction de
plus grande énergie est toujours la première interaction. La procédure d’addback est
quant à elle opérée en considérant que toutes les interactions ayant lieu dans des
cristaux voisins proviennent du même rayonnement γ.

3.5 Logique d’acquisition et déclenchements

Lors de l’expérience, deux types de déclenchements ont été utilisés pour l’acqui-
sition des données. Le premier mode de déclenchement ("trigger S800") correspond
au passage d’un ion dans le scintillateur plastique E1 situé au plan focal de S800.
Pour les acquisitions utilisant le faisceau incident de 36S, le taux de comptage im-
portant a nécessité que ce déclenchement soit divisé : seul un évènement sur dix
a été enregistré avec ce trigger. Le second mode de déclenchement correspond à
une coïncidence entre le trigger S800 et une interaction dans GRETINA ("trigger
S800-GRETINA"). Le trigger GRETINA est un OU logique entre tous les signaux
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provenant de chacun des 28 cristaux. La coïncidence S800-GRETINA est condition-
née par un intervalle de temps inférieur à 500 ns entre le trigger S800 et le trigger
GRETINA.
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CHAPITRE 4

Analyse de l’expérience

4.1 Etalonnages

4.1.1 La chambre à ionisation

4.1.1.1 Alignement de la perte d’énergie dans les segments

Comme décrit dans la section 3.3.2, la chambre à ionisation est segmentée en 16
parties, chaque segment comportant sa propre anode. On définit C(i) et ∆E(i) comme
étant respectivement la charge collectée et la perte d’énergie correspondante dans le
segment i. La relation entre charge collectée et perte d’énergie est supposée linéaire :

∆E(i) = a(i)C(i) + b(i) (4.1)

A cause de la non-uniformité du champ de dérive dans la chambre à ioni-
sation, chaque anode collecte une charge C(i) différente au passage d’un isotope
donné. Cependant, le fait que chaque segment ait la même épaisseur impose que la
perte d’énergie ∆E(i) soit la même dans chacun des segments. On choisit comme
référence le segment 1. L’étalonnage consiste à déterminer les a(i), b(i) tels que
∆E(i) = ∆E(1),∀i = {0, ..., 15} pour un isotope donné. Ceci est possible si l’on
sélectionne au moins deux isotopes de charge Z différente (qui ont une perte d’éner-
gie ∆E(i) bien distincte l’un de l’autre).

A ce stade, la perte d’énergie dans la chambre à ionisation n’étant pas étalonnée,
il a été choisi d’utiliser une acquisition du faisceau de 36S non-réagi afin de pouvoir
sélectionner les isotopes uniquement à partir de leurs temps de vol. La matrice
d’identification en temps de vol pour le faisceau non-réagi est représentée dans la
figure 4.1. Les deux isotopes les plus produits (36S et 35P) ont été choisis pour
étalonner la chambre à ionisation. La figure 4.2 montre la charge collectée C(i) et
la perte d’énergie ∆E(i) en fonction du numéro de segment, après sélection du 36S
dans la matrice en temps de vols.
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Figure 4.1 – Matrice d’identification en temps de vol pour le faisceau non-réagi.
Rouge : sélection des isotopes 36S. Vert : sélection des isotopes 35P.

(a) (b)

Figure 4.2 – (a) Charge collectée par l’anode en fonction du numéro de segment.
(b) Perte d’énergie en fonction du numéro de segment. (Condition 36S incident).

4.1.1.2 Correction de la perte d’énergie en fonction de la distance à
l’anode

Au plan focal du spectromètre S800, les isotopes sont distribués en position
(selon la direction x) en fonction de leur énergie. La perte d’énergie dans la chambre
à ionisation dépend de la masse et de la charge de l’isotope, mais aussi de l’énergie
de l’isotope elle-même. Le but étant de discriminer les isotopes en fonction de leur
masse et de leur charge, on cherche à s’affranchir de la dépendance en énergie, qui
détériore la résolution en perte d’énergie. Pour ce faire, on corrige la perte d’énergie
∆E dans la chambre à ionisation de sorte quelle celle-ci ne soit plus corrélée à la
position xfp au plan focal :

∆Ecor = ∆Eep(xfp - d0) (4.2)
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où p et d0 sont des paramètres à déterminer. La perte d’énergie ∆Ecor obtenue ainsi
est quasi-indépendante de la position xfp, comme montré dans la figure 4.3(b).

(a) (b)

Figure 4.3 – (a) Position au plan focal en fonction de la perte d’énergie (non
corrigée). (b) Position au plan focal en fonction de la perte d’énergie (corrigée).
(Condition 36S incident et quatre noyaux sortants de Z différents, qui ont chacun

une perte d’énergie ∆E et une distribution au plan focal (xpf) différentes.

4.1.2 Correction des temps de vol

Du fait de la grande acceptance en moment du spectromètre S800, les trajectoires
des résidus de réactions peuvent dévier considérablement par rapport à la trajectoire
de référence d’un résidu ayant l’impulsion nominale. La longueur du chemin suivi
dans le spectromètre peut donc être différente pour deux isotopes de même masse
A et même charge Z. Ceci induit une détérioration de la résolution en temps de vol,
aussi bien pour le temps mesuré entre le plan focal de A1900 et le plan focal de S800
(TXFP-E1) que pour celui mesuré entre l’objet et le plan focal de S800 (TOBJ-E1). Afin
d’améliorer les résolutions en temps de vol TXFP-E1 et TOBJ-E1, on corrige ces derniers
pour qu’ils soient quasi-indépendants de l’angle afp et de la position xpf dans le plan
dispersif (xOz). La correction est limitée au premier ordre :

T cor
XFP-E1 = TXFP-E1 + αxpf + βafp

T cor
OBJ-E1 = TOBJ-E1 + α′xpf + β′afp (4.3)

où α, β, α′, β′ sont des paramètres à déterminer pour chaque réglage du spectromètre
S800. La figure 4.4 montre les corrélations entre le temps de vol TOBJ-E1 et les angles
et positions afp, xpf , avant et après correction. L’évolution de la résolution en temps
de vol qui résulte de cette correction peut être évaluée en comparant les matrices
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d’identification en ∆E − TOF obtenues respectivement avant et après application
de cette correction (cf. figure 4.5).

Avant correction du temps de vol Après correction du temps de vol
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Figure 4.4 – Corrélations entre l’angle afp et le temps de vol TOBJ-E1 (haut),
corrélations entre la position xpf et le temps de vol TOBJ-E1 (bas), avant et après

correction du temps de vol. (Condition 36S incident et 35P sortant).

Avant correction du temps de vol Après correction du temps de vol

Figure 4.5 – Matrice d’identification en perte d’énergie et temps de vol, avant et
après correction du temps de vol TOBJ-E1. (Condition 36S incident).
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4.1.3 Les chambres à dérives

4.1.3.1 Alignement des gains des segments

Comme décrit dans la section 3.3.3, la position dans le plan dispersif xpf est dé-
terminée pour chaque CRDC en calculant le centre de gravité de la distribution de
charges miroirs sur la cathode segmentée. Plus précisément, le centre de gravité est
calculé dans l’intervalle [max-10,max+10], où max représente le numéro de segment
où une charge maximale a été déposée. Afin d’optimiser la résolution en position
xpf , il est nécessaire d’ajuster le gain de chacun des segments pour que le passage
d’un isotope de A,Z donnés induise toujours la même charge maximale, peu im-
porte le numéro de segment "max" touché. Dans le cas contraire, la détermination
du segment "max" permettant de définir l’intervalle [max-10,max+10] serait faussée.

On choisit un étalonnage linéaire pour les charges déposées C(i) sur chaque seg-
ment i (i ∈ {1, ..., 220}) :

C
(i)
cal = a(i)C(i) + b(i) (4.4)

Les coefficients a(i), b(i) sont déterminés de la manière suivante :
— Pour des résidus de différents A,Z, on calcule la charge moyenne induite sur

le segment i lorsque celui-ci est "max" : 〈C(max=i)〉A,Z
— On choisit un segment de référence (le segment 120 dans notre cas). Les

coefficients a(i), b(i) doivent être tels que la charge étalonnée 〈C(max=i)
cal 〉A,Z

induite sur le segment i soit la même que la charge induite sur le segment 120
lorsque celui-ci est "max" :

〈C(max=i)
cal 〉A,Z = a(i)〈C(max=i)〉A,Z + b(i) = 〈C(max=120)〉A,Z (4.5)

En d’autres termes, a(i) et b(i) sont respectivement la pente et l’ordonnée à
l’origine de la droite y=f(x) définie par les points :

(x, y) = (〈C(max=i)〉A,Z , 〈C(max=120)〉A,Z) (4.6)

obtenus pour des résidus de différents A,Z.
— Un tel étalonnage peut changer, pour un évènement donné, le numéro du seg-

ment "max". C’est pourquoi la procédure de détermination des coefficients
a(i), b(i) est itérative : une fois les a(i), b(i) déterminés, il est nécessaire de ré-
extraire le numéro de segment "max" pour chaque évènement, et de répéter
les étapes listées ci-dessus.

Les différents résidus A,Z sont choisis de sorte que leurs distributions en position
au plan focal soient les plus larges et uniformes possibles, tout en fournissant assez
de statistique pour déterminer les 〈C(max=i)〉A,Z avec une précision raisonnable. La
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Chapitre 4. Analyse de l’expérience

figure 4.6 représente les isotopes garantissant le meilleur compromis entre toutes ces
contraintes, et qui ont donc été utilisés pour l’ajustement des gains des CRDCs. Il
est nécessaire de pouvoir sélectionner avec précision les différents isotopes choisis
pour l’étalonnage, c’est pourquoi l’étalonnage des CRDCs doit être fait après les
étapes de corrections des temps de vol et de la perte d’énergie dans la chambre à
ionisation, respectivement décrits dans les sections 4.1.2 et 4.1.1.2.

Figure 4.6 – Matrice d’identification (condition : 36S incident). Les isotopes
utilisés pour l’ajustement des gains des segments sont représentés par les contours

noir, rouge, vert et bleu.

Les charges C(max=i) et C(max=i)
cal sont représentées pour l’isotope 30Al dans la

figure 4.7. Les charges moyennes 〈C(max=i)
cal 〉A,Z pour chaque isotope sélectionné sont

représentées dans la figure 4.8. Pour le CRDC 2, on remarque que les segments de
numéro inférieur à 30 ne sont pas étalonnés. Ceci est dû à un manque de statistique
pour calculer les charges moyennes 〈C(max=i)〉A,Z pour ces segments. Les largeurs
des distributions en position xpf des résidus de réactions 35P, 35S, 33Al, 33Si ob-
servées par la suite respectivement pour les quatre voies de réaction 36S(-1p)35P,
36S(-1n)35S, 34Si(-1p)33Al, 34Si(-1n)33Si, sont reportées sur la figure 4.8. Aucune de
ces distributions ne s’étend jusqu’à la zone des segments non-étalonnés du CRDC
2. Le manque de statistique sur ces segments n’est donc pas problématique pour les
voies de réactions étudiées ici.
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Avant ajustement des gains Après ajustement des gains
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Figure 4.7 – Charge induite sur le segment i lorsque celui-ci est "max", avant
ajustement des gains (C(i=max)) et après ajustement des gains (C(i=max)

cal ).
(Condition : 36S incident, 30Al sortant.)

CRDC 1 CRDC 2

Figure 4.8 – Charge moyenne induite sur le segment i lorsque celui-ci est "max",
après ajustement des gains, pour chacun des isotopes sélectionnés. Les largeurs des
distributions observées par la suite pour les résidus des quatre voies de réaction

36S(-1p)35P, 36S(-1n)35S, 34Si(-1p)33Al, 34Si(-1n)33Si, sont aussi reportées.
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4.1.3.2 Reconstruction des positions au plan focal xpf et yfp

Afin d’extraire les positions absolues (en mm) dans le plan dispersif (xpf ) et dans
le plan non dispersif (yfp), deux acquisitions ont été faites à la fin de l’expérience,
lors desquelles un masque a été placé sur chacun des CRDCs. Les positions (x,y)
théoriques des trous du masque utilisé pour l’étalonnage sont reportées sur la figure
4.9 (cercles rouges et bleus). On note x1 (x2) la position dans le plan dispersif au
niveau du CRDC1 (CRDC2), et y1 (y2) la position dans le plan non-dispersif au
niveau du CRDC1 (CRDC2).

CRDC 1 CRDC 2

Figure 4.9 – Points noirs : positions absolues (x,y) des isotopes ayant traversé le
masque et détectés dans les CRDCs. Cercle rouge : position théorique du trou

utilisé pour l’étalonnage en x. Cercles bleus : position théorique des trous utilisés
pour l’étalonnage en y.

Les positions absolues dans le plan dispersif x1 et x2 sont déduites à partir des
centres de gravités cg des distributions de charges sur la cathode segmentée :

x1 = s1cg + o1

x2 = s2cg + o2 (4.7)

où s1, s2 sont fixés par la taille d’un segment : s1 = s2 = 2.54 mm. Les paramètres
o1, o2 sont quant à eux ajustés pour que les isotopes ayant traversé le trou de coor-
données (0,0) (cercle rouge) correspondent aux positions absolues x1 = 0 et x2 = 0

mesurées sur les CRDCs 1 et 2.

Les positions absolues dans le plan non dispersif y1 et y2 sont déduites du temps
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de dérive t des électrons dans les CRDCs 1 et 2 :

y1 = v1t+ c1

y2 = v2t+ c2 (4.8)

où v1, v2, c1, c2 sont ajustés pour que les isotopes ayant traversé les trous représentés
en bleu aient des positions absolues y1, y2 correspondant aux positions théoriques
de ces trous (respectivement y = 0, 10, 20, ou 30 mm).

Les paramètres v1 et v2 représentent les vitesses de dérive des électrons dans les
CRDCs 1 et 2. Ils peuvent varier au cours du temps, par exemple si la pression
du gaz ou le champ de dérive dans les CRDCs changent. Afin de compenser cette
variation de vitesse, les coefficients c1 et c2 sont corrigés pour chaque acquisition de
la façon suivante :

— On détermine les v1, v2, c1, c2 pour les acquisitions avec les masques faites à
la fin de l’expérience.

— On utilise ces coefficients pour l’étalonnage de l’acquisition de physique la
plus proche en temps des acquisitions de masques (i.e. la dernière acquisition
de physique).

— Pour toutes les acquisitions précédentes avec le même réglage de S800, on
ajuste c1 et c2 pour que les positions moyennes des résidus transmis au plan
focal 〈y1〉, 〈y2〉 soient les mêmes que dans la dernière acquisition de physique.

— Pour les autres acquisitions ayant eu lieu avant un changement de réglage
de S800, on fait l’hypothèse que la vitesse de dérive n’a pas changé entre la
dernière acquisition de ce réglage et la première acquisition du réglage suivant
(i.e. on utilise les mêmes valeurs de c1 et c2 pour ces deux acquisitions). Puis
on ajuste les c1, c2 des acquisitions précédentes pour que les positions 〈y1〉,
〈y2〉 soient les mêmes que dans la dernière acquisition du réglage de S800
considéré.

Les positions moyennes 〈y1〉, 〈y2〉 obtenues après correction des c1 et c2 pour
chaque acquisition sont représentées en fonction du numéro d’acquisition dans la
figure 4.10. Les faisceaux incidents (36S, 34Si) et réglages de S800 ((-1p), (-1n))
correspondant à chaque acquisition sont reportés.
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CRDC 1 CRDC 2

Figure 4.10 – Positions moyennes 〈y〉 dans chaque CRDC en fonction du numéro
d’acquisition. Les faisceaux incidents (36S, 34Si) et réglages de S800 ((-1p), (-1n))

correspondant à chaque acquisition sont reportés en couleur.

4.2 Détection des ions lourds

4.2.1 Sélection des résidus de knockout

Les noyaux incidents sont séparés en masse via les mesures des temps de vol
TXFP-E1 (entre le plan focal de A1900 et le plan focal de S800) et TOBJ-E1 (entre
l’objet de S800 et le plan focal de S800). Entre le plan focal de A1900 et l’objet de
S800, le faisceau parcourt environ 15 m sans subir aucune déviation, accélération,
ou perte d’énergie. Le temps de vol TXFP-OBJ entre le plan focal de A1900 et l’objet
de S800 dépend donc uniquement de la masse A de l’isotope. On a les relations :

TXFP-E1 = TXFP-OBJ + TOBJ-E1

TXFP-OBJ ∝ A (4.9)

Ceci implique qu’en traçant TXFP-E1 en fonction de TOBJ-E1, on obtient une droite
de coefficient directeur 1 dont l’ordonnée à l’origine dépend uniquement de la masse
A de l’isotope. Les matrices d’identification en temps de vol obtenues pour les deux
faisceaux incidents utilisés lors de l’expérience (36S et 34Si) sont représentées dans
la figure 4.11. Les sélections promptes des isotopes 36S et 34Si sont représentées par
les contours rouges. Les évènements en dehors de ces contours sont répétés en temps
modulo l’intervalle de temps correspondant à la radiofréquence du cyclotron. On
interprète ces répétitions comme des évènements décorrélés en temps, causés par
l’inefficacité des scintillateurs XFP et OBJ, c’est pourquoi on choisit de ne pas les
inclure dans l’analyse.
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36S incident 34Si incident

(a)

(b)

Figure 4.11 – (a) Matrices d’identification en temps de vol pour les deux faisceaux
incidents. Les évènements prompts sont représentés par les contours rouges. (b)
Zoom autour des évènements prompts, la sélection des isotopes 36S et 34Si est

représentée en noir.

Après la cible, les résidus de réaction sont identifiés par les mesures concomitantes
de leur perte d’énergie dans la chambre à ionisation et de leur temps de vol T corOBJ-E1.
Les matrices d’identification obtenues pour chaque faisceau incident (36S, 34Si) et
réglage de S800 ((-1p), (-1n)) sont représentées dans la figure 4.12.

4.2.2 Reconstruction des positions et trajectoires sur cible

A partir de la mesure des positions et angles des résidus de réaction au plan focal
xfp, yfp, θfp et φfp, il est possible de reconstruire quatre quantités indépendantes en
sortie de la cible de réaction. Afin d’extraire l’impulsion ~pta du résidu de réaction
au milieu de la cible, on choisit de reconstruire les trois quantités θta, φta et dta,
désignant respectivement les deux angles définissant la trajectoire du résidu, et sa
variation d’énergie par rapport à l’énergie E0 d’une particule de référence suivant
la trajectoire centrale du spectromètre : dta = ∆Eta

E0
. La quatrième quantité recons-

truite sur cible est la position dans le plan non-dispersif yta, qui sera utilisée pour
améliorer la correction Doppler des énergies Eγ des rayonnements γ prompts émis
par le résidu (cf. section 3.4.4).
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36S incident 34Si incident

(-1p)

(-1n)

Figure 4.12 – Matrices d’identification en perte d’énergie et temps de vol pour les
deux faisceaux incidents (36S, 34Si) et chaque réglage du spectromètre S800. Les
sélections des résidus de knockout proton (-1p) et neutron (-1n) à partir des

noyaux incidents 36S et 34Si sont représentées par les contours noirs.

Le transport des ions dans le spectromètre est décrit par la carte de transport
M, qui relie les quantités mesurées au plan focal x(i)

pf au quantités d’intérêt au milieu
de la cible x

(i)
ta (i ∈ {1, ...4}) de la façon suivante :⎛

⎜⎜⎜⎝
xfp

θfp
yfp
φfp

⎞
⎟⎟⎟⎠ = M

⎛
⎜⎜⎜⎝

θta
yta
φta

dta

⎞
⎟⎟⎟⎠ (4.10)

La carte de transfert M contient des termes non-linéaires dûs aux aberrations cau-
sées par la grande acceptance en moment et en angle du spectromètre S800.

Le programme COSY infinity [44] permet d’évaluer et d’inverser la carte de
transfert M à partir des mesures de champs magnétiques des dipôles et quadru-
pôles du spectromètre. La procédure d’inversion (décrite dans [45] dans le cas du
spectromètre S800) permet d’obtenir un développement de Taylor jusqu’à l’ordre 5
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pour la coordonnée x(i)
ta (i ∈ {1, ...4}) :

x
(i)
ta =

4∑
j=1

m−1
ij x

(j)
fp︸ ︷︷ ︸

termes linéaires

+
4∑

j,k=1

m−1
ijkx

(j)
fpx

(k)
fp︸ ︷︷ ︸

ordre 2

+... (4.11)

On se limite à l’ordre 5 car les corrections apportées par les termes d’ordres supé-
rieurs sont du même ordre de grandeur que la résolution des chambres à dérive, ces
termes peuvent donc être négligés.

La quantité dta permet de déduire la norme du vecteur impulsion ~pta du résidu de
réaction en sortie de cible. On note E0, T0 les énergies totale et cinétique en sortie de
cible d’une particule de référence qui suit la trajectoire nominale. Une particule ayant
une variation d’énergie totale ∆Eta par rapport à E0, aura une énergie cinétique Tta
telle que :

E0 = T0 +mc2

E0 + ∆Eta = Tta +mc2 (4.12)

On en déduit la relation suivante :

Tta = T0

(
1 +

∆Eta
E0 −mc2

)
(4.13)

Pour une particule relativiste, E0 >> mc2, il suit :

Tta = T0(1 + dta) (4.14)

On peut ensuite relier l’énergie cinétique au milieu de la cible Tta à l’impulsion pta,
à l’aide des deux définitions suivantes de l’énergie totale :

Eta = Tta +mc2

Eta =
√
p2
tac

2 +m2c4 (4.15)

On en déduit l’expression suivante pour le module de l’impulsion :

pta =
T0(1 + dta)

c

√
1 + 2

mc2

T0(1 + dta)
(4.16)

La composante du vecteur ~pta dans la direction de l’axe du faisceau, notée p//,
correspond au produit scalaire :

p// = ptacosθta (4.17)
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4.3 Analyse des γ émis en vol

4.3.1 Efficacité de détection des γ émis en vol

Afin d’extraire les branchements des états excités peuplés lors des réactions d’in-
térêt, il est nécessaire de déterminer la courbe d’efficacité absolue de détection des
rayonnements γ prompts émis en vol par les résidus de knockout.

Des simulations GEANT4 [46] ont été faites pour la géométrie de détection uti-
lisée dans notre expérience et en tenant compte de l’anisotropie d’émission des
rayonnements γ due au boost de Lorentz des résidus de réaction. Ces simulations
permettent d’extraire une efficacité ε

(GEANT4)
β qui tient compte de l’anisotropie dans

l’émission des rayonnements γ. Cette courbe d’efficacité est ensuite corrigée d’un
facteur fgéo qui tient compte de l’inexactitude de la géométrie de détection définie
pour les simulations. Ce facteur correctif est déterminé en faisant le rapport de l’ef-
ficacité mesurée pour une source fixe (ε(mes)

source) sur l’efficacité simulée pour une source
fixe (ε(GEANT4)

source ). On obtient ainsi une courbe d’efficacité absolue ε définie de la façon
suivante :

ε = fgéoε
(GEANT4)
β

fgéo =
ε
(mes)
source

ε
(GEANT4)
source

(4.18)

Le facteur fgéo extrait pour différentes valeurs d’énergies est représenté dans la
figure 4.13. Ce facteur ne dépendant pas de l’énergie, on choisit d’utiliser sa valeur
moyenne (〈fgéo〉 = 0.88(1)) pour corriger la courbe d’efficacité.

Figure 4.13 – Facteurs correctifs fgéo obtenus pour différentes valeurs d’énergies.

La courbe d’efficacité absolue ε ainsi obtenue pour des émissions γ en vol est
représentée en vert dans la figure 4.14. Une courbe du type ε(E) = ep0ln(E)+p1 a
été ajustée via un test de χ2. L’efficacité mesurée pour une source fixe ε

(mes)
source et
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l’efficacité simulée pour une source fixe et corrigée de l’inexactitude de la géomé-
trie fgéoε

(GEANT4)
source sont aussi reportées. Ces deux courbes sont en accord, ce qui

montre que le facteur correctif fgéo permet effectivement de corriger l’inexactitude
de la géométrie utilisée dans GEANT4. La courbe d’efficacité en vol ε est sensi-
blement au-dessus des efficacités source mesurée et simulée (ε(mes)

source, fgéoε
(GEANT4)
source ).

Ceci s’explique par le fait que le boost de Lorentz des résidus de réaction a pour
effet l’augmentation de la section efficace différentielle d’émission γ vers l’avant (par
rapport à la direction du faisceau). La majorité des modules de GRETINA étant
placée aux angles avant (autour de θ = 58°), la probabilité qu’un rayonnement γ
soit émis dans l’angle solide de détection est augmentée par rapport à une émission
de source fixe.

Figure 4.14 – Vert : Efficacité simulée ε, tenant compte du boost de Lorentz du
résidu de réaction, et corrigée du facteur fgéo.

Noir : Efficacité simulée pour une source fixe, corrigée du facteur fgéo.
Rouge : Efficacité mesurée pour une source fixe.

Les simulations GEANT4 ne tiennent pas compte de la procédure d’addback
décrite dans la section 3.4.6. Pour extraire une courbe d’efficacité εAB valide pour
les spectres obtenus après la procédure d’addback, on introduit un facteur correctif
fAB(E), déterminé en faisant le rapport des efficacités mesurées pour une source
fixe, extraites de spectres obtenus avant (ε(mes)source) ou après (ε(mes)source,AB) la procédure
d’addback. Le facteur fAB(E) dépend explicitement de l’énergie Eγ, car les propor-
tions relatives d’interactions par effet photoélectrique, Compton ou de création de
paire varient en fonction de l’énergie. La source utilisée pour les étalonnages étant
une source de 152Eu, celle-ci nous permet d’extraire des valeurs de fAB(E) jusqu’à
une énergie d’environ 1400 keV. Des spectres issus des acquisitions de physique avec
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un faisceau incident de 36S, conditionnés par la sélection du 35P après la cible de
knockout, ont été utilisés pour extraire des valeurs defAB(E) à plus haute énergie.
On obtient une nouvelle courbe d’efficacité absolue valide pour les spectres issus de
la procédure d’addback :

εAB = fABε

fAB(E) =
ε

(mes)
source,AB

ε
(mes)
source

(4.19)

Le facteur fAB(E) déterminé pour différentes valeurs d’énergie est représenté
dans la figure 4.15(a). On remarque que la procédure d’addback contribue à aug-
menter l’efficacité de quelques % à 400 keV, jusqu’à 60% au-delà de 3000 keV. Les
spectres respectivement obtenus avant et après la procédure d’addback sont superpo-
sés dans la figure 4.15(b). A basse énergie, la procédure d’addback contribue à faire
diminuer le fond, tandis qu’elle permet d’augmenter l’aire des pics photoélectriques
à haute énergie.
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Figure 4.15 – (a) Rouge : valeurs de fAB extraites d’une mesure de source de
152Eu. Bleu : valeurs de fAB extraites d’une acquisition de physique pour le résidu
de réaction 35P. (b) Noir/rouge : spectre du 35P obtenu avant/après la procédure

d’addback.

Une courbe du type fAB(E) = p0+p1

√
E a été ajustée via un test de χ2. L’ajuste-

ment est raisonnable pour des énergies inférieures à 1500keV. Cependant, on observe
un changement dans la tendance des points pour E > 2000 keV, dû au fait que les
processus Compton et de création de paire deviennent de plus en plus dominants à
mesure que l’énergie augmente. Ces différents régimes rendent difficile l’ajustement
des points par une courbe unique pour toute la plage d’énergie considérée. Afin de
vérifier la qualité de l’ajustement de fAB(E), on extrait des valeurs de cet ajustement
pour des énergies différentes de celles utilisées pour déterminer les paramètres p0 et
p1 (500, 1000, 1500 et 2000 keV). On calcule ensuite l’efficacité simulée, corrigée
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du facteur d’addback εAB(E) = fAB(E)ε(E) pour ces mêmes valeurs d’énergie. Les
efficacités ainsi obtenues sont comparées avec des efficacités mesurées pour la source
de 152Eu, après la procédure d’addback (ε(mes)source,AB) (cf. figure 4.16).

Figure 4.16 – Bleu : Efficacité simulée εAB, tenant compte du boost de Lorentz du
résidu de réaction, et corrigée des facteurs géométrique et d’addback.
Noir : Efficacités simulées, corrigées du facteur d’addback (εAB(E)).

Rouge : Efficacités mesurées pour une source de 152Eu, après la procédure
d’addback (ε(mes)source,AB).

Les courbes mesurée (rouge) et simulée (noir) sont en bon accord. On remarque
cependant que les barres d’erreurs des efficacités simulées sont plus grandes qu’au-
paravant, à cause de l’ajustement difficile de la courbe fAB(E). En conséquences, les
paramètres p0 et p1 déterminés par l’ajustement de la courbe d’efficacité εAB simu-
lée corrigée de l’addback (courbe bleue) sont deux fois moins précis que dans le cas
sans addbacks. Pour cette raison, nous choisirons d’utiliser les spectres et efficacités
simulées dans le cas sans addbacks pour extraire des valeurs de branchement les plus
précises possibles. Les spectres issus de la procédure d’addback seront néanmoins uti-
lisés pour extraire les matrices de coïncidence γ - γ utilisées pour déduire le schéma
de décroissance des résidus de réaction, ainsi que pour déduire les distributions en
moment associées aux états finaux peuplés, dont la procédure d’extraction est dé-
crite dans la section 4.5.2.

Durant notre expérience, l’efficacité absolue des quatre modules placés aux angles
avant de GRETINA a changé en fonction du taux de comptage des noyaux incidents,
du fait d’interactions multiples de particules provenant du faisceau qui ont modifié
le temps mort de détection dans ces modules. Il nous a été impossible d’évaluer ce
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temps mort, c’est pourquoi nous avons utilisé uniquement les modules autour de 90°
pour extraire les branchements des états. L’efficacité ε a préalablement été pondérée
par la proportion de rayonnements détectés dans les modules à 90° par rapport au
nombre total de rayonnements détectés :

ε90° = f90°ε = f90°fgéoε
(GEANT4)
β

f90° =
Ndet(90°)

Ndet(90°) +Ndet(58°)
(4.20)

Les spectres sommés pour tous les modules de GRETINA ont quant à eux été
utilisés avec la procédure d’addback pour l’étude des coïncidences γ−γ et l’extraction
des distributions en moment.

4.3.2 Résolution en énergie

Afin de tester la correction Doppler des énergies γ, on se propose d’évaluer analy-
tiquement la résolution en énergie (corrigée Doppler) attendue en fonction de l’angle
d’émission θγ, pour une énergie fixée ECM

γ = 1 MeV. L’étude ci-dessous est réalisée
dans le cadre de la réaction 36S(-1p)35P. La résolution en énergie est définie comme
étant le rapport de la largeur totale à mi-hauteur (∆ECM

γ ) sur l’énergie ECM
γ . On

peut relier cette quantité à la déviation standard σE :

R =
∆ECM

γ

ECM
γ

=
2
√

2ln(2)σE
ECM
γ

(4.21)

L’énergie dans le centre de masse est déterminée à partir de l’énergie mesurée
dans le laboratoire, par la formule Doppler :

ECM
γ =

Elab
γ (1− βcos(θlab))√

1− β2
(4.22)

A l’erreur statistique σint associée à la résolution intrinsèque des cristaux de GRE-
TINA, s’ajoutent des erreurs provenant d’une détermination imprécise du boost β du
résidu de réaction et de l’angle θlab d’émission rayonnement γ dans le laboratoire :

σE =
√
σ2

int + σ2
E,β + σ2

E,θ (4.23)

Les erreurs sur l’énergie ECM
γ dues à une erreur sur le boost β et sur l’angle θlab

s’écrivent respectivement :

σE,β =
∂ECM

γ

∂β
σβ =

ECM
γ (β − cos(θlab))

(1− β2)(1− βcos(θlab))
σβ (4.24)

σE,θ =
∂ECM

γ

∂θ
σθ =

ECM
γ βsin(θlab)

1− βcos(θlab)
σθ (4.25)
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4.3. Analyse des γ émis en vol

où σβ, σθ désignent respectivement l’erreur sur le boost et l’erreur sur l’angle d’émis-
sion γ dans le laboratoire.

On estime ensuite les erreurs σint, σβ et σθ :

— La résolution intrinsèque d’un cristal de GRETINA (déduite d’une acquisi-
tion de source fixe de 152Eu) est typiquement de l’ordre de R = 0, 004 à une
énergie de 1 MeV, ce qui correspond à une déviation standard σint = 1, 7 keV.

— Le boost β en sortie de cible est déduit évènement par évènement à partir de
l’écart en énergie du résidu de réaction par rapport à l’énergie d’un isotope
de référence (dta). On estime l’erreur sur le boost comme étant la variation
de celui-ci entre l’entrée et la sortie de la cible : σβ ∼ 0, 004 pour les résidus
de la réaction 36S(-1p)35P.

— L’angle d’émission θlab est calculé à partir de la position d’interaction du
rayonnement dans GRETINA (xγ, yγ, zγ) et de la position d’interaction de
l’isotope dans la cible (xta, yta, zta). La résolution en position dans GRETINA
est typiquement de l’ordre de σpos = 2 mm. Dans un but de simplification
pour le calcul analytique de la propagation des erreurs, on fait l’hypothèse
que l’erreur sur la position dans GRETINA est toujours commise dans une
direction perpendiculaire à la trajectoire du rayonnement γ (cf. figure 4.17).
La coordonnée zta n’étant pas reconstruite, l’erreur sur la profondeur à la-
quelle la réaction a lieu dans la cible correspond à la demi-épaisseur de cible
σz = 0.1 mm. La position transversale le long de l’axe dispersif (Ox) n’est
pas non plus reconstruite. L’erreur induite sur xta correspond donc à la taille
typique du faisceau le long de cet axe au niveau de la cible : σx = 2 mm [47].
La position le long de l’axe non-dispersif (Oy) est reconstruite à partir des
mesures de positions et trajectoires au plan focal, avec une résolution σy = 2

mm [47]. Les axes (Ox) et (Oy) étant tous deux transverses à l’axe faisceau,
une erreur sur xta ou yta aura le même effet sur l’angle θlab. On limitera donc
cette étude à l’erreur induite par σx. Selon la valeur de l’angle θlab, l’erreur
commise sur xta doit être dans un sens ou dans l’autre le long de l’axe (Ox)
pour maximiser σθ (cf. figure 4.17). On définit deux fonctions σ

(up)
θ (θlab) et

σ
(down)
θ (θlab) qui correspondent respectivement à une erreur σx commise "vers

le haut" ou "vers le bas". Pour calculer σE,θ(θlab), on retient la valeur de la
fonction qui maximise l’erreur σθ pour un angle θlab donné. Les valeurs de
σ
(up)
θ (θlab) et σ

(down)
θ (θlab) en fonction de θlab sont représentées dans la figure

4.18.

La résolution en énergie attendue pour ECM
γ = 1 MeV, incluant les contributions

de σE,β et σE,θ est représentée en fonction de l’angle θlab dans la figure 4.19. Au vu
de l’évolution de R(θlab), on s’attend à ce que la résolution en énergie soit meilleure
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Figure 4.17 – Gauche : géométrie avec erreur σx commise "vers le haut", associée
à la fonction σ(up)

θ (θlab). Droite : géométrie avec erreur σx commise "vers le bas",
associée à la fonction σ(down)

θ (θlab).

Figure 4.18 – Valeurs de σ(up)
θ (θlab) et σ(down)

θ (θlab) en fonction de l’angle θlab.

pour les modules transverses à l’axe faisceau par rapport à ceux placés à l’avant.

Les valeurs des résolutions en énergie à 1.3 MeV ont été extraites expérimentale-
ment pour chaque cristal de GRETINA : pour les cristaux placés autour de θ = 90°,
la résolution est de l’ordre de R ∼ 1, 6 - 2, 3%, ce qui est raisonnablement compa-
rable à la valeur attendue de 1,2% (cf. figure 4.19). Les cristaux placés autour de
θ = 58° ont effectivement une résolution supérieure à celle des cristaux transver-
saux : la résolution mesurée pour ces cristaux est de l’ordre de R ∼ 2, 0 - 2, 9%, ce
qui est raisonnable en comparaison à la valeur de R = 1, 7%. Les spectres de 35P
sommés d’une part pour les modules autour de 58°(noir) et d’autre part pour les
modules autour de 90°(rouge) sont représentés dans la figure 4.20 : la résolution est
effectivement sensiblement meilleure dans le cas des modules autour de 90°.
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4.4. Formalisme de Glauber

Figure 4.19 – Rouge : Résolution en énergie attendue pour ECM
γ = 1 MeV en

fonction de l’angle θlab. Les contributions provenant de l’erreur sur le boost (σE,β)
et de l’erreur sur l’angle (σE,θ) sont reportées respectivement en noir et bleu.
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Figure 4.20 – Noir : spectre de 35P sommé pour les modules à l’avant de
GRETINA. Rouge : spectre de 35P sommé pour les modules transversaux à l’axe

faisceau.

4.4 Formalisme de Glauber

L’assignement des moment orbitaux des états finaux peuplés (dont la méthode
est décrite dans la section 4.5) et l’extraction des facteurs spectroscopiques expé-
rimentaux (section 4.6) nécessitent des prédictions théoriques des sections efficaces
(différentielle ou totale) d’arrachage d’un nucléon de nombres quantiques k = (nlj)

lors de la réaction de knockout considérée. Ces sections efficaces sont calculées dans
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Chapitre 4. Analyse de l’expérience

un modèle de Glauber [48] (dans l’approximation eikonale) décrit dans la sous-
section 4.4.

4.4.1 Sections efficaces et facteurs spectroscopiques

La section efficace de peupler l’état f du résidu (A-1) en arrachant un nucléon
k = (nlj) au projectile A dans l’état initial i s’écrit [49] :

σfi =
∑

k=(nlj)

Sfi
k σsp(k) (4.26)

Cette expression est valide dans l’approximation adiabatique, qui consiste à consi-
dérer que le temps d’interaction entre le projectile et la cible est assez court pour
que les processus comprenant plusieurs étapes successives d’interaction soient négli-
geables [50]. Ceci exclut par exemple toute reconfiguration interne du coeur pendant
la réaction. L’état final garde donc la mémoire de la structure de l’état initial. La
somme court sur toutes les valeurs de k = (nlj) possibles pour les nucléons de va-
lence (nous verrons dans la section 4.4 que seuls les nucléons périphériques peuvent
être impliqués dans la réaction d’arrachage). Les effets du mécanisme de réaction
sont contenus dans la section efficace d’arracher un nucléon k, σsp(k), tandis que les
informations concernant les structures respectives des états initial i et final f sont
contenues dans le facteur spectroscopique :

Sfi
k =

1

2Ji + 1

∣∣〈ΨA−1
f |ak|ΨA

i

〉∣∣2 (4.27)

Cette quantité représente le recouvrement entre l’état initial
∣∣ΨA

i

〉
et le couplage

coeur-nucléon a+k
∣∣ΨA−1

f

〉
dans l’état final. Sfi

k est sensible au caractère "particules
indépendantes" de la fonction d’onde initiale

∣∣ΨA
i

〉
: sa valeur est révélatrice du

degré de "ressemblance" entre le système à A nucléons représenté par
∣∣ΨA

i

〉
, et le

système décrit par un nucléon k indépendant couplé à un coeur A-1 de fonction
d’onde

∣∣ΨA−1
f

〉
.

Pour que σsp(k) représente la section efficace d’arracher exactement un nucléon
de l’orbitale k = (nlj), la fonction d’onde de couplage coeur-nucléon doit être nor-
malisée de la façon suivante [50] :〈

ΨA−1
f

∣∣aka+k ∣∣ΨA−1
f

〉
= 1 (4.28)

Ceci a pour conséquence que les valeurs de Sfi
k s’étendent de 0 (aucune contribution

de type couplage coeur-nucléon dans la fonction d’onde initiale) à 2j+1
2Ji+1

(la fonction
d’onde initiale est un couplage pur entre un coeur à A-(2j+1) nucléons, et (2j+1)
nucléons indépendants dans la sous-couche k = (nlj)). En d’autres termes, le fac-
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teur spectroscopique représente le nombre d’occupation (normalisé par 2Ji+1) de la
sous-couche k = (nlj) dans la fonction d’onde initiale

∣∣ΨA
i

〉
, sous l’hypothèse que les

nucléons k = (nlj) peuvent être considérés comme indépendants. Cette hypothèse
est raisonnable pour des noyaux pair-pair magiques ou semi-magiques, comme le
sont le 36S et le 34Si.

Dans notre expérience, les états initiaux
∣∣ΨA

i

〉
sont les états fondamentaux de 36S

et 34Si, de moment angulaire et parité Ji = 0+. Pour que le facteur spectroscpique
soit non-nul, le nucléon k = (nlj) et le coeur A-1 doivent être couplés à Jπ = 0+.
Pour des états initial et final de moments angulaires et parités respectivement Ji =
0+ et Jπf

f , il en résulte que la somme de l’expression 4.26 se réduit aux termes d’indice
k = (nlj) tels que j(−1)l = J

πf

f . Dans notre expérience, les facteurs spectroscopiques
sont déduits en faisant l’hypothèse que l’espace de valence est constitué des sous-
couches 1d5/2, 2s1/2, 1d3/2 et 1f7/2. On s’attend donc à peupler des états finaux de
moment angulaire et parité J

πf

f = {1
2

+
, 3
2

+
, 5
2

+
, 7
2

−}. Chaque valeur possible de J
πf

f

est associée à l’arrachage d’un nucléon dans l’orbitale telle que j = J
πf

f , et la somme
de 4.26 se réduit à un seul terme :

σfi = Sfi
k σsp(k) (4.29)

avec la condition k = (nlj) tel que j(−1)l = J
πf

f . Il est donc possible d’extraire le fac-
teur spectroscopique Sfi

k , à partir de la mesure expérimentale de la section efficace
σfi, à condition de connaître σsp(k). Ce dernier est calculé dans le modèle eikonal
décrit dans la section suivante.

Le facteur spectroscopique est souvent calculé dans la représentation d’isospin :
on le note dans ce cas Sfi

k (T ). On peut relier ce dernier à Sfi
k à l’aide d’un coefficient

de Clebsch-Gordan d’isospin C : Sfi
k = C2Sfi

k (T ) [50], ce qui donne lieu à la notation
simplifiée "C2S" désignant le facteur spectroscopique Sfi

k , qui sera utilisée par la
suite.

4.4.2 Section efficace d’arrachage d’un nucléon dans l’approxi-
mation eikonale

Les sections efficaces σsp(k) sont calculées dans un modèle de Glauber dans lequel
on traite l’interaction entre le projectile et la cible comme un problème à trois corps
effectif dont les degrés de liberté sont le coeur

∣∣ΨA−1
〉
, le nucléon k = (nlj) et la

cible [51]. Ceci implique que l’on présuppose l’existence d’une contribution de type
couplage coeur-nucléon dans la fonction d’onde initiale

∣∣ΨA
i

〉
. Le coeur est considéré

comme spectateur, c’est-à-dire qu’il ne peut interagir que de manière élastique avec
la cible. Une telle approximation est justifiée par l’hypothèse adiabatique décrite
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dans la section précédente, qui exclut tout processus lors duquel le coeur interagi-
rait de façon inélastique avec la cible.

La fonction d’onde du système coeur-nucléon peut être séparée en une partie
décrivant le mouvement de son centre de masse et une partie relative :

Ψ(�r1, ..., �rA) = ΨCM(�R)⊗Ψrel(�r1, ..., �rA) (4.30)

L’approximation eikonale consiste à considérer que l’énergie du projectile est très
grande devant le potentiel V d’interaction cible-projectile, ou que la longueur d’onde
de ce projectile est bien plus petite que la largeur a de ce potentiel [52] :

V

E
<< 1 ; ka >> 1 (4.31)

Cette condition justifie l’hypothèse adiabatique et interdit toute interaction dans
l’état final. Dans le cadre de cette approximation, on peut considérer que la tra-
jectoire du projectile est rectiligne pendant la réaction. On considère le cas d’un
potentiel V symétrique par rotation autour de l’axe z (représentant la direction du
faisceau incident). En coordonnées cylindriques �R = (r, θ, z) = (�b, z), où�b représente
le paramètre d’impact, on peut alors écrire la partie centre de masse de la fonction
d’onde coeur-nucléon comme le produit d’une onde plane et d’une fonction φ(�b, z)

qui module son amplitude [52] :

ΨCM(�R) = eikzφ(�b, z) (4.32)

Pour des énergies de faisceau élevées, φ(�b, z) varie lentement en fonction de �b

et z, on peut donc négliger le Laplacien intervenant dans l’équation de Schrödinger
décrivant l’interaction projectile-cible :

∂φ

∂z
=

−iV

�vp
φ (4.33)

où vp désigne la vitesse du projectile. Les solutions de l’équation 4.33 sont de la
forme :

φ(�b, z) = eiχ(

b,z)

avec χ(�b, z) =
−1

�vp

z∫
−∞

V (�b, z′)dz′ (4.34)

A ce stade, on peut remarquer que l’interaction de l’ensemble coeur-nucléon avec
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la cible prend la forme d’un saut de phase déterminé par la matrice de diffusion :

S(�b) = eiχ(

b,z→∞) (4.35)

Afin de prendre en compte la nature composite de l’ensemble coeur-nucléon, on
introduit une matrice de diffusion pour le coeur Sc et une matrice de diffusion pour
le nucléon Sn.

Etant donné que l’on ne détecte pas le nucléon arraché, la réaction d’arrachage
considérée est un processus hautement inclusif, englobant nombre de réactions de
cassure. Les deux principales voies de réaction sont le stripping, pour lequel le nu-
cléon est absorbé par la cible, et la cassure diffractive, pour laquelle le nucléon est
dissocié du coeur par cassure élastique [51]. La section efficace résultante est la
somme des sections efficaces de ces deux processus :

σko
sp = σstr

sp + σdiff
sp (4.36)

La section efficace de stripping a été dérivée par Hussein et McVoy [53] dans
l’approximation eikonale :

σstr
sp =

1

2Ji + 1

∫
d2b

∑
m

〈
φ0,m

∣∣|Sc|2 (1− |Sn|2)
∣∣φ0,m

〉
(4.37)

où |φ0,m〉 est la fonction d’onde décrivant le mouvement relatif entre le coeur et le
nucléon (ou facteur de forme). L’expression 4.37 est plutôt intuitive : |Sc|2 représente
la probabilité que le coeur survive tandis que 1− |Sn|2 représente la probabilité que
le nucléon soit absorbé par la cible. La condition de survie du coeur implique que la
réaction soit périphérique [53].

La section efficace de cassure diffractive s’écrit [54] :

σdiff
sp

1

2Ji + 1

∫
d2b

∑
m,m′

(〈
φ0,m′

∣∣|Sc|2 |Sn|2
∣∣φ0,m

〉
δm,m′ − |〈φ0,m′ |ScSn|φ0,m〉|2

)
(4.38)

où m,m′ représentent respectivement les projections des moments angulaires de
l’état initial et final.

Les matrices Sc et Sn sont calculées à l’aide des équations 4.34 et 4.35, en dérivant
le potentiel d’interaction projectile-cible V à partir de la section efficace d’interaction
nucléon-nucléon σNN . Cela donne par exemple, dans le cas de l’interaction coeur-
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cible [55] :

Vct(�b, z) =
−�vp
2

∫
d3rσNN(αNN + i)ρc(�r − (�b, z))ρt(�r − (�b, z)) (4.39)

avec αNN le ratio entre les parties imaginaire et réelle du potentiel d’interaction
nucléon-nucléon VNN . La densité de la cible de 9Be ρt est supposée gaussienne,
de rayon carré moyen rr.m.s = 2.36 fm. La densité du coeur ρc est calculée dans
un modèle Hartree-Fock avec l’interaction SKX. Enfin, le facteur de forme |φ0,m〉
nécessaire au calcul de σstr

sp et σdiff
sp est calculé en considérant que l’interaction coeur-

nucléon peut être approximée par un potentiel de Wood-Saxon :

V (r) =
−V0

1 + e
r−R0A

1/3

a0

(4.40)

dont la profondeur V0 et le rayon R0 sont ajustés pour reproduire l’énergie de sé-
paration expérimentale du nucléon et le rayon carré moyen de la fonction d’onde
correspondante calculée dans l’approximation Hartree-Fock. Il a été montré que la
valeur de la diffusivité a0 a peu d’impact sur les résultats. On la fixe donc à a0 = 0.7

fm [56].

4.4.3 Distributions en moment théoriques

La distribution en moments du résidu (ou coeur) A-1 est définie par [55] :

dσstr

dkc
z

=
1

2Ji + 1

∑
m

∫
d2bn

(
1− |Sn|2

) ∫
d2ρ |Sc|2

∣∣∣∣
∫

dz
e−ikczz

2π
φ0,m(�ρ, z)

∣∣∣∣2 (4.41)

où bn est le paramètre d’impact du nucléon, (�ρ, z) est le vecteur entre le coeur et
le nucléon. La probabilité pour un kc

z fixé est donnée par la transformée de Fourier
de la fonction d’onde coeur-nucléon en représentation position φ0,m(�ρ, z). La forme
des distributions en moment ainsi obtenues est caractéristique du moment orbital l
du nucléon k = (nlj) arraché. La figure 4.21 montre par exemple les distributions
données par l’expression 4.41 pour le cas de l’arrachage d’un nucléon de l = 0 ou 2
dans le 36S. Après un traitement décrit dans la section 4.5.1, ces distributions théo-
riques peuvent ensuite être comparées aux distributions en moment expérimentales
pour déterminer le l du nucléon arraché pour chaque état final peuplé du résidu de
réaction.

Il a été montré que la fonction dσdiff

dkcz
a sensiblement la même forme que dσstr

dkcz
[57],

c’est pourquoi on limite le calcul de la section efficace différentielle au cas du strip-
ping. On se limite de plus à la distribution en moment parallèle (selon l’axe faisceau
z) car la section efficace transversale est compliquée par des effets Coulombiens [55].
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Figure 4.21 – Prédictions théoriques de la distribution en moment de l’état
fondamental de 35P peuplé par arrachage d’un proton de moment orbital l = 0

(courbe rouge) ou 2 (courbe bleue) au projectile 36S.

4.5 Détermination du moment orbital des états peu-
plés

4.5.1 Traitement des distributions en moment théoriques

Les distributions en moments théoriques calculées dans le formalisme décrit dans
la section 4.4 sont calculées pour une énergie du projectile fixée. Dans le but de com-
parer ces distributions théoriques aux distributions expérimentales, il convient de
les transformer pour prendre en compte la distribution en énergie et en angles du
faisceau incident. L’épaisseur de la cible n’étant pas prise en compte dans le modèle
eikonal, il est aussi nécessaire d’évaluer l’élargissement des distributions résultant
de la différence d’énergie finale entre une réaction ayant eu lieu au début ou à la fin
de la cible.

On opère les transformations successives suivantes sur les distributions en mo-
ment théoriques :

— Les distributions théoriques étant calculées dans le référentiel du centre de
masse du projectile, on opère un changement de variable pour extraire les
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distributions correspondantes dans le référentiel du laboratoire :

pCM
// ← plab// =

pCM
//

γ
(4.42)

où pCM
// , plab// représentent les composantes de l’impulsion dans la direction

de l’axe faisceau z, dans le référentiel du centre de masse et du laboratoire,
respectivement. Ces deux quantités sont reliées par une transformation de
Lorentz dépendant de γ = 1√

1−(
vp
c
)2

.

— Pour prendre en compte l’élargissement dû à la distribution en énergie et en
angles intrinsèque du faisceau incident, on convolue la distribution théorique
dans le laboratoire N th(plab// ) à la distribution intrinsèque du résidu A− 1 de
réaction N int

A−1(p
lab
// ). Cette dernière est déduite de la distribution intrinsèque

du projectile A, N int
A (plab// ) (extraite d’une acquisition de faisceau non-réagi),

sous l’hypothèse que l’impulsion par nucléon est conservée lors de la réaction.
Dans ce cas, on a la relation :

N int
A−1(p

lab
// ) = N int

A (
A

A− 1
plab// ) (4.43)

— Pour prendre en compte la variation de perte d’énergie dans la cible en fonc-
tion de la profondeur à laquelle a lieu la réaction, on évalue la différence de
moment δp entre un résidu issu d’une réaction ayant eu lieu au début de la
cible, et d’une réaction ayant eu lieu à la fin de la cible, respectivement. La
quantité δp est déterminée à l’aide du programme LISE++ [58]. On convo-
lue ensuite la distribution théorique issue des deux étapes précédentes à une
fonction-porte :

Πδp(p
lab
// ) = H(plab// +

δp

2
)−H(plab// − δp

2
) (4.44)

où H désigne la fonction de Heaviside. La distribution théorique N th
comp(p

lab
// )

issue de ces trois étapes successives peut être comparée aux distributions en
moment expérimentales :

N th
comp(p

lab
// ) = N th(plab// ) ∗N int

A−1(p
lab
// ) ∗ Πδp(p

lab
// ) (4.45)

L’effet des convolutions successives d’une distribution en moments théorique
(courbe noire) avec la porte de largeur δp (pointillés rouges) et avec la distribu-
tion intrinsèque du faisceau incident (pointillés bleus) est représenté dans la figure
4.22, dans le cadre de la réaction 36S(-1p)35P.
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Figure 4.22 – Convolutions successives d’une distribution en moments théorique
(courbe noire) avec la porte de largeur δp (pointillés bleus) et avec la distribution

intrinsèque du faisceau incident (pointillés rouges).

4.5.2 Distributions en moment parallèle expérimentales

Pour obtenir les distributions en moment parallèle expérimentales associées à un
état final f du résidu de réaction, on extrait dans un premier temps les distributions
en moment conditionnées par chaque transition γ détectée lors de la réaction. Pour
chacune des distributions ainsi obtenues, une soustraction de fond est opérée pour
s’affranchir des contributions provenant des interactions Compton des autres tran-
sitions γ. On obtient ainsi un ensemble de distributions N exp

γ (plab// ), chacune d’entre
elles étant associée à une transition γ du schéma de décroissance du résidu de réac-
tion.

On déduit la distribution en moment parallèle N exp
f (plab// ) associée à un état final

f du résidu de réaction en sommant les contributions des transitions γ par lesquelles
l’état f peut décroître, et en retranchant les contributions des transitions γ qui
alimentent l’état f , chaque contribution N exp

γ (plab// ) étant normalisée par l’efficacité
absolue de détection ε(Eγ) de la transition γ considérée :

N exp
f (plab// ) =

∑
γ←f

N exp
γ (plab// )

ε(Eγ)
−
∑
γ→f

N exp
γ (plab// )

ε(Eγ)
(4.46)

Pour un état final f donné, la comparaison des distributions théoriques N th
comp(p

lab
// )

(section précédente) et de la distribution expérimentale N exp
f (plab// ) permet de déter-

miner le moment orbital l du nucléon arraché.
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4.6 Extraction des facteurs spectroscopiques expé-
rimentaux

Le facteur spectroscopique expérimental d’un état f peuplé en arrachant un pro-
ton d’une orbitale (nlj) au noyau incident dans l’état fondamental est calculé en
comparant la section efficace expérimentale de peupler l’état f (σexp

f ) à la section
efficace théorique d’arrachage d’un nucléon (nlj) (σth

sp(nlj)) :

C2Sexp(nlj) =
σexp
f

σth
sp(nlj)

(4.47)

=
σincbf
σth
sp(nlj)

(4.48)

σinc désigne la section efficace inclusive de la réaction de knockout proton. bf repré-
sente le branchement de l’état f peuplé lors de la réaction, c’est-à-dire la proportion
de résidus qui peuplent l’état f. Le produit de σinc et bf représente donc la section
efficace σexp

f de peupler l’état f par arrachage d’un proton (nlj) au noyau dans l’état
fondamental. La section efficace théorique d’arrachage d’un proton (nlj) σth

sp(nlj)

est calculée avec une méthode eikonale comme celle décrite dans la section 4.4, en
utilisant des densités protoniques et neutroniques du résidu (A-1) de réaction cal-
culées par un modèle Hartree-Fock avec une interaction Skyrme (SkX). La densité
du noyau cible est quant à elle supposée gaussienne, avec un rayon moyen (r.m.s) r
= 2.36 fm.

Les facteurs spectroscopiques ainsi calculés peuvent être comparés aux facteurs
spectroscopiques théoriques extraits de calculs de modèle en couches. Une étude ré-
cente [59] reporte cependant une réduction systématique de C2Sexp

f (nlj) par rapport
aux facteurs spectroscopiques théoriques, quantifiée par un facteur de réduction Rs

défini de la façon suivante :

Rs =
C2Sexp

C2Sth
(4.49)

Les valeurs empiriques de Rs pour différentes réactions sont représentées dans la
figure 4.23, en fonction de ΔS = Sp −Sn (dans le cas d’un arrachage de proton), où
Sp (Sn) désigne l’énergie de séparation d’un proton (neutron). Dans le cas d’un arra-
chage de nucléon peu lié, ce facteur de réduction est proche de 1. Les valeurs de Rs

ont été déterminées pour des réactions de knockout allant de l’état fondamental du
noyau incident vers l’état fondamental du résidu [60]. Dans le cas d’un knockout pro-
ton allant de l’état fondamental du noyau incident vers un état final d’énergie d’exci-
tation E∗, on peut paramétriser Rs comme une fonction affine de ΔS = Sp±E∗−Sn :
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4.6. Extraction des facteurs spectroscopiques expérimentaux

Rs = −a |Sp ± E∗ − Sn| + b. L’énergie d’excitation E∗ est additionnée (soustraite)
à Sp lorsque l’état final est un état de type "trou" ("particule"). Dans le cas d’un
knockout neutron, on paramétrise Rs comme : Rs = −a |Sn ± E∗ − Sp| + b, où E∗

est additionnée (soustraite) à Sn lorsque l’état final est un état de type "trou"
("particule"). Avec Sp, Sn exprimés en MeV (et E∗ = 0 MeV correspondant à un
knockout de fondamental vers fondamental), les paramètres a et b sont respective-
ment a = 0.016 et b = 0.61. L’erreur sur le facteur de réduction Rs ainsi déterminé
est de l’ordre de 20% [60].

Figure 4.23 – Mesures expérimentales du facteur de réduction Rs pour différents
types de réaction (rouge : knockout proton, bleu : knockout neutron, noir :
knockout proton induit par collision électronique). Les valeurs de Rs sont

représentées en fonction de l’asymétrie proton-neutron ΔS [59].

Dans le chapitre 5, les résultats expérimentaux seront présentés au travers des
mesures de la section efficace exclusive de peupler l’état final f, σexp

f = σincbf , qui
est complètement indépendante du modèle de réaction. Seront néanmoins aussi dis-
cutées les valeurs de C2Sexp

norm = C2Sexp

Rs
, qui sont normalisées à la valeur maximale

d’occupation (2j+1) de l’orbitale (nlj). Ces quantités sont en effet comparables avec
des nombres d’occupation. Afin de s’assurer que l’on peut s’affranchir de la dé-
pendance en le modèle de réaction utilisé pour calculer σth

sp(nlj), on comparera les
facteurs spectroscopiques C2Sexp

norm mesurés pour la réaction de knockout 36S(-1p)35P
à ceux issus d’une réaction de transfert 36S(d,3He)35P [61] pour laquelle le facteur de
réduction Rs ne dépend pas a priori de l’asymétrie proton-neutron ΔS [62] (section
5.1.1).

77



Chapitre 4. Analyse de l’expérience

4.6.1 Section efficace inclusive de réaction (σinc)

La section efficace inclusive de réaction est déterminée via le comptage absolu
du nombre de noyaux incidents Ni et du nombre de résidus de knockout Nf :

σinc =
Nf

Ni

1

nx
(4.50)

Les propriétés de la cible sont incluses dans le rapport 1
nx
, où n représente le nombre

d’atomes cibles par unité de volume, et x représente l’épaisseur de la cible. Toutes
les réactions de knockout traitées ici ont été induites sur une cible de 9Be d’épaisseur
100 mg.cm−2. Il en résulte une valeur typique 1

nx
= 149,7 b.

4.6.1.1 Nombre absolu de noyaux incidents (Ni)

Le nombre absolu de noyaux incidents sur la cible est extrait à partir de l’échelle
de comptage du scintillateur OBJ placé dans le plan objet du spectromètre S800,
en amont de la cible de réaction :

Ni = NSC
OBJ

T

εOBJ
P (4.51)

Le nombre de noyaux ayant interagi dans le scintillateur N sc
OBJ est corrigé par la

transmission T de la ligne d’analyse de S800 et l’efficacité intrinsèque du scintilla-
teur εOBJ , afin de remonter au nombre absolu de noyaux ayant atteint la cible de
réaction. Le rapport T

εOBJ
est déduit de l’analyse d’une acquisition de faisceau non-

réagi, dans lequel le spectromètre S800 est réglé pour transmettre au plan focal les
noyaux incidents qui ont traversé la cible de 9Be sans interagir. On le calcule en
faisant le rapport du nombre de noyaux comptés dans les échelles au plan focal de
S800 sur le nombre de noyaux comptés dans les échelles du scintillateur OBJ. Cette
méthode est valide sous l’hypothèse que dans l’acquisition de faisceau non-réagi, la
transmission des noyaux d’intérêt est de 100% dans la partie spectrographe de S800.

Le faisceau incident n’étant pas pur, il faut prendre en compte la pureté du
faisceau P pour déterminer le nombre de noyaux de l’espèce d’intérêt. Cette pureté
est définie comme le rapport du nombre de noyaux d’intérêt dans la sélection en
temps de vol sur le nombre de total de noyaux (cf. figure 4.24). Elle est également
extraite de l’acquisition de faisceau non-réagi. Les valeurs de P et T

εOBJ
pour les deux

faisceaux incidents sont reportées dans le tableau 4.1.
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4.6. Extraction des facteurs spectroscopiques expérimentaux

Figure 4.24 – Exemple de matrice d’identification en temps de vol pour une
acquisition de faisceau non-réagi (ici : faisceau de 36S). Contour noir : sélection du

36S.

Faisceau incident P (%) T
εOBJ

36S 89,7 0,923

34Si 70,5 0,851

Table 4.1 – Puretés P et rapports T
εOBJ

extraits des acquisitions de faisceaux
non-réagis (36S ou 34Si incidents).

4.6.1.2 Nombre absolu de résidus de réaction (Nf)

Le nombre absolu de résidus de knockout est déterminé à partir de l’échelle de
comptage du scintillateur E1 placé au plan focal du spectromètre S800 :

Nf = NSC
E1 fPfTOF (4.52)

Pour extraire le nombre de résidus de knockout pour un noyau incident donné, on
introduit la fraction fP de résidus d’intérêt produits. Cette fraction est déterminée
à partir de la matrice d’identification en perte d’énergie et temps de vol (cf. figure
4.25(a)), produite après sélection du noyau incident d’intérêt dans la matrice d’iden-
tification en temps de vol (représentée en noir sur la figure 4.25(b)). Elle correspond
à la fraction de noyaux produits dans la sélection en perte d’énergie et temps de
vol par rapport au nombre total de noyaux dans la matrice. On corrige aussi de la
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fraction fTOF qui représente la proportion de noyaux incidents sélectionnés parmis
les évènements prompts (discutés dans la section 4.2.1) dans la matrice d’identifi-
cation en temps de vol du faisceau incident. Cette fraction est calculée comme le
rapport du nombre d’évènements sélectionnés (contour noir) sur le nombre d’évène-
ments prompts (contour rouge) représentés dans la figure 4.25(b). Les valeurs de fP
et fTOF sont reportées pour les quatre voies de réactions considérées dans le tableau
4.2.

(a) (b)

Figure 4.25 – (a) Exemple de matrice d’identification en perte d’energie et temps
de vol pour une acquisition de knockout (ici : sélection 36S incident). Contour

noir : résidu de knockout proton (ici : 35P). (b) Exemple de matrice
d’identification en temps de vol pour une acquisition de knockout (ici : faisceau de

36S). Contour rouge : évènements prompts. Contour noir : sélection du 36S.

Réaction fp (%) fTOF (%)

36S(-1p)35P 45,4 89,9

36S(-1n)35S 20,4 87,6

34Si(-1p)33Al 61,1 64,8

34Si(-1n)33Si 30,3 57,5

Table 4.2 – Valeurs de fp et fTOF pour les quatre voies de réaction d’intérêt.
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4.6.2 Branchements des états peuplés

Le branchement bf d’un état f représente la proportion de résidus de knockout
qui sont produits dans l’état f. On le calcule en sommant les contributions des
transitions γ par lesquelles l’état f peut décroître, et en retranchant les contributions
des transitions γ qui alimentent l’état f :

bf =

∑
γ←f

Ne(Eγ)−
∑
γ→f

Ne(Eγ)

Nnoyaux

(4.53)

Ne(Eγ) est extrait de l’aire des pics du spectre γ détecté par les modules de la
couronne à 90˚de GRETINA, normalisée par l’efficacité de ces modules. Ne(Eγ)

représente donc le nombre de transitions d’énergie Eγ émises par les résidus inclus
dans les sélections temps de vol / temps de vol et perte d’énergie / temps de vol,
c’est pourquoi on normalise le branchement bf par le nombre Nnoyaux de résidus dans
cette même sélection. Le fait de déduire bf de mesures qui sont toutes relatives à la
même sélection permet de s’affranchir des efficacités de détection dans les scintilla-
teurs et la chambre à ionisation qui permettent de faire cette sélection.
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CHAPITRE 5

Résultats expérimentaux et discussion

Dans cette section sont présentés dans un premier temps les résultats expéri-
mentaux pour chaque voie de réaction d’intérêt (section 5.1). Les quatre voies de
réaction pouvant nous renseigner sur la structure des noyaux de 36S et 34Si sont :
36S(-1p)35P, 36S(-1n)35S, 34Si(-1p)33Al, et 34Si(-1n)33Si. Les réactions de knockout de
protons nous renseignent sur la structure protonique des deux noyaux considérés,
et en particulier permettent de tester expérimentalement l’hypothèse de l’existence
d’une bulle protonique dans le 34Si. L’étude des réactions de knockout de neutrons
permet quant à elle de tester la rigidité de la fermeture de couche N=20, condi-
tion nécessaire à la formation d’une bulle. Les facteurs spectroscopiques obtenus par
knockout de protons et neutrons à partir du 34Si seront ensuite comparés à ceux ex-
traits pour les knockouts réalisés sur le 36S (section 5.2). Ceci permettra de conclure
quant à l’existence d’une bulle proton dans le 34Si. Enfin, ces résultats expérimen-
taux seront confrontés aux prédictions théoriques discutées dans le chapitre 2 dans
le but de tester la dépendance en densité et en isospin des modèles de champ moyen
relativiste et non-relativiste (section 5.3).

5.1 Résultats pour chaque voie de réaction

La procédure d’analyse décrite dans le chapitre 4 est suivie pour chacune des
voies de réaction d’intérêt. Dans un premier temps, on s’intéressera à la réaction de
knockout de proton 36S(-1p)35P, qui sert ici de référence pour la détermination des
facteurs spectroscopiques. En effet, une expérience basée sur la réaction transfert de
proton 36S(d,3He)35P [61] a précédemment permis d’extraire des facteurs spectro-
scopiques expérimentaux. Dans la section 5.1.1, on comparera les résultats obtenus
par le biais de ces deux réactions afin de tester la cohérence des résultats obtenus
par knockout, et ainsi valider en particulier la méthode de normalisation des fac-
teurs spectroscopiques décrite dans la section 4.6. Dans un second temps, les voies
de réaction 36S(-1n)35S, 34Si(-1p)33Al, et 34Si(-1n)33Si seront étudiées selon la même
procédure afin de faciliter la comparaison des résultats obtenus pour d’une part, les
knockouts de protons et neutrons à partir du 36S et d’autre part, les knockouts de
protons et neutrons réalisés sur le noyau de 34Si.
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5.1.1 Analyse de la réaction 36S(-1p)35P

5.1.1.1 Section efficace inclusive de réaction

La section efficace inclusive de réaction est extraite selon la procédure décrite
dans la section 4.6.1, sur une acquisition d’environ une heure :

σinc =
Nf

Ni

1

nx
(5.1)

avec 1/(nx) = 149.7 b pour la cible de 9Be utilisée lors de l’expérience. Le nombre
d’isotopes de 36S incidents est déduit du comptage NSC

OBJ dans l’échelle du scintilla-
teur OBJ placé en amont de la cible :

Ni = NSC
OBJ

T

εOBJ
P (5.2)

avec T/εOBJ = 0, 923 et P = 89, 7% pour le faisceau de 36S. Dans l’acquisition
considérée, l’échelle a compté au total NSC

OBJ = 2, 26.109 noyaux incidents, ce qui
correspond à Ni = 1, 87.109 noyaux de 36S incidents.

Le nombre de noyaux de 35P produits est déduit du comptage dans l’échelle du
scintillateur E1, situé au plan focal du spectromètre S800 :

Nf = NSC
E1 fPfTOF (5.3)

L’échelle a compté NSC
E1 = 1, 56.106 noyaux produits, avec fTOF = 89.9% et fP =

45, 4% pour la voie 36S(-1p)35P, ce qui correspond à Nf = 6, 37.105 noyaux de 35P
produits durant l’acquisition considérée.

La section efficace inclusive de la réaction 36S(-1p)35P est alors :

σinc(
36S→ 35P) = 50, 9± 1 mb.

5.1.1.2 Calcul du nombre total de 35P dans la sélection

Le calcul des branchements des états peuplés nécessite de connaître le nombre
de 35P remplissant les conditions en temps de vol et en perte d’énergie (cf. section
4.6.2). Rappelons que dans le cas du faisceau incident de 36S, le “trigger S800” a
été divisé, en conséquence seul un évènement dans S800 sur dix a été enregistré (cf.
section 3.5). On calcule le nombre de noyaux de 35P remplissant les conditions des
sélections en temps de vol et en perte d’énergie de la manière suivante :

N(35P) = 10×N∆E−TOF (′′in36S ′′,′′ out35P ′′,′′ S800%′′) (5.4)

84



5.1. Résultats pour chaque voie de réaction

où N∆E - TOF représente le nombre d’évènements comptés dans la matrice en perte
d’énergie et temps de vol, conditionnée par :

— ′′in36S ′′ : les conditions en temps de vol (TOBJ - E1 et TXFP - E1) pour la
sélection des noyaux de 36S incidents

— ′′out35P ′′ : les conditions en perte d’énergie et en temps de vol (TOBJ - E1)
pour la sélection des noyaux de 35P après la cible

— ′′S800%′′ : seuls les évènements pour lesquels le trigger “S800” divisé a dé-
clenché l’acquisition sont pris en compte.

Dans le cas de la voie de réaction 36S(-1p)35P, un total de N(35P) = 3, 86.106

noyaux a été comptabilisé.

5.1.1.3 Schéma de décroissance

Le spectre du 35P, cumulé en utilisant tous les modules de GRETINA et la
procédure d’addback, est représenté dans la figure 5.1.

Figure 5.1 – Spectre du 35P cumulé pour tous les modules de GRETINA, en
utilisant la procédure d’addback.

Le schéma de décroissance est déduit de l’étude des matrices de coïncidences
γ - γ. Les quatre matrices les plus représentatives sont reportées dans la figure 5.2.
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Figure 5.2 – Projections de la matrice de coïncidences γ - γ autour des pics de
391, 1473, 2386 et 3860 keV.

Le schéma de décroissance ainsi déduit est représenté dans la figure 5.3. Les
branchements bf des états peuplés sont calculés selon la méthode décrite dans la
section 4.6.2. Tous les états peuplés lors de notre expérience ont déjà été observés
précédemment. Notre schéma est en complet accord avec ceux proposés par S. Khan
et M.Wiedeking [61, 63]. Il est cependant étonnant a priori de peupler autant d’états
excités dans le 35P, et en particulier des états de parité négative, alors que la réaction
de knockout de protons à partir du 36S, qui est une réaction directe, ne peuple que
des états d’excitations de protons dans le 35P. L’étude des distributions en moment
parallèle associées à chaque état excité peuplé permet de mettre en évidence que cer-
tains états, notés en rouge sur le schéma de décroissance, sont peuplés à partir du
36S, par voie d’échange de charge suivie de l’émission d’un neutron. En conséquence,
le nombre de noyaux de 35P produits par knockout, N(35P) = 3, 86.106 calculé dans
la section précédente, est surrestimé car certains de ces noyaux ne sont pas peuplés
par cette réaction. Par la suite, ce nombre “absolu” de noyaux nécessaire au calcul
du branchement des états peuplés sera réévalué en écartant les états peuplés par
échange de charge (section 5.1.1.5).
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fb J
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Figure 5.3 – Schéma de décroissance du 35P peuplé à partir du 36S. Les
branchements de chaque état sont reportés à gauche. Les spins et parités déjà
connus d’expériences précédentes [61, 63] sont reportés à droite. Rouge : états

peuplés par échange de charge suivi d’une émission de neutron. Noir : états peuplés
par knockout de proton.
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5.1.1.4 Moments orbitaux des états peuplés

Les distributions en moment parallèle expérimentales sont extraites pour chaque
état peuplé selon la procédure décrite dans la section 4.5.2. Les distributions asso-
ciées à chaque état dont les spin et parités sont connus d’expériences précédentes
sont représentées dans la figure 5.4. Elles sont comparées aux distributions en mo-
ment calculées dans le modèle de Glauber (cf. section 4.4), dans le cas d’un état
L=0 (rouge), L=2 (bleu) ou L=3 (vert). Au vu du branchement compatible avec 0%
de l’état à 4101 keV, la distribution associée à cet état n’a pas pu être extraite.

σ
σ

Figure 5.4 – Comparaison des distributions en moment expérimentales avec celles
calculées dans le modèle de Glauber (rouge : L=0, rose : L=1, bleu : L=2, vert :

L=3).

Les distributions en moment expérimentales présentent une asymétrie plus ou
moins marquée vers les bas moments. Cette asymétrie est associée à des effets de dis-
sipation d’énergie due à l’excitation de la cible de réaction [64]. Ces voies de réaction
ne sont pas traitées dans le modèle de Glauber, c’est pourquoi les distributions théo-
riques sont complètement symétriques. La comparaison des distributions théoriques
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et expérimentales doit en conséquence être faite en prenant en compte uniquement
la partie à hauts moments de ces distributions. La comparaison des distributions
en moment théoriques et expérimentales permet d’associer le moment orbital L=2
pour les quatre états excités 2386, 3860, 4665 et 5197 keV. Ces assignations sont
en accord avec la référence [61] qui propose Jπ = 3/2+ pour l’état à 2386 keV et
Jπ = 5/2+ pour les trois derniers états excités cités. La distribution associée à l’état
fondamental est quant à elle plus étroite, et compatible avec la distribution théorique
calculée pour L=0, en accord avec Jπ = 1/2+ pour l’état fondamental du 35P. Ceci
montre qu’il est effectivement possible de distinguer deux états selon leurs valeurs
de moment orbital L, via l’étude de leurs distributions en moment expérimentales.
La référence [63] propose Jπ = 7/2− pour l’état excité à 4494 keV, qui a aussi été
observé en (d,3He), mais dont le moment orbital L n’avait pas pu être déterminé
[61]. Cette assignation est confirmée par ce travail car la distribution en moment
associée à cet état est compatible avec un moment orbital L=3. Les états d’énergies
5709 et 7526 keV semblent quant à eux compatibles avec un moment orbital L=0
ou 1. Cependant, au vu de leur énergie d’excitation et du facteur spectroscopique
de l’état fondamental 1/2+ (C2S(0keV ) = 2.2(7), cf. section 5.1.1.6), ces états ne
peuvent pas être associés à Jπ = 1/2+. Ces états pourraient être associés à un mo-
ment orbital L=1 correspondant à l’arrachage d’un proton d’une orbitale p profonde.

La figure 5.5 présente la superposition des quatre distributions associées res-
pectivement aux états 4382, 4766, 4960 et 5087 keV, avec la distribution de l’état
fondamental du 35P. Les maxima de ces quatres distributions sont décalés à plus bas
moment (pmax = 14.14 ± 0.02 GeV/c contre pmax = 14.29 ± 0.02 GeV/c pour les
autres distributions en moment), ce qui indique que ces quatres états sont peuplés
par une voie de réaction différente du knockout. Nous proposons que les états 4382,
4766, 4960 et 5087 keV du 35P sont en fait peuplés par une réaction d’échange de
charge 36S(9Be,9B)36P suivie de l’émission d’un neutron, rendue possible par le seuil
d’émission de neutrons relativement bas dans le 36P (Sn = 3.5 MeV [65]). Le mo-
ment moyen du 36P peuplé par échange de charge à partir du 36S a pu être extrait
de nos données expérimentales : on trouve p̄(36P) = 14.54± 0.02 GeV/c. Sous l’hy-
pothèse que l’impulsion moyenne est conservée lors de l’émission de neutron, cette
valeur correspond à un moment moyen p̄(35P) = 14.14± 0.02 GeV/c pour les états
du 35P peuplés par la voie d’échange de charge, ce qui vient confirmer que les états
4382, 4766, 4960 et 5087 keV sont peuplés par cette voie de réaction et non pas par
knockout.
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Figure 5.5 – Superpositions des distributions expérimentales associées aux états
4382, 4766, 4960 et 5087 keV, avec la distribution expérimentale de l’état

fondamental du 35P.

5.1.1.5 Schéma de décroissance des états peuplés par knockout

Les états du 35P d’énergies 4382, 4766, 4960 et 5087 keV, qui sont peuplés par
voie d’échange de charge à partir du 36S, ne doivent pas être pris en compte dans
le calcul de branchements. Il convient aussi de déterminer à nouveau la section ef-
ficace inclusive de la réaction de knockout : celle calculée dans la section 5.1.1.1
(σinc(36S → 35P) = 50.9 mb) englobe à la fois la voie de knockout d’intérêt et la
voie d’échange de charge. De même, le nombre total de 35P peuplés à partir du 36S
(section 5.1.1.2 : N(35P) = 3, 86.106) doit être recalculé pour prendre en compte le
fait qu’une partie de ces noyaux sont peuplés par échange de charge et non pas par
knockout.

Au vu du schéma de décroissance 5.3, les états peuplés par échange de charge
sont très peu liés par des transitions γ aux états peuplés par knockout. Intuitive-
ment, la voie d’échange de charge devrait peupler des états d’excitations de neutrons
dans le 36P, et l’émission de neutron consécutive devrait elle aussi peupler préféren-
tiellement des états d’excitations de neutrons dans le 35P, contrairement à la voie
de knockout de proton qui peuple préférentiellement des états d’excitations de pro-
tons. Ces deux arguments permettent de faire l’hypothèse que les états peuplés par
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échange de charge correspondent à des configurations très différentes de ceux peu-
plés par knockout, et que les états peuplés par knockout ne sont pas peuplés par
échange de charge (et inversement). En particulier, on fait l’hypothèse que l’état
fondamental n’est pas alimenté directement par la réaction d’échange de charge. Un
argument pour le justifier est le fait que le centroïde de sa distribution en moment se
situe à la valeur attendue pour la réaction de knockout (p̄ = 14, 25 GeV/c). Si l’état
fondamental était alimenté par les réactions d’échange de charge, son centroïde se-
rait décalé vers les bas moments.

On peut alors calculer la section efficace de knockout en pondérant la section
efficace σinc(

36S → 35P) par la somme des branchements des états peuplés par kno-
ckout : ∑

f :knockout

bf = 95.3% (5.5)

σinc(
36S(−1p)35P) =

95.3

100
σinc(

36S → 35P) = 48.5± 1mb (5.6)

N(35P :knockout) =
95.3

100
N(35P) = 3, 68.106 (5.7)

Le schéma de décroissance du 35P tenant compte uniquement des états peu-
plés par knockout de proton est représenté dans la figure 5.6. Les branchements
sont cette fois calculés par rapport au nombre de 35P produits par knockout :
N(35P :knockout) = 3, 68.106.

5.1.1.6 Facteurs spectroscopiques expérimentaux

Les facteurs spectroscopiques expérimentaux C2Sexp
norm sont calculés selon la mé-

thode discutée dans la section 4.6. Ils sont reportés pour chaque état peuplé par
knockout dans le tableau 5.1. Les facteurs spectroscopiques C2S(d,3He), extraits pour
une réaction de transfert 36S(d,3He)35P [61], sont eux aussi reportés pour compa-
raison. Dans le cas de la réaction 36S(-1p)35P, les facteurs de réduction Rs discutés
dans la section 4.6 sont calculés en considérant que les états 3/2+ et 7/2−sont des
états de type “particule”, tandis que les états 5/2+ sont des états de type “trou”. Les
facteurs spectroscopiques C2Sexp

norm, qui tiennent compte du facteur de réduction Rs,
sont totalement compatibles avec ceux extraits d’une réaction de transfert.
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fb J

   032.9(7.5) +1/2

23868.2(3.8) +3/2

386028.6(6.1) +5/2

4101-0.7(0.7)
)-(7/2

44943.0(0.5)
)-(7/2

4665
9.9(1.1) +5/2

519715.3(1.5)
+5/2

57091.5(1.1)
75261.3(0.3)

Figure 5.6 – Schéma de décroissance du 35P peuplé par la réaction 36S(-1p)35P.
Les branchements de chaque état sont reportés à gauche. Les spins et parités déjà

connus d’expériences précédentes [61, 63] sont reportés à droite. Les moments
orbitaux L déterminés dans ce travail sont reportés pour comparaison.
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E (keV) Jπ bf (%) bf × σexp
inc (mb) σsp (mb) Rs C2Sexp

norm C2S(d,3He)

0 1
2

+ 32.9(7.5) 16.0(3.6) 13.5 0.55(11) 2.2(7) 1.6(3)

2386 3
2

+ 8.2(3.8) 4.0(1.8) 10.6 0.59(12) 0.6(3) 0.31(6)

3860 5
2

+ 28.6(6.1) 13.9(3.0) 10.6 0.49(10) 2.7(8) 2.9(6)

4494 7
2

− 3.0(5) 1.5(2) 10.4 0.63(13) 0.22(6) <0.2

4665 5
2

+ 9.9(1.1) 4.8(5) 10.3 0.47(9) 1.0(2) 1.1(2)

5197 5
2

+ 15.3(1.5) 7.4(7) 10.2 0.47(9) 1.5(3) 1.4(3)

5709 (L = 1) 1.5(1.1) 0.73(53) 10.8 0.47(9) 0.21(16) -

7526 (L = 1) 1.3(3) 0.63(15) 10.2 0.44(9) 0.20(6) <0.4

Table 5.1 – Energies, spins et parités, sections efficaces exclusives (bf × σexp
inc ),

sections efficaces single-particle calculées dans le modèle de Glauber (σsp) et
facteurs spectroscopiques expérimentaux normalisés C2Sexp

norm pour les états peuplés
par la réaction 36S(-1p)35P. Les facteurs spectroscopiques extraits de la réaction de

transfert 36S(d,3He)35P [61] sont reportés dans la dernière colonne.

5.1.2 Analyse de la réaction 34Si(-1p)33Al

5.1.2.1 Section efficace inclusive de réaction

La section efficace inclusive de la réaction 34Si(-1p)33Al est déduite de la même
manière que pour la réaction de référence 36S(-1p)35P (cf. section 5.1.1.1).

Pour le faisceau incident de 34Si, le rapport T/εOBJ et la pureté sont respective-
ment : T/εOBJ = 0, 851 et P = 70, 5%. Pendant l’acquisition considérée, l’échelle du
scintillateur OBJ a compté NSC

OBJ = 1, 39.109 noyaux incidents, ce qui correspond à
un nombre de 34Si incidents Ni = 8, 34.108.

L’échelle du scintillateur E1 a quant à elle compté NSC
E1 = 4, 21.105 noyaux pro-

duits. Avec fTOF = 64, 8% et fp = 61, 1%, cela correspond à Nf = 1, 67.105 noyaux
de 33Al produits.
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La section efficace inclusive de la réaction 34Si(-1p)33Al est alors :

σinc(
34Si→ 33Al) = 30, 0± 1mb (5.8)

5.1.2.2 Calcul du nombre total de 33Al dans la sélection

Dans le cas du faisceau incident de 34Si, le “trigger S800” n’était pas divisé. On
calcule dans ce cas le nombre de 33Al remplissant les conditions de sélections en
temps de vol et en perte d’énergie de la manière suivante :

N(33Al) = N∆E−TOF (′′in34Si′′,′′ out33Al′′,′′ S800′′) (5.9)

+ N∆E−TOF (′′in34Si′′,′′ out33Al′′,′′ S800−GRETINA′′) (5.10)

où N∆E−TOF représente le nombre d’évènements comptés dans la matrice en perte
d’énergie et temps de vol, conditionnée par :

— ′′in34Si′′ : les conditions en temps de vol (TOBJ−E1 et TXFP−E1) pour la
sélection des noyaux de 34Si incidents

— ′′out35P ′′ : les conditions en perte d’énergie et en temps de vol (TOBJ−E1)
pour la sélection des noyaux de 33Al après la cible

— ′′S800′′ : seuls les évènements pour lesquels le trigger “S800” a déclenché
l’acquisition sont pris en compte

— ′′S800 − GRETINA′′ : seuls les évènements pour lesquels le trigger “S800-
GRETINA” a déclenché l’acquisition sont pris en compte.

Dans le cas de la voie de réaction 34Si(-1p)33Al, un total de N(33Al) = 4, 97.106

noyaux a été comptabilisé.

5.1.2.3 Schéma de décroissance

Le spectre du 33Al, cumulé en utilisant tous les modules de GRETINA et la
procédure d’addback, est représenté dans la figure 5.7. Le schéma de décroissance
est déduit de l’étude des matrices de coïncidences γ − γ. Les six matrices les plus
représentatives sont reportées dans la figure 5.8. Le schéma de décroissance ainsi
déduit est représenté dans la figure 5.9. Il est à nouveau étonnant de peupler autant
d’états excités dans le 33Al lors de la réaction de knockout de protons à partir du
34Si. Certains états sont, comme dans le cas de la réaction 36S(-1p)35P, peuplés
par une réaction d’échange de charge suivie de l’émission d’un neutron (cf. section
5.1.1.4). En effet, l’énergie de séparation d’un neutron est relativement basse dans
le 34Al (Sn = 2, 67 MeV). Dans la section suivante, on étudiera les distributions en
moment parallèles associées à chaque état excité, dans le but d’assigner des moments
orbitaux aux états excités peuplés dans le 33Al, et d’identifier d’éventuels états qui
sont peuplés par échange de charge et non pas par knockout.
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Figure 5.7 – Spectre du 33Al cumulé pour tous les modules de GRETINA, en
utilisant la procédure d’addback.
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Figure 5.8 – Projections de la matrice de coïncidences γ - γ autour des pics de
1621, 1841, 2080, 2101, 2787 et 3193 keV.
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Figure 5.9 – Schéma de décroissance du 33Al peuplé à partir du 34Si. Rouge : états
peuplés par échange de charge suivi d’une émission de neutron. Noir : états peuplés
par knockout. Les branchements ( exprimés en %) de chaque état sont reportés en

italique.
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5.1.2.4 Moments orbitaux des états peuplés

Dans le cas de la réaction 34Si(-1p)33Al, sept états ont été identifiés comme étant
alimentés par voie d’échange de charge 34Si(9Be,9B)34Al suivie de l’émission d’un
neutron : ce sont les états excités d’énergies 1838, 2585, 2787, 3284, 3472, 4046, et
4085 keV. Leurs distributions en moments respectives sont superposées à celle de
l’état fondamental de 33Al dans la figure 5.10. Comme dans le cas de la réaction
36S(-1p)35P, on remarque que le centroïde de ces distributions est décalé vers les
bas moments (p̄ = 14, 22 ± 0, 02 GeV/c). Le moment moyen du 34Al peuplé par
échange de charge à partir du 34Si a pu être extrait de nos données expérimen-
tales : on trouve p̄(34Al) = 14, 65±0, 02 GeV/c. Sous l’hypothèse que l’impulsion est
conservée lors de l’émission de neutron, cette valeur correspond à un moment moyen
p̄(33Al) = 14, 22± 0, 02 GeV/c pour les états du 33Al peuplés par la voie d’échange
de charge, ce qui vient confirmer que les états 1838, 2585, 2787, 3284, 3472, 4046,
et 4085 keV sont peuplés par cette voie de réaction et non pas par knockout.

L’état fondamental et les états excités d’énergies 1621, 1651, 2101, 2666, 2696,
2816, 3193, 3704, et 3926 keV sont quant à eux peuplés par knockout. Les distri-
butions en moment associées aux états 2666, 2696, 2816 et 3193 keV ne sont pas
exploitables du fait que leurs branchements sont inférieurs à 1%. Les distributions
en moment expérimentales associées aux autres états sont comparées à celles calcu-
lées dans le modèle de Glauber dans la figure 5.11. Les distributions expérimentales
des états 0, 1621, 1651 et 3926 keV sont compatibles avec les distributions théo-
riques calculées pour un moment orbital L=2. Les distributions expérimentales des
états excités 2101 et 3704 keV sont quant à elles compatibles avec les distributions
théoriques calculées pour un moment orbital L=0.
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Figure 5.10 – Superpositions des distributions expérimentales associées aux états
1838, 2585, 2787, 3284, 3472, 4046, et 4085 keV, avec la distribution

expérimentale de l’état fondamental du 33Al.
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Figure 5.11 – Comparaison des distributions en moment expérimentales associées
respectivement aux états d’énergies 0, 1621, 1651, 2101, 3704 et 3926 keV, avec les

distributions calculées dans le modèle de Glauber (rouge : L=0, bleu : L=2).

5.1.2.5 Schéma de décroissance des états peuplés par knockout

Les états excités d’énergies 1838, 2585, 2787, 3284, 3472, 4046, et 4085 keV, qui
sont peuplés par voie d’échange de charge à partir du 34Si, ne doivent pas être pris
en compte dans le calcul de branchements. Pour les mêmes arguments que ceux
avancés dans la section 5.1.1.5, on pondère la section efficace de réaction ainsi que
le nombre de 33Al produits par la somme des branchements des états peuplés par
knockout :

∑
f :knockout

bf = 92, 3% (5.11)

σinc(
34Si(−1p)33Al) =

92, 3

100
σinc(

34Si→ 33Al) = 27, 7± 1mb (5.12)

N(33Al :knockout) =
92, 3

100
N(33Al) = 4, 59.106 (5.13)

Le schéma de décroissance du 33Al tenant compte uniquement des états peuplés
par knockout de proton est représenté dans la figure 5.12. Les branchements sont cal-
culés par rapport au nombre de 33Al produits par knockout : N(33Al :knockout) =
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4, 59.106. La position de l’états excité 1621 keV, déjà observé dans une expérience
précédente [66], est confirmée dans ce travail. Cependant, nous proposons un posi-
tionnement différent pour les rayonnements γ d’énergies 1045 et 1651 keV, basé sur
l’étude des coïncidences γ − γ (cf. figure 5.8). En effet, la transition d’énergie 1045
keV apparaît dans le spectre de coïncidences conditionné par la raie 1621 keV, mais
ce n’est pas le cas de la transition 1651 keV.

fb L norm
exp
S2C

   0
77.5(2.2)

2 4.6(9)

1621
2.8(9)

2 0.19(7)
1651

13.8(2.0)
2 0.9(2)

2101
1.5(4)

0 0.08(3)

2666
0.4(1) 26960.4(1) 2816
0.3(1)

3193
0.6(3)

3704
1.4(3)

0 0.08(2)

3926
1.4(3)

2 0.11(3)

Figure 5.12 – Schéma de décroissance du 33Al peuplé par la réaction
34Si(-1p)33Al. Les branchements de chaque état sont reportés à gauche. Les
moments orbitaux assignés à chaque état à partir de la comparaison des

distributions en moment expérimentales et théoriques sont reportés à droite.
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5.1.2.6 Facteurs spectroscopiques expérimentaux

Les facteurs spectroscopiques expérimentaux C2Sexpnorm sont calculés selon la mé-
thode discutée dans la section 4.6. Ils sont reportés pour chaque état peuplé par
knockout dans le tableau 5.2. Ces résultats seront discutés dans la section 5.2.2,
dans le but de conclure quant à l’existence d’une bulle protonique dans le 34Si.

E (keV) L bf (%) bf × σexpinc (mb) σsp (mb) Rs C2Sexpnorm

0 2 77.5(2.2) 21.5(1.0) 11.0 0.42(8) 4.6(9)

1621 2 2.8(9) 0.8(3) 10.6 0.39(8) 0.19(7)

1651 2 13.8(2.0) 3.8(6) 10.6 0.39(8) 0.9(2)

2101 0 1.5(4) 0.4(1) 11.0 0.45(9) 0.08(3)

3704 0 1.4(3) 0.4(1) 10.4 0.48(10) 0.08(2)

3926 2 1.4(3) 0.4(1) 10.0 0.36(7) 0.11(3)

Table 5.2 – Energies, moment orbitaux, sections efficaces exclusives (bf × σexpinc ),
sections efficaces single-particle calculées dans le modèle de Glauber (σsp) et

facteurs spectroscopiques expérimentaux normalisés C2Sexpnorm pour les états peuplés
par la réaction 34Si(-1p)33Al.
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5.1.3 Analyse de la réaction 34Si(-1n)33Si

5.1.3.1 Section efficace inclusive de réaction

La section efficace inclusive de la réaction 34Si(-1n)33Si est déduite de la même
manière que pour la réaction de référence 36S(-1p)35P (cf. section 5.1.1.1).

Pour le faisceau incident de 34Si, le rapport T/εOBJ et la pureté sont respective-
ment : T/εOBJ = 0, 851 et P = 70, 5%. Pendant l’acquisition considérée, l’échelle du
scintillateur OBJ a compté NSC

OBJ = 1, 17.109 noyaux incidents, ce qui correspond à
un nombre de 34Si incidents Ni = 7, 00.108.

L’échelle du scintillateur E1 a quant à elle compté NSC
E1 = 3, 11.106 noyaux pro-

duits. Avec fTOF = 57, 5% et fp = 30, 3%, cela correspond à Nf = 5, 42.105 noyaux
de 33Si produits.

La section efficace inclusive de la réaction 34Si(-1n)33Si est alors :

σinc(
34Si(−1n)33Si) = 115, 9± 1mb (5.14)

5.1.3.2 Calcul du nombre total de 33Si dans la sélection

Dans le cas du faisceau incident de 34Si, le “trigger S800” n’était pas divisé. Le
nombre total de 33Si dans la sélection est calculé de la même manière que pour la
réaction de knockout de proton 34Si(-1p)33Al (section 5.1.2.2). Ainsi, un total de
4, 62.105 noyaux de 33Si ont été dénombrés.

5.1.3.3 Schéma de décroissance

Le spectre du 33Si, cumulé en utilisant tous les modules de GRETINA et la
procédure d’addback, est représenté dans la figure 5.13. Le schéma de décroissance
est déduit de l’étude des matrices de coïncidences γ−γ. La seule coïncidence observée
lors de notre expérience est celle entre les rayonnements d’énergies 974 et 1010 keV
(cf. figure 5.14). La référence [67] reporte cependant une coïncidence entre les raies
d’énergies 1729 et 1776 keV, qui n’a pas pu être observée dans notre expérience
par manque de statistique. Le schéma de décroissance 5.15 tient compte de ces
deux coïncidences. Les branchements mesurés pour chaque état peuplé, ainsi que
les spins et parités proposés dans la référence [67] sont reportés sur ce schéma. Une
chose étonnante dans ce schéma est le fait de peupler des états (4931 et 5442 keV)
situés au-dessus du seuil d’émission de neutron (Sn = 4,5 MeV pour le 33Si), et
qui décroissent par transition γ. On peut remarquer que le branchement de l’état
d’énergie 1435 keV est négatif. Ceci est dû au fait que cet état est un isomère de
demi-vie T1/2 = 10, 2 ns. Les isotopes 33Si ayant une vitesse de l’ordre de β = 0.5, la
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transition γ de 1435 keV est émise en moyenne 1,5m en aval de la cible de réaction,
ce qui détériore considérablement l’efficacité de détection pour cette transition. De
plus, ceci fausse la détermination de l’angle d’émission γ, celui-ci étant calculé sous
l’hypothèse que l’émission a eu lieu au milieu de la cible. Une telle erreur serait
responsable d’un élargissement important du pic 1435 keV, qui serait “noyé” dans le
spectre γ, ce qui explique que cette transition ne soit pas observée dans le spectre.
Dans la section 5.1.3.5, le branchement de l’état 1435 keV est évalué via une analyse
de la distribution en moment de l’état fondamental.

Figure 5.13 – Spectre du 33Si cumulé pour tous les modules de GRETINA, en
utilisant la procédure d’addback.
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Figure 5.14 – Projections de la matrice de coïncidences γ - γ autour des pics de
974 et 1010 keV.
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Figure 5.15 – Schéma de décroissance du 33Si peuplé par la réaction 34Si(-1n)33Si.
Les branchements de chaque état sont reportés à gauche. Les spins et parités

proposés par [67] sont reportés à droite.
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5.1.3.4 Moment orbitaux des états peuplés

Les distributions en moment expérimentales associées à chaque état peuplé dans
le 33Si sont comparées aux prédictions du modèle de Glauber dans la figure 5.16.

Figure 5.16 – Comparaison des distributions en moment expérimentales associées
respectivement aux états d’énergies 0, 1010, 1981, 4260, 4341, 4931 et 5442 keV,

avec les distributions calculées dans le modèle de Glauber.

L’état fondamental et le premier état excité sont respectivement assignés aux
moments orbitaux L=2 et L=0, en accord avec leurs spins et parités (respectivement
3/2+ et 1/2+) [67]. La partie à hauts moments de la distribution expérimentale de
l’état fondamental n’est pas en accord avec la distribution théorique calculée pour
un moment orbital L=2. Cette distribution expérimentale est en effet élargie par les
contributions de l’état 7/2− (1435 keV) qui ne peuvent pas être soustraites, du fait
que la transition γ d’énergie 1435 keV n’a pas été observée. Les états d’énergies 1981,
4260 et 4341 keV sont assignés à un moment orbital L=1. L’état à 4931 keV, proposé
comme étant de spin et parité (11/2−) dans [67], semble ici compatible avec un
moment orbital L=2. L’état à 5442 keV est quant à lui compatible avec un moment
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orbital L=1. Notons ici que ces deux derniers états ont des distributions en moment
dont le centroïde est légèrement décalé par rapport aux autres états peuplés. De plus,
ils se situent au-dessus du seuil de séparation de neutron (Sn = 4, 5 MeV), il est donc
étonnant de les voir décroître par émission γ. Au vu de l’assignation de [67] à Jπ =

(11/2−) pour l’état 4931 keV, il serait très étonnant de peupler un état de spin aussi
élevé via la réaction de knockout 34Si(-1n)33Si. Pour ces raisons, l’hypothèse selon
laquelle ces deux états pourraient être peuplés par une voie de réaction différente du
knockout ne peut pas être écartée avec certitude. Dans la section 5.1.3.6, les facteurs
spectroscopiques des états 4931 et 5442 keV seront évalués sous l’hypothèse que
ceux-ci sont bien peuplés par la réaction de knockout, en utilisant les assignations
de moments orbitaux déduites de la comparaison de leurs distributions en moment
avec celles calculées dans le formalisme de Glauber (respectivement L=2 et L=1).

5.1.3.5 Correction des branchements expérimentaux

Comme discuté dans la section précédente, la distribution en moments expéri-
mentale de l’état fondamental du 33Si est contaminée par les contributions provenant
de l’état 7/2− à 1435 keV, celles-ci ne pouvant pas être retranchées du fait que le
rayonnement γ de 1435 keV n’apparaît pas dans notre spectre. Afin d’extraire un
ordre de grandeur du branchement de cet état, on réalise un ajustement du type :

pexp// (0keV ) = a2p
th
//(0keV, L = 2) + a3p

th
//(1435keV, L = 3) (5.15)

où a2, a3 sont les proportions respectives des contributions L=2 et L=3 dans la
distribution expérimentale pexp// (0keV ) de l’état fondamental. pth//(0keV, L = 2) et
pth//(1435keV, L = 3) sont les distributions calculées dans le modèle de Glauber pour
l’état fondamental L=2, et l’état à 1435keV de moment orbital L=3. Les branche-
ments respectifs de l’état fondamental et de l’état 7/2− doivent alors être corrigés
de la façon suivante :

b′(0keV ) = a2b(0keV ) (5.16)

b′(1435keV ) = b(1435keV ) + a3b(0keV ) (5.17)

où b(0keV ) et b(1435keV ) sont les anciens branchements (respectivement 49, 5 ±
5, 5% et −2, 0 ± 0, 6%). L’ajustement de la distribution expérimentale par la fonc-
tion a2p

th
//(0keV, L = 2) + a3p

th
//(1435keV, L = 3) est représenté dans la figure 5.17.

La courbe représentant le χ2 en fonction de l’importance de la contribution L=3
dans l’ajustement est représentée dans la figure 5.18. Les paramètres permettant le
meilleur ajustement sont a2 = 0, 82± 0, 05 et a3 = 0, 18± 0, 05, ce qui conduit aux
nouvelles valeurs de branchements :
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b′(0keV ) = 40, 6± 5, 7% (5.18)

b′(1435keV ) = 6, 9± 2, 7% (5.19)

Le schéma de décroissance tenant compte de la correction des branchements est
représenté dans la figure 5.19.
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Figure 5.17 – Ajustement de la distribution en moment expérimentale de l’état
fondamental de 33Si, par la fonction a2p

th
//(0keV, L = 2) + a3p

th
//(1435keV, L = 3).
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Figure 5.18 – Courbe du χ2 en fonction de l’importance de la contribution L=3
dans l’ajustement de la distribution en moment de l’état fondamental de 33Si.
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Figure 5.19 – Schéma de décroissance du 33Si peuplé par la réaction 34Si(-1n)33Si.

5.1.3.6 Facteurs spectroscopiques expérimentaux

Les facteurs spectroscopiques expérimentaux C2Sexp
norm sont calculés selon la mé-

thode discutée dans la section 4.6. Ils sont reportés pour chaque état peuplé par
la réaction 34Si(-1n)33Si dans le tableau 5.3. Les facteurs spectroscopiques C2Scomp,
extraits pour la même réaction lors d’une expérience précédente [25], sont eux aussi
reportés pour comparaison. Les facteurs spectroscopiques C2Sexp

norm sont totalement
compatibles avec ceux extraits de l’expérience antérieure.
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E (keV) L bf (%) bf × σexp
inc (mb) σsp (mb) Rs C2Sexp

norm C2S(comp)

0 2 40.6(5.7) 47.1(6.6) 15.1 0.79(16) 3.9(1.0) 4.5(7)

1010 0 27.0(4.6) 31.3(5.3) 19.7 0.77(15) 2.1(5) 2.0(3)

1435 3 6.9(2.7) 8.0(3.1) 14.4 0.81(16) 0.7(3) -

1981 1 4.8(8) 5.6(9) 14.6 0.82(16) 0.5(1) -

4260 1 3.1(9) 3.6(1.0) 12.4 0.86(17) 0.3(1) -

4341 1 13.1(2.4) 15.2(2.8) 12.4 0.86(17) 1.4(4) 1.3(4)

4931 2 1.5(5) 1.7(6) 11.5 0.71(14) 0.2(1) -

5442 1 2.4(1.0) 2.8(1.2) 11.6 0.88(18) 0.3(1) -

Table 5.3 – Energies, moments orbitaux, sections efficaces exclusives (bf × σexp
inc ),

sections efficaces single-particle calculées dans le modèle de Glauber (σsp) et
facteurs spectroscopiques expérimentaux normalisés C2Sexp

norm pour les états peuplés
par la réaction 34Si(-1n)33Si. Les facteurs spectroscopiques extraits d’une

expérience antérieure [25] sont reportés dans la dernière colonne.

5.1.4 Analyse de la réaction 36S(-1n)35S

5.1.4.1 Section efficace inclusive de réaction

La section efficace inclusive de la réaction 36S(-1n)35S est déduite de la même
manière que pour la réaction de référence 36S(-1p)35P (cf. section 5.1.1.1).

Pour le faisceau incident de 36S, le rapport T/εOBJ et la pureté sont respective-
ment : T/εOBJ = 0, 923 et P = 89, 7%. Pendant l’acquisition considérée, l’échelle du
scintillateur OBJ a compté NSC

OBJ = 2, 76.109 noyaux incidents, ce qui correspond à
un nombre de 36S incidents Ni = 2, 29.109.

L’échelle du scintillateur E1 a quant à elle compté NSC
E1 = 1, 08.107 noyaux pro-

duits. Avec fTOF = 87, 6% et fp = 20, 4%, cela correspond à Nf = 1, 93.106 noyaux
de 35S produits.
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La section efficace inclusive de la réaction 36S(-1n)35S est alors :

σinc(
36S(−1n)35S) = 126, 2± 1mb (5.20)

Au vu des énergies de séparation de neutron dans le 36S et le 34Si (respectivement
Sn = 9889 keV et Sn = 7514 keV [65]), on s’attend à ce que la section efficace de
knockout de neutron soit plus basse pour le 36S que pour le 34Si. Or on observe ici
le contraire :

σinc(
36S(−1n)35S) = 126, 2± 1mb > σinc(

34Si(−1n)33Si) = 115, 9± 1mb (5.21)

Ce résultat est a priori surprenant. De plus, lorsqu’on évalue le facteur spectro-
scopique de l’état fondamental 3/2+ de 35S (valeurs de bf , σsp et Rs disponibles dans
la section 5.1.4.6) avec la valeur de section efficace inclusive σinc = 126(1) mb, on
trouve C2S(0 keV) = 6.3(1.4). Une telle valeur est aberrante, sachant que l’occupa-
tion maximale d’une orbitale d3/2 est 2j+1 = 4. Le branchement de cet état semble
raisonnable : intuitivement, on s’attend à peupler les états fondamentaux respectifs
de 36S(-1n)35S et de 34Si(-1n)33Si avec des branchements similaires. Cette propriété
est respectée ici : bf (0 keV,35 S) = 43.3(4.7) contre bf (0 keV,33 Si) = 40.6(5.7). On en
déduit que la valeur σinc(

36S(−1n)35S) = 126(1)mb utilisée pour la section efficace
inclusive de la réaction 36S(-1n)35S est surestimée. Ceci est possible si le nombre
de noyaux de 35S produits (Nf ) est surestimé, ou si le nombre de noyaux de 36S
incidents (Ni) est sous-estimé. Ces deux quantités sont évaluées de la façon suivante
(cf. section 4.6.1) :

Ni = NSC
OBJ

T

εOBJ

P (5.22)

Nf = NSC
E1 fPfTOF (5.23)

Les quantités fP et fTOF nécessaires au calcul de Nf sont évaluées via l’étude des
données issues des acquisitions de 36S(-1n)35S. Les quantités P et T

εOBJ
nécessaires

au calcul de Ni sont quant à elles estimées dans une acquisition du faisceau de 36S
non réagi, qui a eu lieu juste avant les acquisitions de la réaction 36S(-1p)35P.

Chronologiquement, la réaction 36S(-1n)35S a été étudiée juste après la réaction
36S(-1p)35P. Entre ces deux réactions, le faisceau incident n’a pas été modifié, il est
en conséquence très improbable que la pureté P du faisceau incident, ou la transmis-
sion T entre le scintillateur OBJ et la cible de knockout, aient changé. Au contraire,
l’efficacité du scintillateur OBJ (εOBJ) peut possiblement avoir décru au cours du
temps. En utilisant la valeur de εOBJ extraite de l’acquisition de faisceau non-réagi,
qui a eu lieu 48h avant les acquisitions de 36S(-1n)35S, il se pourrait alors que l’on
surrestime l’efficacité εOBJ . Ceci expliquerait que l’on sous-estime Ni, le nombre de
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5.1. Résultats pour chaque voie de réaction

noyaux de 36S incidents pour les réactions de knockout de neutrons.

On se propose de vérifier ces calculs de sections efficaces en évaluant la section
efficace de la réaction 35P(-1n)34P, présente à la fois dans les acquisitions faites pour
un faisceau incident de 36S et pour un faisceau incident de 34Si. En extrayant les
sections efficaces selon la même méthode que précédemment, on calcule :

— σ36S
inc (35P(-1n)34P) = 333.4± 1 mb pour les acquisitions avec un faisceau inci-

dent de 36S
— σ34Si

inc (35P(-1n)34P) = 168.5± 1 mb pour les acquisitions avec un faisceau in-
cident de 34Si

De tels résultats confirment l’existence d’une incohérence dans la détermination
de sections efficaces pour les acquisitions de type 36S(-1n). Dans la section 5.1.3.6,
les facteurs spectroscopiques extraits pour la réaction 34Si(-1n)33Si sont totalement
compatibles avec ceux extraits d’une expérience antérieure. On peut alors raison-
nablement considérer que les sections efficaces inclusives calculées pour un faisceau
incident de 34Si sont correctes. A partir de la comparaison des sections efficaces cal-
culées pour la réaction 35P(-1n)34P, on extrait un facteur correctif pour les sections
efficaces calculées pour les acquisitions de type 36S(-1n) :

fcor =
σ34Si
inc (35P(−1n)34P)

σ36S
inc (35P(−1n)34P

= 0.505(3) (5.24)

Cette valeur de fcor traduirait le fait que l’efficacité εOBJ serait surestimée d’un
facteur 2 dans les acquisitions 36S(-1n). La section efficace inclusive de la réaction
36S(-1n)35S devient :

σinc(
36S(−1n)35S) = 63.7(6)mb (5.25)

C’est cette dernière valeur qui sera retenue pour déterminer par la suite les section
efficaces exclusives ainsi que les facteurs spectroscopiques des états peuplés par la
réaction 36S(-1n)35S.
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5.1.4.2 Calcul du nombre total de 35S dans la sélection

Dans le cas du faisceau incident de 36S, le “trigger S800” était divisé de telle sorte
que seul un évènement dans S800 sur dix a été enregistré. Le nombre total de 35S
dans la sélection est calculé de la même manière que pour la réaction de knockout
de proton 36S(-1p)35P (section 5.1.1.2). Ainsi, un total de 1, 20.106 noyaux de 35S
ont été dénombrés.

5.1.4.3 Schéma de décroissance

Le spectre du 35S, cumulé en utilisant tous les modules de GRETINA et la
procédure d’addback, est représenté dans la figure 5.20.

Figure 5.20 – Spectre du 35S cumulé pour tous les modules de GRETINA, en
utilisant la procédure d’addback.

Le schéma de décroissance est déduit de l’étude des matrices de coïncidences
γ - γ. La seule coïncidence observée lors de notre expérience est celle entre les rayon-
nements d’énergies 778 et 1576 keV (cf figure 5.21). La référence [65] reporte cepen-
dant les coïncidences suivantes : 778 - 1542 keV, 2720 - 1309 keV, 1990 - 1830 keV
et 1990 - 2037 keV. Ces dernières n’ont pas été observées lors de notre expérience,

112



5.1. Résultats pour chaque voie de réaction

soit par manque de statistique, soit parce que la raie d’énergie 1990 keV, qui décroît
de l’état isomère 7/2− (T1/2 = 1, 02 ns [65]) n’apparaît pas dans notre spectre γ. En
effet, avec β ∼ 0.5 pour le 35S, la transition 1990 keV est émise en moyenne 15 cm
en aval de la cible de réaction, ce qui fausse considérablement la reconstruction de
l’angle d’émission γ, celui-ci étant calculé sous l’hypothèse que l’émission a eu lieu
au milieu de la cible. Une telle erreur sur l’angle d’émission serait responsable d’un
élargissement important du pic 1990 keV, qui est “noyé” dans le spectre γ.

Figure 5.21 – Projections de la matrice de coïncidences γ − γ autour des pics
d’énergies 778 et 1576 keV.

Le schéma de décroissance 5.22 tient compte de toutes ces coïncidences. Les
branchements calculés pour chaque état peuplé, ainsi que les spins et parités proposés
dans la référence [68] sont reportés dans ce schéma. Le branchement de l’état 7/2−

d’énergie 1990 keV est négatif, car la transition γ de sa décroissance vers l’état
fondamental n’a pas été observée dans le spectre γ.
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Figure 5.22 – Schéma de décroissance du 35S peuplé par la réaction 36S(-1n)35S.
Les branchements de chaque état son reportés à gauche. Les spins et parités

proposés par [68] sont reportés à droite.

114



5.1. Résultats pour chaque voie de réaction

5.1.4.4 Moment orbitaux des états peuplés

Les distributions en moment expérimentales associées à chaque état peuplé dans
le 35S sont comparées aux prédictions du modèle de Glauber dans la figure 5.23.

σ

Figure 5.23 – Comparaison des distributions en moment expérimentales associées
respectivement aux états d’énergies 0, 1572, 2348, 2717, 2939, 3421, 3595, 3818,

3890 et 4025 keV.

Les états d’énergies 0, 2717, 3421, 3595 et 4025 keV sont assignés à un moment
orbital L=2. Les états d’énergies 1572, 2939 et 3890 keV sont associés quant à eux
à un moment orbital L=0. Enfin, les états d’énergies 2348 keV et 3818 keV sont
assignés respectivement aux moments orbitaux L=1 et L=3. L’intégralité des spins
et parités proposés par la référence [68] pour les états d’énergies 0, 1572, 2348, 2717
et 3421 keV sont confirmés par ces assignations de moments orbitaux. D’une manière
similaire au cas de la réaction 34Si(-1n)33Si (section 5.1.3.4), on observe ici trois états
excités (3818, 3595 et 4025 keV) présentant des distributions en moment dont le
centroïde est légèrement décalé. Ceci pourrait indiquer que ces états pourraient être
peuplés par une réaction différente du knockout. Dans la section 5.1.4.6, les facteurs
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spectroscopiques de ces états seront néanmoins évalués sous l’hypothèse que ceux-ci
sont bien peuplés par la réaction de knockout 36S(-1n)35S.

5.1.4.5 Correction du schéma de décroissance

Comme dans le cas de la réaction 34Si(-1n)33Si, on peut remarquer que la partie
à hauts moments de la distribution en moment expérimentale de l’état fondamental
de 35S n’est pas en accord avec la prédiction du modèle de Glauber. Celle-ci est
contaminée par les contributions de l’état 7/2− d’énergie 1990 keV, car la transition
γ entre cet état et l’état fondamental n’est pas observée. De la même manière que
dans la section 5.1.3.5, on se propose d’évaluer le branchement de l’état 7/2− en
ajustant la distribution de l’état fondamental de 35S par une fonction du type :

pexp// (0keV ) = a2p
th
//(0keV, L = 2) + a3p

th
//(1990keV, L = 3) (5.26)

où a2, a3 sont les proportions respectives des contributions L=2 et L=3 dans la
distribution expérimentale pexp// (0keV ) de l’état fondamental. pth//(0keV, L = 2) et
pth//(1435keV, L = 3) sont les distributions calculées dans le modèle de Glauber pour
l’état fondamental L=2, et l’état à 1990keV de moment orbital L=3. L’ajustement de
la distribution expérimentale par la fonction a2p

th
//(0keV, L = 2)+a3p

th
//(1990keV, L =

3) est représenté dans la figure 5.24.
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Figure 5.24 – Ajustement de la distribution en moment expérimentale de l’état
fondamental de 35S, par la fonction a2p

th
//(0keV, L = 2) + a3p
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//(1990keV, L = 3).
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La courbe du χ2 en fonction du poids de la contribution L=3 (paramètre a3) est
représentée dans la figure 5.25. Les paramètres permettant le meilleur ajustement
sont a2 = 0, 85± 0, 05 et a3 = 0, 15± 0, 05, ce qui conduit aux nouvelles valeurs de
branchements :

b′(0keV ) = 43, 3± 4, 7% (5.27)

b′(1990keV ) = 0, 0± 2, 9% (5.28)

Le schéma de décroissance tenant compte de la correction des branchements est
représenté dans la figure 5.26.
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Figure 5.25 – Courbe du χ2 en fonction de l’importance de la contribution L=3
dans l’ajustement de la distribution en moment de l’état fondamental de 35S.
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Figure 5.26 – Schéma de décroissance du 35S peuplé par la réaction 36S(-1n)35S.
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5.2. Mise en évidence expérimentale de la bulle proton dans 34Si

5.1.4.6 Facteurs spectroscopiques expérimentaux

Les facteurs spectroscopiques expérimentaux C2Sexpnorm sont reportés pour chaque
état peuplé par la réaction 36S(-1n)35S dans le tableau 5.4.

E (keV) L bf (%) bf × σexpinc (mb) σsp (mb) Rs C2Sexpnorm

0 2 43.3(4.7) 27.6(3.0) 13.1 0.66(13) 3.2(7)

1572 0 18.6(3.1) 11.8(2.0) 16.1 0.64(13) 1.1(3)

1990 3 0.0(2.9) 0.0(1.8) 12.7 0.69(14) 0.0(2)

2348 1 5.3(1.3) 3.4(8) 13.1 0.70(14) 0.4(1)

2717 2 6.4(1.6) 4.1(1.0) 11.4 0.62(12) 0.6(2)

2939 0 5.7(1.6) 3.6(1.0) 13.5 0.61(12) 0.4(2)

3421 2 5.1(1.0) 3.2(6) 11.0 0.61(12) 0.5(1)

3595 2 3.0(7) 1.9(4) 11.0 0.60(12) 0.3(1)

3818 3 4.0(9) 2.5(6) 11.8 0.72(14) 0.3(1)

3890 0 2.3(5) 1.5(3) 13.5 0.72(14) 0.15(4)

4025 2 6.4(1.0) 4.1(6) 12.1 0.60(12) 0.6(1)

Table 5.4 – Energies, moments orbitaux, sections efficaces exclusives (bf × σexpinc ),
sections efficaces single-particle calculées dans le modèle de Glauber (σsp) et

facteurs spectroscopiques expérimentaux normalisés C2Sexpnorm pour les états peuplés
par la réaction 36S(-1n)35S.

5.2 Mise en évidence expérimentale de la bulle pro-
ton dans 34Si

Dans cette section, on se propose de tester d’un point de vue expérimental les
conditions nécessaires à l’émergence d’une déplétion en densité centrale dans le 34Si.
Comme discuté dans la section 2.2.1, la condition sinequanone pour la formation
d’une bulle protonique dans le 34Si est la déplétion de l’orbitale 2s1/2 protonique.
Ceci est possible seulement si la fermeture de couche N=20 est assez rigide pour
éviter des couplages à des états collectifs. Les résultats expérimentaux de l’analyse
des voies de knockout de neutron à partir du 36S et du 34Si sont discutés dans la
section 5.2.1 afin de tester la fermeture de couche N=20 dans ces deux noyaux. Dans
la section 5.2.2, les résultats de l’analyse des voies knockout de proton à partir de ces
mêmes noyaux permettent de conclure quant à l’existence d’une bulle protonique
dans le 34Si.
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5.2.1 Rigidité de la fermeture de couche N=20 dans le 36S et
le 34Si

Afin de tester la rigidité de la fermeture de couche N=20 dans les deux noyaux
d’intérêt, on se propose de tracer la courbe représentant l’occupation des orbitales
neutroniques en fonction de leurs énergies de liaison. Pour ce faire, les taux d’occu-
pation d’une orbitale de jπ donné sont déterminés à partir des facteurs spectrosco-
piques expérimentaux des états de même jπ peuplés lors de la réaction. L’énergie
de liaison de l’orbitale jπ est quant à elle calculée à partir du centroïde des énergies
d’excitation des états de même jπ peuplés lors de la réaction.

5.2.1.1 Etude des orbitales de parité positive

Les réactions de knockout de neutrons à partir du 36S et du 34Si peuplent prin-
cipalement des états de parité positive de type “trou” dans la couche (sd). Les fac-
teurs spectroscopiques des états de parité positive peuplés lors de ces réactions
nous renseignent directement sur l’occupation des orbitales s1/2 et d3/2. Dans le cas
de réactions peuplant des états de type “trou”, les facteurs spectroscopiques sont
comparables aux occupations des orbitales correspondantes. On détermine le taux
d’occupation de l’orbitale jπ de la façon suivante :

njπ =
1

2jπ + 1

∑
i=jπ

(C2Sexp
norm)i (5.29)

D’après [69], les énergies de liaison des orbitales extraites à partir d’états de type
“trou” sont définies de la façon suivante :

εjπ = −Sn(
AZ)− 1∑

i=jπ
(C2Sexp

norm)i

∑
i=jπ

(C2Sexp
norm)iE

∗
i (

A−1Z) (5.30)

où Sn(
AZ) représente l’énergie de séparation d’un neutron dans le noyau père (36S

ou 34Si), et E∗
i (

A−1Z) est l’énergie d’excitation de l’état i peuplé dans le noyau fils
(35S ou 33Si).

Les taux d’occupations et énergies de liaisons des orbitales de parités positives
déduites pour le 36S (34Si) à partir de la réaction 36S(-1n)35S (34Si(-1n)33Si) sont
reportés dans le tableau 5.5 (5.6). Dans le cas du 33Si, l’étude des distributions en
moment parallèle a permis d’assigner un état excité (E* = 4931 keV) au moment
orbital L=2 (cf. section 5.1.3.6). Au vu du facteur spectroscopique de l’état fonda-
mental 3/2+ (C2Sexp

norm = 4, 0(8)), et en considérant l’énergie relativement élevée de
cet état excité, on assigne celui-ci à un moment cinétique et une parité Jπ = 5/2+.
Ils n’est pas pris en compte dans les calculs de njπ et εjπ car seule une partie de la
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force a été observée ((C2Sexp
norm)5/2+ = 0.2(1)). En effet, l’orbitale d5/2 neutronique

étant profondément liée dans le 34Si, on s’attend à peupler des états 5/2+ à haute
énergie dans le 33Si, qui ne sont pas observés dans cette expérience. De même, dans
le cas du 35S, quatre états excités (E* = 2717, 3421, 3595 et 4025 keV) ont été assi-
gnés à L=2. Les états 2717 et 3421 keV sont assignés à Jπ = 5/2+ d’une expérience
antérieure [68]. Les états 3595 et 4025 keV sont quant à eux associés à Jπ = 5/2+

au vu de leurs énergies d’excitation. Ils ne sont pas pris en compte dans les calculs
de njπ et εjπ car seule une partie de la force a été observée ((C2Sexp

norm)5/2+ = 2.0(3)).

Orbitale jπ E∗
jπ(35S) (keV) C2Sexp

norm njπ (%) εjπ (keV)

d3/2 3/2+ 0 3.2(7) 80(18) -9889

1572 1.1(3)

s1/2 1/2+ 2939 0.4(2) 82(18) -12055

3890 0.15(4)

Table 5.5 – Taux d’occupations njπ et énergies de liaisons εjπ des orbitales de
parité positive dans le 36S (Sn = 9889 keV [65]).

Orbitale jπ E∗
jπ(33Si) (keV) C2Sexp

norm njπ (%) εjπ (keV)

d3/2 3/2+ 0 3.9(1.0) 97(25) -7514

s1/2 1/2+ 1010 2.1(5) 100(20) -8524

Table 5.6 – Taux d’occupations njπ et énergies de liaisons εjπ des orbitales de
parité positive dans le 34Si (Sn = 7514 keV [65]).

5.2.1.2 Etude des orbitales de parité négative

Les facteurs spectroscopiques des états de parité négative peuplés lors des ré-
actions de knockout permettent de la même manière de remonter aux occupations
des orbitales f7/2, p3/2, et p1/2. Il n’est cependant pas possible d’extraire les énergies
de liaisons de ces orbitales car les états 7/2−, 3/2− et 1/2− peuplés par le kno-
ckout correspondent à des configurations plus complexes de type “particules-trous”.
Une expérience antérieure [26] a cependant permis d’extraire les facteurs spectrosco-
piques des états peuplés respectivement dans le 37S et le 35Si à partir des réactions de
transfert 36S(d,p)37S, 34Si(d,p)35Si. Ces réactions de transfert de neutron peuplent
préférentiellement des états de type “particule” dans la couche (pf). Dans le cas d’un
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transfert de neutron (d,p), les facteurs spectroscopiques représentent la probabilité
d’ajouter un neutron dans l’orbitale considérée. Le taux d’occupation de l’orbitale
jπ est alors déterminé de la façon suivante :

njπ = 1−
∑
i=jπ

(C2S(d,p)
norm)i (5.31)

Les facteurs spectroscopiques C2S(d,p) de la référence [26] sont bruts. La référence
[70] reporte une réduction systématique de Rs = 0, 7(1) des facteurs spectrosco-
piques extraits de réactions (d,p). Pour que l’étude des orbitales de parité négative
soit cohérente avec celle des orbitales de parité positives (déduites des réactions de
knockout), on corrige les facteurs spectroscopiques issus des réactions de transfert
(d,p) de ce facteur de réduction :

C2S(d,p)
norm =

C2S(d,p)

0, 7
(5.32)

D’après [69], les énergies de liaison des orbitales extraites à partir d’états de type
“particule” sont définies de la façon suivante :

εjπ = −Sn(
A+1Z) +

1∑
i=jπ

(C2S
(d,p)
norm)i

∑
i=jπ

(C2S(d,p)
norm)iE

∗
i (

A+1Z) (5.33)

où Sn(
A+1Z) représente l’énergie de séparation d’un neutron dans le noyau fils (37S

ou 35Si), et E∗
i (

A+1Z) est l’énergie d’excitation de l’état i dans le noyau fils.

Les taux d’occupations et énergies de liaisons des orbitales de parités négatives
déduites pour le 36S (34Si) à partir de la réaction 36S(d,p)37S (34Si(d,p)35Si) sont
reportés dans le tableau 5.7 (5.8). Comme discuté dans la section précédente, s’il
n’est pas possible d’extraire les énergies de liaison des orbitales de parité négative à
partir des réaction de knockout de neutron, il est néanmoins possible d’en extraire les
taux d’occupations de ces orbitales. Les taux d’occupations des orbitales de parité
négative déduits à partir des réactions de knockout sont reportés dans le tableau 5.9.
Tous les taux d’occupation njπ déduits des réactions de knockout sont compatibles
avec ceux extraits des réactions de transfert (d,p), ce qui confirme que la prise en
compte des facteurs de réductions dans la correction des facteurs spectroscopiques
permet de rétablir une cohérence entre les résultats issu du knockout et ceux issus
du transfert.
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Orbitale jπ E∗
jπ(37S) (keV) C2S(d,p) C2S

(d,p)
norm njπ (%) εjπ (keV)

f7/2 7/2− 0 0.69(10) 0.98(14) 2(14) -4304

p3/2 3/2− 645 0.65(9) 0.93(14) 7(14) -3659

p1/2 1/2− 2640 0.68(10) 0.97(15) 3(15) -1664

Table 5.7 – Taux d’occupations njπ et énergies de liaisons εjπ des orbitales de
parité négative dans le 36S, déduits de la réaction 36S(d,p)37S.

Orbitale jπ E∗
jπ(35Si) (keV) C2S(d,p) C2S

(d,p)
norm njπ (%) εjπ (keV)

f7/2 7/2− 0 0.56(8) 0.80(12) 20(12) -2470

p3/2 3/2− 910 0.69(10) 0.99(15) 1(15) -1560

p1/2 1/2− 2044 0.73(11) 1.00(15) 0(15) -426

Table 5.8 – Taux d’occupations njπ et énergies de liaisons εjπ des orbitales de
parité négative dans le 34Si, déduits de la réaction 34Si(d,p)35Si.

Noyau AZ Orbitale jπ E∗
jπ(A−1Z) (keV) C2Sexp

norm njπ (%)
36S f7/2 7/2− 1990 0.0(2)

3818 0.3(1) 4(1)

p3/2 3/2− 2348 0.4(1) 10(3)
34Si f7/2 7/2− 1435 0.7(3) 9(4)

Table 5.9 – Taux d’occupations njπ des orbitales de parité négative dans le 36S et
le 34Si, déduits des réactions 36S(-1n)35S et 34Si(-1n)33Si.

5.2.1.3 Occupation des orbitales neutroniques en fonction de leurs éner-
gies de liaison

Les points expérimentaux représentant l’occupation des orbitales neutroniques
en fonction de leurs énergies de liaison sont comparées pour le 36S et le 34Si dans
la figure 5.27. Un ajustement de ces points expérimentaux est opéré à l’aide d’une
fonction de Fermi de la forme [71] :

y =
100

2

(
1− x− εF√

(x− εF )2 +Δ2

)
(5.34)

123



Chapitre 5. Résultats expérimentaux et discussion

où εF et Δ sont les paramètres à déterminer, qui représentent respectivement l’éner-
gie de Fermi et la taille du gap N=20.

Figure 5.27 – Noir : Occupation des orbitales neutroniques en fonction de leurs
énergies de liaison, dans le 36S et le 34Si. Rouge : ajustement par une fonction de

Fermi [71].

Au vu des barres d’erreurs sur les occupations expérimentales, les paramètres
de la fonction de Fermi ne sont pas assez fortement contraints pour pouvoir en
extraire une valeur significative de la taille du gap N=20. On se propose néanmoins
de comparer la différence en énergie entre les orbitales d3/2 et f7/2 dans le 34Si et le
36S, afin de tester qualitativement la rigidité de la fermeture de couche N=20 dans
ces deux noyaux. Les points expérimentaux extraits d’expériences précédentes pour
le 40Ca [72, 27], noyau doublement magique (N=20, Z=20) sont reportés comme
référence dans la figure 5.28. Dans le 34Si, la “surface de Fermi” semble plus diffuse
que dans le 36S (n7/2− = 20(12)% pour le 34Si, contre n7/2− = 2(14)% dans le 36S).
La fermeture de couche N=20 semble cependant presque aussi robuste dans le cas
du 34Si que dans le cas du 36S : on a ε7/2− − ε3/2+ = 5,0 MeV dans le cas du 34Si,
contre ε7/2− − ε3/2+ = 5,6 MeV pour le 36S. A titre comparatif, le gap N=20 dans
le 40Ca est de l’ordre de 7 MeV. On observe un taux d’occupation de la couche (pf)
plus élevé dans le 40Ca, comparé au 34Si. La fonction d’onde de l’état fondamental
de 34Si semble contenir relativement peu de contributions de configurations neutrons
de type “n particules - n trous”, ce qui indique que ce noyau est très proche d’un
système sans corrélations au-delà du champ moyen. Comme discuté dans la section
2.2.2, une telle propriété est propice à la formation d’une bulle protonique.

124



5.2. Mise en évidence expérimentale de la bulle proton dans 34Si

Figure 5.28 – Occupation des orbitales neutroniques en fonction de leurs énergies
de liaison, dans le 40Ca [72, 27].

5.2.2 Occupation de l’orbitale protonique 2s1/2

Afin de sonder l’existence d’une bulle protonique dans le 34Si, on compare l’oc-
cupation de son orbitale protonique 2s1/2 avec celle du 36S, pour lequel un profil de
densité usuel (atteignant la densité de saturation au centre du noyau) est prédit.
Pour ce faire, seront étudiés en particulier les facteurs spectroscopiques des états de
spin et parité 1/2+ peuplés dans le 35P et le 33Al, respectivement lors des réactions
de knockout de proton 36S(-1p)35P et 34Si(-1p)33Al (cf. sections 5.1.1.6 et 5.1.2.6).
Les états 1/2+ peuplés lors de ces réactions sont des états de type “trou”. Dans
ce cas, les facteurs spectroscopiques nous renseignent directement sur le nombre
d’occupation de l’orbitale s1/2. Dans le cas de la réaction 36S(-1p)35P, la somme des
facteurs spectroscopiques des états 1/2+ est

∑
i=1/2+

(C2Sexp
norm)i = 2.2(7). L’occupation

ne pouvant pas être supérieure à 2.0, ceci correspond à une valeur d’occupation de
l’orbitale s1/2 dans le 36S : nabs(s1/2) = 2.0(5). Dans le 34Si, le taux d’occupation de
l’orbitale s1/2 protonique est très bas comparé à celui du 36S : nabs(s1/2) = 0.16(4)
dans le cas du 34Si, contre nabs(s1/2) = 2.0(2) pour le 36S. Ces occupations sont en
relativement bon accord avec les prédictions de modèle en couche (S(s1/2)) de la
référence [5] discutée dans la section 2.2.2.

De tels résultats sont en faveur de l’existence d’une bulle protonique dans le 34Si,
étant donné que les orbitales s sont les seules à contribuer à la densité centrale. Il
conviendrait de réaliser une expérience exploitant la diffusion d’électrons sur le 34Si,
afin de sonder directement sa densité de charge, pour confirmer ce résultat.
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Noyau Orbitale jπ E∗
jπ (keV) C2Sexp

norm n(s1/2) (%) nabs(s1/2) S(s1/2)
(a)

36S s1/2 1/2+ 0 2.2(7) 100(25) 2.0(5)
34Si s1/2 1/2+ 2101 0.08(3) 8(2) 0.16(4) 0.08

3704 0.08(2)

Table 5.10 – Taux d’occupations n(s1/2) des orbitales s1/2 protoniques dans le 36S
et le 34Si, déduits des réactions 36S(-1p)35P et 34Si(-1p)33Al. Le nombre absolu

d’occupation nabs(s1/2) de ces orbitales est aussi reporté. (a) facteurs
spectroscopiques prédits par le modèle en couches [5].

5.3 Implications pour le spin-orbite dans les mo-
dèles nucléaires

Comme discuté dans la section 2.2.4, la valeur expérimentale de la variation
d’occupation de l’orbitale s1/2 protonique entre le 36S et le 34Si (Δnabs

s1/2), ainsi que
la valeur expérimentale de la variation de l’écart en énergie des partenaires spin-
orbites p1/2-p3/2 neutroniques (ΔESO

ESO
), permettent de déterminer quel modèle nu-

cléaire, entre modèles de champs moyens relativistes et modèles non-relativistes, re-
produit un comportement réaliste vis-à-vis de l’isospin. En effet, la bulle protonique
dans le 34Si, phénomène qui semble être supporté par nos résultats expérimentaux,
pourrait être responsable d’une forte variation en densité entre le 36S et le 34Si, ce
qui induit une réduction de l’écart en énergie des partenaires spin-orbite 2p1/2-2p3/2

neutroniques de 25(5)% [26].

Comme l’on cherche ici à sonder la dépendance en isospin du potentiel spin-
orbite, il convient de vérifier qu’il n’y a pas de bulle neutronique dans le 34Si. Dans
le cas contraire, la variation en densité neutronique entre le 36S et le 34Si aurait,
tout comme la densité protonique, un impact direct sur l’écart en énergie 2p1/2-
2p3/2 neutronique, ce qui empêcherait de conclure quant à la dépendance en isospin
du potentiel spin-orbite. On peut extraire l’occupation de l’orbitale neutronique 2s1/2
dans le 36S et dans le 34Si, selon la même méthode que celle utilisée pour détermi-
ner l’occupation de l’orbitale protonique 2s1/2 (cf. section précédente), à partir des
résultats de l’analyse des voies de knockout de neutron. Ceci conduit aux valeurs
d’occupation neutronique nabs(s1/2) = 1.6(4) et nabs(s1/2) = 2.0(4), respectivement
dans le 36S et le 34Si. On peut alors considérer que la densité neutronique centrale
ne varie pas entre ces deux noyaux, et imputer la variation de l’écart 2p1/2-2p3/2 au
changement de densité protonique uniquement.

L’analyse d’expérience effectuée dans ce travail de thèse a permis d’extraire
Δnabs

s1/2 = nabs
s1/2(

36S)−nabs
s1/2(

34Si) = 1.8(5). Une expérience antérieure [26] a quant à
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elle permis de déduire ∆ESO
ESO

= 25(5)%. On peut ainsi placer un point expérimental
sur la figure 5.29. En tenant compte des barres d’erreurs, les résultats expérimentaux
sont compatibles avec les prédictions de modèles non-relativistes.

Figure 5.29 – Prédictions de la variation de l’écart en énergie des orbitales
2p1/2-2p3/2 neutroniques en fonction de la variation d’occupation de l’orbitale 2s1/2

protonique dans le 34Si, par rapport au 36S. Bleu : modèles Hartree Fock. Rouge :
modèles RMF. Vert : mesures expérimentales.
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La mesure expérimentale est en faveur des modèles non-relativistes, dans lesquels
le potentiel spin-orbite dépend fortement de l’isospin. Dans la section suivante, on
se propose d’investiguer d’un point de vue théorique l’origine des différences de
comportements du potentiel spin-orbite entre modèles relativistes et non-relativistes.
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CHAPITRE 6

Etude théorique de la dépendance en
isospin du potentiel spin-orbite

Dans les approches nucléaires non-relativistes de type Hartree-Fock, le potentiel
spin-orbite s’écrit, dans le cas d’une interaction de portée nulle [10] :

V SO
q =

1

2
[W1

�∇ρq(�r) +W2
�∇ρq′ �=q(�r)]�σ ∧ �p (6.1)

où ρq, ρq′ �=q sont les densités protonique et neutronique, q étant l’indice d’isospin
courant sur les protons et les neutrons. �σ et �p désignent respectivement les matrices
de Pauli et le vecteur impulsion du nucléon. W1,W2 sont des paramètres indépen-
dants de la densité baryonique. On observe une dépendance de l’expression 6.1 en
la variation des densités protonique et neutronique du potentiel spin-orbite. Dans
le cas Hartree-Fock, pour la plupart des familles d’interactions de type Skyrme et
Gogny, W1 = 2W2, ce qui impose que ce potentiel dépend aussi de l’isospin.

Dans les modèles relativistes, le potentiel spin-orbite émerge naturellement d’une
réduction non-relativiste du Hamiltonien de Dirac décrivant l’équation du mouve-
ment d’un nucléon dans la matière nucléaire. Comme exposé dans le chapitre 2, des
calculs RMF (Relativistic Mean Field) indiquent que ce potentiel spin-orbite a un
comportement différent par rapport au cas Hartree-Fock non-relativiste.

On se propose ici d’extraire une expression analytique du potentiel spin-orbite
issu d’une approche de champ moyen relativiste afin d’investiguer les origines des
différences de comportement du potentiel spin-orbite entre modèles relativistes et
non-relativistes. L’objectif étant d’effectuer une évaluation numérique du rapport
W1

W2
dans le cas relativiste, il convient d’extraire une expression de V SO

q dépendant
uniquement de la densité baryonique comme dans le cas non-relativiste (expression
6.1). Le cas RHF (Relativistic Hartree-Fock), qui inclut explicitement les termes non-
locaux dans le Lagrangien d’interaction, ne permet pas d’obtenir un tel résultat, c’est
pourquoi on se restreint dans un premier temps au cas RMF (section 6.1), qui omet
les termes d’échanges. L’impact des termes de Fock sur la dépendance en isospin sera
évalué dans un second temps (section 6.2.3) à l’aide d’une transformation permettant
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d’exprimer les termes d’échange comme une combinaison linéaire de termes directs,
appelée « transformation de Fierz » [73]. La figure 6.1 représente schématiquement
les étapes de calcul et d’approximations successives suivies dans ce chapitre.

Figure 6.1 – Représentation schématique des étapes de calcul et d’approximations
successives pour l’évaluation du rapport W1

W2
.
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6.1 Le potentiel spin-orbite dans les approches nu-
cléaires relativistes

6.1.1 Description du modèle

6.1.1.1 La densité Lagrangienne

Les équations relativistes du mouvement s’obtiennent à partir de la densité La-
grangienne effective [74] :

L = LN + Lm + Lint (6.2)

où LN , Lm et Lint décrivent respectivement les nucléons libres, les mésons libres
et l’interaction nucléon-méson. Le modèle décrit par ce Lagrangien se limite aux
degrés de liberté pertinents pour la physique nucléaire de basse énergie, à savoir les
nucléons et les mésons. Les nucléons sont considérés comme des particules ponc-
tuelles qui interagissent via l’échange de champs mésoniques effectifs.

Les degrés de liberté nucléoniques sont représentés par le champ de nucléons Ψ.
La dynamique des nucléons en l’absence d’interaction est décrite par LN :

LN = Ψ̄(iγμ∂μ −M)Ψ (6.3)

Dans le secteur mésonique, on prend en compte le nombre minimal de champs mé-
soniques effectifs permettant de reproduire les données expérimentales. Ces champs
mésoniques se distinguent par leurs nombres quantiques (Jπ,T ) représentant respec-
tivement le spin, la parité et l’isospin.
Notre modèle comprend les mésons effectifs suivants :

• Le méson scalaire isosclaire σ(0+, 0)

• Le méson vecteur isosclaire ωμ(1−, 0)
• Le méson vecteur isovecteur �ρμ(1−, 1)
• On introduit également le quadripotentiel électromagnétique Aμ afin de prendre

en compte l’interaction coulombienne entre protons.

La propagation des bosons libres se déduit de Lm :

Lm =
1

2
(∂μσ∂

μσ −m2
σσ

2)− 1

2
(
1

2
ΩμνΩ

μν −m2
ωωμω

μ)

−1

2
(
1

2
�Rμν

�Rμν −m2
ρ�ρμ�ρ

μ)− 1

4
FμνFμν (6.4)
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où

Ωμν ≡ ∂μων − ∂νωμ

�Rμν ≡ ∂μ�ρ ν − ∂ν�ρμ

Fμν ≡ ∂μAν − ∂νAμ (6.5)

sont les tenseurs champs associés respectivement aux mésons ω, ρ et au quadripo-
tentiel Aμ, et mσ, mω, mρ sont les masses au repos des mésons correspondants.

La densité Lagrangienne d’interaction nucléon-méson est définie par :

Lint = −gσ(ρv)Ψ̄σΨ− gω(ρv)Ψ̄γμω
μΨ− gρ(ρv)Ψ̄γμ�ρ

μ · �τΨ− eΨ̄γμA
μ1− τ 3

2
Ψ (6.6)

où �τ représente les matrices de Pauli dans l’espace d’isospin. Afin de tenir compte
des effets du milieu et des corrélations de type interaction à trois corps, on choisit
d’utiliser des constantes de couplage qui dépendent explicitement de la densité de
nucléons relativiste vectorielle isoscalaire : ρv =

√〈jμjμ〉, où jμ = Ψ̄γμΨ désigne le
courant baryonique [75].

Les équations du mouvement des nucléons et des mésons découlent du principe
de moindre action :

S =

∫
d4rL(�r, t)

δS = 0 (6.7)

6.1.1.2 Domaine de validité du modèle

L’objectif de notre étude étant de dériver une expression analytique du potentiel
spin-orbite en fonction de la densité baryonique, on se restreint au cas RMF où les
termes non-locaux de la densité Lagrangienne ne sont pas traités explicitement. On
se limite de plus à la description des systèmes invariants par renversement du sens du
temps (i.e. noyaux pair-pairs sans rotations et en l’absence de champ magnétique),
dans le cas stationnaire. Dans ce cas, on se restreint à la composante temporelle des
quadrivecteurs et à la composante 3 (τ 3) dans l’espace d’isospin [76]. On note :

ω ≡ ω0

ρ ≡ ρ0,τ
3

A ≡ A0 (6.8)
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La densité Lagrangienne décrivant la propagation des bosons libres (6.4) se simplifie
alors :

Lm =
1

2
(∂µσ∂

µσ −m2
σσ

2)− 1

2
(∂µω∂

µω −m2
ωσ

2)

−1

2
(∂µρ∂

µρ−m2
ρρ

2)− 1

2
∂µA∂

µA (6.9)

La densité Lagrangienne d’interaction 6.6 devient :

Lint = −gσ(ρv)Ψ̄σΨ− gω(ρv)Ψ̄γ0ωΨ− gρ(ρv)Ψ̄γ0ρτ
3Ψ− eΨ̄γ0A

1− τ 3

2
Ψ (6.10)

On choisit d’omettre la contribution coulombienne car on cherche à sonder les
autres origines de la dépendance en isospin du potentiel spin-orbite. Dans le cadre
des approximations énoncées dans cette section, on peut réécrire la densité Lagran-
gienne 6.2 sous une forme simplifiée :

L = Ψ̄(iγµ∂µ −M)Ψ

+
1

2
(∂µσ∂

µσ −m2
σσ

2)− 1

2
(∂µω∂

µω −m2
ωω

2)− 1

2
(∂µρ∂

µρ−m2
ρρ

2)

−gσ(ρv(~r))Ψ̄σΨ− gω(ρv(~r))Ψ̄γ0ωΨ− gρ(ρv(~r))Ψ̄γ0ρτ
3Ψ (6.11)

6.1.2 Forme alternative de l’équation de Dirac

Le principe de moindre action conduit à l’équation d’Euler-Lagrange suivante
pour les nucléons :

∂L
∂Ψ̄

+
∂L
∂ρv

∂ρv
∂Ψ̄

= ∂µ
L

∂(∂µΨ̄)
(6.12)

avec ρv ≡
√
jµjµ la densité relativiste isoscalaire, et jµ = Ψ̄γµΨ le quadri-courant

baryonique. La présence d’un terme dépendant de la dérivée du Lagrangien par rap-
port à la densité ∂L

∂ρv
découle du fait que les évaluations numériques seront faites

via l’utilisation de paramétrisations dans lesquelles les constantes de couplage gi
(i ∈ {σ, ω, ρ}) dépendent explicitement de la densité.

L’équation 6.12 est équivalente à l’équation suivante :[
−i~α · ~∇+ β(M + S) + V

]
Ψ = i

∂Ψ

∂t
(6.13)

avec :
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• �α et β les matrices de Dirac, définies dans la représentation de Dirac de la
façon suivante :

�α ≡ γ0�γ =

(
0 �σ

�σ 0

)
(6.14)

β ≡ γ0 =

(
1 0

0 −1

)
(6.15)

où �σ représente les matrices de Pauli dans l’espace de spin.

• M et Ei représentent la masse au repos et l’énergie du nucléon i
(i ∈ {1, ..., A}).

• S et V sont respectivement les self-énergies scalaire et quadrivecteur :

S(�r) = gσ(ρv(�r))σ(�r) (6.16)

V (�r) = gω(ρv(�r))ω(�r) + gρ(ρv(�r))ρ(�r)τ
3 (6.17)

+g′σ(ρv(�r))σρs + g′ω(ρv(�r))ωρv + g′ρ(ρv(�r))ρρτ (6.18)

où g′i ≡ dgi
dρv

pour i = {σ, ω, ρ}, et ρs, ρv, ρτ désignent respectivement les den-
sités relativistes scalaire isoscalaire, vecteur isoscalaire, et scalaire isovecteur,
définies par [75] :

ρs ≡ Ψ̄Ψ (6.19)

ρv ≡ Ψ̄γ0Ψ (6.20)

ρτ ≡ Ψ̄γ0τ 3Ψ (6.21)

La quantification canonique s’opère en développant le champ nucléonique Ψ de la
façon suivante (cas stationnaire et dans l’approximation no-sea [77]) :

Ψ =
∑
i

ψi(�r)e
−iEitCi

Ψ̄ =
∑
i

ψ̄i(�r)e
iEitC+

i (6.22)

où Ci, C+
i sont respectivement les opérateurs anhilation et création d’un nucléon

dans l’état |i〉, et ψi(�r) est le spineur de Dirac du nucléon dans l’état |i〉 : ψi(�r) ≡
〈�r|i〉. L’approximation no-sea consiste à omettre dans 6.22 les états d’énergie né-
gative appartenant à la mer de Dirac. En effet, le traitement explicite de ces états
conduit à des diagrammes de type polarisation du vide divergents, associés à des
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échelles d’énergie au-delà du domaine de validité de notre modèle. Les effets de pola-
risation du vide sont néanmoins absorbés dans des paramètres ajustés aux données
expérimentales afin d’être pris en compte implicitement.

L’équation 6.13 devient alors équivalente à l’équation de Dirac pour un nucléon
ψi dans un système nucléaire fini :

[−i~α ·
→

∇+ β(M + S) + V ]ψi = Eiψi (6.23)

En explicitant la grande composante φi et la petite composante χi du spineur de
Dirac ψi, l’équation de Dirac 6.23 devient :(

M + S + V −i~σ ·
→

∇
−i~σ ·

→

∇ −M − S + V

)(
φi
χi

)
= Ei

(
φi
χi

)
(6.24)

On isole la contribution non-relativiste de l’énergie du nucléon i en soustrayant son
énergie de masse M : εi = Ei −M représente la somme des énergies cinétique et
potentielle du nucléon, de telle sorte que l’équation 6.24 s’écrit :(

S + V −i~σ ·
→

∇
−i~σ ·

→

∇ V − S − 2M

)(
φi
χi

)
= εi

(
φi
χi

)
(6.25)

On élimine la petite composante à partir de la seconde équation du système précé-
dent :

χi =
−i

2M + εi + S − V
~σ ·

→

∇φi (6.26)

d’où l’équation suivante pour la grande composante :[
(S + V )− ~σ ·

→

∇ 1

2M + εi + S − V
~σ ·

→

∇
]
φi = εiφi (6.27)

On définit la masse effective :

M̃(~r) = M +
1

2
[S(~r)− V (~r)] (6.28)

L’équation 6.27 prend alors la forme :[
~σ ·

→

∇ −1

2M̃(~r) + εi
~σ ·

→

∇+ V + S

]
φi = εiφi (6.29)
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6.1.3 Définition d’un Hamiltonien effectif pour un dévelop-
pement non-relativiste

Dans l’idée d’opérer la réduction non-relativiste de l’équation 6.29 (section sui-
vante), on cherche à exhiber une petite quantité justifiant un tel développement.
L’énergie à particules indépendantes εi vaut environ 50 MeV pour les orbitales les
plus profondes, et varie de 5 à -10 MeV au voisinage du niveau de Fermi. Avec les
valeurs typiques de S et V dans la matière nucléaire (-400 MeV et +350 MeV resp.),
la masse effective M̃ a pour ordre de grandeur M + 1

2
(−400 − 350) = 625 MeV, si

bien que εi
2M̃

<< 1 :

1

2M̃ + εi
=

1

2M̃

1

1 + εi
2M̃

=
1

2M̃
(1− εi

2M̃
+ ...) (6.30)

Par la suite, nous poserons :

B ≡ 1

2M̃(~r) + εi
(6.31)

et
B0 ≡

1

2M̃(~r)
(6.32)

On peut alors développer B en puissances de εiB0 :

B ∼ B0
1

1 + εiB0

= B0(1− εiB0 + ...) (6.33)

On cherche à dériver un Hamiltonien non-relativiste à partir de l’Hamiltonien de
Dirac de l’équation 6.25 :

HD =

(
S + V −i~σ ·

→

∇
−i~σ ·

→

∇ V − S − 2M

)
(6.34)

Pour cela, on considère la grandeur HD définie par :

HD ≡
∫

d3rΨ+
i (HD − εi)ψi (6.35)

=

∫
d3r(φ+

i χ
+
i )

(
S + V − εi −i~σ ·

→

∇
−i~σ ·

→

∇ V − S − 2M − εi

)(
φi
χi

)
(6.36)

On élimine la petite composante χi en utilisant l’équation 6.26 :

HD =

∫
d3rφ+

i

(
~σ ·

→

∇ −1

2M̃(~r) + εi
~σ ·

→

∇+ V + S − εi
)
φi (6.37)

136



6.1. Le potentiel spin-orbite dans les approches nucléaires relativistes

On définit le Hamiltonien effectif H(NR) tel que :

HD =

∫
d3rφ

(NR)+
i (H(NR) − ε′i)φ

(NR)
i (6.38)

où φ(NR)
i représente la fonction d’onde non-relativiste. La grande composante φi ne

peut pas jouer ce rôle car elle n’est pas correctement normalisée :

N =

∫
d3rψ̄iγ

0ψi =

∫
d3r(φ+

i φi + χ+
i χi) (6.39)

Pour que φ(NR)
i soit correctement normalisée, on doit avoir :

N =

∫
d3rφ

(NR)+
i φ

(NR)
i (6.40)

On élimine la petite composante de l’équation 6.39 à l’aide de l’équation 6.26, on
obtient alors :

N =

∫
d3rφ+

i (1 + ~σ ·
←

∇B2~σ ·
→

∇)φi (6.41)

où
←

∇ signifie que l’opérateur gradient agit sur la gauche. On pose :

I ≡ 1 + ~σ ·
←

∇B2~σ ·
→

∇ (6.42)

Par identification entre les équations 6.40 et 6.41, on obtient :

φi = I−
1
2φ

(NR)
i (6.43)

L’expression 6.37 devient alors :

HD =

∫
d3rφ

(NR)+
i

[
I−

1
2 (S + V − ~σ ·

→

∇B~σ ·
→

∇)I−
1
2 − εiI−1

]
φ

(NR)
i (6.44)

Par identification entre 6.38 et 6.44, on trouve :

H(NR) − ε′i = I−
1
2 (S + V − ~σ ·

→

∇B~σ ·
→

∇)I−
1
2 − εiI−1 (6.45)

6.1.4 Limite non-relativiste

Dans cette section, on cherche à opérer une réduction non-relativiste de l’Ha-
miltonien H(NR) défini dans l’équation 6.45. Rappelons la définition de la quantité
B :

B = B0
1

1 + εiB0

(6.46)
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avec
B0 ≡ 1

2M̃(�r)
(6.47)

où εi représente la contribution non-relativiste de l’énergie du nucléon i. Dans la
section précédente, des arguments ont été avancés pour développer B en puissances
de εiB0. Comme B0 ∼ 0.001 MeV−1, la contribution en εiB2

0 sera déjà de l’ordre
de 100 fois inférieure à la contribution en B0. On choisit donc raisonnablement de
se limiter aux contributions d’ordre inférieur ou égal à 1 pour développer B en
puissances de εiB0 (i.e. à l’ordre (v

c
)4 en termes de vitesses) :

B = B0(1− εiB0) +O(εiB3
0) (6.48)

I−
1
2 = 1− 1

2
�σ ·

←
∇B2

0�σ ·
→
∇+O(B3

0) (6.49)

En imposant ε′i = εi, on trouve :

H(NR) = S + V − �σ ·
→
∇B0�σ ·

→
∇+ εi�σ ·

→
∇B2

0�σ ·
→
∇

− 1

2
(S + V )�σ ·

←
∇B2

0�σ ·
→
∇− 1

2
�σ ·

←
∇B2

0�σ ·
→
∇(S + V ) (6.50)

+ εi�σ ·
←
∇B2

0�σ ·
→
∇

A ce stade, nous feignons d’ignorer que les opérateurs de self-energy S et V peuvent
également être développés en puissances de B0. Dans la section 6.1.6, S et V seront
tronqués en B0 afin de se limiter à l’ordre 2 en B0 pour le Hamiltonien 6.50.

On va maintenant se concentrer sur l’étude indépendante de chaque terme de
l’expression 6.50 afin de réécrire cette dernière sous une forme plus propice à l’in-
terprétation, et d’exhiber le potentiel spin-orbite :

• On peut développer �σ ·
→
∇B0�σ ·

→
∇ comme le gradient d’un produit :

�σ ·
→
∇B0�σ ·

→
∇ = (�σ ·

→
∇B0)(�σ ·

→
∇) + B0(�σ ·

→
∇)(�σ ·

→
∇) (6.51)

En utilisant la propriété des matrices de Pauli [78] :

(�σ · �A)(�σ · �B) = �A · �B + i�σ · �A ∧ �B (6.52)

on obtient :

�σ ·
→
∇B0�σ ·

→
∇ = �∇B0 ·

→
∇+ i�σ ·

→
∇B0 ∧

→
∇+ B0Δ (6.53)
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On peut réécrire
→

∇B0 à l’aide des expressions 6.32 et 6.28 :

→

∇B0 = B2
0
~∇(V − S) (6.54)

et finalement :

~σ ·
→

∇B0~σ ·
→

∇ = B0∆ + B2
0

→

∇(V − S) ·
→

∇+ iB2
0~σ ·

→

∇(V − S) ∧
→

∇ (6.55)

• De même :
~σ ·

→

∇B2
0~σ ·

→

∇ = B2
0∆ (6.56)

Il en résulte l’expression suivante pour le Hamiltonien non-relativiste :

H(NR) = −B0(1− εiB0)∆ + S + V

− iB2
0~σ ·

→

∇(V − S) ∧
→

∇− B2
0

→

∇(V − S) ·
→

∇

+ εi~σ ·
←

∇B2
0~σ ·

→

∇− 1

2
(S + V )~σ ·

←

∇B2
0~σ ·

→

∇ (6.57)

− 1

2
~σ ·

←

∇B2
0~σ ·

→

∇(S + V )

On peut réécrire l’équation 6.57 sous la forme :

H(NR) = T + Vcent + Vso + Vp (6.58)

Ce Hamiltonien prend la forme d’un Hamiltonien effectif de Schrödinger :
• L’opérateur énergie cinétique T, plutôt que de faire intervenir la masse nue

du nucléon sous une forme − 1
2M

∆, dépend de la masse effective M̃(~r) :

T = −B0(1− εiB0)∆ = − 1

2M̃(~r)

(
1− εi

2M̃(~r)

)
∆ (6.59)

• Le potentiel central fait intervenir la combinaison destructive des champs S
et V :

Vcent = S + V (6.60)

Sa faible intensité (S + V ∼ −50MeV) en comparaison à l’énergie de masse
d’un nucléon au repos (M ∼ -1000 MeV) explique le caractère non-relativiste
de la cinématique nucléaire.
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• Le spin-orbite émerge naturellement. Il fait intervenir la combinaison construc-
tive des champs S et V mais reste néanmoins une correction relativiste en 1

M̃2 :

Vso = −iB2
0�σ · �∇(V − S) ∧

→
∇ (6.61)

=
1

4M̃2(�r)
�σ · �∇(V − S) ∧ p (6.62)

En utilisant les propriétés du produit mixte :

�A · �B ∧ �C = �B · �C ∧ �A = �C · �A ∧ �B (6.63)

on obtient :
Vso =

1

4M̃2(�r)
�∇(V − S) · �p ∧ �σ (6.64)

Dans un système sphérique : �∇ = 
r
r

d
dr

Vso =
1

4rM̃2(�r)

d

dr
(V − S)�r · �p ∧ �σ (6.65)

=
1

4rM̃2(�r)

d

dr
(V − S)�σ · �r ∧ �p (6.66)

Avec �r ∧ �p ≡ �l et �σ ≡ 2�s, où �l et �s sont respectivement le moment cinétique
et le spin du nucléon, on retrouve l’expression du potentiel spin-orbite [79] :

Vso =
1

2rM̃2(�r)

d

dr
(V − S)�l · �s (6.67)

• Apparaît également un potentiel sans équivalent non-relativiste Vp :

Vp = − 1

4M̃2(�r)
�∇(V − S) ·

→
∇

+ εi�σ ·
←
∇B2

0�σ ·
→
∇− 1

2
(S + V )�σ ·

←
∇B2

0�σ ·
→
∇ (6.68)

− 1

2
�σ ·

←
∇B2

0�σ ·
→
∇(S + V )

Il serait intéressant d’évaluer numériquement la valeur moyenne du potentiel
Vp. Cependant, les opérateurs

→
∇ et

←
∇ agissent ici sur les fonctions d’onde,

contrairement au cas de Vso pour lequel il a été possible de s’affranchir de
telles dérivations. Ceci complique considérablement l’évaluation numérique,
c’est pourquoi nous nous limiterons ici à l’évaluation du potentiel spin-orbite.
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6.1.5 Les champs relativistes S et V

En vue d’effectuer une évaluation numérique du rapport W1

W2
des poids W1 et

W2 implicitement contenus dans l’expression 6.67, on cherche à exprimer S et V en
fonction de la densité non-relativiste ρB. On commence par rappeler les expressions
de S et V :

S(�r) = gσ(ρv(�r))σ(�r) (6.69)

V (�r) = gω(ρv(�r))ω(�r) + gρ(ρv(�r))ρ(�r)τ
3 (6.70)

+g′σ(ρv(�r))σρs + g′ω(ρv(�r))ωρv + g′ρ(ρv(�r))ρρτ (6.71)

On considère le cas des constantes de couplage dépendant explicitement de la densité
vectorielle ρv (cas DD-ME2). Dans le but de faire une évaluation numérique du
rapport W1

W2
, il est nécessaire de réécrire ρv ainsi que les autres densités relativistes

en fonction de la densité non-relativiste ρB.

6.1.5.1 Les densités

Rappelons les définitions des différentes densités en jeu [75] :

• La densité de nucléons non-relativiste :

ρB(�r) =
N∑
i=1

φ
(NR)+
i (�r)φ

(NR)
i (�r) (6.72)

• La densité de nucléons relativiste vectorielle isoscalaire :

ρv(�r) ≡
√

〈jμjμ〉 (6.73)

avec jμ ≡ Ψ̄γμΨ le quadri-courant baryonique isoscalaire. Dans le cadre de
nos approximations (i.e. dans le cas RMF pour des systèmes invariants par
renversement du sens du temps), cette densité prend la forme :

ρv(�r) =
N∑
i=1

ψ̄i(�r)γ
0ψi(�r) (6.74)

• La densité de nucléons relativiste vectorielle isovecteur :

ρτ (�r) ≡
√

〈�j μ
�j μ〉 (6.75)

avec �j μ ≡ Ψ̄γμ�τΨ le quadri-courant baryonique isovecteur. Dans le cadre de
nos approximations (i.e. dans le cas RMF pour des systèmes invariants par
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renversement du sens du temps), cette densité prend la forme :

ρτ (~r) =
N∑
i=1

ψ̄i(~r)γ
0τ 3ψi(~r) (6.76)

• La densité de nucléons relativiste scalaire isosclaire :

ρs(~r) ≡ 〈Ψ̄Ψ〉

=
N∑
i=1

ψ̄i(~r)ψi(~r) (6.77)

On va exprimer toutes ces densités en fonction de la densité non-relativiste ρB :

• ρv(~r) =
N∑
i=1

ψ̄iγ
0(~r)ψi(~r) =

N∑
i=1

ψ+
i (~r)ψi(~r) =

N∑
i=1

φ
(NR)+
i (~r)φ

(NR)
i (~r) ≡ ρB(~r)

En explicitant la contribution des densités protonique ρ(p)
B (~r) et neutronique

ρ
(n)
B (~r) :

ρv(~r) = ρ
(n)
B (~r) + ρ

(p)
B (~r) (6.78)

• ρτ (~r) =
N∑
i=1

ψ̄i(~r)γ
0τ 3ψi(~r) =

N∑
i=1

ψ+
i (~r)τ 3ψi(~r) =

N∑
i=1

φ
(NR)+
i (~r)τ 3φ

(NR)
i (~r)

En explicitant les densités protonique et neutronique, on obtient :

ρτ (~r) = ρ
(n)
B (~r)− ρ(p)

B (~r) (6.79)

• ρs(~r) =
N∑
i=1

ψ̄i(~r)ψi(~r) =
N∑
i=1

[φ+
i (~r)φi(~r)− χ+

i (~r)χi(~r)]

A l’aide des relations 6.26 et 6.43 et en ne gardant que les termes jusqu’à
l’ordre 2 en B0, on a :

ρs(~r) =
N∑
i=1

[φ
(NR)+
i (~r)φ

(NR)
i (~r)− 2B2

0(φ
(NR)+
i (~r)~σ ·

←

∇)(~σ
→

∇φ(NR)
i (~r))] (6.80)

On introduit la densité cinétique des nucléons τ(~r) et leur densité spin-orbite
J (~r) :

~τ(~r) =
N∑
i=1

→

∇φ(NR)+
i (~r)) · (

→

∇φ(NR)
i (~r)) (6.81)

J (~r) = −i
N∑
i=1

(
→

∇φ(NR)+
i (~r)) · (

→

∇∧ ~σφ(NR)
i (~r)) (6.82)
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La densité relativiste scalaire isoscalaire s’écrit alors :

ρs(~r) = ρB(~r)− 2B2
0[τ(~r)− J (~r)] (6.83)

6.1.5.2 Equations du mouvement pour les mésons effectifs

Le principe de moindre action conduit aux équations d’Euler-Lagrange suivantes
pour les mésons :

∂L
∂φm

= ∂µ
∂L

∂(∂µφm)
(6.84)

avec φm = {σ, ω, ρ}. On rappelle l’expression de la densité Lagrangienne dans le
cadre de nos approximations :

L = Ψ̄(iγµ∂µ −M)Ψ

+
1

2
(∂µσ∂

µσ −m2
σσ

2)− 1

2
(∂µω∂

µω −m2
ωω

2)− 1

2
(∂µρ∂

µρ−m2
ρρ

2)

−gσ(ρv(~r))Ψ̄σΨ− gω(ρv(~r))Ψ̄γ0ωΨ− gρ(ρv(~r))Ψ̄γ0ρτ
3Ψ (6.85)

Les équations d’Euler-Lagrange 6.84 sont équivalentes aux équations de Klein-
Gordon inhomogènes suivantes :

(� +m2
σ)σ(~r) = −gσρs(~r)

(� +m2
ω)ω(~r) = gωρv(~r)

(� +m2
ρ)ρ(~r) = gρρτ (~r) (6.86)

6.1.5.3 Résolution de l’équation de Klein-Gordon inhomogène

Les champs σ(~r), ω(~r) et ρ(~r) sont solutions de l’équation de Klein-Gordon avec
terme source :

(� +m2
j)fj(~r) = uj(~r) (6.87)

où mj est la masse du méson associé au champ fj(~r), et uj(~r) = ±gj(ρB(~r))ρj(~r) est
le terme source généré par la densité ρj(~r) avec la constante de couplage gj(ρB(~r)).
L’équation n’est pas linéaire mais l’espace des solutions reste affine :

{ (� +m2)f1(~r) = u1(~r)

(� +m2)f2(~r) = u2(~r)
(6.88)

=⇒ (� +m2)(f1(~r) + f2(~r)) = u1(~r) + u2(~r) (6.89)

On va exploiter cette propriété pour résoudre l’équation dans le cas où u(~r) peut
être développé en fonctions « élémentaires » :

u(~r) =
∑
i

αiui(~r) (6.90)

143



Chapitre 6. Etude théorique de la dépendance en isospin du potentiel spin-orbite

Si on résoud les équations élémentaires (�+m2)fi(~r) = ui(~r) alors la solution pourra
s’écrire :

f(~r) =
∑
i

αifi(~r) (6.91)

On pousse cette idée à l’extrême en décomposant u(~r) comme une « somme » de
distributions de Dirac δ :

u(~r) =

∫
d3r′u(~r ′)δ(~r − ~r ′) (6.92)

Ici, u(~r ′) joue le rôle des poids αi et la seule fonction dépendant de ~r est δ(~r − ~r ′).
Il suffit donc de trouver la solution D(~r) de l’équation :

(� +m2)D(~r) = δ(~r) (6.93)

et la solution générale s’écrira :

f(~r) =

∫
d3r′u(~r ′)D(~r − ~r ′) (6.94)

La fonction D(~r), solution de l’équation de Klein-Gordon avec le second membre
δ(~r), est connue sous le nom de « fonction de Green » ou « propagateur ».
Pour trouver l’expression de D(~r), on va considérer la transformée de Fourier de
l’équation 6.93 : ∫

d3r
√

2π
3 e

i~k·~r(� +m2)D(~r) =

∫
d3r
√

2π
3 e

i~k·~rδ(~r) (6.95)

⇐⇒
∫

d3r
√

2π
3 (~k 2 +m2)ei

~k·~rD(~r) =
1
√

2π
3 (6.96)

On note D̃(~k) la transformée de Fourier de D(~r) :

D̃(~k) =

∫
d3rei

~k·~rD(~r) (6.97)

=⇒ D̃(~k) =
1
√

2π
3

1

~k 2 +m2
(6.98)

Le propagateur s’écrit alors :

D(~r) =

∫
d3k

(2π)3

e−i
~k·~r

~k 2 +m2
(6.99)

et la solution de l’équation de Klein-Gordon 6.87 est finalement :

f(~r) =

∫
d3r′u(~r ′)D(~r − ~r ′) (6.100)
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6.1.5.4 Expression des champs S et V en fonction des densités

Afin de dériver une expression du potentiel spin-orbite Vso dépendant explicite-
ment de la densité ρB, on cherche dans un premier temps à écrire les self-énergies
S et V en fonction des densités introduites dans la section 6.1.5.1. Pour cela, on va
résoudre l’équation de Klein-Gordon associée à chacun des trois champs σ(~r), ω(~r)

et ρ(~r) :

• Le champ σ(~r) est associé au méson scalaire isoscalaire σ de masse mσ. Il
satisfait l’équation de Klein-Gordon suivante :

(� +m2
σ)σ(~r) = −gσρs(~r) (6.101)

Le propagateur du méson σ s’écrit :

Dσ(~r, ~r ′) =

∫
d3k

(2π)3

e−i
~k·(~r−~r ′)

~k 2 +m2
σ

(6.102)

et la solution de 6.101 est :

σ(~r) = −
∫

d3r′Dσ(~r, ~r ′)gσ(ρB(~r ′))ρs(~r
′) (6.103)

Afin d’obtenir une expression analytique simplifiée pour σ(~r), on opère un
développement limité de 6.102 à l’ordre 0 en k2

m2 (approximation « point-
coupling »). Cette approximation équivaut à remplacer les couplages effectifs
nucléon-méson par des couplages ponctuels (i.e. seuls les termes correspon-
dant aux interactions de contact sont préservés) :

Dσ(~r, ~r ′) =

∫
d3k

(2π)3

e−i
~k·(~r−~r ′)

m2
σ

(6.104)

=
δ(~r − ~r ′)
m2
σ

(6.105)

L’expression du champ σ(~r) devient alors :

σ(~r) = −gσ(ρB(~r))

m2
σ

ρs(~r) (6.106)

• Le champ ω(~r) est associé au méson vecteur isosclaire ω de masse mω. Il
satisfait l’équation de Klein-Gordon :

(� +m2
ω)ω(~r) = gω(ρv(~r))ρv(~r) = gω(ρv(~r))ρB(~r) (6.107)

En suivant les mêmes étapes que pour le champ σ(~r) et dans le cadre de
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l’approximation point-coupling, on trouve la solution :

ω(~r) =
gω(ρB(~r))

m2
ω

ρB(~r) (6.108)

• Le champ ρ(~r) est associé au méson vecteur isosvecteur ρ de masse mρ. Il
satisfait l’équation de Klein-Gordon :

(� +m2
ρ)ρ(~r) = gρ(ρB(~r))ρτ (~r) (6.109)

En suivant les mêmes étapes que pour le champ σ(~r) et dans le cadre de
l’approximation point-coupling, on trouve la solution :

ρ(~r) =
gρ(ρB(~r))

m2
ρ

ρτ (~r) (6.110)

On peut maintenant écrire les self-énergies S et V en fonction des différentes
densités (cas stationnaire, pour les systèmes invariants par renversement du sens du
temps, dans l’approximation point-coupling) :

S(~r) = gσ(ρB(~r))σ(~r) (6.111)

= −g
2
σ(ρB(~r))

m2
σ

ρs(~r) (6.112)

et

V (~r) =
g2
ω

m2
ω

ρB(~r) + τ 3
g2
ρ

m2
ρ

ρτ (~r)

−gσg
′
σ

m2
σ

ρ2
s(~r) +

gωg
′
ω

m2
ω

ρ2
B(~r) +

gρg
′
ρ

m2
ρ

ρ2
τ (~r) (6.113)

6.1.6 Expression analytique du potentiel spin-orbite dans la
limite non-relativiste

Dans la section 6.1.4, nous avons vu que le potentiel spin-orbite issu de la limite
non-relativiste s’écrit, pour un système sphérique :

Vso =
1

2rM̃2(r)

d

dr
(V − S)~l · ~s (6.114)

Rappelons ici que l’on cherche une expression de Vso dépendant explicitement de
la densité non-relativiste ρB, en se restreignant aux contributions d’ordre inférieur ou
égal à 2 en B0 = 1

2M̃(~r)
. De ce fait, on se limite à l’ordre 0 en B0 pour les self-énergies

S et V. A l’ordre 0 en B0, la densité relativiste scalaire isosclaire ρs(~r) est equivalente
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à la densité non-relativiste ρB(~r). Les self-énergies S(~r) et V (~r) deviennent alors :

S(~r) = −g
2
σ(ρB(~r))

m2
σ

ρB(~r) (6.115)

V (~r) =
g2
ω

m2
ω

ρB(~r) + τ 3
g2
ρ

m2
ρ

ρτ (~r)

−gσg
′
σ

m2
σ

ρ2
B(~r) +

gωg
′
ω

m2
ω

ρ2
B(~r) +

gρg
′
ρ

m2
ρ

ρ2
τ (~r) (6.116)

Les dérivées de S et V sont respectivement :

dS

dr
= −g

2
σ + 2gσg

′
σρB

m2
σ

dρB
dr

(6.117)

dV

dr
= − 1

m2
σ

[
2gσg

′
σρB + (g′σ)2ρ2

B + gσg
′′
σρ

2
B

] dρB
dr

+
1

m2
ω

[
g2
ω + 4gωg

′
ωρB + (g′ω)2ρ2

B + gωg
′′
ωρ

2
B

] dρB
dr

+
1

m2
ρ

[
2τ 3gρg

′
ρρτ + (g′ρ)

2ρ2
τ + gρg

′′
ρρ

2
τ

] dρB
dr

+
1

m2
ρ

[
τ 3g2

ρ + 2gρg
′
ρρτ
] dρτ

dr
(6.118)

où g′i ≡
dgi
dρB

et g′′i ≡
d2gi
dρ2B

.

On note, pour i = {σ, ω, ρ} :

αi ≡
g2
i

m2
i

(6.119)

α′i ≡
dαi
dρB

=
2gig

′
i

m2
i

(6.120)

α′′i ≡
d2αi
dρ2

B

= 2
(g′i)

2 + gig
′′
i

m2
i

(6.121)

La dérivée de la combinaison constructive de S et V s’écrit alors :

d(V − S)

dr
=

[
ασ −

α′′σ
2
ρ2
B

]
dρB
dr

+

[
αω + 2α′ωρB +

α′′ω
2
ρ2
B

]
dρB
dr

+

[
τ 3α′ρρτ +

α′′ρ
2
ρ2
τ

]
dρB
dr

+
[
τ 3αρ + α′ρρτ

] dρτ
dr

(6.122)
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En explicitant les contributions pour les protons et les neutrons (q = {n, p}), et en
introduisant la notation ρ(q−q′)

B ≡ ρ
(q)
B − ρ

(q′ 6=q)
B , cette même dérivée s’écrit :

d

dr
(V − S)(q) =

[
ασ + αω + αρ + 2α′ωρB + 2α′ρρ

(q−q′)
B +

−α′′σ + α′′ω
2

ρ2
B +

α′′ρ
2

(ρ
(q−q′)
B )2

]
dρ

(q)
B

dr

+

[
ασ + αω − αρ + 2α′ωρB +

−α′′σ + α′′ω
2

ρ2
B +

α′′ρ
2

(ρ
(q−q′)
B )2

]
dρ

(q′ 6=q)
B

dr
(6.123)

On rappelle l’expression de la masse effective :

M̃(~r) = M +
1

2
[S(~r)− V (~r)] (6.124)

En explicitant les contributions pour les protons et les neutrons, la masse effective
s’écrit :

M̃(r)(q) = M − 1

2

[
(ασ + αω)ρB + αρρ

(q−q′)
B +

−α′σ + α′ω
2

ρ2
B +

α′ρ
2

(ρ
(q−q′)
B )2

]
(6.125)

En injectant les expressions 6.123 et 6.125 dans l’équation 6.114, on déduit
une expression analytique pour le potentiel spin-orbite extrait d’une réduction non-
relativiste, à l’ordre 2 en B0 et dans l’approximation point-coupling :

V (q)
so =

ασ + αω + αρ + 2α′ωρB + 2α′ρρ
(q−q′)
B + −α′′σ+α′′ω

2
ρ2
B +

α′′ρ
2

(ρ
(q−q′)
B )2

2r
{
M − 1

2

[
(ασ + αω)ρB + αρρ

(q−q′)
B + −α′σ+α′ω

2
ρ2
B +

α′ρ
2

(ρ
(q−q′)
B )2

]}2

dρ
(q)
B

dr
~l · ~s

+
ασ + αω − αρ + 2α′ωρB + −α′′σ+α′′ω

2
ρ2
B +

α′′ρ
2

(ρ
(q−q′)
B )2

2r
{
M − 1

2

[
(ασ + αω)ρB + αρρ

(q−q′)
B + −α′σ+α′ω

2
ρ2
B +

α′ρ
2

(ρ
(q−q′)
B )2

]}2

dρ
(q′ 6=q)
B

dr
~l · ~s

(6.126)

6.2 Etude du potentiel spin-orbite extrait de l’ap-
proche relativiste

6.2.1 Ecart en énergie entre deux partenaires spin-orbite

On peut écrire le potentiel spin-orbite V (q)
so de manière plus synthétique :

V (q)
so =

[
W1

dρ
(q)
B

dr
+W2

dρ
(q′ 6=q)
B

dr

]
~l · ~s (6.127)
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On introduit le moment cinétique total du nucléon :~j = ~l+~s. Le potentiel spin-orbite
devient :

V (q)
so =

1

2

[
W1

dρ
(q)
B

dr
+W2

dρ
(q′ 6=q)
B

dr

]
(j2 − l2 − s2) (6.128)

On cherche à évaluer l’écart en énergie entre deux partenaires spin-orbite φn,l,j=l+ 1
2

et φn,l,j=l− 1
2
. L’énergie associée à chacune de ces deux fonctions d’onde s’écrit :

Eso
n,l,j=l± 1

2
=

1

2
(±l − 1

2
± 1

2
)

∫
d3r

[
W1

dρ
(q)
B

dr
+W2

dρ
(q′ 6=q)
B

dr

]
|φn,l,j=l± 1

2
| (6.129)

On décompose les fonctions d’onde en séparant les parties radiale et angulaire :

φnlj = Rnl(r)flj([Y
m
l (θ, φ)]2) (6.130)

Dans les systèmes sphériques,
∫

dΩf 2
lj([Y

m
l (θ, φ)]2 = 1, l’intégrale contenue dans

l’expression 6.129 se restreint donc à une intégrale unidimensionnelle :

ξsonl ≡
∫

drr2

[
W1

dρ
(q)
B

dr
+W2

dρ
(q′ 6=q)
B

dr

]
|Rnl(r)|2 (6.131)

et l’écart en énergie entre les deux partenaires spin-orbite est :

∆En,l = (l +
1

2
)ξsonl (6.132)

On en déduit que le gap spin-orbite dépend :
— Du moment cinétique l caractérisant le couple spin-orbite : plus l est grand,

plus l’écart entre les partenaires spin-orbite est important.

— De la densité de nucléons à travers la fonction
[
W1

dρ
(q)
B

dr
+W2

dρ
(q′ 6=q)
B

dr

]
. Dans

les approches non-relativistes, la densité intervient dans le gap spin-orbite à
travers son gradient uniquement. Dans le cas relativiste, les coefficients W1

et W2 dépendent explicitement de la densité.
— Le gap spin-orbite dépend de l’isospin siW1 6= W2. Ce dernier point est étudié

numériquement dans la section 6.2.2.

6.2.2 Comportement vis-à-vis de l’isospin

Dans la section 6.1.6, le potentiel spin-orbite issu de notre modèle relativiste a

été synthétisé sous la forme V (q)
so =

[
W1

dρ
(q)
B

dr
+W2

dρ
(q′ 6=q)
B

dr

]
~l · ~s. Dans les modèles

non-relativistes, W1

W2
= 2, ce qui reflète la dépendance en isospin du potentiel spin-

orbite. Afin d’étudier la dépendance en isospin du potentiel spin-orbite issu de notre
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modèle relativiste de type RMF, on se propose d’évaluer numériquement la valeur
du rapport W1

W2
, où W1 et W2 sont extraits de l’expression 6.126 :

W1

W2

(q)

=
ασ + αω + αρ + 2α′

ωρB + 2α′
ρρ

(q−q′)
B + −α′′

σ+α′′
ω

2
ρ2B +

α′′
ρ

2
(ρ

(q−q′)
B )2

ασ + αω − αρ + 2α′
ωρB + −α′′

σ+α′′
ω

2
ρ2B +

α′′
ρ

2
(ρ

(q−q′)
B )2

(6.133)

Une évaluation numérique du rapport W1

W2
décrit par l’expression 6.133 a été faite

avec la paramétrisation DD-ME2 (Density Dependent Meson-Exchange), qui est va-
lide dans l’approximation RMF et relie explicitement les constantes de couplage à la
densité baryonique. Dans la section 6.1.5.4, les équations de Klein-Gordon pour les
champs mésoniques ont été résolues dans le cadre de l’approximation point-coupling,
c’est pourquoi une seconde évaluation numérique de W1

W2
a été faite avec la paramé-

trisation DD-PC1 (Density Dependent Point-Coupling), qui découle d’une densité
Lagrangienne ne préservant que les interactions nucléon-méson de contact.

Dans le cas DD-ME2, les constantes de couplages sont définies de la façon sui-
vante [74] :

• Pour i = {σ, ω} :

gi(ρB(r)) = gi(ρsat)ai
1 + bi(x+ di)

2

1 + ci(x+ di)2
(6.134)

où x ≡ ρB(r)
ρsat

.
• Pour le méson ρ :

gρ(ρB(r)) = gρ(ρsat)e
−aρ(x−1) (6.135)

Dans le cas DD-PC1, les coefficients αi définis par l’équation 6.119 sont paramé-
trisés de la façon suivante [80] :

• Pour i = {ω, ρ} :
αi(ρB(r)) = ai + (bi + cix)e

−dix (6.136)

• et pour le méson σ :

ασ(ρB(r)) = −aσ − (bσ + cσx)e
−dσx (6.137)

où x ≡ ρB(r)
ρsat

. Les coefficients ai, bi, ci, di utilisés pour les paramétrisations DD-ME2
et DD-PC1 pour i = {σ, ω, ρ} sont répertoriés dans le tableau 6.1.
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DD-ME2 DD-PC1

mσ (MeV) 550.1238 -

mω (MeV) 783.0000 -

mρ (MeV) 763.0000 -

gσ(ρsat) 10.5396 -

gω(ρsat) 13.0189 -

gρ(ρsat) 3.6836 -

aσ 1.3881 -10.0462 fm2

bσ 1.0943 -9.1504 fm2

cσ 1.7057 -6.4273 fm2

dσ 0.4421 1.3724

aω 1.3892 5.9195 fm2

bω 0.9240 8.8637 fm2

cω 1.4620 0.0 fm2

dω 0.4775 0.6584

aρ 0.5647 0.0 fm2

bρ - 1.836 fm2

cρ - 0.0 fm2

dρ - 0.64

Table 6.1 – Valeurs des paramètres DD-ME2 et DD-PC1

Le rapport W1

W2
a été évalué dans trois noyaux sphériques : 16O, 34Si et 208Pb.

Les densités calculées dans un modèle RMF utilisant les paramétrisations DD-ME2
ou DD-PC1 sont représentées pour ces trois noyaux dans la figure 6.2. La figure
6.3 représente les valeurs du quotient W1

W2

(q) défini par l’expression 6.133 en fonction
de la distance au centre r, pour 16O, 34Si et 208Pb, dans les cas DD-ME2 et DD-PC1.

Le rapport W1

W2

(q) varie entre 1.06 et 1.16 dans le cas DD-ME2, et s’étend de 1.07

à 1.12 dans le cas DD-PC1, soit un écart à W1

W2

(q)
= 1 de moins de 20%. Ceci confirme

que la dépendance en isospin du potentiel spin-orbite est très faible dans les mo-
dèles nucléaires relativistes de type RMF, qui ne traitent que les termes directs du
Lagrangien d’interaction.
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Figure 6.2 – Densités RMF des noyaux 16O, 34Si et 208Pb. Noir : densité totale,
rouge : densité protons, bleu : densité neutrons, pointillés : différence entre

densités protons et neutrons.

Le fait que le quotient W1

W2
varie autour d’une valeur moyenne de 1.1 et non pas

exactement 1 s’explique par l’étude des termes présents dans l’expression 6.133 :
si α′ρρ

(q−q′)
B et αρ étaient négligeables, alors la valeur de W1

W2
serait exactement 1.0,

correspondant ainsi à un potentiel spin-orbite indépendant de l’isospin. Les valeurs
de α′ρρ

(q−q′)
B et αρ sont comparées à ασ + αω dans la figure 6.4. On remarque que αρ

est plus petit d’un ordre de grandeur que la somme ασ + αω, alors que α′ρρ
(q−q′)
B est

plus faible que ασ+αω d’au moins deux ordres de grandeurs. Ces valeurs, qui ne sont
pas tout à fait négligeables, sont néanmoins relativement faibles en comparaison avec
ασ+αω, ce qui explique que le rapport W1

W2
soit proche de 1. αρ est systématiquement

au moins dix fois plus grand que α′ρρ
(q−q′)
B , ce qui révèle que αρ est le terme qui

contribue le plus à l’éloignement de la valeur W1

W2
= 1.0.
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16O

DD-ME2 DD-PC1

34Si

208Pb

Figure 6.3 – Rapport W1

W2
en fonction de la distance au centre du noyau, dans 16O,

34Si et 208Pb, dans les cas DD-ME2 et DD-PC1. Rouge : protons, bleu : neutrons.

Le terme α′ρρ
(q - q′)
B a néanmoins un effet fin, responsable de la dépendance en

isospin du rapport W1

W2
. En effet, ce terme est le seul à être dépendant de l’isospin

(q). Le fait que l’on observe un quotient différent pour les protons et les neutrons
confirme que ce terme n’est pas tout à fait négligeable. La figure 6.5 montre la
comparaison des valeurs de α′ρ et α′ω. Dans le cas DD-ME2(DD-PC1), α′ρ ∼

α′ω
3
(α
′
ω

5
).

Pour que α′ρρ
(q - q′)
B soit négligeable, il est donc nécessaire que ρ(q - q′)

B soit négligeable.
C’est ce que l’on observe dans le noyau de 16O, qui est un noyau N=Z : ρ(q - q′)

B ∼ 0

ce qui implique que W1

W2

(p) ∼ W1

W2

(n) dans ce noyau. Dans le cas de 34Si, la présence

d’une bulle proton maximise ρ(q - q′)
B , marquant ainsi la différence entre W1

W2

(n) et W1

W2

(p)

153



Chapitre 6. Etude théorique de la dépendance en isospin du potentiel spin-orbite

en son centre. Dans le 208Pb, l’asymétrie protons/neutrons implique que W1

W2
dépend

de l’isospin dans tout l’intérieur de ce noyau. Dans ces deux derniers noyaux, la
dépendance en isospin de W1

W2
disparaît au voisinage de la surface, où les densités

protonique et neutronique tendent vers 0.

Dans la section suivante, on se propose d’incorporer implicitement les termes
d’échange dans notre modèle afin de tester leur influence sur le rapport W1

W2

(q).
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Figure 6.4 – Comparaison des valeurs de αρ et α′ρρ
(q−q′)
B avec ασ + αω dans les

noyaux 16O, 34Si et 208Pb.
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Figure 6.5 – Comparaison des valeurs de α′ρ et α′ω dans les noyaux 16O, 34Si et
208Pb.
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6.2.3 Traitement des termes non-locaux du Lagrangien RHF :
la transformation de Fierz

On rappelle l’expression de la densité Lagrangienne d’interaction (cas RHF, en
négligeant la contribution coulombienne) :

Lint = −gσ(ρv)Ψ̄σΨ− gω(ρv)Ψ̄γµω
µΨ− gρ(ρv)Ψ̄γµ~ρµ · ~τΨ (6.138)

Dans la section 6.1.5.4, les solutions des équations de Klein-Gordon pour les mésons
effectifs sont déduites dans l’approximation point-coupling :

σ = −gσ(ρB(~r))

m2
σ

Ψ̄Ψ

ωµ =
gω(ρB(~r))

m2
ω

Ψ̄γµΨ

~ρµ =
gρ(ρB(~r))

m2
ρ

Ψ̄γµ~τΨ (6.139)

On pose : αS ≡ g2σ
m2
σ
, αV ≡ g2ω

m2
ω
, et αtV ≡

g2ρ
m2
ρ
. En substituant les expressions 6.139

aux opérateurs σ, ωµ, ~ρµ dans 6.138, on obtient l’expression de la densité Lagran-
gienne d’interaction dans l’approximation point-coupling :

LPCint = −1

2
αS(Ψ̄Ψ)(Ψ̄Ψ)− 1

2
αV (Ψ̄γµΨ)(Ψ̄γµΨ)− 1

2
αtV (Ψ̄γµ~τΨ)(Ψ̄γµ~τΨ) (6.140)

On rappelle que la quantification canonique s’opère en introduisant les opérateurs
Ψ et Ψ̄ sont définis par :

Ψ(r) =
∑
α

ψα(r)e−iEαtCα (6.141)

Ψ̄(r) =
∑
α

ψ̄α(r)eiEαtC+
α (6.142)

où ψα(r) est la fonction d’onde du nucléon dans l’état α et Cα, C+
α sont respective-

ment les opérateurs anhilation et création ayant les propriétés d’anticommutation
suivantes :

{Cα, C+
β } = δαβ (6.143)

{Cα, Cβ} = 0 (6.144)

{C+
α , C

+
β } = 0 (6.145)

Afin d’exhiber les contributions directes et d’échange, on va calculer la valeur
moyenne de chaque vertex d’interaction décrit par 6.140 (après quantification des
champs Ψ et Ψ̄) dans l’état fondamental représenté par un déterminant de Slater.
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La valeur moyenne du premier vertex d’interaction contenu dans 6.140 s’écrit :〈
ΦN |(Ψ̄Ψ)(Ψ̄Ψ)|ΦN

〉
=

∑
αβγδ

(ψ̄αψβ)(ψ̄γψδ)
〈
ΦN |C+

α CβC
+
γ Cδ|ΦN

〉
(6.146)

On peut réordonner les opérateurs création et anhilation selon le théorème de
Wick afin de faire apparaître les éléments de matrice de la densité

〈
ΦN |C+

α Cβ|ΦN
〉 ≡

ρβα : 〈
ΦN |C+

α CβC
+
γ Cδ|ΦN

〉
= ρβαρδγ − ρδαργβ (6.147)

On se place dans la base canonique dans laquelle la matrice de densité est diagonale.
On obtient l’expression suivante pour le premier terme de 6.140 :〈

ΦN |(Ψ̄Ψ)(Ψ̄Ψ)|ΦN
〉

=
∑
αβ

(ψ̄αψα)(ψ̄βψβ)−
∑
αβ

(ψ̄αψβ)(ψ̄βψα)

≡ ρ2s − ρ2s,ech (6.148)

où ρ2s et ρ2s,ech désignent respectivement la densité scalaire isoscalaire directe (définie
par l’expression 6.77) et la densité scalaire isosclaire d’échange.

De la même façon, on peut réécrire la valeur moyenne du second vertex d’inter-
action de 6.140 sous la forme :〈

ΦN |(Ψ̄γμΨ)(Ψ̄γμΨ)|ΦN
〉

=
∑
αβ

(ψ̄αγμψα)(ψ̄βγ
μψβ)−

∑
αβ

(ψ̄αγμψβ)(ψ̄βγ
μψα)

≡ ρ2v − ρ2v,ech (6.149)

où ρ2v et ρ2v,ech désignent respectivement les densités vecteurs isoscalaires directe (dé-
finie par l’expression 6.73) et d’échange.

Enfin, la valeur moyenne du troisième vertex d’interaction de 6.140 devient :〈
ΦN |(Ψ̄γμ�τΨ)(Ψ̄γμ�τΨ)|ΦN

〉
=

∑
αβ

(ψ̄αγμ�τψα)(ψ̄βγ
μ�τψβ)−

∑
αβ

(ψ̄αγμ�τψβ)(ψ̄βγ
μ�τψα)

≡ ρ2τ − ρ2τ,ech (6.150)

où ρ2τ et ρ2τ,ech désignent respectivement les densités vecteurs isovecteurs directe (dé-
finie par l’expression 6.75) et d’échange.

Finalement, la densité lagrangienne d’interaction 6.140 s’écrit :

〈LPC
int

〉
= −1

2
αSρ

2
s −

1

2
αV ρ

2
v −

1

2
αtV ρ

2
τ +

1

2
αSρ

2
s,ech +

1

2
αV ρ

2
v,ech +

1

2
αtV ρ

2
τ,ech (6.151)

On se propose ici d’effectuer une transformation de Fierz [81] afin d’exprimer les
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densités d’échange en fonction des densités directes dans le but de prendre en compte
implicitement les contributions d’échange dans un Lagrangien L(Fierz)

int ne contenant
que termes directs. Ceci permet de « mimer » l’effet des contributions d’échange
tout en gardant un Lagrangien pouvant être exprimé explicitement en fonction de
la densité baryonique ρB(r). Finalement, tout se passe comme si seuls les vertex
d’interaction directs étaient conservés, nous ramenant ainsi à un cas similaire au cas
RMF, avec des constantes de couplage αi modifiées :

L(Fierz)
int = −1

2
α̃Sρ

2
s −

1

2
α̃V ρ

2
v −

1

2
α̃tV ρ

2
τ −

1

2
α̃tSρ

2
tS (6.152)

La transformation de Fierz permettant de passer de LPC
int à L(Fierz)

int fait apparaître
une contribution dépendant de la densité scalaire isovecteur ρtS =

∑
i

ψ̄i(r)τ
3ψi(r),

qui est associée à l’échange d’un méson δ dans la limite de portée nulle. Appa-
raissent aussi des termes tenseur, pseudoscalaire et pseudovecteur qui sont négligés
dans L(Fierz)

int car ils avaient déjà été omis dans notre modèle de départ décrit par Lint.

Les nouvelles constantes de couplage α̃i s’expriment en fonction de celles de L(PC)
int

selon :

α̃S =
7

8
αS +

1

2
αV +

3

2
αtV (6.153)

α̃V =
1

8
αS +

5

4
αV +

3

4
αtV (6.154)

α̃tV =
1

8
αS +

1

4
αV +

3

4
αtV (6.155)

α̃tS = −1

8
αS +

1

2
αV − 1

2
αtV (6.156)

On substitue les constantes de couplage α̃i issues de la transformation de Fierz aux
constantes de couplage RMF dans l’expression 6.133. Le rapport W1

W2

(q) associé à la
densité Lagrangienne d’interaction L(Fierz)

int s’écrit alors :

W1

W2

(q)

=
α̃S + α̃V + α̃tV + α̃tS + 2α̃′

V ρB + 2(α̃′
tV + α̃′

tS)ρ
(q−q′)
B

α̃S + α̃V − α̃tV − α̃tS + 2α̃′
V ρB +

−α̃′′
S+α̃′′

V

2
ρ2B +

α̃′′
tV +α̃′′

tS

2
(ρ

(q−q′)
B )2

+

−α̃′′
S+α̃′′

V

2
ρ2B +

α̃′′
tV +α̃′′

tS

2
(ρ

(q−q′)
B )2

α̃S + α̃V − α̃tV − α̃tS + 2α̃′
V ρB +

−α̃′′
S+α̃′′

V

2
ρ2B +

α̃′′
tV +α̃′′

tS

2
(ρ

(q−q′)
B )2

(6.157)

avec α̃′
i ≡ dα̃i

dρB
et α̃′′

i ≡ d2α̃i

dρ2B
pour i = {S, V, tS, tV }.

Une évaluation numérique du rapport W1

W2
décrit par l’expression 6.157 a été faite

en déduisant les coefficients α̃i (où i = {S, V, tS, tV }) à partir des coefficients RHF
αi (où i = {S, V, tV }) dans la paramétrisation PKO2 [82], adaptée pour les modèles
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RHF. Dans ce cas, les constantes de couplage sont définies de la façon suivante :

• Pour i = {S, V } :

αi(ρB(r)) =
g2
i (ρsat)

m2
i

(
ai

1 + bi(x+ di)
2

1 + ci(x+ di)2

)2

(6.158)

où x ≡ ρB(r)
ρsat

.
• Pour la contribution vectorielle isovectorielle tV :

αtV (ρB(r)) =
g2
ρ(0)

m2
ρ

e−2atV x (6.159)

Les coefficients ai, bi, ci, di de la paramétrisation PKO2 sont répertoriés dans le ta-
bleau 6.2.

PKO2

mσ (MeV) 534.46

mω (MeV) 783.0

mρ (MeV) 769.0

ρsat (fm−3) 0.151021

gσ(ρsat) 8.920597

gω(ρsat) 10.550553

gρ(0) 4.068299

aS 1.375772

bS 2.064391

cS 3.052417

dS 0.330459

aV 1.451420

bV 3.574373

cV 5.478373

dV 0.246668

atV 0.631605

Table 6.2 – Valeurs des paramètres PKO2 utilisés pour l’évaluation numérique de
W1

W2
obtenu par transformation de Fierz
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La figure 6.6 représente les valeurs de W1

W2

(q) défini par l’expression 6.157 en fonc-
tion de la distance au centre r, dans trois noyaux sphériques : 16O, 34Si et 208Pb.
Dans les trois noyaux considérés, le rapport W1

W2

(q) varie maintenant entre 1.6 et 1.85,

soit un écart moyen à W1

W2

(q)
= 1 de 70%. Ceci traduit une nette dépendance en

isospin du potentiel spin-orbite.

16O 34Si

208Pb

Figure 6.6 – Rapport W1

W2
en fonction de la distance au centre du noyau, dans 16O,

34Si et 208Pb, pour des paramètres issus d’une transformation de Fierz à partir
d’un modèle RHF avec PKO2. Rouge : protons, bleu : neutrons.

Dans la section précédente, les termes αtV et α′tV ρ
(q - q′)
B (où l’indice tV est as-

socié au méson ρ) ont été identifiés comme étant à l’origine de l’éloignement du
quotient W1

W2

(q) de la valeur exacte de 1. On se propose de comparer les valeurs de
αtV , α′tV ρ

(q - q′)
B et αS + αV du modèle RHF-Fierz, aux valeurs de αρ, α′ρρ

(q - q′)
B et

ασ + αω du modèle RMF-DD-ME2 (figure 6.7). On remarque que dans le modèle
RHF-Fierz, l’écart relatif entre αtV et αS + αV a diminué, donnant ainsi plus d’im-
portance au canal d’échange de mésons ρ. Dans ce modèle, le terme αρ ∼ αS+αV

7
n’est

absolument plus négligeable, ce qui entraîne une augmentation du rapport W1

W2

(q) de

plus de 50%, passant ainsi de W1

W2

(q)
= 1.1 dans le cas RMF à W1

W2

(q)
= 1.75 dans le
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cas RHF-Fierz.
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Figure 6.7 – Comparaison des valeurs de αρ, α′ρρ
(q−q′)
B , ασ + αω (DD-ME2), avec

αtV , α′tV ρ
(q−q′)
B , αS + αV (RHF-Fierz), dans les noyaux 16O, 34Si et 208Pb.
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6.3 Récapitulatif des résultats et discussion

Dans les sections 6.2.2 et 6.2.3, la dépendance en isospin du potentiel spin-orbite
issu d’une approche relativiste a été investiguée via l’évaluation numérique du rap-
port W1

W2

(q), en ne tenant compte que des termes directs d’une part, et en incluant
implicitement les termes d’échanges dans le Lagrangien d’interaction d’autre part.
Le tableau 6.3 récapitule les valeurs moyennes de W1

W2

(q) obtenues à l’intérieur des
noyaux 16O, 34Si et 208Pb, dans le cadre RMF et RHF-Fierz, pour chaque paramé-
trisation utilisée.

DD-ME2 DD-PC1 PKO2 Skyrme
RMF 1.12 1.10 - -

RHF+Fierz - - 1.75 -
HF - - - 2.0

Table 6.3 – Valeurs moyennes de W1

W2

(q) pour chaque approximation utilisée (RMF
ou RHF+Fierz) et les paramétrisations associées (DD-ME2, DD-PC1 ou PKO2).

Dans le cadre RMF, les valeurs moyennes obtenues avec les paramétrisations
DD-ME2 et DD-PC1 sont en accord autour de

〈
W1

W2

(q)
〉

= 1.1, ce qui explique la
très faible dépendance en isospin observée dans les calculs relativistes où les termes
d’échanges sont négligés. Lorsqu’on inclut implicitement les termes non-locaux via
une transformation de Fierz, la valeur moyenne devient

〈
W1

W2

(q)
〉
= 1.75, ce qui tra-

duit une forte augmentation de la dépendance en isospin. Cette valeur se rapproche
de la valeur W1

W2
= 2 observée dans le cas Hartree-Fock non-relativiste, avec une pa-

ramétrisation de type Skyrme. Dans le cadre non-relativiste, les termes d’échange
ont aussi été identifiés comme étant à l’origine de la forte dépendance en isospin du
potentiel spin-orbite [83].

La dépendance en isospin du potentiel spin-orbite semble être confirmée d’un
point de vue expérimental (cf. chapitre 5). Comme montré dans la figure 6.8, la
déplétion de l’orbitale protonique 2s1/2 et l’écart en énergie entre les partenaires
spin-orbite neutroniques 2p3/2-2p1/2 mesurés dans le 34Si sont en accord avec les
prédictions de modèles non-relativistes, dont le potentiel spin-orbite dépend forte-
ment de l’isospin.
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6.3. Récapitulatif des résultats et discussion

Figure 6.8 – Prédictions de la variation de l’écart en énergie des orbitales
2p1/2-2p3/2 neutroniques en fonction de la variation d’occupation de l’orbitale 2s1/2
protonique dans le 34Si, par rapport au 36S. Bleu : modèles Hartree Fock. Rouge :

modèles RMF. Vert : mesures expérimentales.

La figure 6.8 a été réalisée en extrayant l’occupation de l’orbitale protonique
2s1/2, et les énergies à particule individuelle des orbitales 2p3/2 et 2p1/2, obtenues
pour le 36S et le 34Si à la convergence des différents modèles de calcul. Il convient
ici de rappeler que les énergies à particule individuelles ne sont pas des observables
et dépendent fortement du modèle utilisé. Elles constituent un “outil” interne à
chaque modèle mais ne traduisent pas forcément une réalité physique, ce qui rend la
comparaison avec les mesures expérimentales délicate. Pour être plus rigoureux, il
conviendrait d’évaluer les prédictions théoriques de la figure 6.8 de la façon suivante
[84] :

— Les calculs sont opérés dans le 37S et le 35Si. D’un point de vue théorique,
cela permet de mieux contraindre les énergies des orbitales de la couche (fp)
qui sont alors occupées.

— L’écart en énergie 2p3/2-2p1/2 dans le 37S (35Si) est estimé en calculant la
différence d’énergie de liaison entre (1) le 37S (35Si) modélisé en contraignant
le neutron célibataire à occuper l’obitale 2p1/2, et (2) le 37S (35Si) modélisé
en contraignant le neutron célibataire à occuper l’obitale 2p3/2.

— Les calculs sont faits dans des modèles sphériques, sans corrélations d’appa-
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riemment, afin d’éviter la fragmentation des orbitales 2p3/2 et 2p1/2 potentiel-
lement causée par les corrélations d’appariemment ou la déformation, ce qui
altèrerait directement la valeur de ΔSO/SO (rappelons que l’on cherche ici à
évaluer la variation de l’écart 2p3/2-2p1/2 découlant exclusivement des profils
de densité protonique et neutronique, il convient donc de limiter l’effet dû
aux corrélations). Dans ce cas, la différence d’occupation de l’orbitale proto-
nique 2s1/2 entre le 37S et le 35Si est, par construction, contrainte à Δs1/2 = 2,
ce qui est en accord avec la mesure expérimentale Δs1/2 = 1, 8(4) entre le
36S et le 34Si, sous l’hypothèse que la présence d’un neutron supplémentaire
dans la couche (fp) n’altère pas significativement l’occupation de l’orbitale
protonique 2s1/2.

— Les prédictions sont faites d’une part dans l’approximation Relativistic Mean
Field et d’autre part dans l’approximation Hartree-Fock. Dans chacun des
cas, les calculs sont faits dans le cadre de l’approximation “equal filling” qui
consiste à considérer que le neutron supplémentaire est distribué uniformé-
ment entre toutes les projections m = −j, ..., j possibles du moment angulaire
j de son orbitale [85].

Afin de confirmer la compatibilité des mesures expérimentales avec les calculs de
type Hartree-Fock, dont le potentiel spin-orbite dépend de l’isospin, des prédictions
théoriques qui suivent la méthode décrite ci-dessus sont actuellement en cours [84].
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CHAPITRE 7

Conclusion

L’analyse de l’expérience menée en Septembre 2012 au National Superconducting
Cyclotron Laboratory (Michigan State University, Etats-Unis) a permis de mettre
en évidence pour la première fois un effet de bulle nucléaire dans le 34Si. L’étude des
facteurs spectroscopiques des états excités peuplés lors des réactions de knockout
34Si(-1p)33Al et 34Si(-1n)33Si fournit deux preuves expérimentales qui étayent les
prédictions théoriques en faveur de l’existence d’une bulle protonique dans le 34Si
[5]. Premièrement, la structure neutronique de ce noyau indique que celui-ci est très
proche d’un système sans corrélations au-delà du champ moyen, ce qui limite les
possibles couplages à des états collectifs qui ont été mis en évidence comme jouant
contre les effets de bulle [22]. Deuxièmement, l’occupation de son orbitale proto-
nique s1/2 est très faible (nabs(s1/2) = 0, 16(4)). Cette propriété constitue la pierre
angulaire nécessaire à la formation d’une bulle. Une expérience antérieure basée sur
une réaction de transfert 34Si(d,p)35Si [26], menée au Grand Accélérateur National
d’Ions Lourds, a quant à elle mis en évidence une réduction de l’écart en énergie des
partenaires spin-orbite neutroniques 2p1/2-2p3/2 de l’ordre de 25% entre le 36S et le
34Si, ce qui constitue un indice supplémentaire de la présence d’une bulle protonique
dans ce dernier noyau.

Quelques critiques peuvent être apportées à ces résultats. Rappelons ici que les
facteurs spectroscopiques ne sont pas des observables au sens strict du terme [31],
et qu’ils dépendent non seulement du modèle de structure nucléaire considéré, mais
aussi, d’un point de vue expérimental, du modèle de réaction utilisé pour calculer les
sections efficaces à particules individuelles nécessaires à leur extraction empirique.
Ce dernier point a néanmoins pu être raisonnablement écarté grâce à l’analyse de
la voie de réaction 36S(-1p)35P étudiée dans les mêmes conditions expérimentales,
et dont les facteurs spectroscopiques sont totalement compatibles avec ceux extraits
d’une expérience de transfert 36S(d,3He)35P réalisée antérieurement [61]. De plus,
les résultats cités ci-dessus constituent des preuves indirectes de l’existence d’une
bulle protonique dans le 34Si. Ils pourraient être confirmés grâce à une expérience
de diffusion électronique sur ce noyau, qui permettrait de sonder directement sa
densité de charge. Le 34Si étant un isotope radioactif de demi-vie T1/2 = 2.8 s, il est
nécessaire de pouvoir réaliser une diffusion d’électrons sur un faisceau afin de mener
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une telle expérience. Ceci sera rendu possible par les installations SCRIT (“Self-
Confining Radioactive isotope Ion Target”) et ELISE (“Electron-Ion Scattering in
a Storage Ring”), actuellement en construction à RIKEN (Tokyo, Japon) et à GSI
(Darmstadt, Allemagne).

Ce travail de thèse a permis de quantifier expérimentalement la variation d’occu-
pation de l’orbitale protonique 2s1/2 entre le 36S, qui ne présente pas de bulle, et le
34Si : Δnabs = 1, 8(6). Cette mesure, ainsi que celle de la réduction de l’écart 2p1/2-
2p3/2 neutronique (ΔSO

SO
= 22(5)%[26]) sont en faveur des modèles non-relativistes

(Hartree-Fock), dans lesquels le potentiel spin-orbite dépend fortement de l’isospin.
La partie théorique de cette thèse a montré que la différence de comportement de
l’interaction spin-orbite entre modèles relativistes et non-relativistes est en fait un
artefact causé par l’omission du terme d’échange dans les calculs de type Relativistic
Mean Field. En effet, l’inclusion du terme de Fock dans les modèles relativistes per-
met de rétablir la dépendance en isospin du potentiel spin-orbite observée dans le cas
non-relativiste. Les modèles de type Relativistic Hartree-Fock, qui traitent explici-
tement les termes d’échange, rendraient compte d’un comportement de l’interaction
spin-orbite similaire au cas non-relativiste.
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