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ETUDE DES MODES DE RESPIRATION

NUCLÉAIRE DANS LE FORMALISME QRPA :
UN DÉFI POUR LES INTERACTIONS

EFFECTIVES MODERNES

RÉSUMÉ EN FRANÇAIS

Les résonances géantes sont des modes de vibration privilégiés. Elles permettent
de comprendre des aspects de la structure du noyau de l’atome (niveaux d’énergie,
clusterisation...) grâce à leurs décroissances et leurs énergies d’excitation. Elles
peuvent aussi servir à tester la validité d’un modèle théorique et contraindre des
interactions phénoménologiques. Parmi ces modes, la Résonance Géante Monopo-
laire IsoScalaire (ISGMR) est remarquable car reliée par son énergie principale
d’excitation à l’incompressibilité de la matière nucléaire et donc à son équation
d’état.
Étudiée depuis des décennies, l’ISGMR est toujours sujette à débat. Sur l’ensemble
des noyaux, aucun modèle théorique n’arrive à reproduire toutes les valeurs expéri-
mentales, parfois elles-mêmes non compatibles entre elles selon le dispositif utilisé
et les analyses de données faites. En particulier, les modèles théoriques donnant
une bonne reproduction des isotopes de Plomb échouent à reproduire les chaînes de
Nickel, de Cadmium et d’Étain, et vice versa. Tout l’objectif de ce travail de thèse
consiste à essayer de comprendre pourquoi et à apporter des éléments de réponse
à ce problème.

Dans un premier temps, nous passerons en revue les caractéristiques de l’ISGMR.
Nous présenterons les points clés des techniques d’analyse de données expérimen-
tales et pointerons en particulier du doigt l’inévitable composante isovectorielle de
toute excitation isoscalaire, qui semble parfois négligée. Nous discuterons de la
problématique étudiée, à savoir l’écart théorie-expérience sur la reproduction de
l’ISGMR de nombreux isotopes.
Dans un deuxième temps, nous décrirons le cadre théorique Hartree-Fock-Bogoliubov
(HFB) + Quasi-particle Random Phase Approximation (QRPA) avec interaction de
Gogny dans lequel on se place pour décrire l’ISGMR.
Nous montrerons ensuite les tests de convergence effectués, nécessaires à une
bonne estimation des énergies d’excitation de l’ISGMR et présenterons les résul-
tats état de l’art associés à ce cadre théorique dans les noyaux pair-pair de 56−60Ni,
90,92Zr, 106,110,114,116Cd, 112−124Sn, 204−208Pb et qui nous serviront de points de com-
paraison par la suite. Nous reviendrons sur la composante isovectorielle de notre
mode d’excitation isoscalaire et montrerons en quoi sa prise en compte peut s’avérer
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utile dans le cas spécifique des chaînes isotopiques de Zirconium et de Molybdène.
Nous développerons dans le chapitre suivant les études menées sur l’expression de
l’opérateur de transition monopolaire tenant compte des données de cinématique
des diffusions inélastiques pour sonder l’ISGMR et l’impact d’un nouvel opérateur
sur les hautes énergies d’excitation. Nous présenterons en particulier la capacité
nouvelle de reproduction des composantes à hautes énergies des spectres monopo-
laires.
Nous discuterons ensuite de l’impact de la correction du centre de masse à 2 corps
en tant que terme correctif de notre Hamiltonien effectif dans les noyaux de 12C et
24Mg en plus des chaînes isotopiques principales de nos études.
Enfin, nous exposerons le travail effectué sur le processus d’ajustement d’une nou-
velle interaction de Gogny à trois portées dans le terme central à deux corps et
détaillerons certains des résultats associés à la nouvelle paramétrisation D3G3.

MOTS CLÉS

Résonance Géante Monopolaire IsoScalaire, Gogny, Champ-moyen, méthode Hartree-
Fock-Bogoliubov, Quasi-particle Random Phase Approximation, Opérateur de tran-
sition, Interaction effective, Ajustement
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STUDY ON NUCLEAR BREATHING MODES

WITHIN QRPA FORMALISM : A CHALLENGE

FOR MODERN EFFECTIVE INTERACTIONS

ABSTRACT

Giant resonances are privileged modes of vibration. They make it possible to un-
derstand aspects of the structure of the atomic nucleus (energy levels, clustering,
and so on) thanks to their decays and their excitation energies. They can also be
used to test the validity of a theoretical model and constrain phenomenological in-
teractions. Among these modes, the Isoscalar Giant Monopole Resonance (ISGMR)
is noticeable as it is related by its main excitation energy to the incompressibility
of nuclear matter and therefore to its equation of state.
Studied for decades, the ISGMR is still subject to debate. Over all the nuclei, no
theoretical model manages to reproduce all the experimental values, which are
sometimes themselves not compatible with each other, depending on the set-up
used and the data analyzes carried out. In particular, the theoretical models giv-
ing a good reproduction of Lead isotopes fail to reproduce the chains of Nickel,
Cadmium and Tin, and vice versa. The whole objective of this thesis work is to try
to understand why and to provide some answers to this problem.

First, we will review the characteristics of ISGMR. We will present the key points
of experimental data analysis techniques and point out in particular the unavoid-
able isovectorial component of any isoscalar excitation, which sometimes seems
neglected. We will discuss the problem studied, namely the theory-experiment dif-
ference on the reproduction of the ISGMR of many isotopes.
We will afterwards describe the Hartree-Fock-Bogoliubov (HFB) + Quasi-particle
Random Phase Approximation (QRPA) theoretical framework with Gogny interac-
tion in which we place ourselves to describe ISGMR.
We will then show the convergence tests carried out, necessary for a good esti-
mation of the excitation energies of the ISGMR and will present the state-of-the-
art results associated with this theoretical framework in the even-even nuclei of
56−60Ni, 90,92Zr, 106,110,114,116Cd, 112−124Sn, 204−208Pb and which will serve as points of
comparison in the following. We will come back to the isovectorial component of our
isoscalar excitation mode and will show how taking it into account can be useful in
the specific study of Zirconium and Molybdenum isotopic chains.
We will develop in the following chapter the studies carried out on the expression
of the monopolar transition operator taking into account the kinematics data of
inelastic diffusions used to probe the ISGMR and the impact of a new operator on
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high excitation energies. In particular, we will present the new ability to reproduce
the high-energy components of monopolar spectra.
We will then discuss the impact of the 2-body center of mass correction as a cor-
rective term to our effective Hamiltonian in 12C and 24Mg nuclei in addition to the
main isotopic chains studied.
Finally, we will expose the work done on the fitting procedure of a new three-ranged
Gogny interaction in the central two-body term and detail some of the results as-
sociated with the new D3G3 parametrization.

KEY WORDS

Isoscalar Giant Monopole Resonance, Gogny, Mean-field approach, Hartree-Fock-
Bogoliubov method, Quasi-particle Random Phase Approximation, Transition op-
erator, effective interaction, fitting procedure

- For any kind of questions or even an english version of (part of) this work, feel
free to contact me at lisou07.b@gmail.com, explicitely mentioning the manuscript

as the subject. -
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1 | Introduction

Les premières expériences de physique nucléaire trouvent leur origine à la toute
fin du XIXè avec entre autres les travaux de Henri Becquerel, Marie et Pierre Curie
ainsi qu’Ernst Rutherford. Ces contributions permettent de mettre en lumière le
phénomène de radioactivité, d’y associer un concept et un nom, et il ne faudra en-
suite pas plus de deux ou trois décénnies dans ce contexte avant que ne soit mise
en évidence l’existence du noyau atomique, et avec elle celle du proton et celle du
neutron. Comme dans d’autres champs de la physique au sens large, les avancées
théoriques ont souvent suivi les découvertes nucléaires expérimentales (Figure 1.1
pastilles rouges et bleues).

On peut alors remarquer que dès lors que les constituants élémentaires du
noyau et les interactions fondamentales en son coeur ont été découverts, la com-
plexité requise pour décrire un tel système a poussé les physiciens nucléaires à
s’adapter. Ils ont pour cela utilisé des modèles souvent inspirés d’autres, nés et ap-
pliqués dans des domaines transverses (Figure 1.1 pastilles jaunes) : goutte liquide
(hydrodynamique), méthode Hartree-Fock-Bogoliubov (HFB) et théorie Bardeen-
Cooper-Schrieffer (BCS) pour le champ moyen et l’appariemment (physique atom-
ique et de la matière condensée) etc.

Témoignant de la compréhension et de la capacité d’adaptation de l’espèce hu-
maine environ un siècle plus tard, il existe aujourd’hui bien des sous-disciplines de
physique nucléaire allant des applications dans le domaine public (physique des
réacteurs, médical, de l’art...) aux études plus fondamentales cherchant à décrire
le noyau comme système à part entière. Ces dernières traitent en effet de ce qu’il
se passe à l’intérieur des noyaux atomiques et de comment ces noyaux ainsi que
les nucléons constituants interagissent entre eux. Le présent manuscrit s’inscrit
dans un cadre de structure nucléaire qui se donne cet objectif de compréhension
microscopique du noyau atomique.

Parmi les relations fondamentales et incontournables des études de structure nu-
cléaires, figure l’équation d’état (EoS). Faisant le lien entre grandeurs macroscopiques
et microscopiques, sa caractérisation permet une meilleure compréhension de nom-
breuses propriétés de systèmes nucléaires tels par exemple les étoiles à neutrons
ou les noyaux finis.
Le raffinement de cette équation se fait le plus souvent grâce à une synergie en-
tre observables nucléaires et pseudo-observables issues de modèles théoriques ou
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Figure 1.1: Chronologie non exhaustive des évênements marquants en physique
nucléaire et des outils et modèles nécessaires à l’étude de la structure du noyau
atomique [1–48].

semi-empiriques. Décrire la zone de l’EoS où les densités correspondent à celles
que l’on peut trouver dans les noyaux finis, que nous étudions, passe alors par des
études expérimentales permettant de sonder des propriétés des noyaux, et notam-
ment d’en étudier la compressibilité.
La Résonance Géante Monopolaire IsoScalaire (ISGMR) est un mode collectif de
compression qui fait partie des phénomènes d’intérêt pour la complétion de notre
connaissance de l’équation d’état. Caractériser cette résonance pour l’ensemble des
noyaux est donc un enjeu majeur.

A ce jour, il n’existe pas d’accord global, concernant les énergies de l’ISGMR
pour toutes les chaînes isotopiques, entre théorie et expérience. Tout l’enjeu de
cette thèse est donc d’essayer de comprendre pourquoi, d’explorer des pistes et
d’apporter des éléments de réponse à ces désaccords. Pour ce faire, les travaux
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détaillés dans ce manuscrit se placent dans le cadre des modèles microscopiques
de champ moyen et de l’interaction effective de Gogny. Y seront présentés les out-
ils théoriques utilisés, les apports nécessaires à une compréhension plus fine du
phénomène de compression ainsi que sa mise en relief vis-à-vis de ce qui en est
déjà communément admis.

La partie deux contextualise l’ISGMR parmi les autres résonances géantes et
en donne ses principaux aspects et propriétés aussi bien d’un point de vue expéri-
mental que théorique. Y est également discutée l’importance du phénomène dans
les études de structure via son lien avec l’équation d’état nucléaire. C’est ici que
nous positionnerons le problème en détails.
Le cadre théorique utilisé dans la description de l’ISGMR est ensuite développé :
il s’agit de la troisème partie, description formelle. Nous présenterons les briques
élémentaires de la construction d’un Hamiltonien effectif microscopique, la théorie
de champ moyen avec corrélations d’appariement ainsi que la construction d’états
excités à partir de l’état fondamental du système. Cette partie s’articulera de la
manière dont elle est implémentée afin de fluidifier un développement théorique
parfois lourd en équations et donc de suivre pas à pas les étapes d’un calcul numérique
complet.
Il est bon de noter ici que le numérique dans ce contexte n’est qu’un outil en vue de
la compréhension physique du phénomène : l’accent sera mis principalement sur
le développement analytique des concepts qui permettent cette compréhension et
sur leur mise en pratique dans les noyaux d’intérêt. Les spécificités numériques
ne seront donc exposées que lorsqu’il s’agit d’implémentations majeures ou qui per-
mettent d’apporter un éclairage différent, des précisions.
La quatrième partie discute notamment de l’état de l’art des Résonances Géantes
Monopolaires dans les noyaux tel qu’il aurait pu être obtenu en amont de mon tra-
vail. Y figureront ainsi les graphes relatifs à l’exploitation et l’analyse de valeurs
auxquels nous ferons systématiquement référence par la suite. Une discussion
autour des notions de convergence et d’incertitude sera également abordée et les
résultats associés seront présentés. Enfin, nous parlerons de la composante isovec-
torielle de l’ISGMR, et de l’impact potentiel de son absence dans les analyses de
données expérimentales.
Les parties suivantes, qui détaillent les apports effectués, seront présentées sous
une forme facilement reliable aux différentes étapes de calcul numérique : à un
chapitre correspond une modification majeure. Le chapitre cinq traite ainsi de
l’impact d’un nouvel opérateur de transition monopolaire, notamment à haute én-
ergie d’excitation, associé à la prise en compte de la cinématique de diffusion dans
cet opérateur.
Le chapitre six qui suit se penche sur la correction du centre de masse à deux corps
dans l’approche de champ moyen : des travaux sur le 12C et le 24Mg en collaboration
avec des expérimentateurs seront présentés afin de mettre en évidence le rôle et
l’impact de cette correction dans la déformation intrinsèque de l’état fondamental.
Nous exposerons également les étapes essentielles du développement analytique
effectué en vue de l’implémentation de ce terme correctif au niveau QRPA. Nous
présenterons enfin des résultats préliminaires.
La septième et dernière partie avant conclusion discute finalement des motivations
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de l’introduction d’une troisième gaussienne dans le terme central du potentiel ef-
fectif de Gogny, de l’ajustement numérique des paramètres libres associés et les
résultats quant à une paramétrisation obtenue, D3G3, seront également présen-
tés.
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2 | Résonance Géante Monopolaire
IsoScalaire : enjeu théorique
et expérimental

Les résonances géantes sont des modes collectifs vibrationnels au sens où elles im-
pliquent un grand nombre de nucléons de manière cohérente. Il existe un grand
nombre de manières de les caractériser, que ce soit en les repérant de manière
macroscopique par leur(s) largeur(s), énergies ou moments associés ou en explici-
tant leurs nombres quantiques, pouvant par exemple être reliés à la nature de la
sonde utilisée pour les exciter.
D’un point de vue expérimental, il existe de nombreux dispositifs à travers le
monde capables de détecter les résonances géantes (KVI, RCNP, TAMU...). Cepen-
dant, si les méthodes d’analyse de données ont aujourd’hui convergé et sont sensi-
blement identiques, toutes les installations ne sont pas sur un pied d’égalité con-
cernant l’extraction des données, et les questions de bruit de fond et de compt-
abilisation des évènements pertinents peuvent s’avérer d’une importance capitale.
Nous allons y revenir.
D’un point de vue plus général, l’étude des caractéristiques des résonances géantes
apporte de nombreuses informations sur la dynamique hors équilibre des noyaux
ainsi que sur leurs propriétés de coeur. L’ISGMR est particulièrement intéressante
en ce que l’énergie associée au centroïde d’un noyau considéré est directement re-
liée à l’incompressibilité K∞ de la matière nucléaire. Celle-ci permet ensuite de
contraindre l’équation d’état (EoS), reliant les grandeurs macroscopiques énergie
de liaison du système et densité.
Il existe cependant un problème de taille, encore inexpliqué, concernant l’ISGMR
: les énergies des centroïdes reproduites par la théorie sont incompatibles avec les
énergies obtenues expérimentalement...

Le présent chapitre a deux objectifs principaux : le premier est de présenter une
liste tout aussi bien des propriétés des résonances géantes que des aspects expéri-
mentaux qui les concernent. Cette liste, non exhaustive, est toutefois pensée pour
permettre au lecteur d’appréhender les concepts et les notions clés qui s’y rappor-
tent. Au travers d’un travail de bibliographie approfondi, le deuxième objectif de ce
chapitre consiste à pointer du doigt certaines des pistes concernant cet écart entre
théorie et expérience. Y seront exposés quelques aspects techniques discutables et
qui pourraient amener le lecteur à se demander, lui aussi, si ces pistes valent la
peine d’être explorées.
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2.1. CARACTÉRISTIQUES ET PROPRIÉTÉS FONDAMENTALES

2.1 Caractéristiques et propriétés fondamentales

Parmi toutes les excitations nucléaires possibles, certaines sont composées de quelques
particules individuelles qui passent d’états d’énergies et de nombres quantiques
définis à des états de nombres quantiques et/ou d’énergies différents. On peut
également trouver des excitations plus collectives, où plusieurs sinon tous les nu-
cléons sont impliqués de manière cohérente. Il est possible de définir des gammes
d’énergie pour ces différents types d’excitation.
Les excitations collectives peuvent être de nature rotationnelle ou vibrationnelle et
ces toutes dernières sont à leur tour composées de différents types de résonances.
Cette décomposition est représentée schématiquement figure 2.1.

Figure 2.1: Représentation schématique de quelques catégories d’excitations nu-
cléaires.
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2.1. CARACTÉRISTIQUES ET PROPRIÉTÉS FONDAMENTALES

2.1.1 Modes collectifs

Parmi les excitations collectives, les modes rotationnels sont la manifestation de
la déformation intrinsèque du noyau. Des bandes rotationnelles peuvent être ob-
servées expérimentalement. Elles sont alors le reflet de ce que le noyau dans son
repère intrinsèque est une superposition d’états quantiques dont une ou plusieurs
déformations données emportent les plus gros coefficients de cette superposition
d’états. Dans un cadre théorique de champ moyen, la configuration "potentielle-
ment déformée" qui minimise l’énergie du système sera alors considérée comme
représentative de l’état fondamental du noyau. On peut alors décrire qualitative-
ment dans ce formalisme les modes rotationnels par une variation des énergies
des orbitales individuelles sous l’effet d’un champ extérieur où les nucléons contin-
ueraient d’occuper les orbitales les plus basses.

Le cas d’excitations vibrationnelles est un peu plus complexe car sous l’effet d’un
champ extérieur, les nucléons sont en plus amenés à être promus sur des orbitales
d’énergie plus haute que leur configuration la plus basse, comme l’illustre la fig-
ure 2.2. Tous les modèles ne sont alors pas capables de prendre en compte cette
double peine, puisque comme les nucléons ressentent le potentiel qu’ils génèrent
eux-mêmes, lors d’une vibration, donc d’un phénomène dynamique, le potentiel
généré et ressenti par les nucléons change à chaque instant et il faudrait alors
prendre en compte le temps dans nos équations comme ce qui est fait dans le for-
malisme Time-Dependant Hartree-Fock-Bogoliubov (TDHFB). Puisque les excita-
tions vibrationnelles sont considérées comme des oscillations de faibles amplitudes
autour d’une densité d’équilibre, on peut néanmoins considérer en très bonne ap-
proximation que ces orbitales conservent une hiérarchie et une énergie similaires
à celles avant exictation : ce sont donc "simplement" les nucléons qui vont changer
d’orbitales, qui elles restent fixes. Dans le formalisme utilisé dans ce travail, les
nucléons gardent "mémoire" du potentiel ressenti dans l’état fondamental et seront
simplement promus de leurs niveaux d’énergie vers d’autres.

Ces modes vibrationnels collectifs sont entre autres composés des résonances
géantes. En tant qu’états cohérents, leur énergie d’excitation est donc inférieure à
la somme des énergies d’excitations individuelles. Nous intéressons ici à ces modes
et particulièrement à la Résonance Géante Monopolaire IsoScalaire (ISMGR).

2.1.2 Résonances géantes : superpositions cohérentes d’états

Comme nous l’avons dit précédemment, les resonances géantes sont des modes vi-
bratoires issus de superpositions cohérentes d’états. Ainsi, elles peuvent être assez
bien décrites en tant qu’oscillations harmoniques fortement amorties autour d’une
position d’équilibre qu’est l’état fondamental du noyau considéré.

En mécanique quantique, un état cohérent ou état semi-classique est un état
propre d’un oscillateur harmonique quantique dont le comportement ressemble à
celui d’un oscillateur classique : les valeurs moyennes des opérateurs position et
impulsion ont des propriétés aussi proches que possible des valeurs classiques de
la position q(t) et de l’impulsion p(t) [49]. Les états cohérents s’expriment comme
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2.1. CARACTÉRISTIQUES ET PROPRIÉTÉS FONDAMENTALES

Figure 2.2: Représentation des nucléons d’un noyau dans son état fondamental
(gauche) et dans un état collectif excité (droite)
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où |z〉 est une fonction complexe dépendant ou non du temps qui représente un état
cohérent, vecteur propre de l’opérateur d’annihilation a et |0〉 le vecteur propre de
l’état fondamental, tel que |n〉 = (a†)n√

n!
|0〉. 1

Nous discuterons dans le chapitre suivant du formalisme utilisé pour décrire ces
états cohérents. L’analogie peut-être faite avec l’équation (8.27) de [50].

Une résonance géante pourrait être décrite par ce genre d’état en rajoutant un
terme d’amortissement dans l’équation dépendante du temps à résoudre . L’analogie
entre le comportement collectif donc global du noyau et un oscillateur harmonique
est assez pertinente pour permettre de comprendre une partie de la physique sous-
jacente.
De fait, il est possible d’attribuer aux résonances géantes un temps de vie, relié
à une largeur caractéristique, ainsi qu’une énergie d’excitation majeure, représen-
tant le mode propre de la résonance.

1a† est l’opérateur de création qui fait passer d’un état propre |n〉 à un autre du Hamiltonien
de l’oscillateur harmonique quantique. On peut ainsi voir, dans l’expression développée la plus à
droite, une somme sur les puissances d’opérateur za†. Supposons alors maintenant que l’opérateur
a† ne promeuve pas un nucléon de l’état fondamental vers les états excités, c’est-à dire ne détruise
pas un état de trou pour créer un état de particule mais qu’il crée plutôt un état de particule-trou qui
est une combinaison d’un état de trou et d’un état de particule. On comprend alors qualitativement
qu’un état cohérent peut être vu comme la superposition cohérente d’excitations à 1, 2, 3... Jusqu’à
N particules-trous.
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2.1. CARACTÉRISTIQUES ET PROPRIÉTÉS FONDAMENTALES

2.1.3 Largeur et énergies caractéristiques

Les résonances géantes se produisent à des fréquences de l’ordre de 1021s−1 [51],
ce sont donc des excitations dont la largeur sera de l’ordre du MeV et comprise le
plus souvent entre [2.5, 5] MeV. L’ISGMR, au même titre que toutes les résonances
géantes, est décrite par trois observables : l’énergie EISGMR du centroïde associé,
la largeur ΓISGMR associée à ce centroïde et la force de transition SISGMR entre
l’état fondamental et l’état collectif considéré qui donne l’amplitude des énergies
résonantes. Comme les résonances géantes peuvent être vues comme le couplage
d’une vibration individuelle à un champ externe provoqué par la sonde, les sections
efficaces expérimentales relatives peuvent être ajustées à l’aide d’une distribution
lorentzienne σ(E) = σxΓ2

xE
2

(E2−E2
x)

2+Γ2
xE

2 , où σx, Ex et Γx sont respectivement la section
efficace du pic majeur, l’énergie de ce pic et la largeur associée [51]. Cette lorentzi-
enne décrit l’amortissement du couplage d’une vibration individuelle (le pic ma-
jeur) à un champ externe. La largeur représentant l’inverse du temps de vie de la
résonance, plus celle-ci est grande, plus le temps de vie de la résonance est court :
elle dissipe de l’énergie, ce qui l’amortit. En pratique, des trois paramètres carac-
téristiques, il s’agit de celui qui requiert une description théorique la plus complexe
: la désexcitation de la résonance n’est en effet pas mono-énergétique.

La largeur totale obtenue expérimentalement est due à trois contributions Γtot =
Γinh + Γup + Γdown. Γinh vient de la dispersion en énergie d’excitation des exci-
tations initiales une particule-un trou (1p-1h). Cette dispersion se produit si de
nombreuses configurations 1p-1h non collectives mais de mêmes nombres quan-
tiques que la collective ont une énergie proche de cet état. La deuxième contri-
bution Γup est due au couplage avec les configurations 2p-2h et au-delà, et l’on
peut trouver une grande densité de leurs états de même spin et de même parité
que les états une particule-un trou. Cette largeur est en pratique celle qui donne
la plus grande contribution à la largeur totale [51]. Sa description théorique re-
quiert un cadre au delà du champ moyen dans lequel nous nous plaçons dans ce
manuscrit. La dernière largeur Γdown vient de la gamme en énergie d’excitation des
résonances géantes, située au dessus de l’énergie nécessaire pour arracher un nu-
cléon du noyau. La désexcitation des résonances géantes peut de facto être accom-
pagnée de l’émission d’un ou plusieurs nucléons. Qualitativement, seuls quelques
nucléons sont impliqués jusqu’à ∼ 10 MeV d’énergie transférée au noyau tandis
que la gamme d’énergie [10, 30] MeV est plutôt du domaine des résonances à multi-
ples nucléons et des résonances géantes [52].

Il est bon de préciser à ce stade que le cadre théorique dans lequel nous nous
plaçons, décrit dans le chapitre suivant, s’appuie sur un formalisme matriciel :
nous manipulons donc des vecteurs et valeurs propres, et il n’y a donc pas de
largeur intrinsèque associée aux états résonants reproduits par nos modèles. Nous
savons ainsi pertinemment qu’une partie de la physique associée à la désexcitation
du noyau n’est pas prise en compte. Corriger ce défaut va au delà du cadre de cette
thèse mais pourra en revanche faire l’objet d’une étude ultérieure [53,54].
Afin de comparer nos résultats à l’expérience il nous faudra alors soit faire le choix
de comparer nos spectres discrets de manière brute telle qu’on les obtient en sortie
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2.2. EXCITATION, DÉTECTION ET TECHNIQUES D’ANALYSE DE DONNÉES : MÉTHODES ET DÉFIS

d’un calcul numérique, soit faire le choix de leur attribuer une largeur artificielle,
si possible constante, pour limiter le degré de phénoménologie, tout en rendant ar-
tificiellement le spectre continu et en conservant la quantité de réponse totale du
noyau, sur laquelle nous reviendrons plus tard.

Enfin notons que pour être qualifiée d’ISGMR, il faut que la force de transition
SR associée à l’énergie ER de ce qui sera considéré comme le centroïde emporte
une grande partie de la réponse : au moins 50% dans un noyau sphérique. Cette
assertion devient en effet plus délicate pour un noyau déformé puisqu’aux modes
monopolaires sont alors associées plusieurs énergies d’amplitude très significative.
Les autres résonances géantes sont quant à elles toujours fragmentées, quelle que
soit la déformation du noyau.

2.1.4 Nombres quantiques et positionnement parmi les réso-
nances géantes

Les modes vibrationnels que sont les résonances géantes sont notamment carac-
térisés par leur multipolarité L (ou ∆L), c’est à dire le nombre de pôles, donné par
2L, que comporte la déformation dynamique étudiée. Ces modes sont également
caractérisés par leur spin S (ou ∆S) valant 0 (spin-scalaire) ou 1 (spin-vectoriel)
suivant que les oscillations des spins up et down sont en phase ou non, et par leur
isospin T (ou ∆T ) suivant les oscillations des protons sont en phase avec celles des
neutrons ∆T = 0 (isoscalaire) ou non ∆T = 1 (isovectoriel). La figure 2.3 schéma-
tise ces degrés de liberté pour des multipolarités inférieures ou égales à deux. Les
modes ∆S = 0 sont dits électriques, et les modes ∆S = 1 sont dits magnétiques.
L’ISGMR, ou "mode de respiration", est de multipolarité L = 0 avec un mouvement
des neutrons et des protons en phase, qui lui confère son caractère isoscalaire.

2.2 Excitation, détection et techniques d’analyse
de données : méthodes et défis

Les résonances géantes peuvent a priori se produire dans tous les noyaux, y com-
pris les plus légers. Elles sont parmi les excitations les plus probables lorsqu’un
noyau est soumis à un champ extérieur d’intensité suffisante, et donc lorsqu’assez
d’énergie est transférée d’une sonde au noyau cible. De fait, elles font partie des
modes d’excitation les plus faciles à mesurer, ce qui ne rend pas la tâche facile
pour autant. En pratique, les états excités du noyau sont des superpositions de
plusieurs excitations (individuelles ou collectives). L’un des enjeux est donc de dis-
tinguer précisément les modes les uns des autres. Ce qui est présenté dans cette
partie est issu d’une compilation d’informations extraites de différents articles et
constitue une revue originale. Il s’agit ici de présenter quelques concepts expéri-
mentaux clés et quelques pistes à explorer.
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Figure 2.3: Représentation schématique des modes monopolaires ∆L = 0, dipolaires
∆L = 1 et quadrupolaires ∆L = 2 suivant leurs degrés de liberté de spin et d’isospin
en phase ou en opposition de phase.

2.2.1 Le processus de diffusion considéré

D’un point de vue expérimental, on ne peut simplement "regarder" dans un noyau
pour en connaître la structure interne en raison de sa petite taille (∼ fm). La
meilleure façon d’appréhender cette structure est alors de soumettre le noyau à un
champ extérieur, via une sonde, afin de collecter des informations grâce aux pro-
duits de l’interaction entre la sonde et la cible.
Parce que les forces fondamentales (électromagnétique, faible et forte) donnant lieu
à ces interactions ont des portées d’action différentes, de nombreux processus nu-
cléaires peuvent se produire lorsque le noyau cible interagit avec la sonde.
Une première approche consiste à se représenter le projectile et la cible comme
des objets d’extensions spatiales bien définies. L’interaction fondamentale prédom-
inante et les processus associés dépendent de la distance projectile-cible qu’est le
paramètre d’impact b, figure 2.4. Si ce paramètre d’impact est suffisamment grand,
les changements de nature isotopique des systèmes impliqués entre avant (t = −∞)
et après (t = +∞) l’interaction sont tels que les réactions X(a, b)Y seront minori-
taires. On parle alors majoritairement de processus de diffusion, pouvant être de
deux types : élastique, ou inélastique. On entend par élastique une conservation
de la structure interne de la sonde et de la cible au cours du processus X(a, a)X où
seules les directions d’impulsion changent.
Par inélastique on entend alors que soit l’une soit les deux structures internes sont
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modifiées, une partie de l’énergie cinétique de la sonde avant interaction pouvant
être utilisée par la cible en énergie d’excitation et en recul lors de l’interaction.
Dans ce manuscrit de thèse, nous discuterons de ce dernier cas de diffusion inélas-
tique X(a, a′)X∗ schématisé sur la figure 2.4, durant lequel le noyau cible est excité
avant de revenir à son état fondamental.

Figure 2.4: Schéma d’une diffusion 1D à 2 corps de paramètre d’impact b

En réalité, sonde et noyau cible sont des objets quantiques, auxquels sont asso-
ciées des probabilités de présence dans l’espace. L’interaction prédominante ainsi
que le type de processus impliqué (réaction, diffusion...) dépend alors du recou-
vrement des fonctions d’onde de ces deux systèmes, incontrôlable de façon précise
expérimentalement. Il en découle qu’on ne peut ni choisir de provoquer tel ou
tel type de processus lors d’une expérience, ni décider de la profondeur exacte de
pénétration de la sonde dans la cible. Exprimé différemment, il est impossible
de sélectionner l’énergie transférée à la cible. De plus, lors d’une diffusion, à én-
ergie transférée donnée, de multiples excitations sont possibles et soumises à des
lois probabilistes. En pratique donc, beaucoup d’excitations d’origines multiples se
produiront en même temps et l’assignation rigoureuse et exacte de ces excitations
fait évidemment partie des points clés d’une analyse de données.

Dans les faits cependant, la nature de la sonde joue un rôle essentiel et bien
que ne pouvant permettre de sélectionner précisément le type d’excitation que l’on
souhaite étudier lors d’une diffusion inélastique, on connaît toutefois le type de
sonde et l’énergie associée qui permet de favoriser les modes d’intérêt.

2.2.2 Le choix de la sonde

Il existe différents critères quant au choix de la sonde et de son énergie. les sondes
sont choisies de manière à :

• limiter les sources possibles et les amplitudes associées au continuum (réac-
tions directes, de pick-up...),

• avoir une section efficace de diffusion suffisamment élevée,
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• considérer le noyau cible comme un ensemble et non comme des particules
individuelles : l’énergie de la sonde ne doit donc pas être trop grande.

Energie cinétique incidente

Nous savons en effet que la section efficace de détection de la sonde diffusée aug-
mente avec son énergie cinétique incidente. Puisque c’est généralement la sonde
qui est mesurée dans les expériences de résonances géantes (sauf en cinématique
inverse), tout l’enjeu est donc d’avoir la section efficace la plus élevée possible.
Cependant, plus l’énergie cinétique incidente est grande, plus l’amplitude du con-
tinuum [55, 56], composé de réactions qui peuvent parasiter l’analyse de données,
l’est aussi. Au delà de 1 GeV, le ratio continuum/spectre devient d’ailleurs trop
grand pour être pertinent [57].

De plus, pour étudier la structure d’un objet, il faut que la longueur d’onde de
De Broglie λa associée à la sonde soit plus faible que taille de l’objet considéré, ici
le noyau cible [58]. Cette contrainte résulte en une borne inférieure concernant
l’énergie cinétique incidente. La taille d’un noyau est de l’ordre de grandeur du
fermi (10−15 m) et la relation entre λa et l’énergie cinétique incidente Ea est donnée
par λa = h

pa
= h√

2maEa
. Cette relation fournit une estimation quant aux énergies

cinétiques minimum et maximum pertinentes. En dessous d’une énergie Ea typ-
iquement telle que Ea ∼ [100, 150] MeV/nuc [59–61], la cible est considérée comme
un tout [62] alors qu’au-delà, elle est désormais vue majoritairement comme un
ensemble de nucléons quasi-indépendants.
Il faut donc au final des sondes d’énergie inférieure à ce seuil mais suffisamment
élevée pour avoir une section efficace mesurable raisonnable. En pratique les én-
ergies choisies sont souvent dans la gamme [50/60, 120] MeV/nuc [58]. La fenêtre
la plus intéressante se trouve alors entre [85, 120] MeV/nuc [58] où les spectres de
diffusion inélastique sont exempts d’évênements dus à la formation de 5He ou 5Li
dans la gamme en énergie qui nous intéresse. Ces évènements pouvant parasiter
l’analyse de données, lorsque la sonde est une particule alpha, ont alors en effet
des énergies associées qui se trouveront dans la partie des spectres supérieures à
60 MeV, ce qui est déjà bien au delà de la gamme des résonances géantes, située à
[10, 30/40] MeV.

Nature de la sonde

Historiquement, plusieurs types de sondes ont été ou sont encore utilisés comme
des électrons, des protons ou encore des noyaux de particules alpha ou de 6Li.
Cependant, toutes les sondes n’ont pas le même degré de recouvrement avec le
noyau cible, suivant les forces en jeu, et leur poids relatif. Pour la diffusion d’électrons
et de projectiles isoscalaires de relativement basse énergie, de moindre recouvre-
ment (dit "surfacique") avec la cible, il semble suffisant de ne considérer que l’interaction
électromagnétique. En effet, afin de pouvoir être projetée en direction de la cible,
les sondes isoscalaires sont préalablement privées d’une partie de leurs électrons
ce qui permet de les accélérer par un potentiel : elle sont donc chargées. De plus,
l’interaction électromagnétique étant de portée infinie, on sait de fait que sonde et
cible interagiront a minima par interaction électromagnétique.
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Pour un projectile proton en revanche, de plus fort recouvrement avec le noyau
cible, cette interaction seule ne semble plus être suffisante. En effet, l’usage d’un
opérateur purement électromagnétique lors d’une diffusion inélastique de protons
peut entraîner une sous-estimation de la réponse nucléaire théorique puisqu’une
partie de la physique en jeu lors de l’interaction sonde-cible n’est pas prise en
compte par cet opérateur [63, 64]. Pour cette raison, dès la fin des années 1990,
l’usage de protons pour sonder les résonances géantes a été presque entièrement
abandonné. Nous reviendrons largement en détail sur les considérations à propos
de l’opérateur de transition dans le chapitre dédié.

L’interaction électromagnétique conserve le spin et la parité et des règles concer-
nant les conservations de nombres quantiques lors de l’excitation d’une résonance
géante peuvent être trouvées dans la référence [65]. Il s’avère ainsi que les son-
des utilisées dans les expériences contemporaines sont des sondes préférentielle-
ment isoscalaires, le plus souvent de type particules alpha mais également parfois
6Li [66,67] ou encore des deuterons [68], où les effets de la force forte peuvent être
négligés.

Il est à noter que le choix d’une sonde plutôt qu’une autre entraîne des vari-
ations dans la structure fine observée puisque la section efficace des différentes
multipolarités ne sera plus la même [63]. En effet, comme on peut le voir sur le
graphe 2.5, la section efficace de diffusion inélastique est globalement semblable à
un schéma de diffraction. Cette forme générale est la même pour tous les noyaux
mais plus ou moins compressée en fonction de l’énergie incidente du projectile, des
masses projectile et cible et de l’énergie d’excitation à laquelle le calcul est fait.
Rappelons ici qu’il s’agit de la sonde qui est mesurée en sortie ; mesurer son angle
de diffusion avec précision est donc crucial au vu de la forme que peut peut prendre
la section efficace.

Enfin, depuis quelques années, les isotopes instables font également partie des
noyaux passés au crible avec l’avènement récent des expériences en cinématique
inverse [69–74]. Puisqu’il est très difficile voire même impossible de produire des
noyaux instables en tant que cibles, cette nouvelle méthode consiste à inverser le
rôle sonde-cible. Les noyaux radioactifs dont on cherche à sonder les résonances
géantes deviennent alors projectiles sur une cible de deuterons ou d’alphas, dont on
utilisera les informations sur le recul pour remonter à la cinématique de diffusion.
Les limitations principales quant aux noyaux étudiés sont alors leur demie-vie,
qui doit permettre de parcourir une distance suffisante en fonction du dispositif
expérimental considéré, ainsi que l’intensité du faisceau incident. Cette symétrie
sonde-cible possible n’a toutefois pas d’impact en pratique sur les calculs de réac-
tions nucléaires utilisés pour prédire la section efficace de diffusion, le référentiel
de calcul choisi étant celui du centre de masse.
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Figure 2.5: Prédictions Approximation de Born à Onde Distordue (DWBA, décrite
par la suite) de la distribution angulaire de différentes multipolarités excitées L
issues de la diffusion inélastique d’alpha d’énergie cinétique Eα = 120 MeV sur un
noyau de 208Pb pour une énergie d’excitation de 10 MeV, extraite de [51].

2.2.3 Pourquoi il est difficile de n’exciter qu’un type de réso-
nance : excitation résiduelle isovectorielle

Comme il a déjà été discuté, les réponses d’amplitudes prédominantes et les plus fa-
vorables sont attendues d’isospin identique à celui de la sonde. Toutefois, même en
sélectionnant soigneusement la sonde la plus adaptée, les modes collectifs d’isospin
opposés seront presque toujours également excités, bien que de faibles amplitudes.
Il y a deux raisons à cela :
La première vient de la nature électromagnétique de la force entre sonde et cible.
La sonde, privée de ses électrons, donc chargée pour pouvoir être accélérée, intera-
gira toujours plus avec les protons de la cible qu’avec ses neutrons, même au regard
de la portée infinie de la force vis-à-vis de la structure interne des neutrons com-
posés de quarks chargés.
La seconde raison vient de la partie isovectorielle résiduelle de la composante
isoscalaire de la densité de transition. Des excitations isovectorielles peuvent alors
également se produire avec des sondes isoscalaires dès lors que les densités de
transition protons et neutrons ont une expression différente. C’est en pratique ce
qu’il se passe pour tous les noyaux tels que N 6= Z [75].
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L’élément de matrice de la densité de transition de l’état fondamental du noyau
cible vers le ou les états excités impliqués d’un phonon à 2L-poles de type T où L
est la multipolarité et T repère l’isospin de la transition de l’état fondamental vers
l’état collectif (isoscalaire ≡ T = 0 et isovectorielle ≡ T = 1) est donné par :

ρTt
LM(r) = 〈LM ;T | ρt0(r) |0〉 = (2L+ 1)−1/2gTt

L (r)Y M
L (θ, φ)∗

avec t l’isospin de la sonde valant 0 (isoscalaire) ou 1 (isovectorielle) et M la projec-
tion de L. L’opérateur de densité isoscalaire/isovectoriel est donné par :

ρt0(r) =
N
∑

n=1

δ(r− rn) + (−1)t
Z
∑

p=1

δ(r− rp) (2.2)

où la partie radiale peut être décomposée en un terme proton et un terme neutron
tel que

gTt
L (r) = gnL(r) + (−1)T+tgpL(r) (2.3)

et à partir duquel on peut remarquer que si les contributions neutrons et protons
étaient identiques gn = gp, l’oscillation T = 0 serait purement isoscalaire et T = 1
purement isovectorielle, et l’élément de matrice deviendrait nul sauf dans le seul
cas où T = t. Alors, uniquement dans ce cas de figure, une sonde isoscalaire pour-
rait engendrer des excitations purement isoscalaires. Il en va de même pour une
sonde isovectorielle. Au regard de ces considérations, on devine qu’il peut être alors
difficile de dissocier exactement les composantes IV des IS, comme par exemple
dans notre GMR, surtout si seule l’ISGMR est comptabilisée dans la décomposi-
tion multipolaire présentée par la suite.

2.2.4 A propos du bruit

Nous cherchons, dans l’ensemble de cette deuxième partie de chapitre, à faire ap-
préhender au lecteur non familier des résonances géantes les difficultés qui peu-
vent être rencontrées avant l’obtention d’un spectre final de la réponse multipo-
laire d’un noyau. Cette sous-section a pour objectif de présenter brièvement deux
concepts expérimentaux clés faisant naturellement partie des potentielles diffi-
cultés lors de l’extraction des évènements pertinents : le continuum et le bruit
de fond associés au dispositif expérimental. Les informations présentées ici et
dans la sous-section suivante, sont issues d’une compilation d’articles tels qu’entre
autres [61, 76–87]. Le lecteur curieux y trouvera ainsi le détail du/des dispositifs
expérimentaux utilisés. Le continuum et le bruit de fond, si mal identifiés, peu-
vent en outre polluer les spectres des fonctions de force de multipolarité donnée en
fonction de l’énergie d’excitation du noyau cible.

Le continuum se définit comme l’ensemble des processus physiques qui peu-
vent se produire lors d’une expérience en raison du manque de contrôle possible sur
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le paramètre d’impact et l’énergie transférée à la cible. Il peut s’agir d’évènements
pertinents ou non et certains peuvent contribuer à la largeur de la résonance ou à
l’amplitude de la résonance. Ce peut-être :

• des réactions directes où un ou plusieurs nucléons sont éjectés de la cible.
Ces contributions peuvent devenir importantes à hautes énergies incidentes.
Lors de diffusions de particules alpha, la contribution des processus (α, 2α)
peut devenir non négligeable du fait que la particle alpha éjectée du noyau
cible peut être détectée au même titre que le projectile alpha diffusé dans
la région en énergie d’excitation étudiée (cette contribution varie doucement
avec l’énergie d’excitation).

• des excitations multi-phonons du noyau cible (cette contribution varie douce-
ment avec l’énergie d’excitation) ;

• des réactions de pick-up suivies d’une désintégration, par exemple
α+X →5 He+X ′ → αdetected+n+X

′. La cinématique à 3 corps impliquée dans
ce processus peut créer des "bosses" dans le spectre inélastique. Cependant
pour de grandes énergies incidentes, ces contributions sont souvent hors de
la zone d’intérêt en énergie d’excitation.

• de la diffusion élastique contribuant à haute énergie dans les spectres.

Le bruit de fond provient quant à lui du dispositif expérimental : il s’agit sou-
vent de diffusions parasites (sur les fentes de détection, sur les parois de chambre
à vide du spectromètre, sur le support de la cible etc). L’ensemble des contributions
à ce bruit va donc varier suivant le dispositif considéré.

Comme on peut s’en douter, il est d’importance capitale de pouvoir extraire
rigoureusement ce bruit de fond de l’analyse de données. L’estimation des barres
d’erreur et incertitudes associées aux procédures d’extraction représente d’ailleurs
un point discutable ainsi qu’un potentiel problème dans l’analyse de données des
résonances géantes. Pour illustrer ce propos, on peut par exemple citer le cas
d’analyses dans les chaînes isotopiques de Zr et de Mo. Des expériences menées
à Texas A&M University (TAMU) ont conduit à montrer l’existence d’effets de
structure interne sur la position des centroïdes [88–91], alors que ce n’est pas ce
qui était observé usuellement. Il s’avèrerait ainsi que les énergies de centroïdes
pourraient varier significativement d’un noyau considéré aux noyaux pairs-pairs
les plus proches. Des études ultérieures menées au Research Center for Nuclear
Physics (RCNP) d’Osaka sur certains de ces noyaux ne suggèrent à l’inverse aucun
impact de structure interne d’aucune sorte sur les résonances géantes [92, 93]. A
l’heure actuelle, il n’existe toujours pas cependant d’explication quant à la présence
significative de la queue à haute énergie dans ces noyaux [93].

La différence principale entre ces deux expériences réside dans le traitement du
bruit de fond. Le premier groupe soustrait le bruit de fond de manière empirique à
l’aide des données de diffusion élastique, ce qui peut éliminer une partie du contin-
uum qui doit être pris en compte. L’expression et la détermination du bruit de fond
n’étant pas aisées et pas toujours claires, l’analyse des données expérimentales est
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en quelque sorte empirique. Il s’agit alors de traiter séparément chaque spectre in-
élastique en fonction d’un angle de diffusion donné. Un tel traitement donne alors
une caractérisation "raisonnable" du bruit de fond.
Le dispositif expérimental du deuxième groupe est tel que le bruit de fond est déjà
extrait des évènements avant même leur analyse [94]. Les données brutes sont
alors juste constituées des évènements pertinents ainsi que du continuum. La
procédure mise en place au RCNP a été rendue possible grâce à l’optique du spec-
tromètre Grand Raiden [94] : les particules diffusées à partir de la position de la
cible sont concentrées dans une direction donnée tandis que les particules dont le
changement de trajectoire ne se fait pas en ce point ne sont volontairement pas
concentrées dans cette même direction [87,95].

Enfin, il existe encore d’autres sources de biais possibles sur les résultats telles
que la pureté de la cible et de la sonde, la convergence du faisceau incident, la sé-
paration des éléments du faisceau des éléments diffusés à 0° etc. Ces points sont
cependant normalement rigoureusement vérifiés au cours d’une expérience.

Comme nous l’avons déjà souligné, la déformation dynamique du noyau cible
est le résultat de la superposition de contributions de différentes multipolarités,
induites grâce à l’énergie transférée lors du processus de diffusion. Etudier les
propriétés de l’ISGMR seule passe de fait d’abord par une étape d’extraction des
données qui lui sont propres par rapport aux excitations "concurrentes". Ceci fait
l’objet des sections suivantes.

2.2.5 Analyse de données

Analyse en décomposition multipolaire (MDA)

Nous discutons ici d’une des techniques possible et couramment utilisée actuelle-
ment [87,95]. Les particules sondes, une fois diffusées, déposent de l’énergie le long
de leur trajectoire, que l’on peut reconstruire grâce aux chambres (à dérive) multi-
filaires. Lors du passage de la sonde diffusée, des électrons du gaz contenu dans
ces chambres sont arrachés et collectés. Leur signal est ensuite amplifié, pour
pouvoir in fine remonter à la cinématique (dont la trajectoire) de la diffusion et
déterminer l’énergie d’excitation apportée au noyau cible. Après soustraction du
bruit de fond et à partir de la distribution angulaire des évènements reconstitués
puis comptés il est alors possible de déterminer la section efficace différentielle de
diffusion en fonction de l’énergie d’excitation E∗ de la cible pour différents angles
dσexp

dΩ
= dσexp

dΩ
(Ex)

∣

∣

∣

∣

θ=θ0

. Cette section efficace est la première des quantités expéri-

mentales à calculer. Elle est obtenue à partir des données dans le référentiel du
laboratoire sur lesquelles on applique un jacobien pour passer dans le référentiel
du centre de masse, utilisé par les calculs de potentiels optiques [92, 96]. Une fois
la section efficace dépendant de l’énergie d’excitation du noyau cible et de l’angle
de diffusion dans le centre de masse obtenue, l’analyse de données est composée
des étapes principales suivantes :

• choisir un bin en énergie d’excitation (de l’ordre de 1 MeV pour les expéri-
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ences actuelles). Cette valeur est choisie, entre autres, de telle sorte à avoir
suffisamment de statistique.

• Exprimer la section efficace différentielle comme une combinaison linéaire de
sections efficaces différentielles de multipolarités différentes telle que :

dσexp

dΩ
(θcdm, Ex) =

X
∑

L=0

αL(Ex)
dσcalc

dΩ
(θcdm, Ex) (2.4)

où X correspond à la multipolarité la plus élevée à prendre en compte. Ce cal-
cul dσcalc

dΩ
est fait dans l’approximation de Born des ondes déformées (DWBA)

et correspond à un calcul où chaque multipolarité L respecte 100% de sa règle
de somme pondérée en énergie (EWSR) (comme montré figure 2.5) et où les
coefficients αL(Ex) sont ajustés par une une méthode des moindres carrés.

La technique de décomposition multipolaire en fonction de θcdm fait apparaître
des franges similaires à celles des figures de diffraction. L’écartement de ces franges
évolue avec les paramètres cinématiques comme les masses sonde et projectile,
l’énergie d’excitation de la cible. En pratique, plus le noyau cible est lourd, plus
les franges sont rapprochées les unes des autres et donc plus les maxima locaux
sont proches. Il est donc important de déterminer les angles de diffusion avec une
grande précision. En particulier, la section efficace de diffusion de la GMR est max-
imum à 0° laboratoire (donc 0° centre de masse) et requiert donc une grande préci-
sion aux petits angles avant, permettant typiquement au moins de différencier les
angles θ de l’ordre de ∆θ = 0.1°.

Potentiels optiques et approximation DWBA

Le cas de la diffusion élastique est le plus souvent traité dans le cadre de
l’approximation de Born qui suppose que la sonde se comporte comme une onde
plane jusqu’à interaction avec les nucléons du noyau cible [97]. L’approximation
DWBA va plus loin dans le traitement du paquet d’onde de la sonde après interac-
tion avec la cible [98]. Elle considère des termes additionnels à la sonde en sortie
tels que des termes diffusifs et de réfraction dus à l’interaction avec le noyau cible.
La distorsion du paquet d’onde de la sonde est alors déterminée grâce aux poten-
tiels optiques rendant compte du potentiel exercé par la cible.

Pour pouvoir prendre en compte les termes apportés par la DWBA par rapport à
l’approximation de Born, il faut choisir une expression du potentiel ressenti par la
sonde. Les potentiels optiques sont phénoménologiques et se décomposent en une
partie réelle et une partie imaginaire. Cette dernière modélise l’absorption dans
certains canaux de réaction. L’expression de la fonction d’onde de la sonde lors de
l’interaction avec les nucléons de la cible peut alors en principe être déterminée
en résolvant l’équation de Schrödinger où le potentiel considéré est le potentiel op-
tique.
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Les paramètres phénoménologiques des modèles optiques, nécessaires pour pou-
voir effectuer la décomposition multipolaire sont obtenus au cours des expériences
de GMR à partir de l’analyse de sections efficaces de diffusion élastique et des pre-
miers états excités.

Puisque les sondes isoscalaires telles que les particules alpha peuvent exciter
résiduellement des résonances isovectorielles, en partie par interaction coulombi-
enne, les calculs de transitions L = 1, T = 1 sont parfois inclus directement dans
la décomposition multipolaire, faisant l’hypothèse que seul le terme coulombien
des potentiels optiques contribue à ces excitations. D’autres études peuvent encore
traiter l’excitation isovectorielle séparément de la MDA. En pratique, nous savons
que ces excitations sont possibles par l’action conjuguée de l’interaction coulombi-
enne et du résidu isovectoriel de la transition isoscalaire. De fait, un traitement
ne considérant que l’interaction coulombienne pourra alors donner une réponse
de l’IVGDR (IsoVector Giant Dipole Resonance) ou d’autres résonances isovecto-
rielles sous-estimée par rapport à ce qu’elle devrait vraiment être. De même, un
traitement ne considérant pas non plus les excitations vectorielles résiduelles des
transitions isoscalaires peut alors attribuer une amplitude erronée aux résonances
isoscalaires. Une attention particulière doit être portée aux calculs de section effi-
cace des résonances T = 1 dans la DWBA.

Aux énergies incidentes actuellement produites, les particules sondes alpha sont
majoritairement fortement absorbées à la surface du noyau cible et sont peu sen-
sibles à la partie interne des potentiels de transition. Ainsi, il est supposé que la
forme globale des distributions angulaires de la section efficace différentielle ne
dépende tout de même que peu des énergies d’excitations de ces modes isovecto-
riels.

La soustraction du bruit de fond, lorsqu’elle n’est pas déjà faite au préalable par
le dispositif expérimental lui-même, l’est par une décomposition en gausiennes ou
lorentziennes de la section efficace restante après une décomposition multipolaire
dans l’approximation DWBA à l’aide de potentiels optiques [62]. Cette procédure
est largement utilisée depuis de nombreuses années. Il est toutefois important de
garder à l’esprit que la partie à haute énergie du spectre est la plus difficile à anal-
yser : l’amplitude du bruit de fond est plus grande et les résonances de grande
multipolarité qui s’y trouvent sont plus fragmentées que celles de plus basses én-
ergies.

Pour résumer, la précision des résultats dépendra majoritairement de la sous-
traction préalable du bruit de fond ou non, de l’identification des contributions
au continuum, de la décomposition multipolaire et l’attribution faite de chaque
multipolarité au continuum ainsi parfois même que la présence ou non de modes
"parasites" comme les toroïdaux, mal compris et non inclus dans la décomposition
multipolaire [92].

Il est à souligner qu’il n’existe à l’heure actuelle aucun formalisme théorique
unique capable de décrire les résonances géantes ainsi que toutes les sources pos-
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sibles de continuum à la fois. Il faut donc faire appel à différents modèles selon le
système considéré, le moment de la diffusion etc.

2.3 Intérêts de l’étude de l’ISGMR et problématique
associée

Détectée pour la première fois en 1958, l’ISGMR a été identifiée dans le 208Pb,
puis largement étudiée dès la fin des années 1970 [99,100]. Les premiers modèles
théoriques tentant de reproduire l’ISGMR ont donc été développés pour ce noyau
de 208Pb.

Actuellement, de nombreuses recherches autour de l’ISGMR sont toujours en
cours, aussi bien concernant son apport à l’astrophysique nucléaire via l’énergie de
symétrie [101], que sur la fragmentation énergétique au sein des noyaux déformés
dont la compréhension n’est que partielle [102,103].
L’ISGMR en tant que mode de compression est également un puissant outil en vue
d’un accès à l’équation d’état de la matière nucléaire. En effet, les forces de "restau-
ration" qui ramène un noyau de l’état excité vers son fondamental sont fortement
liées à la compressibilité de ce noyau étudié.
Il paraît alors important de comprendre pourquoi la théorie n’est actuellement pas
capable de reproduire l’expérience, ou du moins pourquoi les modèles reproduisant
le 208Pb échouent à reproduire d’autres noyaux. Il semble pour l’heure très difficile
de reproduire tous les noyaux dans un même cadre théorique [104–112].

2.3.1 Equation d’état (EoS) et incompressibilité nucléaire

Une équation d’état est un outil fondamental de la physique statistique qui permet
notamment de prédire l’existence de transitions de phases [113]. Dans le cadre
d’études nucléaires, elle permet de comprendre des phénomènes comme la super-
fluidité et donne des estimations de grandeurs difficilement mesurables dans des
domaines comme l’astrophysique nucléaire. A partir de l’équation d’état, on peut
alors reproduire et prédire l’énergie de liaison du système en fonction de la densité
mise en jeu.

Un système nucléaire étudié est communément caractérisé par son rapport ρ
ρ0

où ρ est la densité au sein du système et ρ0 la densité de saturation : celle au coeur
des noyaux. Un rapport ρ

ρ0
>> 1 relève ainsi plutôt du domaine de l’astrophysique

nucléaire dans laquelle on étudie par exemple les étoiles à neutrons, tandis qu’un
rapport ρ

ρ0
<< 1 caractérise entre autres la densité de surface des noyaux ato-

miques.

Dans le cas des noyaux finis, composés d’un faible nombre de constituants, la
densité n’est pas une constante en fonction du rayon, mais la densité de coeur
s’approche fortement d’une constante (la saturation) pour les noyaux suffisamment
lourds. En vue de l’étude du système, on peut alors recourir à une simplification
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qui consiste à "découper" le noyau par zones de densité constante (coeur ≡ ρ ≈ ρ0,
surface ≡ ρ < ρ0).
Les nucléons du coeur des noyaux suffisamment lourds pour atteindre la saturation
sont en équilibre entre répulsion coulombienne et attractivité due aux interactions
forte et faible. Ce coeur peut alors être approché par ce que l’on appelle la matière
nucléaire infinie (INM). Il s’agit d’un milieu "infini" idéal contenant autant de pro-
tons que de neutrons et dans lequel on peut négliger l’interaction coulombienne du
fait des dimensions infinies du système (l’interaction de protons deux à deux sur
un troisième nucléon se compense). La densité y est homogène, isotrope et a pour
valeur celle de la saturation ρ0. Nous reviendrons sur cet outil théorique dans le
chapitre sur la nouvelle paramétrisation à trois gaussiennes.

La compressibilité de l’INM est reliée à l’énergie de liaison par nucléon E/A, où
A est le nombre total de nucléons, au sein d’un noyau (et donc à l’équation d’état)
par la relation [113,114] :

K∞ = 9ρ2
∂2E/A

∂ρ2

∣

∣

∣

∣

ρ=ρ0

(2.5)

Puisque la densité n’est pas constante au sein d’un noyau et que le système est
fini, on s’attend alors à ce que la valeur de la compressibilité nucléaire réellement
mesurée KA soit différente de la compressibilité de la matière nucléaire KA 6= K∞
et donc que des termes correctifs soient à prendre en compte. Ces deux grandeurs
sont liées entre elles par la relation semie-empirique suivante [113,114] :

KA = K∞(1 + cA−1/3) +Kτ
(N − Z)2

A2
+KCZ

2A−1/3 (2.6)

où N et Z représentent respectivement le nombre de neutrons et de protons et
pondèrent Kτ , l’incompressibilité liée à l’asymétrie d’isospin. KC quant à elle,
représente l’incompressibilité coulombienne due à la finitude du noyau.
On peut voir que les termes supplémentaires sont la manifestation des corrections
des caractéristiques idéales "infinie" et "symétrique" de l’INM pour rendre compte
de la vraie physique du noyau. Ces termes tiennent d’ailleurs compte des mêmes
types de corrections que les termes correctifs au terme de volume dans l’expression
du modèle de la goutte liquide. La présence de ces termes entraine une évolution
de KA en fonction des différents noyaux, pour lesquels on trouvera des jeux de
paramètres différents.

L’ISGMR, en tant que mode de compression autour de la densité ρ0, peut être
utilisée dans la détermination expérimentale de KA. Etant un mode collectif où
les nucléons vibrent de manière cohérente, on peut supposer que la réponse sera a
prio-ri mono-énergétique, ou tout du moins qu’une énergie principale emportera la
majeure partie de la réponse d’un noyau soumis à excitation. Déterminer avec
précision l’énergie de ce centroïde EISGMR est ainsi particulièrement important
puisque celui-ci est directement lié à l’incompressibilité des noyaux finis via [113–
115] :
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EISGMR = h̄

√

KA

m < r2 >
(2.7)

où m est la masse d’un nucléon et < r2 > le rayon carré nucléaire moyen. Par
ces équations, on voit alors le lien entre la caractérisation de l’ISGMR, la com-
pressibilité nucléaire KA, la compressibilité de la matière infinie K∞ et finalement
l’équation d’état à saturation.

2.3.2 Incompatibilité expérience-théorie

Si l’on veut extraire rigoureusement K∞ via des analyses macroscopiques à partir
de noyaux finis et de KA, il semble nécessaire de connaitre les valeurs des énergies
des centroides sur une large gamme de A. Il en découle que l’ISGMR, depuis sa dé-
couverte, a été en pratique sondée expérimentalement dans de nombreux noyaux.
Parmi cet ensemble, il apparaît qu’un des paysages les plus propices à ce genre
d’étude est les chaînes isotopiques pour lesquels plusieurs noyaux voisins sont sta-
bles, ou à défaut, de demie-vie très longue. Ces chaînes permettent alors de sonder
la compressibilté Kτ liée à l’asymétrie.

La chaîne isotopique de l’étain constitue a priori un terrain idéal d’exploration
de la valeur de KA sous de multiples aspects. Tout d’abord la valeur de A le long de
la chaîne est suffisamment grande pour que le coeur des noyaux soit à une densité
proche de la saturation. Le nombre de proton Z = 50 y est ensuite dit magique :
la dernière couche remplie est fermée et a une énergie suffisamment différente de
celle de la couche suivante pour apporter de la stabilité aux noyaux d’Etains. On
trouve ensuite suf-fisamment de noyaux stables le long de la chaîne isotopique pour
balayer le nombre de neutrons sur une large gamme en vue d’explorer le rôle de Kτ

dans l’expression de l’incompressibilitéKA. Enfin, du fait de la fermeture de couche
magique proton, les étains non exotiques étudiés sont sphériques : un seul pic est
à attendre concernant l’ISGMR, contrairement au cas des noyaux déformés, ce qui
rend l’analyse de données a priori plus simple puisque l’ISGMR peut plus facile-
ment être dissociée des autres modes multipolaires. Pour cette raison, de nom-
breuses expériences ont été menées sur les étains parmi lesquelles [82,116–118].

Problème apparent

Les modèles théoriques ont bien du mal à reproduire les valeurs expérimentales
de l’ISGMR des étains. La figure 2.6 illustre ce problème. Sur la figure sont présen-
tées des valeurs expérimentales et théoriques du ratio des moments m1/m0, sou-
vent appelé centroïde et que l’on peut assimiler à une valeur d’énergie moyenne,
en fonction du noyau d’étain considéré dans la chaîne isotopique. Nous revien-
drons en détail sur la notion de moment et les ratios pertinents dans le chapitre
état de l’art, Principales chaînes isotopiques d’intérêt. On peut ainsi aisément voir
l’écart entre les valeurs de référence de l’article [116] (carrés noirs) et les valeurs
théoriques issues de deux modèles différents (triangles bleus et cercles rouges).
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Figure 2.6: Ratios des moments m1/m0 de la distribution de la fonction de force de
l’ISGMR dans la chaîne isotopique des étains. Différents résultats expérimentaux
(triangles verts [82], carrés noirs [116] ) sont comparés à des résultats théoriques
relativistes (triangles bleus) et non relativistes (cercles rouges). Figure extraite
de [116].

De plus, les valeurs expérimentales de référence sont incompatibles avec de précé-
dentes études [82] (triangles verts). Un tel écart entre différents dispositifs expéri-
mentaux avait déjà été présenté dans la section précédente.
Enfin, certains modèles théoriques ne sont pas non plus en accord suivant notam-
ment leur valeur de K∞ comme le soulignait déjà cette étude [119] de 2004. Cette
forte dépendence des énergies GMR en fonction du K∞ du modèle utilisé se vérifie
également dans beaucoup d’autres noyaux [104–112].

A la lumière de ce qu’est une résonance géante et plus particulièrement l’ISGMR,
de la façon dont elle est excitée puis comment elle est analysée expérimentalement,
nous allons maintenant nous pencher sur les moyens que nous avons employés
pour tenter de reproduire, décrire et prédire les énergies associées à ces résonances
géantes. Nous reviendrons également plus en détail sur les résultats concernant
d’autres chaînes isotopiques.
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3 | Description formelle : Champ
moyen et interactions effectives

Nous allons nous attacher dans ce chapitre à présenter le formalisme que nous
utilisons en vue de décrire les résonances géantes.

En tant que système microscopique composite, la description, la reproduction et
la prédiction des propriétés du noyau atomique représente un vrai défi :

• Le noyau est constitué de fermions en interaction : un traitement quantique
est indispensable pour en fournir une description rigoureuse.

• Les plus petits degrés de liberté élémentaires sont des quarks confinés par
l’interaction forte et les énergies associées à leurs interactions mutuelles (∼
MeV) sont trop faibles pour utiliser des développements perturbatifs de la
chromodynamique quantique.

• Même à une échelle plus grande que celle des quarks, e.g. celle des protons et
des neutrons, l’espace de Hilbert dans lequel évoluent les variables d’intérêt
devient rapidement de dimensions trop grandes avec A qui augmente, pour
rendre possibles les calculs numériques exacts au delà de quelques nucléons.

• Le nombre de nucléons variant lui-même de 1 à plus de 300 [120] au sein d’un
noyau, un traitement statistique précis est difficilement envisageable.

Les noyaux atomiques sont donc des problèmes à N-corps et les outils analy-
tiques et numériques actuels ne permettent pas de rendre ces problèmes solubles
en l’état. Ainsi, ni la fonction d’onde du système dans son ensemble, ni l’énergie
totale du système ne peuvent être déterminées de manière exacte, ce peu importe
les degrés de liberté auxquels on s’attache.
En connaissance de cause, même si nous ne pouvons donc pas décrire les comporte-
ments nucléaires exactement, nous pouvons le faire au moyen d’approximations.
Il faut alors faire appel à des modèles dont il existe plusieurs catégories. Ils sont
distinguables notamment par les expressions choisies pour la fonction d’onde (tron-
quée, approximée...) du système et par l’expression du potentiel inter-nucléon con-
sidérée. Ces modèles coexistent en vue de reproduire les observables nucléaires et
sont bien souvent complémentaires. On peut par exemple citer les approches ab
initio, qui partent des premiers principes et tentent d’inclure le maximum de cor-
rélations possibles dans l’expression de la fonction d’onde du système et dans celle
du Hamiltonien d’interaction. Il existe des modèles collectifs, mélange de consi-
dérations macroscopiques et microscopiques, comme celui de la goutte liquide, dont
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Figure 3.1: Domaines d’action des approches ab initio et des énergies fonctionelles
de la densité au regard de mesures expérimentales de masses disponibles pour un
couple (N,Z)

le pouvoir prédictif est intrinsèquement limité. On trouve enfin les modèles micro-
scopiques (en couches, de champ moyen, au delà du champ moyen...) applicables
à une grande variété de noyaux. La figure 3.1 montre le domaine d’application le
long de la carte des noyaux de quelques uns de ces modèles.

Tous ces traitements formels ont des avantages et des inconvients : le choix de
l’un plutôt que d’un autre se fait alors le plus souvent sur ce que l’utilisateur est
prêt à sacrifier : la rigueur et la proximité avec les forces fondamentales, ou le coût
numérique.

Les études de structure nucléaire présentées dans ce manuscrit se placent dans
le cadre d’un modèle microscopique de champ-moyen. Il s’agit en effet d’une mé-
thode parmi les plus performantes i. e. pour décrire les comportements nucléaires
d’un plus grand nombre de noyaux possibles. Le point de départ consiste à dévelop-
per des interactions dites effectives, construites à partir de considérations phéno-
ménologiques, c’est à dire de paramètres libres à ajuster entre autres sur des ob-
servables expérimentales associées aux phénomènes nucléaires d’intérêt. Une ex-
pression précise de la force inter nucléons via ces dernières est l’ingrédient néces-
saire en vue de permettre au modèle la description aussi bien de la structure de
l’état fondamental (déformation intrinsèque de l’état fondamental, énergie de liai-
son, niveaux d’énergies...) que la zoologie des états hors-équilibre ≡ dynamiques
≡ excités des noyaux (excitations individuelles à 1, 2,...,N- particules, excitations
collectives cohérentes...).

Nous allons développer ici les concepts associés aux méthodes Hartree - Fock
- Bogoliubov (HFB) et Quasi-particle Random Phase Approximation (QRPA) ainsi
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que celui d’interaction effective.

3.1 Description de l’état fondamental du système

Dans un cadre où les physiciens nucléaires jouiraient de ressources numériques et
analytiques suffisantes, un traitement du noyau atomique consisterait à prendre
en compte l’ensemble des termes à 1,2,...,N corps tel que le Hamiltonien du système
pourrait s’exprimer comme :

Ĥpot = T̂ + V̂eff =
A
∑

i=1

T̂i +
1

2

∑

i 6=j

v̂(i, j) +
1

6

∑

i 6=j 6=k

v̂(i, j, k) + .. (3.1)

avec l’état du système à A corps noté |123...A〉 qui répond à l’équation aux valeurs
propres Ĥ |123...A〉 = E |123...A〉. En pratique, la résolution analytique de cette
équation n’est pas possible au-delà de trois ou quatre nucléons (calculs ab initio).
Nous verrons par la suite que les interactions effectives que nous allons utiliser ne
contiennent que des termes à 2 nucléons et l’interaction à 3 nucléons est approchée
au moyen d’un terme effectif à 2 nucléons. Une théorie purement microscopique
du noyau est alors donnée par la solution de l’équation de Schrödinger à A-corps :

Hψk1,..,kA(1, .., A) = Eψk1,..,kA(1, .., A) (3.2)

=

[

A
∑

i=1

− h̄2

2m
∆i +

1

2

∑

i 6=j

v̂(i, j) +
1

6

∑

i 6=j 6=k

v̂(i, j, k) + ..

]

ψk1..kA(1, .., A)

où le passage du vecteur propre |123...A〉 à la fonction d’onde ψk1,...,kA(1, ..., A) se
fait via le choix d’une représentation et l’opérateur d’énergie cinétique est explicité
en tant que Laplacien. L’indice i caractérise complètement le i-ème nucléon, par
exemple :

i = (ri, si, ti) (3.3)

où r, s, t sont respectivement les coordonnées spatiales, le spin et l’isospin d’un
nucléon. Notre point de départ est donc un Hamiltonien microscopique composé
d’un terme cinétique et d’un terme potentiel avec les nucléons i comme degrés de
liberté. La première approximation consiste à tronquer le potentiel nucléaire à
N-corps en un terme à 2 corps tel que :

H =
A
∑

i

− h̄
2∆i

2m
+

A
∑

i<j

v(i, j) (3.4)

avec m la masse nucléonique et v(i, j) le potentiel inter-nucléons. Appliqué sur
une fonction d’onde antisymétrisée, l’opérateur Hamiltonien peut s’écrire dans le
formalisme de la seconde quantification [121] comme :
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Ĥ =
∑

ij

tija
†
iaj +

1

2

∑

ijkl

vijkla
†
ia

†
jalak (3.5)

où les indices i, j, k, l désignent les états à 1 particule d’une base orthonormée, où
la somme se fait sur l’ensemble des états disponibles possibles, c’est-à-dire une
infinité et où les opérateurs a et a† respectent les règles d’anticommutation telles
que

{ai, aj} = 0 (3.6)

{a†i , a†j} = 0

{a,ia†j} = δij

Un état propre de l’Hamiltonien peut-être développé en une somme sur des états
ayant tous le même nombre total de nucléons. Si les nucléons occupent les états
à 1 particule de toutes les combinaisons possibles, la fonction d’onde du système
peut s’écrire :

|Ψ〉 =
∑

i1,i2,..,iA

ci1,i2,..,iAa
†
i1
a†i2 ...a

†
iA
|0〉 (3.7)

où les indices in = i1, i2, .., iA servent à sélectionner un sous-ensemble de A états
de particules individuelles dans un terme particulier de la somme, parmi l’infinité
d’états possibles. On peut traduire cette équation par :
"je crée chacun des nucléons à partir du vide de particules ≡∑

i1,i2,..,iA
a†i1a

†
i2
...a†iA |0〉,

de plein de façons différentes ≡∑

i1,i2,..,iA
ci1,i2,..,iA".

Une description quantitative des noyaux passe tout d’abord par une bonne re-
production de leur état fondamental |Ψ〉, auquel sont associées des observables
comme par exemple les énergies de liaison, les déformations intrinsèques, les rayons
de charge ou encore les niveaux d’énergie des orbitales nucléaires.
En effet, dans le même esprit que les orbitales atomiques, une répartition sur des
orbitales nucléaires permet une description quantitative de la structure des noy-
aux sur une large gamme de A et le concept de couches doit être préservé. Le
problème est qu’en l’état, beaucoup trop de configurations sont possibles, ce qui
rend le pro-blème ingérable numériquement. Deux solutions sont alors possibles.
Le modèle en couches, réduit l’espace des configurations soit en limitant le nom-
bre d’états accessibles, soit limitant le nombre de nucléons contributifs à ceux d’un
espace de valence. Ces modèles se sont avérés par le passé un excellent point de
départ à la reproduction des énergies associées aux états quantiques. Toutefois ils
ont leur limites, notamment dans les noyaux lourds, où la restriction de l’espace
des configurations considéré a un impact non négligeable.
La deuxième solution consiste à remplacer la forme de la fonction d’onde 3.7 par
une expression beaucoup plus simple. Il s’agit d’un traitement microscopique dans
lequel on considère alors que chacun des nucléons baigne dans un potentiel moyen
résultant de la contribution des autres nucléons, dont il est lui même indépendant.
Nous nous plaçons dans ce cadre et allons le décrire ici.
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3.1.1 Le champ moyen : méthode Hartree-Fock

Les interactions microscopiques effectives, i.e. dépendants de la densité du mi-
lieu considéré, sont spécialement développées pour être utilisées dans des cal-
culs Hartree-Fock ou similaires. Dans toute la suite de ce chapitre, les indices
latins indexent les états de particules, trous ou de quasi-particules et les indices
grecs leurs pendants dans une base d’oscillateur harmonique. Dans ces calculs de
champ moyen, la valeur moyenne d’un opérateur est calculée sur deux états de nu-
cléons indépendants. Chaque fonction d’onde individuelle perçoit ce potentiel. Ceci
permet de simplifier grandement les calculs tout en respectant les propriétés des
fermions. Dans ce cadre, la première équation se réduit à l’équation plus simple
suivante :

H0Ψk1...kA(1, ..., A) =

[

A
∑

i=1

hi

]

Ψk1...kA(1, ..., A) (3.8)

=
A
∑

i=1

[

− h̄2

2m
∆i + V0i

]

Ψk1...kA(1, ..., A)

en faisant l’hypothèse que le terme à 2 corps peut être approché par

v(i, j) = V0i + (v(i, j)− V0i) (3.9)

et que la différence exprimée par v(i, j)− V0i est négligeable. Nous venons ainsi de
mettre en équation la principale hypothèse du champ moyen. On voit donc que les
termes du Hamiltonien sont à présent des termes de particules découplées les unes
des autres. On considère alors que la fonction d’onde globale à A corps Ψ s’exprime
en produits anti-symétrisés de fonctions d’onde individuelles telles que :

Ψk1...kA(1, ..., A) =
1√
A

∣

∣

∣

∣

∣

∣

∣

∣

∣

∣

∣

∣

φk1(1) φk2(1) ... φkA(1)
φk1(2) φk2(2) ... φkA(2)
. . .
. . .
. .

φk1(A) φk2(A) ... φkA(A)

∣

∣

∣

∣

∣

∣

∣

∣

∣

∣

∣

∣

(3.10)

avec le préfacteur 1√
A

assurant la normalisation de cette anti-symétrisation. Il
s’agit d’un déterminant de Slater : c’est l’approximation Hartree-Fock. Il est à
noter que le signe d’un déterminant change lors de la permutation de deux in-
dices quelconques de ses colonnes ou lignes : représentant la condition d’anti-
symétrisation. La valeur du déterminant est zéro si deux lignes ou deux colonnes
sont identiques, c’est-à-dire si deux fermions sont dans le même état, en vertu du
principe d’exclusion de Pauli.

Remarque : une fonction d’onde totale du système Ψk1...kA(1, ..., A) exprimée en
un simple produit de fonctions de particules individuelles tel que Ψk1...kA(1, ..., A) =
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φk1(1)φk2(2)...φkA(A) (Hartree) représente le terme direct et ne tient pas compte du
caractère fermionique des nucléons [34, 35]. Pour ce faire, il faut considérer que
deux nucléons ne peuvent se trouver dans le même état quantique. Il s’agit de
la manifestation du principe d’exclusion de Pauli, qui impose l’antisymétrisation
Ψk1k2(12) = −Ψk1k2(21). Cette transformation du produit en un déterminant de
Slater [36, 37] représente le terme d’échange (Fock) dans une fonction à 2 partic-
ules [38–40].

Les fonctions d’onde individuelles sont des fonctions propres à une particule du
Hamiltonien hi telles que :

hiφki = ǫkiφki (3.11)

et pour lesquelles les énergies propres sont reliées à l’énergie totale du système
comme suit

Ek1...kA = ǫk1 + ...+ ǫkA . (3.12)

L’ensemble des fonctions φki forme une base orthogonale dans la représentation
du nombre d’occupation dans le formalisme de la seconde quantification. A chaque
niveau ki correspond une paire d’opérateurs a+ki , aki de création et d’annihilation.
Les particules étudiées étant des fermions, chaque niveau ne peut être occupé
qu’une seule fois dans cette représentation, et les opérateurs a+ki , aki suivent les
relations de commutation de Fermi. Partant du vide |−〉 les fonctions propres de
H0 peuvent s’écrire sous la forme :

|HF 〉 = |Ψk1...kA〉 = a+k1 ...a
+
kA
|−〉 (3.13)

où les niveaux sont chacun remplis successivement par énergie croissante dans
l’état fondamental du système de la première particule jusqu’à la A-ième. On ob-
tient ainsi un état fondamental dans lequel tous les états individuels sont occupés
jusqu’au niveau de Fermi ǫF (à température = 0K, énergie et niveau de Fermi sont
confondus).

A ce stade, nous ne savons rien de l’expression du vide, à partir duquel l’ensemble
des états d’occupation sont obtenus. Il faut donc contourner le problème ; nous
passerons par une approche variationnelle en vue de l’obtention de l’état fonda-
mental d’un noyau.

3.1.2 Principe variationnel

La méthode variationnelle est un outil puissant pour contourner un problème non
analytiquement soluble. Elle permet l’obtention de l’énergie de l’état fondamental
du système étudié, ainsi que les grandeurs caractéristiques associées (déformation,
rayon de charge...), à partir de l’expression du Hamiltonien et de fonctions tests de
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A particules indépendantes.

Dès lors qu’un problème est quantique, il s’agit en fait de résoudre l’équation
de Schrödinger H0 |Ψk1...kA〉 = Ek1...kA |Ψk1...kA〉 que nous considérons indépendante
du temps pour nos besoin. Considérer un problème dépendant du temps permet-
trait en outre de tenir compte de l’évolution du potentiel dans le temps puisqu’on
s’intéresse à de la dynamique, ce n’est pas l’objet de cette thèse.
L’énergie du système est donnée par :

Ek1...kA [Ψk1...kA ] =
〈Ψk1...kA | Ĥ0 |Ψk1...kA〉
〈Ψk1...kA |Ψk1...kA〉

(3.14)

où l’on remarque que cette énergie est une fonctionnelle de la densité du milieu.
Le potentiel nucléaire étant auto-cohérent, les nucléons génèrent eux-même le po-
tentiel qu’ils ressentent et leurs fonctions d’onde individuelles sont ainsi aussi bien
solutions que parts du problème.
En manipulant notre équation comme expliqué dans [50], il est équivalent de dire
que le problème revient à :

δEk1...kA [Ψk1...kA ] = 0 (3.15)

et à s’assurer que l’extremum obtenu est bien un minimum. Notons que comme
nous ne pouvons pas avoir accès directement à la fonction d’onde la plus générale
possible du problème à N-corps, l’énergie minimale obtenue par ce moyen E0 n’est
qu’une valeur approchée de l’énergie minimale réelle du système EN−corps telle que
E0 > EN−corps.
Grâce à l’équation 3.10, on peut décomposer Ψk1...kA en des combinaisons de fonc-
tions d’onde individuelles φki . Afin de préserver la norme de ces fonctions d’onde,
on définit alors la quantité :

F = Ek1...kA [Ψk1...kA ]−
A
∑

i=1

λǫi(〈φki |φki〉 − 1) (3.16)

telle que la minimisation de l’énergie du système revient à résoudre l’équation

δF
δφki

= 0, ∀i ∈ [1, A]. (3.17)

L’utilisation du principe variationnel a cependant un coût ; le passage de l’analytique
au numérique devient obligatoire si l’on veut minimiser notre Hamiltonien.
A ce stade, l’expression des fonctions d’onde de particules individuelles n’est tou-
jours pas connue. Comme le problème est auto-cohérent, l’obtention de ces fonc-
tions associées aux nucléons passe par l’itération sur elles-mêmes... En vue d’une
résolution numérique, il est donc nécessaire d’introduire un jeu de fonction d’onde
tests sur lesquelles développer les φki . Ceci constitue un point important puisque
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la physique que le modèle sera capable de reproduire dépend en grande partie de
ce choix.

Il est donc essentiel d’utiliser des fonctions tests que l’on estime être au plus
proche de la réalité physique, traitables numériquement aussi bien qu’analytiquement
pour pouvoir déterminer notre Hamiltonien dans cette base, idéalement orthogo-
nale. Ceci permet de faciliter la diagonalisation du problème, en vue de l’obtention
de ses valeurs propres.

Nous venons de poser les briques de base du champ moyen. Cependant les
opérateurs de création et d’annihilation sont exprimés sous leur forme condensée
algébrique ; nous ne leur avons pas attribué d’expression analytique puisqu’ils sont
reliés aux φki .

3.1.3 Base d’états de l’Oscillateur Harmonique

Le choix se porte sur les fonctions tests {χα} à 1 particule de l’oscillateur har-
monique, qui ont la particularité non négligeable de pouvoir être manipulées an-
alytiquement. Le passage de la base des {χα} à celle des {φk} s’exprime comme
:

φk =
∑

α

Dαkχα (3.18)

où à chaque fonction χα sont associés des opérateurs de création et d’annihilation
c†α, cα tels que

a†k =
∑

α

Dαkc
†
α. (3.19)

Comme les sets {χα} et {φk} forment des ensembles complets et orthogonaux, D
est unitaire telle que D†D = I où I est la matrice identité. Ceci assure de même
que {c†α, cα} et {a†k, ak} obéissent à des relations de commutation distinctes.

La matrice densité est une quantité, un déterminant de Slater ayant l’avantage de
s’affranchir de toute phase complexe [50], et définie telle que :

ρβα = 〈HF | c†βcα |HF 〉 . (3.20)

Elle permet alors d’exprimer la quantité F à minimiser comme :

F(ρ) =
∑

αβ

tαβρβα +
1

2

∑

αβγδ

〈αβ| v(ρ)
∣

∣

∣γ̃δ
〉

ργαρδβ (3.21)

où v(ρ) est le potentiel effectif dépendant de la densité et le tilde signifie

〈αβ| v(ρ)
∣

∣

∣
γ̃δ

〉

= 〈αβ| v(ρ) |γδ〉 − 〈αβ| v(ρ) |δγ〉 afin d’assurer l’anti-symétrisation.
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Le code que nous utilisons s’appuie pour sa partie spatiale sur une base d’oscillateur
harmonique à symétrie axiale. Dans une telle base, les nombres quantiques de
l’oscillateur harmonique sont donnés par {n⊥,m, nz} et sont liés aux positions des
particules données. L’expression des {χα}, c’est à dire des fonctions d’onde directe-
ment manipulées est donnée par :

|χα〉 = |n⊥,m, nz〉 = |n⊥,m〉 ⊗ |nz〉 (3.22)

avec, en séparant la partie radiale perpendiculaire et celle selon l’axe de symétrie
z,

〈z|nz〉 = 4

√

1

πb2z

√

1

2nznz!
e−z2/2b2zHnz

(

z

bz

)

(3.23)

〈r⊥|n⊥,m〉 =
1

b⊥
√
π

√

n⊥!

(n⊥ + |m|)!e
−r2⊥/2b2⊥

(

r⊥
b⊥

)|m|
L|m|
n⊥

(

r2⊥
b2⊥

)

eimφ (3.24)

où bz et b⊥ sont les paramètres de l’oscillateur harmonique quantique dans la di-
rection radiale perpendiculaire à l’axe de symétrie (2D) et dans celle de l’axe de
symétrie (1D), H et L les polynômes de Hermite et Laguerre respectivement et φ
l’angle fait entre la projection de la position ~r de la particule dans le plan perpen-
diculaire et un axe de référence x dans un référentiel cartésien.

Un cas idéal consisterait alors à développer les fonctions d’onde à une particule
φk sur une infinité de fonctions d’onde χα de l’oscillateur harmonique. Ceci est
impossible numériquement et il nous faut recourir à une troncature sur le nombre
de couches majeures N0 de cet oscillateur harmonique. La relation :

2n⊥ + |m|+nz ≤ N0 (3.25)

entre les nombres quantiques s’applique alors. Idéalement, N0 doit simuler une
taille de base infinie tout en étant suffisamment peu coûteuse numériquement pour
être réellement utilisée. Nous reviendrons extensivement sur l’impact du choix de
N0 sur nos calculs dans le chapitre suivant.

Nous allons maintenant discuter d’une extension nécessaire au modèle de champ
moyen afin de rendre compte plus justement des énergies de liaison des noyaux à
couches ouvertes.

3.1.4 Les corrections d’appariement : de Hartree- Fock à Hartree-
Fock- Bogoliubov (HFB) en symétrie axiale

Le principe d’exclusion de Pauli de la mécanique quantique stipule que deux fermions
ne peuvent être dans le même état quantique. De plus, l’interaction proton-proton
sera répulsive par l’interaction coulombienne. Les deux espèces de nucléons se
répartissent donc chacune sur des couches nucléaires composées de sous-couches,
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d’énergies et de nombres quantiques différents. La répartition énergétique de ces
sous-couches nucléaires les unes par rapport aux autres est dépendante du nombre
de protons et de neutrons considérés : le potentiel nucléaire étant auto-cohérent,
les nucléons s’influencent eux-mêmes, rendant l’énergie totale du système mini-
male. Cet arrangement peut donner lieu à de nombreuses formes de noyaux et l’on
distingue globalement les noyaux sphériques des noyaux déformés.

Dans le cas de noyaux sphériques, lorsqu’une couche nucléaire est entièrement
remplie (couche fermée), le nombre de protons ou de neutrons atteint ce qu’on ap-
pelle un nombre "magique" rendant ces noyaux généralement plus stables que les
noyaux voisins (sauf si l’excès d’un type d’isospin sur l’autre empêche le noyau
d’être dans un état lié).

Un cas de figure intéressant se produit en revanche quand, quelle que soit la
déformation du noyau, les énergies d’une sous-couche (partiellement-)remplie et
celle de la couche supérieure sont très proches. Il se produit alors un effet dit
d’appariement [122, 123] entre deux nucléons tel que la fonction d’onde de cette
paire est dans un état de recouvrement "à cheval" sur les deux sous-couches én-
ergétiques. Si l’on raisonne en terme de corpuscules, les nucléons ne sont ni com-
plètement sur la sous-couche n, ni sur la n + 1 mais sur les deux à la fois, avec un
ratio pouvant favoriser l’une ou l’autre des sous-couches et dépendant du nombre
de nucléons.

Dans le formalisme HFB, qui permet de prendre en compte ces effets d’appariement,
l’énergie du système ne dépend plus seulement de la densité ρ du système mais
également de la densité anormale (tenseur d’appariement) κ. La fonctionnelle de
la densité s’exprime alors [124]:

F(ρ, κ) =
∑

αβ

tαβρβα +
1

2

∑

αβγδ

〈αβ| v(ρ)
∣

∣

∣
γ̃δ

〉

ργαρδβ (3.26)

+
1

4

∑

αβγδ

〈αβ| v(ρ)
∣

∣

∣
δ̃γ

〉

κβακδγ

où les éléments de matrice sont considérés réels et où

ραβ =
〈

0̃
∣

∣ c†βcα
∣

∣0̃
〉

(3.27)

καβ =
〈

0̃
∣

∣ cαcβ
∣

∣0̃
〉

avec
∣

∣0̃
〉

l’état fondamental HFB qui est aussi le vide des opérateurs de quasi-
particules {ηi, η†i }. On peut exprimer des relations entre les opérateurs {cα, c†α}
de la base d’oscillateur harmonique et ces opérateurs de quasi-particules (d’états
particule-trou) et vice versa par la transformation de Bogoliubov :

(

cα
c†α

)

= B
(

ηi
η†i

)

=

(

uαi v∗αi
vαi u∗αi

)(

ηi
η†i

)

(3.28)
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où la relation
∑

α|uiα|2+|viα|2= 1 assure également l’unitarité de cette transforma-

tion. Notons alors que le taux d’occupation
〈

N̂i

〉

d’un état n’est plus de 0 ou 1

comme dans le traitement Hartree-Fock mais est désormais donné par
〈

N̂i

〉

=
∑

α v
2
iα qui peut être fractionnaire. En pratique, pour un état vide (état de partic-

ule) on a alors ui = 1 et vi = 0 et pour un état plein (état de trou), on a ui = 0 et
vi = 1.

Considérant la minimisation de l’énergie du système atteinte pour une variation
nulle au premier ordre (minima ou maxima) et positive au second ordre (minima)
on a alors désormais :

δF =
∑

αβ

1 + δαβ
2

(

∂F
∂ρβα

δραβ +
∂F
∂κβα

δκαβ

)

(3.29)

+
1

2

∑

αβγδ

1 + δαβ
2

1 + δγδ
2

(

∂2F
∂ρδγ∂ρβα

δραβδργδ +
∂2F

∂ρδγ∂κβα
δραβδκγδ

+
∂2F

∂κδγ∂ρβα
δκαβδργδ +

∂2F
∂κδγ∂κβα

δκαβδκγδ

)

.

Incorporer cette notion d’appariement ainsi décrite et appliquée aux noyaux a
été motivé par le passé par des observations expérimentales concernant les én-
ergies de liaison des noyaux. Certaines énergies expérimentalement déterminées
étaient inférieures à celles prédites par un traitement de champ moyen Hartree-
Fock. Il s’agissait d’une manifestation de l’incomplétude du Hamiltonien de champ
moyen : il manquait de la physique induite par ces corrections énergétiques. Con-
ceptuellement, on peut associer les termes d’un Hamiltonien à un effet ou un en-
semble d’effets physiques observés. Plus de détails peuvent être trouvés dans les
références [124,125].

3.1.5 La théorie HFB contrainte

La méthode Hartree-Fock-Bogoliubov permet, grâce au processus de minimisation,
d’obtenir un seul point de la surface d’énergie : l’énergie minimum que l’on con-
sidèrera comme étant celle de l’état fondamental. Elle ne fournit cependant pas
d’informations à propos des autres points de cette surface dans laquelle on pour-
rait par exemple trouver des minima locaux, liés aux coexistances de formes. De
plus, dans le formalisme présenté, le nombre de particules n’est pas fixé.
Pour pallier ces deux aspects, on peut alors minimiser le Hamiltonien HFB con-
traint tel que :

δ 〈Φq| Ĥ − λNN̂ − λZẐ −
∑

i

λiQ̂20 |Φq〉 = 0 (3.30)

où Φq est une fonction d’onde HFB pour la déformation q, H le Hamiltonien nu-
cléaire, λ sont les paramètres de Lagrange tels que l’on veut
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〈Φq| N̂ |Φq〉 = N (3.31)

〈Φq| Ẑ |Φq〉 = Z

〈Φq| Q̂20 |Φq〉 = Q20

avec Q20 =
√

16π
5
r2Y20 où Y20 est une harmonique sphérique. Le lien entre F du

paragraphe précédent et Ĥ ici est tel que F est obtenu par l’application de Ĥ sur
Φq le long de la surface d’énergie potentielle. Le noyau peut alors se déformer
grâce à l’action combinée d’un moment quadrupolaire imposé aux fonctions d’onde
de l’oscillateur harmonique que l’on utilise.

A un "fond de puits" de la surface d’énergie HFB correspond une énergie mi-
nimale du système. C’est l’énergie considérée comme celle qui rend le système le
plus stable, associée à l’état fondamental, car c’est celle vers laquelle il tendra in-
évitablement dès lors qu’il est dans un état excité.

Il ne nous reste plus qu’à déterminer l’expression du Hamiltonien nucléaire pour
caractériser complètement l’état fondamental de notre système.

3.2 Hamiltonien considéré

3.2.1 Propriétés du Hamiltonien effectif

Tout Hamiltonien du potentiel nucléaire doit respecter certaines symétries comme
par exemple l’invariance par rotation, sous transformation d’isospin, par renverse-
ment du temps etc. De plus, nous allons considérer que les vitesses en jeu au coeur
du noyau sont suffisamment faibles v

c
∼ 0.1 pour négliger en bonne première ap-

proximation les effets relativistes.

La description de nos systèmes s’appuie sur un Hamiltonien effectif. L’ansatz
[50, 121, 126] habituel pour les Hamiltoniens effectifs conduit à une énergie ex-
primable sous la forme d’une somme comprenant l’énergie cinétique à un corps,
l’énergie potentielle de la force considérée, l’énergie d’appariement, l’énergie couloumbi-
enne et un terme correctif. L’énergie potentielle modélise l’interaction forte et tout
l’objectif consiste à reproduire au mieux la physique en jeu dans ce terme. Dans
le forma-lisme HFB, l’énergie d’appariement est intrinsèquement prise en compte
dans les considérations sur les fonctions d’onde. Le terme correctif sert à éliminer
les états spurieux, c’est-à-dire résultant des brisures de symétrie que l’on impose
au système. Même si le potentiel coulombien d’un noyau n’est pas extérieur du
point de vue d’un nucléon comme c’est le cas pour un électron ressentant le poten-
tiel d’un noyau, la contribution coulombienne nucléaire totale est calculable ana-
lytiquement et ne nécessite pas l’introduction de termes effectifs. L’énergie totale
interne d’un noyau est donc donnée par la relation suivante :

E = Ecin + Epot + Eappariemment + ECoulomb + Ecorrections (3.32)
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avec

Epot =
∫

Hpot(r) d3r (3.33)

où Hpot(r) est la fonctionnelle de la densité d’énergie associée au terme potentiel
à partir d’un Hamiltonien effectif. Ces termes peuvent être décomposables en di-
verses densités et courants tels que notreF HFB précédemment dérivé qui contient
la physique relative au terme cinétique, potentiel et d’appariement.

3.2.2 Le potentiel inter-nucléons

Si une des manières les plus simples de contraindre les paramètres libres de la
fonctionnelle de la densité d’énergie semble être l’incorporation des données sur
les expériences de diffusion nucléon-nucléon, il s’avère que pour les noyaux au delà
de l’Hydrogène, ces données ne sont pas les plus utiles pour les calculs de struc-
ture nucléaire. La présence de plusieurs nucléons à la fois dans un noyau modifie
le comportement diffusif, de telle sorte qu’il devient plus approprié d’utiliser des
interactions effectives phénoménologiques qui dépendent de la densité de matière
nucléaire locale.

De portées finies (Gogny [48], M3Y [127]) ou même nulles (Skyrme [47]), ces po-
tentiels, plus ou moins raffinés [128] et dont des paramétrisations à champ d’action
plus larges [129] ont vu le jour par la suite, s’appuient sur les symétries des noy-
aux.
Ils tentent pour la plupart de reproduire au mieux les interactions à 2 corps et
simulent une interaction à 3 corps par l’introduction d’un terme dépendant de la
densité du milieu [130].

De manière générale chaque terme à N particules contenu dans le potentiel
considéré s’inscrit dans l’une des trois contributions : centrale, tenseur et spin
orbite :

v
(N)
ij... = v

(N)
C + v

(N)
T + v

(N)
LS . (3.34)

Nous nous plaçons donc dans un cadre où le seul degré de phénoménologie est
contenu dans les paramètres libres de l’interaction choisie. Celle-ci est l’interaction
de Gogny non relativiste et de portée finie, contenant des termes centraux, un
terme dépendant de la densité pour simuler une interaction à 3 corps, et un terme
spin-orbite.

Le terme central permet de reproduire les effets de volume, dont celui de la
saturation nucléaire, il doit donc être systématiquement présent pour reproduire
les bases de la structure nucléaire. Il contient ici deux termes gaussiens (2.34),
simulant une courte et une moyenne portée en plus du terme dépendant de la den-
sité (2.35). Précisons que la portée finie permet de traiter de la même manière
les champs Hartree-Fock et ceux d’appariement, sans la nécessité d’introduire une

37



3.3. DESCRIPTION DES ÉTATS EXCITÉS DU SYSTÈME

quelconque troncation en énergie dans l’espace des quasi-particules, contrairement
à l’interaction de Skyrme. Y figure également un terme spin-orbite (2.36), capable
de tenir compte de la dégénérescence de spin ce qui permet d’obtenir des niveaux
d’énergies de particules individuelles plus proches des observations expérimen-
tales, particulièrement pour les nombres magiques. Enfin, on trouve un terme
coulombien (2.37). Il n’y a pas de terme tenseur dans l’expression que l’on consid-
ère. Celui-ci, qui permet par exemple de tenir compte du moment quadrupolaire
du deutéron et est responsable des découplages spin-orbite proches de l’énergie de
Fermi [131], est difficile à contraindre : sa signature expérimentale n’est pas claire
même au sein de noyaux légers. Pour cette raison, les effets associés seront jugés
ici négligeables.

La première utilisation dans des calculs de champ moyen de cette forme analy-
tique date du milieu des années 1970 [48]. Son expression est donnée par :

v(2) =
2

∑

i=1

e−(r1−r2)2/µ2

i (Wi +BiPσ −HiPτ −MiPσPτ ) (3.35)

+t3(1 + x3Pσ)δ(r1 − r2)

[

ρ

(

(r1 − r2)

2

)]α

(3.36)

+iWLS
←−∇ 12δ(r1 − r2)×

−→∇ 12 · (~σ1 + ~σ2) (3.37)

+
(1− 2τz1)(1− 2τz2)

4

e2

|r1 − r2|
(3.38)

où les lettres W , B, H, M représentent les initiales de Wigner, Bartlett, Heisenberg
et Majorana et font chacune partie d’une contribution au terme central qui sert à
tenir compte de l’échange à deux corps de spin S et d’isospin T dans les quatre
combinaisons singlet-triplet (S = 0, 1 ; T = 0, 1) des canaux.

De nombreuses contraintes (matière nucléaire, noyaux finis) peuvent être ap-
pliquées sur les paramètres libres phénoménologiques de ce potentiel
{Wi, Bi, Hi,Mi, µi, t3, x3, α,WLS}, menant à diverses paramétrisations existantes pour
une même forme analytique comme par exemple [129,132–134]. Nous reviendrons
plus en détail sur certaines de ces contraintes dans le chapitre sept, dédié à la
nouvelle paramétrisation à trois gaussiennes. Nous utilisons dans la majeure par-
tie de ce manuscrit la paramétrisation D1M, reproduisant globalement les masses
nucléaires [129] en comparaison à D1S adaptée aux effets de surface [135] et
D1N [134] aux noyaux riches en neutrons.

3.3 Description des états excités du système

Nous nous penchons désormais sur la manière de tenir compte de l’aspect dy-
namique du noyau. Soumis à un champ extérieur, le système est excité et évolue
dans le temps. Cette évolution implique une modification des valeurs de grandeurs
caractéristiques (énergie, déformation etc) par rapport à l’état fondamental. Con-
sidérant les résonances géantes comme des oscillations de faibles amplitudes comme
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nous l’avons évoqué dans le chapitre ISGMR : enjeu théorique et expérimental, nous
pouvons néanmoins traiter les états excités du système en bonne approximation en
restant dans un cadre statique.

Nous savons qu’en tant qu’états cohérents, les résonances géantes sont des su-
perpositions d’états de particules-trous tels que présentés dans l’équation 2.1 où
il faudrait être en mesure de prendre en compte des états allant jusqu’à Ap-Ah,
où A est le nombre de nucléons du noyau considéré. Il est difficile d’estimer la
contribution aux spectres que pourrait apporter un calcul multi-particules-multi-
trous (mpmh). Un tel calcul n’est absolument pas gérable numériquement avec
les puissances numériques actuelles. Ces méthodes doivent donc le plus souvent
déterminer un "espace de valence", c’est à dire un espace de nucléons actifs, où les
autres nucléons de coeur sont gelés. Cette troncature s’avère alors problématique
puisque nous savons qu’un très grand nombre de nucléons sont impliqués dans les
résonances géantes. La méthode QRPA (Quasi-particle Random Phase Approxima-
tion) se base sur la prise en compte de tous les états 1p-1h ou 2 quasi-particules
accessibles à laquelle s’ajoute la prise en compte des corrélations issues de toutes
les interactions entre ces états de quasi-particules deux à deux. Le coût numérique
peut alors être très grand suivant le noyau considéré et comme nous allons le dis-
cuter dans le chapitre suivant, mais permet néanmoins de considérer l’ensemble
des A nucléons.

3.3.1 La méthode Quasi-particle Random Phase Approxima-
tion

Une faible perturbation du système via un champ extérieur peut être décrite par la
réponse linéaire. Parmi les traitements associés, la QRPA en tant qu’approximation
harmonique de la physique des états excités constitue le cadre théorique dans
lequel on se place. La figure ?? schématise l’approximation harmonique issue des
calculs de la dérivée seconde de l’énergie fonctionnelle de la densité.

On comprend ainsi que plus la forme harmonique du potentiel approché pris au
minimum est proche de la forme du potentiel réel dans lequel évolue le système,
meilleure en sera sa description. Dans cette approche, utilisée ici sous forme ma-
tricielle, les états excités sont construits dans un potentiel harmonique autour de
l’énergie HFB minimum et respectent l’équation aux valeurs propres :

(

A B
B A

)(

Xn

Yn

)

= ωn

(

Xn

−Yn

)

(3.39)

où A et B sont des sous-matrices constitutives du Hamiltonien d’interaction des
états QRPA |n〉 de quasi-particules deux à deux, ωn sont les énergies des |n〉, états
excités. A nouveau, plus de détails peuvent être trouvés dans [124].

La matrice du Hamiltonien QRPA peut in fine s’organiser comme suit : 3.2,
ou ZZ représente les configurations protons et NN les configurations neutrons, et
les symétries ainsi présentées permettent alors de grandement simplifier le rem-
plissage ainsi que la diagonalisation qui serait autrement très coûteuse. Plus de
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détails sur les méthodes de diagonalisation peuvent être trouvées dans la référence
[136].

Figure 3.2: Schéma de S.Péru de la décomposition de la matrice QRPA (droite) en
fonction de l’isospin des quasi-particules (gauche).

Les états excités QRPA sont exprimés par rapport au vide tel que :

θ+n
∣

∣0̃
〉

= |n〉 . (3.40)

Le Hamiltonien QRPA peut-être exprimé via les opérateurs de la seconde quan-
tification présentés en début de chapitre. Par souci de concision, nous ne rentrons
pas ici dans les détails de calculs et ces aspects techniques de la QRPA peuvent
être trouvés dans les références [124,136–138].
La construction des opérateurs de création θ†n de ces états à deux quasiparticules
rend possible le passage de la base des états de l’oscillateur harmonique, aux états
de HFB puis aux transformations donnant les états de base QRPA :

θ†n =
1

2

∑

ij

(X ij
n η

†
i η

†
j − Y ij

n ηjηi). (3.41)

En symétrie sphérique, J , le moment angulaire total, est un bon nombre quan-
tique, et l’on peut s’en servir pour caractériser les états du système puisque les
projections de ce moment sont dégénérées. En symétrie axiale en revanche, K de-
vient un bon nombre quantique servant à labeler nos états de quasi-particules. Il
s’agit de la projection de J sur l’axe de rotation cf 3.3.

En symétrie axiale donc, les états individuels et donc les excitations sont classés
par blocs Kπ, où π est la parité considérée. Les phonons de la QRPA sont ainsi des
états propres pour K et π qui sont créés par l’opérateur défini précédemment et
réexprimé comme :
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Figure 3.3: Représentation schématique de la projection K du spin total J selon l’axe
de déformation d’un noyau à symétrie axiale

θ†n,K =
1

2

∑

i<j

(X ij
n,Kη

†
i,ki
η†j,kj − (−)KY ij

n,Kηj,−kjηi,−ki) (3.42)

où ki et kj sont les projections sur l’axe z des quasi-particules i et j créées respec-
tivement par η†i et η†j . Soient 1 et 2 des indices pour désigner les quasi-particules de
manière générique, la somme se réduit ici aux configurations de quasi-particules
qui vérifient K = k1 + k2. Les opérateurs de création de quasi-particules η† trans-
portent +k et vérifient cette somme à l’instar des opérateurs d’annihilation η qui
transportent −k et qui seront tels que −K = −k1 − k2.
La mutlipolarité L d’une résonance géante correspond à une transition de moment
J total. Pour un nombre quantique J , l’ensemble des projections K réalisées sont
données par −J ≤ K ≤ J . Pour un noyau pair-pair dans notre formalisme, les états
de projection K et −K sont dégénérés. La totalité de la réponse d’une multipolarité
donnée sera donc fournie par l’ensemble des réponses {J,K} avec 0 ≤ K ≤ J . Dans
une base axiale, comme seule la symétrie axiale est conservée, il faut restaurer
l’invariance par rotation. L’approximation rotationnelle permet alors, à partir d’un
K donné, de remonter au J associé [136–138].

3.3.2 Transition de l’état fondamental aux états excités : l’
importance de l’opérateur

Les fonctions de réponse QRPA sont finalement obtenues en calculant les valeurs
moyennes des opérateurs électriques ou magnétiques entre l’état fondamental et
des états excités de bons moments angulaires. Pour avoir une réponse multipolaire
Jπ complète, il faut calculer les réponses pour tous les blocs Kπ qui sont tels que
K ≤ J . Dans le cas d’un noyau sphérique, les réponses pour Kπ = 0+ et Kπ = 0−

suffisent. Les états QRPA "sphériques" ont un moment angulaire et une parité Jπ
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définis. Le même état Jπ est donc état propre de chaque bloc Kπ, pour K ≤ J , ceci
est dû à la dégénérescence en K.
Pour les noyaux notablement déformés, K peut prendre toutes les valeurs de 0
à J , ainsi une solution calculée pour une projection Kπ donnée peut provenir de
différents J . Ce qui fera la différence c’est l’opérateur que l’on va appliquer sur
les états propres du bloc Kπ. Comme K est un bon nombre quantique, les états
résonants QRPA sont les mêmes pour toutes les multipolarités possibles d’une pro-
jection K donnée et donc une probabilité de transition globale associée à un état
QRPA peut être le résultat de la superposition des transitions de différentes multi-
polaritiés (L dans notre cas de figure). Les réponses des différentes multipolarités
L, différents J , dans un bloc K sont obtenues via l’application d’un opérateur spé-
cifique dépendant de J,K.
La manifestation des modes collectifs résulte de l’action d’un opérateur à un corps
sur l’état fondamental du système tel que [50,51] :

∣

∣

∣
ΨL,S,T

RG

〉

= OL,S,T |Ψg.s.〉 (3.43)

où ΨL,S,T
RG et |Ψg.s.〉 sont respectivement des fonctions d’onde génériques de la réso-

nance géante étudiée (RG) décrivant un état excité de multipolarité L, de spin S et
d’isospin T , et de l’état fondamental du noyau (g.s.) considéré.
En transposant ces quantités génériques dans notre modèle, |Ψg.s.〉 devient l’état
fondamental QRPA

∣

∣0̃
〉

, sur lequel on applique l’opérateur OL,S,T qui devient F̂JK ,
pour obtenir l’amplitude de transition vers l’état d’excitation à 2 quasi-particules
|n〉 du formalisme QRPA . Les fonctions de force caractérisent alors entièrement
les amplitudes de transition entre l’état fondamental et les états collectifs excités.
Elles s’expriment comme :

S(E) =
∑

n

|〈n| F̂JK

∣

∣0̃
〉

|2δ(E0 − En). (3.44)

Les |n〉 états forment un jeu complet d’états excités tels que 〈n|n〉 = 1, tous accessi-
bles en applicant F̂JK sur

∣

∣0̃
〉

.

Il s’agit d’une quantité importante de nos études puisque c’est celle qui carac-
térise la réponse du noyau et qui permet d’identifier les énergies d’excitation des
résonances géantes. Nous allons désormais présenter dans les chapitres suivants
les études qui ont été menées en utilisant pour cadre théorique le formalisme que
nous venons de décrire.
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4 | Principales chaînes isotopiques
d’intérêt

Le lecteur l’aura compris : l’objectif de ce travail de thèse est d’essayer d’apporter
des éléments de réponse quant à la (ou les !) raisons des écarts entre les valeurs
théoriques et expérimentales des énergies des résonances géantes et notamment
des monopolaires.
Nous allons dans un premier temps présenter dans ce chapitre les résultats issus
de calculs QRPA effectués avec la paramétrisation D1M de l’interaction de Gogny
telle que présentée dans le chapitre précédent, associés aux Résonances Géantes
Monopolaires dans les noyaux de 56−58−60Ni, 90−92Zr, 106−110−114−116Cd,
112−114−116−118−122−124Sn et 204−206−208Pb.
Après avoir énuméré certains des éléments pouvant impacter les résultats au cours
de la chaîne de calcul, nous nous penchons sur les sources d’erreurs que sont la
taille de la base d’oscillateur harmonique et la troncature (nommé cut-off sur les
graphes) en énergies de quasi-particules et estimons les incertitudes sur les valeurs
théoriques associées à ces erreurs. Notons d’ores et déjà que si la troncature de la
taille de la base d’oscillateur harmonique est obligatoire, celle en énergie de quasi-
particules ne l’est pas. Puisque nous cherchons à fournir des résultats aussi précis
que possible, nous avons donc choisi de prendre la taille de la base la plus grande
et adaptée au noyau considéré, ainsi que de ne pas effectuer de troncature en én-
ergie de quasi-particules, de fait au prix parfois d’un temps de calcul important
pour obtenir un spectre (∼ 3 semaines). Nous montrons néanmoins l’impact de ces
deux (possible) approximations sur les spectres QRPA afin de justifier les choix que
nous avons fait. Tenant compte de ces considérations, nous présentons ensuite nos
résultats "état de l’art" et les comparons aux valeurs expérimentales choisies au
regard de ce qui a été discuté dans le chapitre ISGMR : enjeu théorique et expéri-
mental, c’est-à-dire celles pour lesquelles l’évacuation du bruit de fond est sans am-
bigüité (RCNP), lorsque disponibles. Ces résultats QRPA feront office de référence
théorique pour le reste du manuscrit : nous comparerons systématiquement nos
pistes explorées par la suite à ceux-ci.
Enfin, nous détaillons l’étude que nous avons faite sur la composante IsoVectorielle
(IV) de l’ISGMR telle que présentée dans le chapitre ISGMR : enjeu théorique et
expérimental et notamment sur l’impact de cette composante dans les chaînes iso-
topiques de Zr et de Mo. Nous allons montrer que cette piste permettrait d’expliquer
la différence entre les résultats issus d’expériences menées au RCNP et les résul-
tats provenant de TAMU.
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4.1 Etudes de convergence et sources d’incertitudes

Espérer énumérer de manière exhaustive l’ensemble des biais pouvant conduire
aux écarts entre théorie et expérience serait illusoire. Parmi les considérations
ayant un impact sur la reproduction des modes collectifs, une partie est de l’ordre
du développement analytique et l’autre du numérique (précision voulue et/ou lim-
ite en temps de calcul souhaitée). De tous les biais possibles, certains éléments
peuvent se dégager et sont résumés sous forme d’une liste présentée ci-dessous :

• l’expression du potentiel nucléon-nucléon considéré (degré de phénoménolo-
gie, si relativiste ou non, nombre de termes dans son expression, nombre de
corps N pris en compte, type de corrélations explicitement incluses etc)

• les valeurs numériques des différents paramètres libres (effectifs) phénomé-
nologiques de l’interaction considérée : choix de la paramétrisation

• le traitement du Hamiltonien (symétries restaurées ou non par rapport à
celles brisées par le choix de la fonction d’onde du système : parité, rotation,
translation, nombre de particules N et Z) et si termes directs + échanges

• le modèle choisi (type de corrélations inter-nucléons prises en compte) et si
dépendant du temps ou non

• les fonctions test de la fonction d’onde globale (base d’oscillateur harmonique
etc) ou développement dans l’espace

• l’expression de l’opérateur de transition multipolaire

• ...

Il est bon de rappeler ici que tester l’impact des différentes possibilités de chaque
item peut demander un temps très différent d’un item à l’autre. Le degré de com-
plexité en jeu n’est également pas toujours le même.

Comme discuté dans le chapitre précédent, nous nous plaçons ici principale-
ment dans un cadre théorique dont les ingrédients sont le potentiel non relativiste
de Gogny de portée finie dont nous utilisons la paramétrisation D1M [129]. Ceci
constitue un premier choix de base de travail dans laquelle nous pouvons essayer
de déterminer la marge de manoeuvre possible sur les résultats. La ligne con-
ductrice de l’ensemble de ce travail de thèse consiste en fait à tester l’impact de
quelques biais par ordre croissant de difficulté et de temps de mise en place des
outils nécessaire en fonction de ceux déjà existants. Une représentation schéma-
tique de plusieurs de ces éléments et des différentes étapes de calcul est présentée
figure 4.1.

Nous allons dans la suite passer en revue deux approximations et les choix faits
dans notre modèle. Nous allons en particulier discuter
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Figure 4.1: Schéma récapitulatif des cinq différentes étapes de calculs numériques
ainsi que de quelques biais et quantités physiques que l’on peut extraire à chaque
étape.

• du nombre de couches majeures choisies de l’oscillateur harmonique sur lequel
nous développons nos fonctions d’onde de particules individuelles ;

• de l’impact d’une troncature sur les énergies des états à deux quasi-particules.

En fonction des résultats qui en découlent, nous pourront ainsi justifier la taille
de base choisie pour les divers noyaux par la suite, ainsi que l’absence de troncature
en énergie de quasi-particules dans nos calculs QPRA.

4.1.1 Taille de la base d’oscillateur harmonique

Nous discutons ici des fonctions de force QRPA, en fonction de différentes tailles de
bases de l’oscillateur harmonique.

Nous montrons ici les résultats des tests effectués quant aux tailles de base de
l’oscillateur harmonique nécessaires à assurer une quasi-convergence des résul-
tats que nous présentons par la suite dans les chaînes isotopiques d’intérêt. In-
sistons sur le fait que cette étude de convergence préliminaire a donc été réalisée
pour toutes les chaînes isotopiques dont nous allons discuter dans le reste de ce
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Figure 4.2: Tests de convergence du nombre de couches majeures N0 de l’oscillateur
harmonique nécessaires à la reproduction de la Résonance Géante Monopolaire
IsoScalaire dans les noyaux de 56Ni et 90Zr.

manuscrit.

Figure 4.3: Tests de convergence du nombre de couches majeures N0 de l’oscillateur
harmonique nécessaires à la reproduction de la Résonance Géante Monopolaire
IsoScalaire dans les noyaux de 100−112−122−132Sn avec correction du centre de masse
à deux corps.

Pour ce faire, nous avons effectué nos calculs dès que possible sur des noyaux
doublement magiques voisins de nos noyaux principaux d’étude et avons extrapolé
les résultats aux noyaux d’étude. En effet, les noyaux magiques, puisque sans ap-
pariement, sont beaucoup plus rapides à calculer que ceux avec appariement, car
ils peuvent être faits dans un cadre RPA (pas de contributions particule-particule
et trou-trou contrairement à la QRPA).
Nous avons ensuite comparé les résultats de ces noyaux magiques avec un ou des
noyaux centraux à l’étude comme sur la figure 4.3 pour s’assurer que notre extrap-
olation soit correcte. Sur cette figure 4.3 par exemple, les noyaux magiques sont
100Sn et 132Sn et les noyaux faisant partie de l’étude nous ayant permis de confirmer
notre hypothèse d’extrapolation sont 112Sn et 122Sn. Il paraît en effet raisonnable
de juger, par exemple, que des conclusions tirées pour un 100Sn et un 132Sn le seront
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aussi pour un 122Sn. C’est en pratique ce qu’on observe ici ; le comportement des
100Sn et 132Sn encadre bien celui des 112Sn et 122Sn.
Notons que certains de nos noyaux d’études comme les 56Ni, 90Zr, 208Pb sont déjà
sans ou avec très peu d’appariement, donc dans le cas de figure où un calcul RPA
est suffisant. Les tests sont alors évidemment effectués directement sur ces noyaux
4.2,4.4. Cette astuce permet de limiter grandement le temps de calcul numérique.
Un calcul RPA est en effet équivalent en terme de contenance physique à un calcul
QRPA pour un noyau sans appariement. Les valeurs propres sont alors les mêmes,
la matrice QRPA est juste (beaucoup) plus grosse, contiendra plus de 0 numériques
et sera donc (beaucoup) plus longue à remplir.

Concernant la figure 4.2, on peut remarquer pour le 90Zr que les amplitudes les
plus fortes à nombre de couches majeures N0 = 13 et N0 = 15 se superposent. Nous
ferons ainsi nos calculs à N0 = 13 pour la chaîne de Zr puisque ce résultat peut
déjà être considéré comme "convergé". Dans le cas du 56Ni en revanche, la conclu-
sion demande un peu plus d’analyse. On peut remarquer ici que le calcul n’a pas
convergé en passant de N0 = 11, N0 = 13 à N0 = 15. On remarque cependant que
le pic majeur à N0 = 15 est encadré par le pic majeur avec les deux autres valeurs
de N0. On a donc que si l’on augmenterait encore la taille de la base, l’énergie du
pic majeur serait toujours encadrée par ces deux valeurs. Il apparaît donc parfois,
comme dans le cas du Ni, que les tailles de base dans lesquelles nous effectuerons
l’ensemble de nos calculs par la suite permettent d’estimer une erreur sur les ré-
sultats théoriques présentés. Ainsi, l’erreur obtenue est estimée au maximum de
500 keV pour les noyaux de Ni. En effet, nous nous arrêterons à N0 = 13 pour
effectuer le calcul dans un temps raisonnable, considérant que la fluctuation que
donnerait un résultat "convergé" ne donnerait pas un pic majeur plus bas que celui
à N0 = 11.

Une analyse similaire pour les noyaux de Sn 4.3, 4.4, nous permet de montrer
qu’il faut cette fois-ci monter à N0 = 15 pour obtenir un bon encadrement de la
valeur du pic majeur ; les pics majeurs pour N0 = 15, N0 = 16 et N0 = 17 semblent
en effet s’approcher de la convergence. L’erreur estimée sur les énergies résonantes
majeures des noyaux de Sn sera donc également de 500 keV. Concernant les noyaux
de Pb, on peut en revanche considérer qu’à N0 = 15, les calculs sont déjà convergés.

En conclusion, le nombre de couches majeures choisi est donc deN0 = 13 pour les
chaînes de Nickel et de Zirconium et de N0 = 15 pour celles de Cadmium, d’Etain et
de Plomb. Ainsi, l’erreur obtenue est au maximum de 500 keV et concerne les noy-
aux d’Étain et de Nickel tandis que les noyaux de Zirconium et de Plomb peuvent
être considérés comme donnant des résultats convergés. Notons que dans le cas de
la chaîne de Cadmium, comme tous les isotopes contiennent un peu d’appariement
proton, on ne peut pas se baser sur des calculs RPA pour faire une étude de con-
vergence. Les noyaux étudiés étant déformés mais pas trop, on suppose qu’il n’y
a pas d’états "intrus" provenant de couches très supérieures en énergies ; il n’y a
donc pas de nécéssité à faire intervenir ces couches supérieures en énergie à celle
considérées avec la taille de base choisie. Le nombre de nucléons étant proche de
ceux des étains, on estime qu’on peut choisir la même taille de base pour les deux
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Figure 4.4: Tests de convergence du nombre de couches majeures N0 de l’oscillateur
harmonique nécessaires à la reproduction de la Résonance Géante Monopolaire
IsoScalaire dans les noyaux de 132Sn et 208Pb.

chaînes isotopiques, N0 = 15.

Précisons également, à titre indicatif, le temps que prend un calcul complet pour
chaque taille de base. Un calcul N0 = 11 prend plusieurs heures, N0 = 13 prend
deux jours, N0 = 15 prend trois semaines et enfin N0 = 17 prend trois mois, sup-
posant que le calcul puisse tourner en continu sur un supercalculateur (ce qui est
loin d’être garanti). Les choix que nous avons sur les tailles de base sont donc faits
de telle sorte que les calculs soient convergés ou presque convergés, tout en pou-
vant se faire dans un temps "raisonnable". Quoiqu’il en soit, ces erreurs sont dans
tous les cas largement inférieures aux écarts à l’expérience : une plus grande taille
de base ne corrigerait pas le problème.

Nous reviendrons plus tard, chapitre 6, sur ce que veulent dire "cdm2 on" et
"cdm2 off". Cette différence n’impactant en rien ici nos conclusions.

4.1.2 Impact d’une potentielle troncature en énergie de quasi-
particules

Nous étudions ici l’impact d’une potentielle troncature en énergie de quasi-particules.
L’objectif d’une telle troncature est de limiter le nombre de quasi-particules con-
sidérées dans la réponse associée à une transition donnée telle que le nombre
d’éléments de la matrice QRPA est limité, de sorte à réduire le temps de calcul.
Gardons ici à l’esprit que la règle de somme totale doit être respectée : toute la
réponse du noyau doit être contenue dans une matrice QRPA quelle que soit sa
taille. Une troncature va donc induire un réarrangement des amplitudes des fonc-
tions de force car les valeurs propres QRPA changent en fonction de cette tronca-
ture. Une façon de s’assurer que la règle de somme pondérée en énergie (EWSR)
est indépendante de la troncature consiste à comparer des valeurs d’EWSR cal-
culées sur des spectres obtenus pour des valeurs de troncatures différentes, avec
l’EWSR issue d’un calcul sans troncature.
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La matrice QRPA est remplie dans la base des excitations à 2 quasi-particules,
qui n’est pas sa base propre. Il faut alors diagonaliser cette matrice en vue d’obtenir
des états et des énergies propres. Comme la base dans laquelle agit la tronca-
ture sur les énergies à 2qp n’est pas orthogonale, l’ajout de configurations à 2qp
d’énergies supérieures va augmenter la taille de la matrice et changer les valeurs
après diagonalisation. Ainsi le "poids" de cette troncature en énergies de quasi-
particules sera ressenti sur tous les états propres, ce qui peut amener à une sur ou
sous-estimation des pics majeurs des résonances géantes, en comparaison d’un cal-
cul QRPA complet (sans troncature). Sur les figures 4.6, 4.8, 4.10, on peut en effet
repérer cet impact de la troncature et du décalage en énergie que cela implique. De
plus, les troncatures peuvent provoquer des effets "de rebonds" à hautes énergies
QRPA [30, 40] MeV comme illustré sur les figures 4.5, 4.7, 4.9, où des amplitudes se
retrouvent largement sur-estimées par rapport à un calcul QRPA complet.

Figure 4.5: Evolution des fonctions de forces pour différentes valeurs de troncature
en énergie de quasi-particules en fonction des énergies de phonons QRPA sur la
fenêtre [0, 55] MeV dans le 112Sn.

Les résultats présentés ici montrent la réponse proton des noyaux d’étain con-
sidérés. En pratique, les mêmes considérations et conclusions s’appliquent à la
réponse isoscalaire, telle que celles montrées lors des considérations sur la taille
de base, car les pics majeurs seront situés aux mêmes énergies. Nous choisissons
ici de montrer la réponse proton parce qu’elle est plus fragmentée que la réponse
isoscalaire et que donc l’effet de la troncature est plus marqué.

Ce sont des résultats sur trois noyaux qui encadrent la chaîne isotopique des
étains, bien que les calculs aient été faits sur l’ensemble de cette chaîne isotopique.
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Figure 4.6: Evolution des fonctions de forces pour différentes valeurs de troncature
en énergie de quasi-particules en fonction des énergies de phonons QRPA sur la
fenêtre [15, 18] MeV centrée sur le pic majeur dans le 112Sn.

Figure 4.7: Evolution des fonctions de forces pour différentes valeurs de troncature
en énergie de quasi-particules en fonction des énergies de phonons QRPA sur la
fenêtre [0, 55] MeV dans le 118Sn.

Les conclusions tirées en extrapolant ces constats aux autres noyaux sont suff-
isantes à estimer que nous choisirons d’analyser les résultats de calculs sans tron-
cature en énergie de quasi-particules, afin d’éviter tout effet de rebond, qui parasit-
erait l’analyse physique des spectres. De plus, un calcul complet est certes plus long
qu’un calcul tronqué, mais le temps gagné est inférieur à celui que l’on peut avoir
en passant par exemple de la base à N0 = 15 couches majeures à la base à N0 = 13
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Figure 4.8: Evolution des fonctions de forces pour différentes valeurs de troncature
en énergie de quasi-particules en fonction des énergies de phonons QRPA sur la
fenêtre [15, 18] MeV centrée sur le pic majeur dans le 118Sn.

Figure 4.9: Evolution des fonctions de forces pour différentes valeurs de troncature
en énergie de quasi-particules en fonction des énergies de phonons QRPA sur la
fenêtre [0, 55] MeV dans le 124Sn.

couches majeures. Puisque la troncature de la taille de la base est inévitable, nous
préférons nous abstenir de rajouter une approximation supplémentaire en tron-
quant l’espace des quasi-particules.

Les constats sur la taille de la base se vérifient pour toutes les chaînes iso-
topiques et l’impact de la troncature est valable quelle que soit la taille de base
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Figure 4.10: Evolution des fonctions de forces pour différentes valeurs de tronca-
ture en énergie de quasi-particules en fonction des énergies de phonons QRPA sur
la fenêtre [15, 18] MeV centrée sur le pic majeur dans le 124Sn.

considérée. Le problème principal est alors toujours le temps de calcul. En effet,
plus le nombre de configurations prises en compte est grande, plus la matrice est
grosse et donc plus le remplissage de cette matrice nécessite un temps de calcul
élevé.

Toutes choses étant égales par ailleurs, nous avons 200 keV d’écart entre la
plus grande et la plus petite troncature testée dans ces calculs. Remarque : l’état
spurieux issu de la restauration de la brisure du nombre de particules tombe bien
à des énergies très proches de 0 MeV pour des calculs sans troncature. De plus, la
zone d’intérêt concernant l’ISGMR est généralement [10, 30] MeV ou [10, 40] MeV,
bien au-dessus de la zone d’influence de l’état spurieux dans un calcul avec tronca-
ture.

4.2 Etat de l’art des résultats

4.2.1 Energies des pics majeurs

Maintenant que nous avons étayé les éléments du cadre théorique qui permettent
d’étudier les résonances géantes et que nous avons estimé certaines des erreurs as-
sociées à nos approximations, nous allons présenter les résultats "état de l’art" de
notre modèle, c’est à dire qui auraient pu être obtenus avant le début de ce travail
de thèse. Ces résultats qui, comme nous en avons parlé dans la partie précédente
peuvent être parfois assez longs à obtenir, serviront de référence quant aux apports
et tests des chapitres suivants.

Comme évoqué précédemment, les résultats expérimentaux ne sont pas toujours
en accord entre eux. Ainsi, nous avons choisi d’exclure de nos points de compara-
ison les valeurs publiées dans les articles [61, 76–85] qui traitent également de
l’ISGMR. En effet ces résultats sont issues de dispositif expérimentaux ne perme-
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ttant pas d’extraire le bruit de fond en amont. Puisque nous voulons obtenir les
meilleurs résultats QRPA possible, nous cherchons alors à nous comparer aux ré-
sultats expérimentaux qui semblent le plus proche de la réalité physique. Comme
il est possible d’avoir accès à des valeurs expérimentales obtenues sans bruit de
fond, nous choisissons alors celles-ci.

Les sondes utilisées dans l’ensemble des résultats expérimentaux utilisés ci-
après sont systématiquement des particules alpha dont l’énergie varie entre 240
MeV, 380 MeV et 400 MeV. Cette information nous sera d’une grande utilité dans
le chapitre suivant. Nous reportons dans le tableau 4.1 les caractéristiques ciné-
matiques des expériences (fenêtre en énergie d’analyse, énergie cinétique du pro-
jectile) ainsi que les valeurs de références expérimentales sur lesquelles nous nous
appuierons pour discuter de nos résultats théoriques obtenus. Ces derniers sont
listés dans le tableau 4.3 qui présente un des ratio de moments important pour
caractériser l’ISGMR.

Nucleus Ea energy main peak main peak main peak main peak
+ exp. (MeV/u) identification exp. energy th. energy |Eth − Eexp| % EWSR

values ref. range (MeV) EISGMR (MeV) (MeV) (MeV) th.
56Ni [74] 50 (inv. kin.) 5− 35 19.1± 0.5 20.82 1.72 97.52
58Ni [83] 60 10− 40 18.43± 0.15 20.10 1.67 74.54
60Ni [83] 60 10− 40 17.62± 0.15 19.42 1.80 59.88
90Zr [92] 96.5 9.5− 35.5 16.55± 0.08 18.21 1.66 73.16
92Zr [92] 96.5 9.5− 35.5 16.12± 0.04 17.22 1.10 37.98

106Cd [109] 100 8− 31 16.50± 0.19 17.52 1.02 60.31
110Cd [109] 100 8− 31 16.09± 0.15 17.24 1.05 22.23
114Cd [109] 100 8− 31 15.59± 0.20 16.81 1.22 24.87
116Cd [109] 100 8− 31 15.43± 0.12 16.40 0.97 31.87
112Sn [118] 96.5 8.5− 31.5 16.1± 0.1 17.04 0.96 82.50
114Sn [118] 96.5 8.5− 31.5 15.9± 0.1 16.84 0.96 91.44
116Sn [118] 96.5 8.5− 31.5 15.8± 0.1 16.70 0.90 78.86
118Sn [118] 96.5 8.5− 31.5 15.6± 0.1 16.34 0.74 71.04
122Sn [118] 96.5 8.5− 31.5 15.0± 0.2 15.96 0.96 64.73
124Sn [118] 96.5 8.5− 31.5 14.8± 0.2 15.64 0.84 33.25
204Pb [139] 96.5 8.5− 35 13.8± 0.1 14.0 0.2 91.9
206Pb [139] 96.5 8.5− 35 13.8± 0.1 14.0 0.2 85.8
208Pb [139] 96.5 8.5− 35 13.7± 0.1 13.8 0.1 84.0

Table 4.1: Valeurs et caractéristiques expérimentales et résultats théoriques asso-
ciés à l’ISGMR dans le formalisme QRPA avec l’interaction de Gogny D1M.

Les résonances géantes, de multipolarités variées, sont des excitations nucléaires
qui se produisent fréquemment dans les noyaux, aussi bien légers que lourds.
Comme il a déjà été dit précédemment, puisque ces phénomènes impliquent la plu-
part sinon tous les nucléons, on peut s’imaginer qu’elles emportent alors la majeure
partie de la réponse en excitation. Pour cette raison, la sytématique en 80A−1/3,
utilisée pour estimer la position de l’énergie majeure résonante monopolaire, fait
sens. Comme on le remarque dans le tableau 4.1, l’énergie majeure de résonance
diminue avec A qui augmente. Cette énergie est celle associée l’amplitude majeure
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de la fonction de force. Or, dans des modèles comme la goutte liquide, on a souvent
l’équivalence (sans parler de dimension) entre 1/rayon du noyau considéré et un
terme en A−1/3. On peut alors justifier qualitativement que l’énergie majeure réso-
nante sera décroissante avec un rayon nucléaire qui augmente.
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Figure 4.11: Energies majeures de résonance théoriques et expérimentales de
l’ISGMR dans les chaînes isotopiques d’intérêt (Ni en vert d’eau, Zr en rose, Cd
en bleu sombre, Sn en jaune et Pb en vert) ainsi que systématique en 80A−1/3

Concernant l’analyse de données à proprement parler, on peut remarquer que
plus le noyau étudié est léger, plus la valeur de l’énergie résonante théorique cal-
culée est éloignée de la valeur expérimentale, toutes proportions gardées. Ce ré-
sultats, valable dans le cas de la paramétrisation D1M de l’interaction de Gogny
ne le sera plus si l’on choisit une paramétrisation différente, comme nous le ver-
rons dans le chapitre 7, nous permettant de faire d’avantage encore le lien avec la
compressibilité de la matière nucléaire. Pour l’heure, il semble donc que nous ne
puissions bien reproduire seulement les Pb. La figure 4.11 illustre cette analyse à
partir des valeurs du tableau 4.1.

4.2.2 Valeurs moyennes et règles de somme

On distingue deux modes de compression dans la matière nucléaire : le "first
sound" et le "zero sound", suivant la nature de la force qui ramène le système à
l’état d’équilibre. Dans le premier cas, la force de restauration est due aux col-
lisions inter-nucléons. Dans le deuxième cas il s’agit du potentiel moyen ressenti,
exercé par les nucléons sur eux-mêmes, et variant suivant la densité etc. La nature
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de la force à l’oeuvre dans les noyaux rend les modes de compression très similaires
au mode "zero sound" de la matière nucléaire [113, 114]. Le fait que les modes de
compression emportent la quasi-totalité de la règle de somme, donc constituent la
quasi entièreté de la réponse à l’excitation qui l’a produite, est le point principal
pour comprendre la relation entre la fréquence d’un mode de compression et la
compressibilité de la matière nucléaire.

D’une part, le modèle de la goutte liquide peut-être utilisé pour faire le lien
entre compressibilité de la matière nucléaire et fréquence d’un mode de compres-
sion dans un noyau. Les effets de surface sont souvent négligés. Bien que les
effets de surface puissent expliquer en partie les différences quant aux valeurs
d’incompressibilités et des calculs des moments [115, 148], ceci n’explique cepen-
dant pas les différences théorie-expérience quant aux énergies majeures des réso-
nances géantes.
Les propriétés statiques des noyaux ne permettent pas une caractérisation précise
du module de compressibilité de la matière nucléaire.
D’autre part, la fonctionnelle de la densité d’énergie contient toutes les informa-
tions nécessaires aux calculs des modes collectifs [140].

La connaissance de l’ensemble d’un spectre d’états QRPA associé à un mode
collectif permet, entre autres caractéristiques, d’extraire la valeur d’énergie corre-
spondant à la fonction de force en amplitude maximale (pic majeur) et de connaître
l’étalement et la fragmentation associés aux énergies dont les amplitudes sont im-
portantes. Ces caractéristiques peuvent être complétées par différentes valeurs
moyennes de la réponse nucléaire, obtenues à l’aide des ratios de moments mk de
la fonction de force définis comme 4.1, dépendants de modèles, comme discuté dans
les références [115,141]. Ces moments, reliés à l’expression de la fonction de force
QPRA 3.44, s’expriment comme :

mk(F ) =
∑

n

|〈n|FJK

∣

∣0̃
〉

|2(En − E0)
k (4.1)

avec en particulier
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∑

n

|〈n|FJK

∣
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∣

∣

2

δ(En − E0) est l’amplitude individuelle d’une transition de
l’état fondamental à un état excité. Notons que m0 est la somme de ces amplitudes
individuelles associées aux états QRPA.
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Grâce aux équations pour les différents moments déduites de 4.1, on peut ainsi
repérer trois valeurs de ratios de moments ayant tous des significations différentes
[113,114] mais complémentaires.: m1/m0,

√

m1/m−1 et
√

m3/m1.

Noyau m1/m0 m1/m0 m1/m0

exp. th. |Eth − Eexp|
(MeV) (MeV) (MeV)

56Ni - 20.94 -
58Ni 19.20+0.44

−0.19 20.76 1.56
60Ni 18.04+0.35

−0.23 20.44 2.40
90Zr 18.13± 0.09 18.43 0.30
92Zr 18.05± 0.05 18.23 0.18
106Cd 16.27± 0.09 17.19 0.92
110Cd 15.94± 0.07 16.94 1.00
114Cd 15.61± 0.08 16.75 1.14
116Cd 15.44± 0.06 16.69 1.25
112Sn 16.2± 0.1 17.03 0.83
114Sn 16.1± 0.1 16.88 0.78
116Sn 15.8± 0.1 16.86 1.06
118Sn 15.8± 0.1 16.86 1.06
122Sn 15.4± 0.1 16.6 1.2
124Sn 15.3± 0.1 16.5 1.2
204Pb - 14.1 -
206Pb - 14.1 -
208Pb - 14.1 -

Table 4.2: valeurs expérimentales et théoriques des moments m1/m0 de l’ISGMR
E0 dans le formalisme QRPA avec l’interaction de Gogny D1M

Bien que les propriétés intégrales des fonctions de force soient entièrement car-
actérisées par les moments associés, les énergies des pics majeurs ne peuvent pas
être déterminées avec la connaissance de ceux-ci seulement. Pour cette raison,
c’est l’utilisation combinée des énergies individuelles et des propriétés plus col-
lectives qui permettent une bonne compréhension d’une réponse de mode collectif
pour un noyau donné. Nous aborderons dans cette partie trois énergies d’excitation
moyennes différentes fournies par les rapports m1/m0 et

√

m1/m−1 et
√

m3/m1.

Nous soulignons ici que quels que soient les moments utilisés pour évaluer les
énergies moyennes, les rapports des moments ne coïncideront que si la réponse est
portée par un seul pic, ce qui n’est jamais le cas en pratique. En réalité, les énergies
moyennes prennent des valeurs différentes. Plus leur différence est grande, plus la
réponse nucléaire est étendue et vice versa [141]. Nous reportons nos valeurs dans
les tableaux 4.2, 4.3, 4.4, précisant ici que les ratios de moments sont calculés sur
une même gamme d’énergie que celles expérimentales, reportées dans le tableau
4.1 de la sous-section précédente.
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Figure 4.12: Energies m1/m0 de résonance théoriques et expérimentales de
l’ISGMR dans les chaînes isotopiques d’intérêt (Ni en vert d’eau, Zr en rose, Cd
en bleu sombre, Sn en jaune et Pb en vert)

Notons que dans les tableaux 4.2 et 4.4, les valeurs des ratios de moments sont
absentes pour les noyaux de Pb. Ceci vient du fait qu’à l’heure où le manuscrit est
écrit, il n’existe qu’un seul article expérimental ayant permis d’analyser les trois
noyaux de Pb considérés à la fois, dont la référence est donnée dans le tableau 4.1,
et que ces valeurs sont manquantes dans cette référence. Par soucis de cohérence,
nous n’avons donc pas reportés d’autres valeurs de ratios pour le noyau 208Pb, bien
que largement étudié.

Il apparaît globalement que quel que soit le ratio de moment considéré, la dif-
férence théorie-expérience est du même ordre de grandeur que celle obtenue pour le
pic majeur, à un petit décalage en énergie près. Les résultats que l’on obtient nous
permettent donc de remarquer qu’un cadre interaction de Gogny D1M + QRPA per-
met de bien reproduire les énergies des pics majeurs des Pb et le ratio m1/m0 des
Zr. Un tel cadre surestime en revanche toutes les valeurs des énergies, moyennes
ou non, pour les autres noyaux.
Pour faciliter la comparaison des différentes énergies moyennes, nous reportons
finalement dans le tableau 4.5 l’ensemble de ces ratio de moments théoriques, cal-
culés pour les noyaux étudiés, sur une gamme en énergie identique à la gamme en
énergie utilisée expérimentalement, comme pour les trois tableaux précédents.

Enfin, à l’instar du graphe 4.11 représentant visuellement les écarts théorie-
expériences des valeurs du tableau 4.1, nous montrons ici les trois graphes corre-
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Noyau
√

m1/m−1

√

m1/m−1

√

m1/m−1

exp. th. |Eth − Eexp|
(MeV) (MeV) (MeV)

56Ni - 20.93 -
58Ni 18.70+0.34

−0.17 20.71 2.01
60Ni 17.55+0.27

−0.17 20.36 2.81
90Zr 17.66± 0.07 18.41 0.75
92Zr 17.52± 0.04 18.19 0.67
106Cd 16.06± 0.05 17.13 1.07
110Cd 15.72± 0.05 16.87 1.15
114Cd 15.37± 0.08 16.68 1.31
116Cd 15.19± 0.06 16.63 1.44
112Sn 16.1± 0.1 17.02 0.92
114Sn 15.9± 0.1 16.88 0.98
116Sn 15.7± 0.1 16.79 1.09
118Sn 15.6± 0.1 16.83 1.23
122Sn 15.2± 0.1 16.57 1.37
124Sn 15.1± 0.1 16.47 1.37
204Pb 13.7± 0.1 14.12 0.42
206Pb 13.6± 0.1 14.09 0.49
208Pb 13.5± 0.1 14.05 0.55

Table 4.3: valeurs expérimentales et théoriques des moments
√

m1/m−1 de
l’ISGMR E0 dans le formalisme QRPA avec l’interaction de Gogny D1M

spondant aux écarts théorie-expérience entre les trois façons de calculer les valeurs
moyennes, pour l’ensemble des chaînes isotopiques étudiées.
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Figure 4.13: Energies
√

m1/m−1 de résonance théoriques et expérimentales de
l’ISGMR dans les chaînes isotopiques d’intérêt (Ni en vert d’eau, Zr en rose, Cd
en bleu sombre, Sn en jaune et Pb en vert)

4.3 Choix des résultats expérimentaux de référence
via le cas des Zr et Mo

L’objectif de cette section est de pointer du doigt l’importance de l’extraction du
bruit de fond ou des évènements non pertinents du continuum dans l’analyse de
données expérimentales.

4.3.1 Incompatibilités expérimentales quant aux énergies de
la GMR

On peut raisonnablement faire l’hypothèse très générale que les GMR apparaissent
dans tous les noyaux sauf les plus légers et que les paramètres caractéristiques as-
sociés ne varieront pas brutalement avec le nombre de nucléons A [142].

Nous avons dit que les énergies d’excitation des résonances géantes sont générale-
ment situées au delà des énergies nécessaires à séparer les nucléons les moins liés
d’un noyau. En ce sens, on peut supposer que quels que soient leurs modes de
désintégration, leurs propriétés ne dépendent pas de la structure microscopique
détaillée mais plutôt de la structure macroscopique globale des noyaux. Cette as-
sertion fait cependant encore l’objet de discussions [88–91] et [92, 93] et la figure
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Noyau
√

m3/m1

√

m3/m1

√

m3/m1

exp. th. |Eth − Eexp|
(MeV) (MeV) (MeV)

56Ni - 21.02 -
58Ni 20.81+0.90

−0.29 21.00 0.19
60Ni 19.54+0.78

−0.23 20.77 1.23
90Zr 19.68± 0.13 18.51 −1.17
92Zr 19.77± 0.06 18.35 −1.42
106Cd 16.83± 0.09 17.35 0.52
110Cd 16.53± 0.08 17.12 0.59
114Cd 16.27± 0.09 16.93 0.66
116Cd 16.14± 0.07 16.86 0.72
112Sn 16.7± 0.2 17.05 0.35
114Sn 16.5± 0.2 16.90 0.4
116Sn 16.3± 0.2 16.84 0.54
118Sn 16.3± 0.1 16.96 0.66
122Sn 15.9± 0.2 16.73 0.83
124Sn 15.8± 0.1 16.63 0.83
204Pb - 14.17 -
206Pb - 14.15 -
208Pb - 14.14 -

Table 4.4: valeurs expérimentales et théoriques des moments
√

m3/m1 de l’ISGMR
E0 dans le formalisme QRPA avec l’interaction de Gogny D1M

4.15 illustre ce propos. On y voit un désaccord net entre deux équipes expérimen-
tales concernant les mesures de GMR dans les mêmes noyaux. Nous allons tenter
d’expliquer les différences entre les énergies des GMR des deux équipes : TAMU
Texas A & M University et RCNP Osaka.

Les physiciens de RCNP contestent les effets de structure avancés par TAMU
pour expliquer l’écart entre les pics majeurs des 90−92Zr, figure 4.15 gauche. D’après
la systématique en 80A−1/3, on s’attend à avoir quasiment les mêmes énergies et
la même courbe pour deux noyaux séparés de deux nucléons. Pourtant le groupe
TAMU trouvent une variation d’énergie suffisamment grande entre les noyaux 90Zr
et 92Zr et en particulier un comportement inverse à la loi empirique 80A−1/3 pour
suggérer un potentiel effet de structure. Ces mesures sont infirmées par celles sur
le 92Mo et 90−92Zr obtenues par l’équipe d’Osaka. Pour ces trois noyaux, les énergies
des GMR sont très proches, et suivent la loi empirique voir 4.15 droite. Notons au
passage que l’équipe de TAMU utilise un dispositif expérimental sans soustraction
du bruit de fond tandis c’est le cas pour l’équipe RCNP.

Les résultats obtenus par RCNP sont communiqués dans le tableau 4.18 et mon-
trent en effet des différences significatives avec les valeurs obtenues et présentées
par TAMU dans les tables 4.16, 4.17.
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ISGMR (m3/m1)**1/2
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Figure 4.14: Energies
√

m3/m1 de résonance théoriques et expérimentales de
l’ISGMR dans les chaînes isotopiques d’intérêt (Ni en vert d’eau, Zr en rose, Cd
en bleu sombre, Sn en jaune et Pb en vert)

De plus, même si les deux groupes d’expérience présentent des queues à haute
énergie résonante d’amplitude différente, elles en présentent tout de même toutes
les deux. Or jusqu’ici dans nos calculs QRPA, nous n’avons pas la présence de cette
queue à haute énergie.

4.3.2 Peut-on expliquer la queue à haute énergie ?

Le nombre de couches majeuresN0 = 13 de l’oscillateur harmonique que nous avons
choisies pour étudier ces noyaux est suffisamment large pour considérer nos cal-
culs comme convergés. Les noyaux de Zirconium ne sont pas déformés tandis que
ceux de Molybdène le sont mais très légèrement.

Il faut ici prendre garde : le problème dans un premier temps n’est pas de con-
tester l’existence d’une composante à haute énergie de la GMR mesurée par TAMU
car RCNP l’a aussi observée. De plus RCNP tracent la fonction de force brute alors
que TAMU tracent le pourcentage de règle de somme 4.15, ce qui peut assez bien
expliquer les différences d’amplitude. Ainsi pour deux énergies identiques, celle
située à haute énergie va prendre plus de poids dans la règle de somme que celle
située à plus basse énergie. Le problème est ici de tenter d’expliquer pourquoi les
calculs théoriques ne présentent pas ces queues à hautes énergies.

Nous nous proposons d’apporter une solution au problème de la queue à haute
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A Noyau Energie range m1/m0

√

m1/m−1

√

m3/m1

(MeV) (MeV) (MeV) (MeV)
56 Ni 10.00 - 40.00 20.94 20.93 21.02
58 Ni 10.00 - 40.00 20.76 20.71 21.00
60 Ni 10.00 - 40.00 20.44 20.36 20.77
90 Zr 10.00 - 30.00 18.43 18.41 18.51
92 Zr 10.00 - 30.00 18.23 18.19 18.35
106 Cd 10.50 - 20.50 17.19 17.13 17.35
110 Cd 10.50 - 20.50 16.94 16.87 17.12
114 Cd 10.50 - 20.50 16.75 16.68 16.93
116 Cd 10.50 - 20.50 16.69 16.63 16.86
112 Sn 10.50 - 20.50 17.03 17.02 17.05
114 Sn 10.50 - 20.50 16.88 16.88 16.90
116 Sn 10.50 - 20.50 16.80 16.79 16.84
118 Sn 10.50 - 20.50 16.86 16.83 16.96
122 Sn 10.50 - 20.50 16.61 16.57 16.73
124 Sn 10.50 - 20.50 16.50 16.47 16.63
204 Pb 9.50 - 19.50 14.13 14.12 14.17
206 Pb 9.50 - 19.50 14.10 14.09 14.15
208 Pb 9.50 - 19.50 14.07 14.05 14.14

Table 4.5: Valeurs théoriques des ratios m1/m0,
√

m1/m−1 et
√

m3/m1 de l’ISGMR
E0 dans le formalisme QRPA avec l’interaction de Gogny D1M

énergie [93] non reproduite théoriquement jusqu’ici. Nous pensons en effet que ces
amplitudes à hautes énergies peuvent être expliquées par l’absence d’extraction de
la composante isovectorielle de l’ISGMR comme nous l’avons décrite et soulignée
dans le chapitre 2.

Les figures issues de nos résultats de calcul QRPA 4.19, 4.20, 4.23, 4.24 per-
mettent de mettre en avant les amplitudes des fonctions de force associées aux
réponses isoscalaires et isovectorielles. Comme on peut le voir et tenant compte
du décalage systématique que nous avons évoqué dans la section précédente, la
position de la réponse isovectorielle semble coincider avec les queues de la GMR à
hautes énergies observées expérimentalement qui contribuent à dépasser les 100
% des EWSR calculées telles que présentées 4.21 et 4.22. Les réponses proton et
neutron 4.19 sont données à titre indicatif, puisqu’elle permettent de comprendre
l’origine des fonctions de force isoscalaires et isovectorielles.

4.3.3 Peut-on expliquer l’écart sur les pics majeurs ?

L’ objectif ici consiste à expliquer la position en énergie des pics majeurs, différente
d’une expérience à l’autre.

Au regard des conclusions de TAMU, nous avons choisi de tester notre hypothèse
d’absence d’effets de structure, tel qu’invoquée par le groupe RCNP, en élargissant

62



4.3. CHOIX DES RÉSULTATS EXPÉRIMENTAUX DE RÉFÉRENCE VIA LE CAS DES ZR ET MO

Figure 4.15: Présentation des figures expérimentales illustrant le problème consid-
éré dans les chaînes de Zirconium et de Molybdène (TAMU gauche [90] et RCNP
droite [92])

Figure 4.16: Table de valeurs des énergies et pourcentages expérimentaux et
des prédictions théoriques associés à l’ISGMR dans les noyaux de 90−92−94Zr par
l’équipe TAMU [89,90]

le nombre de noyaux d’étude aux noyaux voisins proches dans le cas de la chaîne
des Zirconium. Il s’avère en effet que nous n’observons pas d’apparition de com-
posante à haute énergie dans les amplitudes des fonctions de force. Cette étude
nous permet également d’observer l’influence de l’appariement sur la fragmenta-
tion des fonctions de force dans deux chaînes isotopiques pour lesquelles il existe
de nombreuses valeurs expérimentales. L’appariement fragmente la fonction de
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Figure 4.17: Table de valeurs des énergies, pourcentages et prédictions théoriques
associés à l’ISGMR dans les noyaux de 90−92−94Zr par l’équipe TAMU [89,90]

Figure 4.18: Table de valeurs des énergies et pourcentages expérimentaux et des
prédictions théoriques associés à l’ISGMR dans les noyaux de 90−92Zr et 92Mo par
l’équipe RCNP [92]

Figure 4.19: Résultats QRPA dans les noyaux de 90−92Zr. Les réponses présentées
sont les quatre réponses possibles : isoscalaire (IS), proton (BE), neutron (BN) et
isovectorielle (IV).

force dans les noyaux proches voisins du 90Zr mais n’engendre pas de décalage sig-
nificatif à la systématique et les énergies des pics majeurs évoluent très doucement
avec l’augmentation du nombre de neutrons 4.19, 4.20.

Nous avons également vérifié que nous obtenons une énergie de déformation
des noyaux de Molybdène compatible avec l’expérience. En effet tous les noyaux de
cette chaîne testés expérimentalemement ne sont pas présentés comme résultats
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Figure 4.20: Comparaison des résultats expérimentaux problématiques [89, 90] et
des résultats QRPA dans les noyaux de 90−92−94Zr. Les réponses théoriques présen-
tées sont les réponses possibles isoscalaire et isovectorielle

Figure 4.21: Table de valeurs des énergies et pourcentages expérimentaux et des
prédictions théoriques associés à l’ISGMR dans les noyaux de 90−92−94Zr et de
92−96−98−100Mo par l’équipe TAMU [89,90]

de calcul QRPA : certains noyaux sont triaxiaux et le code de calcul dont nous dis-
posons actuellement n’est capable de gérer que les noyaux concernant la symétrie
axiale.

Au regard de nos résultats, nous pouvons ici souligner que l’on obtient des én-
ergies des résonances géantes bien plus compatibles avec les résultats obtenus par
RCNP que par TAMU quant à la position des pics majeurs.
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Figure 4.22: Figures des amplitudes et pourcentages expérimentaux et des
prédictions théoriques associés à l’ISGMR dans les noyaux de 90−92−94Zr et de
92−96−98−100Mo par l’équipe TAMU [89,90]

Figure 4.23: Résultats QRPA dans les noyaux de 86−88−90−92−94Zr. Les réponses
présentées sont les réponses isoscalaire et isovectorielle
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Figure 4.24: Résultats QRPA dans les noyaux de 92−94−96−98Mo. Les réponses
présentées sont les réponses isoscalaire et isovectorielle
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5 | L’opérateur de transition monopo-
laire

Nous venons de discuter de la limite du modèle théorique utilisé quant à la repro-
duction des énergies des résonances géantes, considérant les décalages en énergie
que l’on obtient systématiquement à l’expérience, sauf pour les Pb.

Pour rappel, les états propres QRPA sont obtenus pour un jeu de projection
de moment angulaire total K et de parité π données puisque les calculs sont en
symétrie axiale. C’est donc l’action de l’opérateur de transition qui permet la levée
de dégénerescence quant au moment angulaire total global J , c’est à dire la mul-
tipolarité L de la transition. C’est cette étape qui permet d’attribuer aux états
résonants QRPA leurs forces de transition et donc de distinguer la multipolarité
étudiée des autres multipolarités.

Ce chapitre propose de se pencher sur l’expression de l’opérateur de transition
monopolaire F̂JK utilisé pour déterminer l’amplitude de transition de l’état fon-
damental aux états excités. Nous allons ainsi discuter de la validité de l’opérateur
standard, puis introduire un nouvel opérateur permettant de prendre en compte de
manière effective l’interaction avec la sonde. Nous présenterons ensuite l’ensemble
des résultats et des études que nous avons menées dans les noyaux des chaînes iso-
topiques principalement étudiées : 56−58−60Ni, 90−92Zr, 106−110−114−116Cd,
112−114−116−118−122−124Sn et 204−206−208Pb.

5.1 Relations analytiques

Dans le cas de la monopolaire, il est à noter que cette transition ne peut être in-
duite par un photon réel. L’hélicité h d’une particule est la projection du spin total
~J sur la direction de la quantité de mouvement ~p, qui correspond donc à la com-
posante suivant la direction de propagation tel que h = ~J.p̂. Puisque les valeurs
propres du spin selon un axe sont discrètes, les valeurs propres de l’hélicité sont
aussi discrètes. Dans le cas d’un photon, on ne parle pas de son spin S, mais plutôt
de son hélicité. Le photon étant de masse nulle, on ne peut mesurer ~J que selon
son axe de propagation, l’axe de ~p. Alors, au lieu de considérer trois valeurs pos-
sibles d’hélicité à savoir −1, 0, 1, l’hélicité du photon est soit −1 soit +1. Pour une
particule de spin S, les valeurs propres de l’hélicité sont S, S − 1 ..., −S. Dans le
cas d’un photon de spin S = 1, ses projections sont donc −1, 1.
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De fait, le cas d’une projection de ~J valant 0 étant exclu et d’après les règles sur les
nombres quantiques évoqués dans le chapitre ISGMR : enjeu théorique et expéri-
mental concernant ceux de la sonde pour exciter la Résonance Géante Monopolaire,
il n’est alors pas possible de sonder l’ISGMR avec un photon réel. Il est en revanche
possible de le faire avec un photon virtuel. On peut alors exciter l’ISGMR avec de
la diffusion inélastique d’un électron, d’un proton ou d’un hadron.

Comme nous l’avons discuté dans le chapitre ISGMR : enjeu théorique et ex-
périmental, toutes les sondes n’ont pas la même profondeur de pénétration dans le
noyau cible : on comprend qu’il est alors nécessaire d’utiliser différents opérateurs
pour décrire de la manière la plus juste la transition aux états monopolaires.
Pour la diffusion d’électrons et de projectiles isoscalaires de relativement basses
énergies, dont le recouvrement avec la fonction d’onde de la cible est moindre ("sur-
face"), il semble suffisant d’utiliser des opérateurs électromagnétiques. Pour un
projectile de proton en revanche, il faut alors définir un opérateur de transition
hadronique [64]. L’usage d’un opérateur purement électromagnétique lors d’une
diffusion inélastique de protons peut en effet entraîner une sous-estimation de
la réponse nucléaire théorique puisqu’une partie de la physique en jeu lors de
l’interaction sonde-cible n’est pas prise en compte par cet opérateur [63]. Le pro-
ton n’interagit pas que par interaction électromagnétique avec le noyau cible. Les
protons pénétrant par exemple plus profondément au coeur du noyau que des par-
ticules α, le traitement théorique de la transition étudiée [63, 64, 143, 144] s’en
trouve complexifié.

L’opérateur standard dont nous allons discuter la validité ici, est le résultat de
considérations sur l’interaction électromagnétique lorsque le photon est virtuel.
Ces considérations ne sont probablement plus valables pour un photon réel. Ce cas
n’est pas traité ici, les ISGMR n’étant jamais sondées par des flux gamma.

L’ensemble des noyaux qui font l’objet de l’étude présentée dans ce chapitre ont
déjà été présentés au chapitre précédent et ne sont sondés expérimentalement que
par des particules alpha qui ont l’avantage de pouvoir être traitées a priori unique-
ment par l’interaction électromagnétique.

5.1.1 Origine de l’opérateur usuel

Nous appelons opérateur standard, l’opérateur de transition tel qu’il est utilisé par
tous les modèles capables de décrire les résonances géantes. Son expression dérive
de considérations sur l’interaction électromagnétique abondamment décrites dans
la littérature, comme par exemple dans les chapitres et appendices dédiés aux élé-
ments de transition électromagnétiques [50,121,145].

Nous ne rappelons ici que l’expression générique de cet opérateur et déroulons
les étapes en vue de la forme analytique correspondant à l’expression de l’opérateur
standard tel que réellement utilisé.

Le moment multipolaire électrique est de la forme :
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M(EJ,K, q) =
(2J + 1)! !

qJ(J + 1)

∫

ρ(~r)
∂

∂r
(rjJ(qr))YJK(r̂)d~r (5.1)

+
i(2J + 1)! !

cqJ−1

∫

~r.~j(~r)jJ(qr)YJK(r̂)d~r

où q est le moment transféré de la sonde à la cible au moment de leur interaction,
jJ(qr) la fonction de Bessel sphérique d’ordre J , ~j(~r) la densité de courant et ρ(~r) la
densité de charge du noyau et c la constante habituelle de la célérité.

L’approximation principale consiste alors à considérer le moment transféré q
très petit tel que qr << 1, ce qui dans le cas J = 0 permet de négliger le deuxième
terme du membre de droite.
La fonction de Bessel sphérique qui s’écrit dans le cas général :

jJ(qr) = (−qr)J
(

1

qr

d

d(qr)

)J sin(qr)
qr

(5.2)

peut être développée comme

jJ(qr) =
(qr)J

(2J + 1)! !

(

1− 1

2

(qr)2

(2J + 3)
+ ...

)

. (5.3)

En prenant alors le premier terme de ce développement des fonctions de Bessel, ce
qui est suffisant pour de nombreux cas, on a alors :

M(EJ,K, q) =
(2J + 1)! !

qJ(J + 1)

∫

ρ(~r)
∂

∂r

(

qJrJ+1

(2J + 1)! !

)

YJKd~r (5.4)

=

∫

ρ(~r)rJYJKd~r.

On remarque ici que le deuxième terme de l’équation de départ est de l’ordre de
(qr)J+1 et devient donc négligeable dès lors que l’on a fait la supposition qr << 1.
La deuxième approximation consiste alors à laisser ce deuxième terme de côté.

Dans le cas de la monopolaire cependant, le premier terme du développement de
Bessel est une constante et ne peut donc induire de transitions électromagnétiques.
Il faut alors prendre le deuxième terme du développement de Bessel 5.3, ce qui
nous donne au final un moment électrique d’expression :

M(E0, 0) =

∫

ρ(~r)
1

2
r2Y00d

3r (5.5)

et dont l’expression de l’opérateur standard est alors déduite telle que

F00 =
1

2

∑

i

r2i Y00. (5.6)
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Il est important de comprendre que les résonances géantes peuvent être décrites
comme la réponse du noyau soumis à un champ extérieur faible tel qu’une approx-
imation linéaire peut-être appliquée. Ce champ extérieur peut être décomposé en
différentes multipolarités et la réponse totale du noyau peut être considérée comme
la superposition de toutes ces réponses de multipolarités différentes. La prise en
compte de l’action de champ extérieur se fait alors par l’application d’un opéra-
teur de transition et l’état fondamental du noyau excité entre les états d’excitation
obtenus.

L’opérateur usuel d’expression ∝ r2Y00 est pertinent quand q → 0, c’est à dire
dans l’approximation de Born, c’est à dire de la diffusion élastique. Peut-on réelle-
ment négliger le moment transféré ?
Considérer la limite des grandes longueurs d’onde revient en effet à perdre le lien
avec la cible interagissant avec la sonde. Comme on élimine la dépendance en mo-
ment transféré, l’évolution dynamique de la structure interne du noyau n’est plus
modulée par l’intensité du champ extérieur appliqué. Nous allons nous pencher
sur le moment transféré.

5.1.2 Expression du nouvel opérateur choisi

5.1.2.1 Le cas du cosinus

Nous allons essayer ici de voir ce qu’il se passe si l’on ne tient plus compte de la
limite des grandes longueurs d’onde.
En repartant de l’équation générique de départ et en considérant le cas de la
monopolaire, soit le cas du couple {J,K} = {0, 0} nous avons ainsi l’expression
:

M(E0, 0, q) =

∫

ρ(~r)
∂

∂r
(rj0(qr))Y00(r̂)d~r +

iq

c

∫

~r.~j(~r)j0(qr)Y00(r̂)d~r. (5.7)

En développant le premier membre de cette expression, on passe alors de ∂
∂r
(rj0(qr))

à un terme proportionnel à un cos(qr). Cependant, le deuxième terme de cette ex-
pression ne peut alors plus être négligé. Sa mise en place numérique pouvant être
délicate à effectuer, nous nous sommes alors penchés sur le lien entre l’expression
du moment électrique et donc de l’opérateur, et le cas de la diffusion considérée en
vue de pouvoir utiliser une autre expression d’opérateur de transition.

5.1.2.2 Lien avec les modèles de réaction

L’opérateur usuel, pris dans la limite des grandes longueurs d’onde est tel que
le moment transféré n’est plus explicitement considéré. Bien que les expériences
actuelles s’appuient sur de la diffusion inélastique pour sonder les résonances
géantes, la forme de l’ opérateur standard utilisé pour décrire la transition à l’état
monopolaire, résulte de considérations qui s’apparentent plutôt à des cas de diffu-
sion élastique.
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L’approximation de Born se prête bien à la diffusion élastique, lorsque le mo-
ment transféré de la sonde à la cible est nul. Dans ce cas de figure, les masses du
projectile et de la cible sont identiques avant et après interaction.
Lors d’une diffusion élastique de type X(a, a)X, seules les directions et possible-
ment les spins des particules changent. Aucune des énergies cinétiques impliquées
dans le système n’est convertie en énergie d’excitation et le Q de la réaction, défini
comme la différence de masse entre les produits avant et après diffusion, est nul.
Les noyaux restent donc dans leurs états fondamentaux et leurs impulsions ne
changent pas de magnitude. Le moment transféré, défini comme :

~q = ~ki − ~kf (5.8)

où chacun des moments ~k est relié à un impulsion par ~p = h̄~k, a alors une ampli-
tude, qui peut s’exprimer sous la forme

q = 2ksin
θ

2
(5.9)

avec k l’amplitude commune à ~ki et ~kf et θ l’angle entre ces deux vecteurs. Dans le
cas d’un angle de diffusion très petit voire nul, on voit alors que le moment trans-
féré est négligeable voire inexistant.

Si l’on considère cette fois-ci le processus X(a, a′)X∗ ou X(a, a∗)X∗ ou encore
n’importe quelle combinaison où la structure interne de la cible ou de la sonde est
cette fois-ci changée par excitation, on se trouve alors dans le cas d’une diffusion
inélastique. Dans ce cas de figure, les amplitudes ~ki et ~kf sont différentes et si
l’on néglige le recul du noyau cible, on peut obtenir une nouvelle relation pour le
moment transféré de la forme :

q2 = (ki − kf )2 + 4kikfsin
2 θ

2
. (5.10)

Cependant, il est difficile d’estimer si l’énergie de recul est négligeable tant que
celle-ci n’a pas été calculée. S’il apparaît alors que bien que de petite amplitude, le
recul ne peut être négligé, cette dernière relation ne sera alors plus valide. Dans
tous les cas de figure, avoir accès à kf de notre point de vue n’est pas chose aisée.

Considérons pour le moment qu’une étude plus approfondie doit être faite quant
à l’expression du moment transféré, sur laquelle nous reviendrons.

5.1.3 Le nouvel opérateur

Le cas de la diffusion inélastique est représentatif de ce qu’il se passe en réalité.
Il est traité théoriquement par l’approximation DWBA où le moment transféré est
non nul. Pour prendre en compte le phénomène de diffusion inélastique tel que
décrit par la Distorted Wave Born Approximation (DWBA), il apparaît pertinent
d’utiliser un opérateur de la forme jJ(qr)YJK [63]. Pour cette raison et pour suivre
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la direction prise par [146, 147], nous allons désormais considérer l’ opérateur de
transition monopolaire tel que :

FJK(q) = e
A
∑

i

jJ(qri)YJK(θi, φi) (5.11)

où jJ(qri) et YJK(θ, φ) sont toujours les fonctions de Bessel sphériques et les har-
moniques sphériques associées à la multipolarité et la projection de la résonance
considérée.

5.2 Mise en place numérique

5.2.1 Développement limité et convergence de la règle de somme
QRPA

Dans la formulation matricielle utilisée dans notre code QRPA axial, les opéra-
teurs de transition sont décomposés en opérateurs élementaires radiaux et axiaux
tels qu’on peut les trouver dans la référence [125]. Leur action sur les états de
l’oscillateur harmonique étant connus analytiquement, on peut alors facilement
calculer les fonctions de réponse des états résonants QRPA par des changements
de base tels que décrits dans le chapitre Description formelle. La fonction de Bessel
j0 de l’expression de l’opérateur que l’on considère maintenant ne peut être implé-
mentée directement : on ne connaît pas l’action de j0 sur les états de l’oscillateur
harmonique en axial. On considère alors le développement en série entière de
notre opérateur afin de pouvoir décomposer chacun des termes en opérateurs élé-
mentaires tels qu’existants :

j0(qr) =
∞
∑

n=0

(−1)n (qr)2n

(2n+ 1)!
= 1− (qr)2

3!
+

(qr)4

5!
− ... (5.12)

Notons ici que le premier terme non nul du développement, pour peu que ce terme
ne contienne pas la dépendance en moment transféré, est proche de l’opérateur
standard : la différence se joue sur la valeur du dénominateur.

Implémenter le développement complet en série entière, donc un nombre infini
de termes est impossible numériquement : il faut imposer une troncature. Pour
ce faire, l’on choisit le critère suivant : les termes du développement sont inclus
jusqu’à atteindre la convergence de la règle de somme QRPA pondérée en énergie,
donnée par le moment m1 tel que décrit dans le chapitre état de l’art sur les chaînes
isotopiques d’intérêt, à une précision arbitrairement choisie. Cela revient ainsi à
considérer un opérateur de transition de la même manière que s’il n’y avait pas eu
de troncation au niveau QRPA. Cette première étude de convergence a été effec-
tuée pour l’ensemble des noyaux tels que pour une valeur de q donnée, le nombre
de termes du développement à prendre en compte sera différent d’une chaîne iso-
topique à l’autre. Plus le nombre de termes du développement à prendre en compte
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est grand, plus le temps de calcul l’est aussi. En effet le nombre d’états impactés
de l’oscillateur harmonique par l’application croissante de ces opérateurs, se déter-
mine suivant les règles qui s’appliquent aux fonctions de Hermite et de Laguerre
telles que décrites dans le chapitre état de l’art sur les chaînes isotopiques d’intérêt
de la référence [125].

Nous avons également évalué les valeurs de l’EWSR associées aux contributions
des termes du développement pris individuellement. Nous avons alors vérifié que
leur ajout au delà du terme considéré comme permettant d’atteindre notre critère
de convergence donnait bien une contribution négligeable au regard de la précision
souhaitée.

En pratique, comme il était attendu partant d’une développement en série en-
tière, le nombre de termes à inclure augmente avec la valeur de q. Une des remar-
ques importantes est que passée une certaine valeur seuil de ce moment transféré,
la règle de somme QRPA décroit, ce quelque soit le noyau considéré.

5.2.2 Que faire de la constante ?

La constante par rapport au moment transféré aussi bien qu’au rayon du noyau que
l’on peut voir apparaître en tant que premier terme du développement en série en-
tière du nouvel opérateur peut poser problème au moment de l’application sur nos
phonons QRPA. Ce terme n’apparaît pas dans l’expression de l’opérateur standard
monopolaire qui consiste à prendre en réalité le deuxième terme du développement
divisé par q2 pour le rendre indépendant du moment transféré. Cette omission a
un sens et mérite donc que l’on s’y attarde. Ne pouvant pas induire physiquement
de transition, le terme constant était alors négligé dans l’opérateur correspondant
à la limite des grandes longueurs d’onde. Son effet sur les états QRPA n’est cepen-
dant pas nul.

Puisque nous considérons désormais un développement en série entière du terme
Bessel, il faut donc s’assurer que l’amplitude associée à ce premier terme constant
est négligeable au regard de celles induites par les termes d’ordres supérieurs dans
le développement. En considérant le spectre QRPA généré par un opérateur con-
stant tel que le premier terme du développement, l’ordre de grandeur des ampli-
tudes de transition maximum est de 10−8 à 10−15, suivant le noyau considéré. Pour
que cette constante, qui ne représente à elle seule pas la transition monopolaire, ait
un impact négligeable sur les spectres comparé aux autres termes du développe-
ment, les valeurs de moments transférés doivent être au moins telles que les am-
plitudes principales des autres termes soient un ou deux ordres de grandeur au
dessus.
Une étude de cette amplitude dans les différentes chaînes isotopiques nous montre
que c’est en pratique le cas pour des valeurs de q supérieures à 0.01fm −1. L’impact
du terme constant peut se voir pour des valeurs de q très petites, comme le montre
la toute première sous-figure en haut à gauche de chacune des figures 5.4, 5.5, 5.6
, 5.7.
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5.2.3 Comparaison avec la règle de somme HFB

Nous allons maintenant essayer de comprendre la ou les raisons pour lesquelles la
règle de somme QRPA pondérée en énergie (EWSR) décroit à partir d’une certaine
valeur de q différente suivant la chaîne isotopique considérée. Nous allons pour ce
faire, comparer ces EWSR pour différents noyaux aux règles de somme correspon-
dantes à partir de l’état fondamental HFB.

Comme les résonances géantes sont des modes collectifs, on peut intuiter que la
force de transition de l’état fondamental à l’état collectif excité dépendra de pro-
priétés telle que le nombre de nucléons impliqués ou la taille du système. Ceci
implique que la force de transition totale doit être limitée par une règle de somme
qui ne dépendrait "que" des propriétés de l’état fondamental [51], dans notre cas
donc, des propriétés qui peuvent être obtenues au niveau HFB. Ceci justifie ainsi
la comparaisons entre EWSR.

Les momentsmk appliqués sur l’état fondamental, correspondants aux différentes
règles de somme, peuvent être évalués en se servant directement des densités au
niveau HFB. A cette étape, ces moments ne fournissent pas d’informations aussi
détaillées que celles obtenues avec des modèles comme la QRPA pour décrire les
excitations collectives. Ils servent alors d’outils complémentaires qualitatifs, et
permettent d’obtenir des expression analytiques de propriétés moyennes qui reflè-
tent la collectivité d’une excitation donnée [148]. Les moments m0 and m1 sont
parmi eux d’une importance particulière, représentant respectivement règles de
somme non pondérée (NEWSR) et pondérée (EWSR) en énergie. Le moment m1 est
ce qui nous occupe ici.

Le moment m1 peut être calculé à l’aide du double-commutateur [145] et per-
met d’obtenir cette règle de somme HFB. Son expression très générique peut être
développée en vue d’obtenir une expression analytique utilisable.
Nous considérons cette façon d’évaluer les moments au niveau HFB en vue d’être
comparés avec leur pendant pour le cas k = 1 (EWSR) :

m1(F ) =
1

2
〈0| [F̂ , [Ĥ, F̂ ]] |0〉 = h̄2

2m
〈0| (∇F )2 |0〉 . (5.13)

Notons ici que l’expression du membre de droite est un peu différente de celle trou-
vée dans la littérature : h̄2

2m
〈0| |∇F |2|0〉. En déroulant nous-mêmes ce calcul nous

obtenons pourtant bien l’équation 5.13. Les deux calculs convergent cependant si
l’opérateur F est réel.

Comme le potentiel de Gogny utilisé dans le Hamiltonien Ĥ est local et ne
dépend pas explicitement des vitesses, cette expression peut être exprimée de manière
générale [146] par :
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mJ
1 (q) = (2J + 1)

h̄2

2m

∫

ρ(r)

[

(

djJ(qr)

dr

)2

+ J(J + 1)

(

jJ(qr)

r

)2
]

d3r (5.14)

où le second terme s’annule dans le cas monopolaire et où ρ(r) est la densité totale
du système obtenue en résolvant les équations HFB.

Une règle de somme pondérée en énergie telle que le moment m1 représente
l’ensemble de la réponse potentielle d’un noyau, soumis à excitation, dans un for-
malisme donné. Elle caractérise donc par essence l’ensemble de la réponse nu-
cléaire possible pour un moment transféré et donc une énergie transférée donnée.
Il s’agit cependant d’un résultat qualitatif : puisque la somme dans l’expression
se fait sur l’ensemble des états excités, l’EWSR apporte de l’information quant au
degré de collectivité pour un moment transféré donné. Elle ne rend compte ni de
la répartition de la force de transition, ni du degré de fragmentation, ni même de
l’étalement de la réponse. Pour cette raison, une bonne compréhension des réso-
nances géantes passe par la prise en compte à la fois des règles de somme, et de la
ou des valeurs quantitatives que sont celles des pics majeurs comme nous l’avons
fait dans le chapitre état de l’art sur les chaînes isotopiques d’intérêt.

Après implémentation de ce moment au niveau HFB, nous pouvons enfin com-
parer l’évolution des règles de somme en fonction du moment transféré.

Figure 5.1: Règle de somme pondérée en énergie (EWSR) du nouvel opérateur au
niveau HFB et QRPA en fonction du moment transféré dans le 58Ni.

Les figures 5.1, 5.2, 5.3 représentent les résultats associés à ces comparaisons
entre les EWSR QRPA et les EWSR HFB pour cinq noyaux distincts ; un parmi
chaque chaîne isotopique étudiée. On peut voir alors que quel que soit le noyau
considéré, l’EWSR QRPA ne décroche de la HFB qu’à des valeurs de moment trans-
féré supérieures ou égales à 0.5 fm −1. Plus le noyau est lourd, plus ce décrochage
se fait tardivement. Cependant cette variation sur la valeur de décrochage de q
d’une chaîne isotopique à l’autre est très faible < 0.1 fm −1. Plus de figures peuvent
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Figure 5.2: Règle de somme pondérée en énergie (EWSR) du nouvel opérateur au
niveau HFB et QRPA en fonction du moment transféré dans le 112Sn 124Sn.

Figure 5.3: Règle de somme pondérée en énergie (EWSR) du nouvel opérateur au
niveau HFB et QRPA en fonction du moment transféré dans le 110Cd 208Pb.

être trouvées en annexe pour le lecteur curieux.

Comme nous pouvons le voir, les règles de somme HFB ont une forme sensible-
ment identique d’une chaîne à l’autre. Seule l’amplitude change véritablement
et augmente légitimement avec la taille du noyau. Les EWSR HFB et QRPA
dans les noyaux considérés augmentent rapidement jusqu’à atteindre un maxi-
mum compris entre 0.5 et 1.0 fm −1 avant de prendre une forme asymptotique pour
de grandes valeurs de moment transféré pour HFB seulement. Ce comportement
asymptotique représente la valeur pour laquelle toute la réponse donnée possible
d’un noyau est incluse. Intuitivement, on pourrait alors supposer que cette limite
est corrélée à une énergie d’excitation seuil apportée au noyau, telle qu’au-delà de
celle-ci, le noyau ne passe pas par un état résonant mais se voit arraché directe-
ment d’un ou plusieurs de ses nucléons.
La règle de somme QRPA, elle, s’effondre dès 1 fm −1 pour la chaîne de Plomb et
un peu au delà de 1.5 fm −1 pour les autres noyaux. Les résultats présentent ici
une forme sensiblement identique à celles de la référence [146, 147] où les calculs
sont effectués dans le formalisme HF + RPA sur des noyaux sphériques double-
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ment magiques, donc sans appariement, tels que le 208Pb. La portion du graphe
correspondant à une EWSR presque constante au niveau HFB est le reflet de la
signification de cette règle de somme : la réponse en excitation du noyau est lim-
itée.

On peut considérer avec certitude que cette valeur à partir de laquelle la règle
de somme QRPA s’effondre complètement par rapport à la règle de somme HFB
est la valeur de moment transféré au delà de laquelle l’approche QRPA n’est plus
suffisante, voire même n’est plus valide, pour décrire les excitations dans le noyau
considéré. Cela signifie qu’en pratique la QRPA n’est plus capable de reproduire
l’entièreté de la réponse du noyau au delà d’une valeur seuil. On peut néanmoins
se questionner quant à la valeur de décrochage : est-ce que l’approximation QPRA
n’est plus valide à partir du moment où l’EWSR QRPA s’écarte légèrement de
l’EWSR HFB, ou seulement quand elle s’effondre ?

Le décrochage du moment m1 QRPA par rapport à la règle de somme HFB tel
que décrit précédemment peut s’appréhender quantitativement en se penchant di-
rectement sur les spectres QRPA.
Dans ce contexte, il semble alors légitime de se demander de quelle manière la
forme de la réponse nucléaire est impactée avec la variation de q et surtout quelles
sont les valeurs que peut réellement prendre ce moment transféré considérant les
processus de diffusion inélastique utilisés pour sonder l’ISGMR. Nous allons dis-
cuter de ces pistes l’une après l’autre.

5.2.4 Impact du moment transféré sur la répartition des fonc-
tions de force

Nous nous sommes intéressés ensuite à l’évolution des amplitudes des fonctions de
force pour un moment transféré q fixe pour chaque spectre mais où q augmente,
sans encore tenir compte des vraies valeurs que peuvent prendre le moment trans-
féré. L’objectif ici est d’affiner notre compréhension quant au décrochage de la
règle de somme QRPA par rapport à la HFB. Nous avons reporté ces résultats fig-
ures 5.4, 5.5, 5.6, 5.7, 5.8. Précisons ici que les spectres avec l’opérateur standard
ont une forme identique à celle des spectres à q = 0.1 fm−1. Il en ressort alors
assez clairement que cette forme des spectres est préservée quel que soit le noyau
considéré, jusqu’à une valeur d’environ q ∼ 0.4 fm−1. A partir de cette valeur,
l’impact du moment transféré commence en effet à se faire ressentir et des ampli-
tudes apparaissent légèrement à plus hautes énergies QRPA pour q ∼ 0.6 fm−1.
Jusqu’à cette valeur seuil de moment transféré, on peut néanmoins considérer que
l’utilisation de l’opérateur standard, bien que moins approprié, est valable pour
décrire la réponse monopolaire.
Passé q ∼ 0.8 fm−1 en revanche, ce sont cette fois-ci les phonons QRPA de hautes
énergies qui prennent le dessus sur la réponse du noyau. Les états résonants ayant
les amplitudes de transition les plus élevées ne sont plus associés aux mêmes états
résonants que précédemment : la répartition de la réponse nucléaire change et la
majeure partie se situe à haute énergie d’excitation, au-delà même de la gamme
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en énergie dans laquelle on trouve habituellement les résonances géantes. Passé
le seuil de moment transféré q ∼ 0.8 fm−1 pour chaque noyau, le spectre se distord
notablement et plus q augmente plus les états de grandes forces de transitions sont
situés à hautes énergies QRPA.

Ces amplitudes sont la manifestation claire de la nécessité de considérer l’opérateur
plus complet à partir de certaines valeurs de moment transféré par rapport à
l’opérateur standard. Elles contribueront en pratique à des valeurs de moments
mk plus élevées et nous éloigneront encore plus des valeurs expérimentales. Pour
déterminer cependant si seul le calcul des moments sera impacté ou si le pic ma-
jeur le sera aussi, il faut pouvoir déterminer précisément désormais ce que vaut
q. En effet autour de q ∼ 1 − 1.2fm−1 l’amplitude majoritaire n’est plus celle de la
gamme des résonances géantes, quel que soit le noyau.

Notons que les fonctions de force sont cette fois-ci sans unité car sans dimension
puisque le moment transféré intervient explicitement, contrairement aux réponses
isoscalaires que nous pouvions obtenir précédemment en [fm−4] dans le chapitre
état de l’art sur les chaînes isotopiques d’intérêt.

Bien que l’on se doute que les valeurs réelles de q ne puissent pas devenir aussi
grandes, auquel cas l’opérateur standard n’aurait même plus de raison d’exister et
les valeurs théoriques seraient beaucoup plus éloignées des valeurs expérimen-
tales, il nous faut les déterminer avec précision. Pour cette raison, nous nous
sommes ensuite penchés sur les valeurs que prend réellement q en fonction des
cinématiques de diffusion inélastiques afin de savoir dans quel régime se trouvent
les expériences et de fait nos modèles.

5.3 La cinématique de l’interaction

5.3.1 L’interaction sonde-cible : focus sur le moment trans-
féré

Lors d’un processus de diffusion inélastique X(a, a′)X∗, la sonde a transfère une
certaine quantité de son énergie cinétique à la cible X sans que celle-ci ne change
de structure interne. Cette variation en énergie peut-être caractérisée entre autres
par le moment transféré. Suivant les lois de conservation la cinématique (én-
ergie et impulsion), nous pouvons obtenir l’expression du moment transféré tel que
dérivé dans l’appendice A. Il s’agit d’une fonction des paramètres caractéristiques
de la réaction de diffusion comme les masses de la sonde et de la cible ma et mX ,
l’énergie incidente du projectile Ea, l’énergie d’excitation du noyau E∗ et l’angle de
diffusion θlab telles que ceux auxquels on peut en pratique avoir accès au regard des
valeurs connues ou déduites expérimentalement.

L’expression analytique que l’on prend pour q est calculée dans le référentiel du
laboratoire en fonction des variables de cinématique à disposition. L’énergie inci-
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dente de la sonde est donnée dans le laboratoire, mais à 0° pour l’angle de sortie du
projectile, correspond également un angle 0° dans le référentiel du centre de masse.
Il faut alors exprimer cet angle en fonction de son pendant dans le référentiel du
laboratoire. Cette correspondance figure également en Appendice A.

Cette expression du moment transféré tient compte du fait qu’au moment de
l’interaction avec la cible, la sonde transfère une énergie qui sera répartie en én-
ergie de recul et en énergie d’excitation.

5.3.2 Evolution du moment transféré en fonction des vari-
ables de la cinématique de diffusion inélastique

Nous avons en quelque sorte déterminé précédemment des bornes supérieures et
inférieures de valeurs de moment transféré déterminant le choix de l’opérateur de
transition le plus adapté à appliquer. La connaissance de la manière dont le nou-
vel opérateur impacte la fonction de réponse ISGMR et les valeurs clés de moments
transférés associées légitiment naturellement le questionnement des valeurs que
prend réellement q suivant les cas pratiques de diffusion inélastique. C’est ce qui
nous a amené à établir une expression analytique du moment transféré.

Nous faisons ici apparaître sur la figure 5.9, le moment transféré en fonction de
ses divers paramètres afin de prendre du recul sur son évolution.

Les figures dans 5.9 montrent par exemple l’évolution du moment transféré en
fonction des paramètres énergie d’excitation cible et énergie cinétique sonde in-
cidente où tous les autres paramètres sont fixes. Les calculs sont effectués dans
θlab = θcdm = 0°. Concernant le graphe de 5.9 gauche, le noyau cible considéré
est un 12C dont l’énergie d’excitation a été prise à 20 MeV, valeur très proche de
l’expérience. Dans la figure 5.9 de droite, sont présentés plusieurs courbes pour
lesquelles le calcul a également été fait dans un 12C, l’énergie d’excitation pouvant
cette fois-ci varier.

Il est intéressant de remarquer sur la figure de droite que lorsque l’énergie par
nucléons est la même pour les deux cibles différentes les courbes sont alors super-
posées (courbes jaunes) tandis qu’elles ne le sont plus lorsque l’on choisit stricte-
ment la même énergie incidente pour les deux sondes. Ainsi, plus que l’énergie
incidente totale de la sonde, c’est son énergie par nucléon qui aura un impact sur
la valeur de moment transféré. On peut extraire de la figure de gauche en revanche
qu’à conditions identiques d’énergies sonde, cible et d’angle de diffusion, le 6Li in-
duira un moment transféré plus grand.

Le choix est ici fait de ne présenter ces résultats que dans un seul noyau.
En effet, nous avons remarqué que la masse de la cible n’impacte que très peu
ces graphes, qui présentent une forme globale très similaire. De fait, le long de
chacune des chaînes isotopiques considérées dans notre étude, le nombre de nu-
cléons change vraiment trop peu pour observer des différences significatives dans
l’évolution de q. De plus, le transfert de quantité de mouvement est indifférent à

81



5.3. LA CINÉMATIQUE DE L’INTERACTION

la nature isotopique d’un noyau considéré, seule sa masse totale est importante.
Il est important de souligner que pour les expériences avec les énergies incidentes
alpha actuelles, q varie globalement peu. Cependant pour les sondes moins én-
ergétiques < 200 MeV comme le montre la figure de gauche et comme celles qui
ont pu être utilisées par le passé, la valeur de q est suffisamment élevée pour im-
pacter significativement les fonctions de force. Ce n’est en pratique jamais le cas
dans les expériences actuelles qui nous ont servi de référence pour comparer nos
valeurs, cela conduirait alors à une distortion non négligeable de nos spectres pour
des valeurs de q ∼ 0.5 fm −1 dans le cas contraire comme montré dans la section
précédente. En revanche ce que l’on peut constater c’est que le paramètre déter-
minant quant à l’évolution de q est l’énergie d’excitation du noyau cible. En effet à
hautes énergies d’excitation, le moment transféré atteind des valeurs qui "flirtent"
avec le seuil à partir duquel les phonons de haute énergie commencent à prendre
plus d’amplitude.

5.3.3 Vers une distorsion plus réaliste des spectres

Afin de finaliser notre étude, il nous reste maintenant à calculer l’effet du mo-
ment transféré calculé pour chacune des énergies QRPA. Il s’agit ici d’implémenter
l’opérateur de transition où le moment transféré est recalculé pour chacune des
énergies à 2 quasi-particules à partir des données de cinématiques extraites de
l’expérience. En d’autres termes, à 1 phonon QRPA correspond 1 valeur de moment
transféré. Ceci consitue le calcul le plus réaliste fait avec cet opérateur jusqu’ici.

L’analyse comparative des spectres du pourcentage de la EWSR QRPA avec le
nouvel opérateur adaptatif et avec l’opérateur standard 5.13,5.14, 5.15, 5.16, 5.17
et pour un noyau par chaîne isotopique nous montre alors que la forme obtenue
avec le nouvel opérateur (sous-figures de droite) est extrêmement proche de la
forme avec l’opérateur standard (sous-figures de gauche) ... A une différence in-
téressante près ! Une analyse détaillée des valeurs nous indique que les amplitudes
de hautes énergies ont pris une proportion légèrement plus élevée qu’auparavant,
où l’amplitude était négligeable avec l’opérateur standard. En effet, là où les ré-
sultats théoriques ne montraient pas de "queue" à haute énergie de résonance,
l’opérateur nouveau nous le permet. Ce résultat est important, puisque jusqu’ici
la présence de cette queue observée expérimentalement n’était pas expliquée par
la théorie ! Ainsi, bien que les pics majeurs restent aux mêmes énergies et que les
valeurs des moments s’écartent de fait un peu plus de l’expérience que ne le fai-
sait l’opérateur standard, comme illustré sur les figures 5.10, 5.11, 5.12 et comme
reporté dans le tableau 5.1 par rapport au tableau 4.5, l’analyse des spectres nous
montre que l’on peut en revanche désormais reproduire une partie que l’on ne
pouvait pas auparavant. Concernant la plus grande fragmentation des spectres
qu’avec l’opérateur standard, ceci est visible au regard du tableau 5.1, où les dif-
férents ratios de moments peuvent être assez différents les uns des autres pour un
même noyau. Au regard des résultats sur les Zr, où la queue à haute énergie est
faible mais non négligeable, une analyse des spectres avec le nouvel opérateur dans
les noyaux de Mo tels que discutés dans le chapitre état de l’art dans les chaînes
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isotopiques d’intérêt pourrait alors potentiellement conduire à une explication sup-
plémentaire quant à la queue à haute énergie.
En effet, on observe sur le graphe distordu de 5.14 d’un Zr, une composante d’amplitude
visible à énergie proche de 25 MeV, bien que faibles. Si l’on suppose un résultat
similaire pour la chaîne des Mo, il faudrait alors convoluer nos resultats distor-
dus pour nous permettre de déterminer les poids relatifs de cette nouvelle queue à
haute énergie et de la composante isovectorielle telle que supposée dans le chapitre
précédent.

A Noyau Energie range m1/m0

√

m1/m−1

√

m3/m1

(MeV) (MeV) (MeV) (MeV)
56 Ni 10.00 - 35.00 21.41 21.33 21.71
58 Ni 10.00 - 40.00 24.64 23.86 28.01
60 Ni 10.00 - 40.00 24.55 23.76 27.85
90 Zr 10.00 - 30.00 18.80 18.74 19.06
92 Zr 10.00 - 30.00 18.70 18.62 18.98
106 Cd 10.50 - 20.50 17.53 17.50 17.63
110 Cd 10.50 - 20.50 17.35 17.30 17.47
114 Cd 10.50 - 20.50 17.19 17.13 17.34
116 Cd 10.50 - 20.50 17.12 17.06 17.28
112 Sn 10.50 - 20.50 17.08 17.07 17.10
114 Sn 10.50 - 20.50 16.94 16.93 16.96
116 Sn 10.50 - 20.50 16.91 16.90 16.97
118 Sn 10.50 - 20.50 17.16 17.12 17.32
122 Sn 10.50 - 20.50 16.96 16.91 17.14
124 Sn 10.50 - 20.50 16.87 16.82 17.06
204 Pb 9.50 - 19.50 14.28 14.26 14.37
206 Pb 9.50 - 19.50 14.26 14.24 14.36
208 Pb 9.50 - 19.50 14.27 14.23 14.42

Table 5.1: valeurs théoriques des ratios m1/m0,
√

m1/m−1 et
√

m3/m1 de l’ISGMR
E0 dans le formalisme QRPA avec l’interaction de Gogny D1M et le nouvel opéra-
teur

On peut conclure de cette approche que l’impact du moment transféré aux valeurs
des paramètres de cinématique considérés dans les processus de diffusion inélas-
tique sont négligeables et que par conséquent, l’utilisation de l’opérateur complet
ne permet pas de réduire l’écart entre théorie et expérience.
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Figure 5.4: Evolution des amplitudes des fonctions de force pour différentes valeurs
de moment transféré croissant dans le 60Ni
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Figure 5.5: Evolution des amplitudes des fonctions de force pour différentes valeurs
de moment transféré croissant dans le 92Zr
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Figure 5.6: Evolution des amplitudes des fonctions de force pour différentes valeurs
de moment transféré croissant dans le 114Cd
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Figure 5.7: Evolution des amplitudes des fonctions de force pour différentes valeurs
de moment transféré croissant dans le 118Sn
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Figure 5.8: Evolution des amplitudes des fonctions de force pour différentes valeurs
de moment transféré croissant dans le 208Pb
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Figure 5.13: Evolution des amplitudes des fonctions de force en pourcentage de la
règle de somme QRPA pour un moment transféré adapté à chaque phonon dans le
noyau de 60Ni et pour l’opérateur standard (gauche) en comparaison avec le nouvel
opérateur (droite)
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Figure 5.14: Evolution des amplitudes des fonctions de force en pourcentage de la
règle de somme QRPA pour un moment transféré adapté à chaque phonon dans le
noyau de 90Zr et pour l’opérateur standard (gauche) en comparaison avec le nouvel
opérateur (droite)

Figure 5.15: Evolution des amplitudes des fonctions de force en pourcentage de la
règle de somme QRPA pour un moment transféré adapté à chaque phonon dans
le noyau de 116Cd et pour l’opérateur standard (gauche) en comparaison avec le
nouvel opérateur (droite)
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Figure 5.16: Evolution des amplitudes des fonctions de force en pourcentage de la
règle de somme QRPA pour un moment transféré adapté à chaque phonon dans le
noyau de 122Sn et pour l’opérateur standard (gauche) en comparaison avec le nouvel
opérateur (droite)

Figure 5.17: Evolution des amplitudes des fonctions de force en pourcentage de la
règle de somme QRPA pour un moment transféré adapté à chaque phonon dans le
noyau de 206Pb et pour l’opérateur standard (gauche) en comparaison avec le nouvel
opérateur (droite)
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6 | Quid de la correction du cen-
tre de masse à 2 corps négligées
jusqu’alors ?

Dans le chapitre précédent, nous avons discuté de l’impact du raffinement de l’opérateur
de transition monopolaire sur la réponse (l’amplitude de la fonction de force) des
états propres résonants. Comme nous l’avons vu, l’apport des termes additionnels
dans l’opérateur de transition pour s’affranchir de la limite des grandes longueurs
d’onde ne suffit pas à expliquer la différence entre théorie et expérience. Cet
écart concernant les énergies des pics majeurs des Résonances Géantes Monopo-
laires dans toutes les chaînes isotopiques testées sauf celle du Plomb, reste trop
élevé pour être justifié aussi bien par les barres d’erreurs expérimentales que par
l’estimation de nos marges d’erreurs théoriques.
Ces résultats associés à l’opérateur de transition ont été obtenus dans le cadre de
l’approximation de champ moyen HFB et de la réponse linéaire QRPA décrits dans
le chapitre dédié au formalisme. Les calculs qui sont présentés dans ce chapitre
s’inscrivent dans ce même cadre.

Le Hamiltonien que nous utilisons se compose en tout et pour tout de termes
cinétique, d’appariement, coulombien et du terme associé au potentiel effectif de
Gogny considéré. L’obtention in fine des états excités correspondant à une transi-
tion multipolaire donnée à partir de ce Hamiltonien comme point de départ, passe
par les étapes résumées ici :

• la minimisation de l’énergie associée au Hamiltonien considéré par rapport à
des fonctions tests ;

• la création de la base des états à 2 quasi-particules à partir de la base com-
posée des fonctions d’onde minimisées ;

• le remplissage de la matrice d’interaction entre deux paires de 2 quasi-particules
;

• la diagonalisation de cette matrice pour obtenir les états propres QRPA ;

• l’action de l’opérateur associé à la transition d’étude sur ces états propres.

L’objectif est toujours de fournir une explication quant à l’écart théorie-expérience
relatif aux GMR. Nous allons dans ce chapitre nous intéresser à un terme correctif
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du Hamiltonien.

Motivés tout d’abord par une étude annexe sur la GMR du 12C, fruit d’une col-
laboration expérimentateurs-théoriciens, nous allons montrer via les résultats de
cette étude en quoi il est nécessaire d’inclure la correction du centre de masse à
2 corps en vue de la reproduction des états résonants monopolaires dans le 12C
ainsi que l’impact de cette correction sur les GMR des noyaux étudiées jusqu’alors.
Les résultats du 12C, obtenus avec la correction incluse au niveau HFB seulement,
légitiment le développement des champs relatifs à cette contribution au niveau
QRPA afin de rendre le calcul complet entièrement cohérent. Nous présenterons
ainsi et discuterons des différences obtenues pour nos noyaux d’intérêt entre un
calcul complètement cohérent sans correction, obtenu au chapitre état de l’art sur
les chaînes isotopiques d’intérêt, et un calcul incohérent avec correction au niveau
HFB. Nous complèterons notre analyse par l’étude du 24Mg.

6.1 Motivation de l’étude : diffusion inélastique de
6Li sur cible de 12C

Le raffinement des analyses expérimentales des GMR depuis leur découverte ainsi
que l’amélioration de la précision des détecteurs mis en oeuvre dans ces expéri-
mentations permettent à l’heure actuelle d’étendre les études des GMR aux noyaux
légers, tout en variant la nature des sondes [149, 150]. Dans ce cadre, des expéri-
ences portant sur le noyau cible 12C [79] ont été menées dans un premier temps
avec des alphas comme projectiles, et plus récemment avec des 6Li.

En collaboration avec l’équipe expérimentale ayant mené l’étude de GMR par
projection de 6Li sur cible de 12C, nous détaillons les résultats théoriques associés
à cette transition monopolaire, et présentés dans l’article [66].

6.1.1 Etat de l’art au niveau HFB sans correction du centre
de masse à deux corps

La déformation du 12C, oblate, est connue expérimentalement pour se situer proche
de β = −0.4. La détermination des caractéristiques de l’état fondamental théorique
de ce noyau passe, comme pour les autres noyaux, par un calcul HFB.
Dans le cas des noyaux sphériques, la taille de la base d’oscillateur harmonique
nécessaire à la bonne reproduction de l’état fondamental et des états excités d’un
noyau augmente doucement avec le nombre de nucléons que contient ce noyau. Le
12C contient peu de nucléons mais du fait de sa grande déformation, des états de
hautes énergies et/ou de grands nombres quantiques peuvent intervenir lors de
l’excitation de la GMR (intruders). Pour prendre en compte ces états au dessus
du niveau de Fermi, il nous faut déterminer la base de l’oscillateur harmonique à
partir de laquelle suffisamment d’états de bons nombres quantiques sont pris en
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compte pour reproduire correctement les excitations observées.

Un calcul de l’énergie minimum attribuée à l’état fondamental pour différentes
valeurs de déformation imposées et pour différents nombres de couches majeures
N0 de la base de l’oscillateur harmonique donne les graphes présentés sur la figure
6.1. Ces résutlats sont pour l’instant obtenus dans les mêmes conditions que celles
du chapitre état de l’art sur les chaînes isotopiques d’intérêt. Au minimum global
pour chaque N0 est attribué un symbole repéré sur le graphe. On fait varier ce
nombre de couches majeures tel que 4 ≤ N0 ≤ 13.
Il apparaît alors que N0 = 11 et N0 = 13 donnent des résultats considérés comme
convergés aussi bien en terme d’énergie minimum EHFB,min = −92.366 MeV, de
déformation identique, que de valeur d’énergie h̄ω = 21.7 entre deux couches suc-
cessives. On supposera donc par la suite que la base de nombre N0 = 11 de couches
majeures est suffisante pour la description des états excités du 12C.

Figure 6.1: Surface d’énergie potentielle HFB contrainte du 12C en fonction de la
déformation pour différents nombres de couches majeures

On remarque toutefois qu’en se penchant sur la déformation obtenue dans le
cadre de ce formalisme habituellement utilisé, l’énergie minimale se trouve pour
une déformation nulle. Le 12C semble donc être en théorie un noyau sphérique. Un
deuxième minimum local apparaît à mesure que le nombre de couches majeures
augmente à partir de N0 = 11 pour une valeur de EHFB,min = −92.355 MeV pour
N0 = 11, β = −0.25 et de EHFB,min = −92.365 MeV pour N0 = 13, β = −0.25.
Le minimum global reste cependant sphérique, quelle que soit la base considérée,
malgré la mollesse à grandes tailles de bases (troisième décimale de EHFB,min du
minimum global au mininum local). Un calcul théorique HFB appliqué au 12C est
donc en grand désaccord avec l’expérience concernant la déformation de l’état fon-
damental.
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Puisque les états QRPA ne se construisent de manière rigoureuse qu’à partir
du vrai minimum HFB, les états d’excitation de la GMR obtenus en poursuivant le
calcul de manière cohérente sont donc construits sur une déformation. Ces résul-
tats, obtenus à partir de N0 = 11 couches majeures (base convergée) sont présentés
sur la figure 6.2.

Figure 6.2: Fonctions de force isoscalaires des états résonants QRPA associés à l’état
GMR dans le 12C en base avec N0 = 11 couches majeures

La figure 6.2 présente un résultat brut QRPA obtenu avec l’opérateur standard.
Pour rappel, les états propres de nos spectres sont toujours discrets, en raison du
fait que le formalisme QPRA est ici développé dans une forme matricielle et que
le continuum est discrétisé, nous n’avons pas donc de largeur intrinsèque. Nous
n’avons donc pas de largeurs associées à nos pics résonants et ne pouvons donc pas
décrire la physique associée à la désexcitation des résonances.
Il est toutefois possible de comparer à l’expérience la position des pics majeurs et
le degré de fragmentation de la résonance : le pic dominant théorique, assimilé pic
hydrodynamique, se trouve alors plus de 4 MeV au delà de ce qui est observé ex-
périmentalement. De même, le deuxième pic théorique de plus grande amplitude,
situé entre [35, 40] MeV n’est pas observé expérimentalement : les amplitudes des
fonctions de force tombent proche de 0 au delà de 30 MeV expérimentalement. De
plus, notre résultat est très peu fragmenté (2 pics ressortent particulièrement) con-
trairement à ce que l’on peut observer expérimentalement.

On remarque donc que le résultat présenté figure 6.2, construit d’une part sur
une déformation non réaliste, n’est pas en accord avec l’expérience. L’enjeu réside
donc en la détermination des sources de ces écarts et en leur correction.
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6.1.2 Activation du terme correctif de centre de masse à 2
corps au niveau HFB et impact sur la GMR du 12C

Nous avons vu que la non correspondance entre résultats expérimentaux et théoriques
survient dès la minimisation de l’énergie HFB. Nous allons donc identifier une
source de biais pertinente au niveau de l’étape de calcul de champ moyen, c’est à
dire une approximation au delà de laquelle nous devons nécessairement aller.

Les interactions inter-nucléons au sein d’un noyau atomique font de lui un sys-
tème dont la liaison n’a besoin d’être assurée par aucune force extérieure. C’est un
système auto-lié. De fait, le noyau est invariant par translation spatiale (invari-
ance de Galilée). Lors des calculs microscopiques de champ moyen utilisés dans
la description de la structure nucléaire, le centre de masse du noyau est localisé
dans l’espace par rapport à un référentiel. La symétrie par translation est alors
brisée et ce centre oscille dans tout l’espace. Ce mouvement apporte une contribu-
tion spurieuse à l’énergie ainsi qu’à d’autres observables ; n’étant qu’un artefact
résultant du modèle utilisé, il convient de l’éliminer en restaurant la symétrie as-
sociée [151].

Pour ce faire, plusieurs moyens sont possibles. L’un d’eux consiste à imposer la
nullité du moment linéaire total :

P =
∑

i

pi = 0 (6.1)

où celui-ci n’est autre que la somme des contributions des moments linéaires de
chacun des nucléons individuels. Il s’agit alors de projeter un état respectant cette
condition sur un état donné de champ moyen [152] puis d’appliquer le principe vari-
ationnel utilisé dans le calcul de l’énergie minimum de la surface HFB contrainte.
Cette mise en oeuvre rigoureuse, bien que faisant la différence pour les noyaux
légers jusqu’au 40Ca [153] est plus coûteuse en temps de calcul numérique. Pour
cette raison, la projection est souvent faite après l’application du principe varia-
tionnel. Dans notre cas de figure, la puissance de calcul à disposition nous permet
toutefois d’imposer cette correction avant variation.

Par souci d’ergonomie, rappelons que l’architecture de l’ensemble numérique est
modulaire aussi bien au niveau des différentes étapes en vue d’un calcul complet,
qu’au sein même des étapes où ce découpage s’avère possible. Ainsi, dans l’étape
d’obtention de l’énergie du niveau fondamental, il est possible d’activer ou de désac-
tiver les contributions des champs associés aux différents termes du Hamiltonien.
En particulier, les champs relatifs à la correction du centre de masse à 2 corps
(cdm2), déjà implémentés au niveau HFB, ont jusqu’ici été négligés pour 2 raisons
: la bonne reproduction des observations expérimentales auxquelles la QRPA peut
prétendre sans leur prise en compte d’une part, et d’autre part l’assurance d’avoir
un calcul complet parfaitement cohérent du début jusqu’à la fin. Enclencher ces
champs brise cette cohérence. L’impossibilité de la reproduction de l’état fonda-
mental du 12C soulève néanmoins la question de la pertinence de la contribution
de la correction du cdm2. La figure 6.3 présente le même calcul que la figure 6.1, à
la minimisation duquel s’ajoute celle des champs du centre de masse à deux corps
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dans le Hamiltonien.

Figure 6.3: Surface d’énergie potentielle HFB contrainte du 12C en fonction de la dé-
formation pour différents nombres de couches majeures avec correction cdm2 activé
au niveau HFB

On observe sur la figure 6.1 que la déformation qui minimise l’énergie est cette
fois-ci oblate, même à très petite valeur de taille de base. Hormis pour la base à
N0 = 7 couches majeures, le minimum énergétique est associé à une valeur de dé-
formation de plus en plus petite avec un puits de plus en plus profond à mesure
que la taille de base augmente.
De même que pour un calcul HFB sans correction du cdm2, les grandeurs d’intérêt
de l’état fondamental pour les bases à N0 = 11 et N0 = 13 couches majeures sont
similaires : la base à N0 = 11 couches majeures est également celle que l’on consid-
érera comme convergée.
Enfin, il est bon de noter que la valeur de l’énergie minimale est cette fois-ci près de
7 MeV supérieure à celle où le calcul HFB n’inclut pas la correction. Cela signifie
que la contribution spurieuse d’un centre de masse oscillant, comme c’est le cas en
champ moyen avant correction, rend le noyau plus stable qu’il ne l’est réellement.

On peut déduire de ces observations que l’ajout de la contribution provenant de
la correction du cdm2 permet à elle seule d’obtenir un état fondamental de déforma-
tion oblate β = −0.385, proche donc de la déformation déduite expérimentalement.

Afin de se faire une idée de l’impact de cette différence relative à l’état fonda-
mental du 12C, nous présentons figure 6.4 les résultats d’un calcul complet de la
GMR dans le formalisme QRPA. Comme précédemment évoqué, un tel calcul n’est
pas cohérent. Il sert néanmoins de base à l’estimation de l’impact du cdm2 sur les
états excités de la GMR et permet de s’appuyer sur un état fondamental réaliste.
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Nous faisons pour cela l’hypothèse que la plupart de la physique de la correction
du cdm2 se fait au niveau HFB et non QRPA, autrement dit que l’ajout des champs
cdm2 au niveau QRPA que nous devons faire pour rendre les calculs complets co-
hérents, n’impactera pas ou peu la réponse de la GMR.

Figure 6.4: Fonctions de force isoscalaires des états résonants QRPA associés à l’état
GMR dans le 12C en base à N0 = 11 couches majeures avec cdm2 activé au niveau
HFB

Le pic majeur est cette fois-ci plus proche de la valeur expérimentale. On ob-
serve également plus de fragmentation à des valeurs correspondantes à l’expérience.
Le pic à basse énergie est 5 MeV trop bas mais bien présent comparé au pic à 10
MeV de l’expérience. L’inclusion de la correction du centre de masse à deux corps
rend ainsi mieux compte de la physique de l’ISGMR à l’oeuvre dans le 12C.

Le résultat précédent est reporté figure 6.5. Il est présenté de telle sorte qu’une
largeur fixe arbitrairement définie de l’ordre de quelques MeV soit associée à nos
pics résonants : les résultats sont convolués par une gaussienne pour une compara-
ison facilitée avec l’expérience. Cette manipulation permet d’ajouter une largeur
artificielle à nos résultats tout en préservant sa règle de somme.

A ce stade, l’obtention de résultats théoriques en bon accord avec l’expérience a
un prix : une perte de cohérence dans le déroulé d’un calcul complet, les champs
du centre de masse à 2 corps n’étant pas programmés au niveau QRPA. En vue de
rétablir cette cohérence, nous devons donc maintenant dériver les champs QRPA
associés à la correction du centre de masse à 2 corps, les implémenter, et comparer
avec les résultats précédemment obtenus.

En conclusion, le noyau de 12C, très déformé, impose non seulement d’ ajouter
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Figure 6.5: Compairon QRPA (rouge) - expérience (points noirs et histogrammes)
des résultats associés à l’ISGMR dans le noyau de 12C. Figure extraite de [66]

la correction du centre de masse à 2 corps au niveau HFB mais aussi de faire les
calculs dans une base assez grande par rapport à son nombre de nucléons, pour
faire intervenir des états "intruders".

6.2 Champs QRPA associés à la correction du cen-
tre de masse à 2 corps

6.2.1 Brisure de l’invariance par translation dans le cadre
du Champ Moyen

Prenons le Hamiltonien suivant constitué d’un terme cinétique et d’un terme po-
tentiel à 2 corps :

Ĥ0 =
A
∑

i=1

p̂2
i

2m
+

1

2

A
∑

i 6=j

v(i, j). (6.2)

Comme nous l’avons évoqué, les calculs de champ moyen localisent le noyau
dans l’espace, ce qui induira une contribution spurieuse à l’énergie totale dans ce
formalisme. En effet, une translation du noyau ne doit pas en changer sa structure
interne. Cette contribution peut ensuite avoir un impact non négligeable aussi
bien sur les caractéristiques de l’état fondamental que sur les états QRPA excités.
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Il faut donc s’affranchir de cette contribution.

L’expression du Hamiltonien corrigé des vibrations du centre de masse est don-
née par :

Ĥ = Ĥ0 −
P̂

2

2Am
. (6.3)

Rappelant que le moment linéaire total P̂ correspond à la somme des moments
linéaires individuels des nucléons tel que :

P̂ =
A
∑

i=1

p̂i ⇒ P̂
2
=

A
∑

i=1

p̂2
i +

A
∑

i 6=j

p̂i.p̂j (6.4)

où l’on voit apparaître des termes à 1 et 2 corps, un développement du Hamiltonien
corrigé Ĥ devient alors

Ĥ =
A
∑

i=1

p̂2
i

2m

(

1− 1

A

)

+
1

2

A
∑

i 6=j

(

vij −
p̂i.p̂j

Am

)

. (6.5)

La correction du centre de masse à 1 corps contribue aux termes diagonaux du
Hamiltonien et apporte une correction sur l’énergie cinétique tandis que la cor-
rection à 2 corps, contribue hors-diagonale et apporte des corrections à l’énergie
potentielle. Le terme à 1 corps était déjà inclus dans notre chaîne de calcul. Le
terme à 2 corps est ainsi introduit par la mise au carré de P̂.

6.2.2 Développement

Il s’agit dans cette partie de calculer les éléments de matrice de la correction du
centre de masse à 2 corps dans le cadre du champ moyen. L’action effective de
cette correction est induite par l’opérateur que l’on notera −p

1
.p

2

2Am
sous une forme

que l’on déterminera de manière à être implémentée directement. Les indices a, b,
c, d distinguent les particules 1 et 2 suivant si on les considère dans leur espace
dual ou non. (NB : Pour faire le lien avec le chapitre sur le formalisme puisque
nous manipulons en premier lieu les fonctions propres de l’oscillateur harmonique,
ces indices correspondent aux indices grecs dudit chapitre). L’objectif de cette sous
partie est donc de développer :

−〈ab| p1.p2

2Am

∣

∣

∣c̃d
〉

(6.6)

où
∣

∣

∣
c̃d
〉

se décompose en un terme direct et un terme d’échange

∣

∣

∣c̃d
〉

= |cd〉 − |dc〉 (6.7)

103



6.2. CHAMPS QRPA ASSOCIÉS À LA CORRECTION DU CENTRE DE MASSE À 2 CORPS

afin d’assurer l’antisymétrisation d’un état à 2 fermions.

Dans toute la suite, nous travaillerons dans une base d’oscillateur harmonique
axial à un centre. Les états à 1 corp |a〉, |b〉, |c〉 et |d〉 sont entièrement caractérisés
par leur degré de liberté position, spin et isospin auquels sont respectivement as-
sociés les nombres quantiques {nza , n⊥a

,ma} , σa et τa tels que :

|a〉 ≡ |nza , n⊥a
,ma, σa, τa〉 = |nza , n⊥a

,ma〉 ⊗ |σa〉 ⊗ |τa〉 . (6.8)

On peut ensuite exprimer la fonction d’onde à une particule dans la représentation
de l’espace des positions sous la forme d’un produit tensoriel de trois fonctions : une
spatiale regroupant les nombres quantiques de l’OH, une de spin et une d’isospin
telle que :

〈rστ |a〉 = Ψa(r, σ, τ) = ψa(r)χσa
χτa (6.9)

où l’indice a seul tel que dans ψa est une notation raccourcie pour désigner les nom-
bres quantiques nza , n⊥a

,ma associés à la particule a. Ces nombres peuvent donc
être différents pour les particules b, c et d.

Dans l’espace des positions,

p̂ = −ih̄∇. (6.10)

L’opérateur complet s’écrit donc :

−p1.p2

2Am
=

h̄2

2mA
∇1.∇2 (6.11)

dans l’espace des positions où l’on comprend qu’il n’a d’action que sur la partie ra-
diale des fonctions d’onde à 1 corps c’est à dire que sur ψ(r). Les opérateurs de spin
et d’isospin sont donc les matrices identité 1σ et 1τ .

Faisant intervenir des relations de fermeture pour les particules 1 et 2 telle
que

∫

d3r
∑

σ

∑

τ |rστ〉 〈rστ | et considérant que l’on travaille sur une base d’états
orthonormés, on peut alors écrire :

(6.12)

h̄2

2mA
〈ab|∇1.∇2

∣

∣

∣
c̃d
〉

=
h̄2

2mA

[∫ ∫

d3r1d
3
r2ψ

∗
a(r1)ψ

∗
b (r2)∇1.∇2ψc(r1)ψd(r2)δσa,σc

δσb,σd
δτa,τcδτb,τd

−
∫ ∫

d3r1d
3
r2ψ

∗
a(r1)ψ

∗
b (r2)∇1.∇2ψc(r2)ψd(r1)δσa,σd

δσb,σc
δτa,τdδτb,τc

]

Le produit scalaire associé à l’opérateur à 2 corps en coordonnées covariantes
est tel que :
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∇1.∇2 =
∑

µ=−1,0,1

(−1)µ∇µ,1∇−µ,2. (6.13)

Les coordonnées r1 et r2 étant indépendantes, on peut alors regrouper les contri-
butions respectives aux particules 1 et 2 et l’action de l’opérateur peut maintenant
s’exprimer comme

h̄2

2mA
〈ab|∇1.∇2

∣

∣

∣c̃d
〉

=
h̄2

2mA

[

δσa,σc
δσb,σd

δτa,τcδτb,τd .

[∫

d3r1ψ
∗
a(r1)∇0,1ψc(r1)

∫

d3r2ψ
∗
b (r2)∇0,2ψd(r2)

−
∫

d3r1ψ
∗
a(r1)∇1,1ψc(r1)

∫

d3r2ψ
∗
b (r2)∇−1,2ψd(r2)

−
∫

d3r1ψ
∗
a(r1)∇−1,1ψc(r1)

∫

d3r2ψ
∗
b (r2)∇1,2ψd(r2)

]

− δσa,σd
δσb,σc

δτa,τdδτb,τc .

[∫

d3r1ψ
∗
a(r1)∇0,1ψd(r2)

∫

d3r2ψ
∗
b (r2)∇0,2ψc(r1)

−
∫

d3r1ψ
∗
a(r1)∇1,1ψd(r1)

∫

d3r2ψ
∗
b (r2)∇−1,2ψc(r2)

−
∫

d3r1ψ
∗
a(r1)∇−1,1ψd(r1)

∫

d3r2ψ
∗
b (r2)∇1,2ψc(r2)

]]

.

(6.14)

On considère l’expression du gradient en coordonnées cylindriques :

∇ =





∇1

∇0

∇−1



 =





−1√
2
eiθ(∂r +

i
r
∂θ)

∂z
1√
2
e−iθ(∂r − i

r
∂θ)



 (6.15)

et l’expression des fonctions d’onde individuelles dans la base de l’oscillateur har-
monique axial composées d’un produit de deux fonctions. La première est à 1 di-
mension (repérée selon z pour l’axe de symétrie) et la deuxième à 2 dimensions
(repérées par r⊥ et θ pour engendrer le plan perpendiculaire à l’axe de symétrie).
On donne l’expression complète de cette fonction d’onde dans le cas de particule a
pour l’exemple :

ψa(r) = Φ(1)
nza

(z; bz)Φ
(2)
n⊥ama

(r⊥; b⊥) (6.16)

ce qui en explicitant Φ(1)
nza et Φ(2)

n⊥ama donne :

ψa(r) =

√

1

bz
√
π
e−

1

2
( z
bz
)
2

Za

(

z

bz

)

.
1

b⊥
√
π
e
− 1

2

(

r⊥
b⊥

)

2

Ra

(

r2⊥
b2⊥

)

.eimaθ (6.17)

où bz et b⊥ désignent les paramètres de l’oscillateur harmonique et les fonctions Ra

et Za sont définies comme

105



6.2. CHAMPS QRPA ASSOCIÉS À LA CORRECTION DU CENTRE DE MASSE À 2 CORPS

Ra

(

r2⊥
b2⊥

)

=

√

n⊥a!

(n⊥a + |ma|)!

(

r⊥
b⊥

)|ma|
L|ma|
na

(

r2⊥
b2⊥

)

(6.18)

Za

(

z

bz

)

=

√

1

2nzanza!
Hnza

(

z

bz

)

(6.19)

avec Hnza
et L|ma|

na les polynômes de Hermite et de Laguerre généralisés respective-
ment.

En effectuant les changements de variables y =
r2⊥
b2⊥

et ξ = z
bz

et en posant

L
−
a (y) = 2

√
y∂yRa(y)−

√
yRa(y)−

ma√
y
Ra(y) (6.20)

Da(ξ) = ∂ξZa(ξ)− ξZa(ξ) (6.21)

L
+
a (y) = 2

√
y∂yRa(y)−

√
yRa(y) +

ma√
y
Ra(y) (6.22)

L’action des composantes de ∇ sur ψa peut être écrite dans la forme suivante :

∇1ψa(r) =
−1√
2
eiθ(∂r +

i

r
∂θ)ψa(r) = −Φ(1)

nza
(ξ; bz)

1

b2⊥
√
2π
e−

y
2 L

−
a (y)eiθ(ma+1)(6.23)

∇0ψa(r) = ∂zψa(r) =
1

b⊥
√
π

1

bz

√

1

bz
√
π
eimaθe−

y
2Ra(y)e

− ξ2

2 Da(ξ) (6.24)

∇−1ψa(r) =
1√
2
e−iθ(∂r −

i

r
∂θ)ψa(r) = Φ(1)

nza
(ξ; bz)

1

b2⊥
√
2π
e−

y
2 L

+
a (y)eiθ(ma−1).(6.25)

Nous disposons maintenant de tous les éléments nécessaires au déroulé com-
plet du calcul en remarquant que l’action des gradients ne se fait en réalité que
sur les corps c et d (donc du ket). Pour ne pas créer de confusion entre le terme
direct et celui d’échange, les paramètres de l’oscillateur harmonique, les nombres
quantiques et les variables auront l’indice supplémentaire 1 ou 2 afin de distinguer
l’objet considéré.

Les changements de variables effectués précédemment transforment les intégrales
comme suit :

∫

d3r =

∫ +∞

0

rdr

∫ 2π

0

dθ

∫ +∞

−∞
dz =

∫ +∞

0

b2

2
dy

∫ 2π

0

dθ

∫ +∞

−∞
dz. (6.26)

Nous développons ici une des douze intégrales de 5.14, les autres se calculant de la
même manière.

∫

d3r1ψ
∗
a(r1)∇0ψc(r1) =

1

2b2z1π
√
π

∫ +∞

0

dy1e
−y1Ra(y1)Rc(y1).

∫ 2π

0

dθ1e
iθ1(mc−ma)

.

∫ +∞

−∞
dz1e

−(z1/bz1)2Za

(

z1
bz1

)

Dc

(

z1
bz1

)

(6.27)
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où prendre le conjugué de ψa(r) soit ψ∗
a(r) revient seulement à agir sur la phase du

terme eimaθ tel que e−imaθ.

Concernant l’intégration angulaire et d’après le théorème de Cauchy (si une
fonction est analytique dans un domaine simplement connexe, c’est-à dire sans
"trous", alors son intégrale prise le long de tout contour fermé appartenant au do-
maine est nulle), on a alors :

∫ 2π

0

dθ1e
iθ1(mc−ma) = 2πδmc,ma

. (6.28)

On tient compte ensuite des propriétés de parité suivantes :

• Z(−z) = (−1)nzZ(z) (6.29)
• D(−z) = (−1)nz+1D(z) (6.30)

qui permettent de simplifier l’intégration sur z telle que

∫ +∞

−∞
dz1 = 2δmod(nza+nzc+1,2),0

∫ +∞

0

dz1 (6.31)

ce qui revient à dire qu’il faut que nza+nzc+1 soit pair pour que l’intégrale soit non
nulle. De là on obtient en utilisant également le changement de variable ξ = z

bz
:

∫

d3r1ψ
∗
a(r1)∇0ψc(r1) =

2δmc,ma
δmod(nza+nzc+1,2),0

bz1
√
π

∫ +∞

0

dy1e
−y1Ra(y1)Rc(y1)

.

∫ +∞

0

dξe−ξ2Za(ξ)Dc(ξ). (6.32)

En vue d’une expression programmable numériquement il faut transformer les
intégrales en faisant intervenir des sommes sur les poids de Gauss-Hermite (wGH)
et Gauss-Legendre (wGL) telles que :

∫

d3r1ψ
∗
a(r1)∇0ψc(r1) =

2δmc,ma
δmod(nza+nzc+1,2),0

bz1
√
π

∑

k1

wGL(k1)Ra(k1)Rc(k1)

.
∑

k′
1

wGH(k
′
1)Za(k

′
1)Dc(k

′
1). (6.33)

Il ne reste "plus qu’à" compiler les 6 intégrales du terme direct et les 6 du terme
d’échange pour obtenir l’action de l’opérateur de correction du centre de masse à 2
corps :
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(6.34)
h̄2

2mA
〈ab|∇1.∇2

∣

∣

∣
c̃d
〉

=
h̄2

2mA



δσa,σc
δσb,σd

δτa,τcδτb,τd .





4δmc,ma
δmod(nza+nzc+1,2),0δmd,mb

δmod(nzb+nzd+1,2),0

bz1bz2π

∑

k1,k′1,k2,k
′
2

wGL(k1)Ra(k1)Rc(k1)wGH(k
′
1)Za(k

′
1)Dc(k

′
1)wGL(k2)Rb(k2)Rd(k2)wGH(k

′
2)Zb(k

′
2)Dd(k

′
2)

+
2δmc+1−ma,0δmod(nza+nzc,2),0δmd−1−mb,0δmod(nzb+nzd,2),0

b1b2π
∑

k1,k′1,k2,k
′
2

wGL(k1)Ra(k1)L
−
c (k1)wGH(k

′
1)Za(k

′
1)Zc(k

′
1)wGL(k2)Rb(k2)L

+
d (k2)wGH(k

′
2)Zb(k

′
2)Zd(k

′
2)

+
2δmc−1−ma,0δmod(nza+nzc,2),0δmd+1−mb,0δmod(nzb+nzd,2),0

b1b2π

∑

k1,k′1,k2,k
′
2

wGL(k1)Ra(k1)L
+
c (k1)wGH(k

′
1)Za(k

′
1)Zc(k

′
1)wGL(k2)Rb(k2)L

−
d (k2)wGH(k

′
2)Zb(k

′
2)Zd(k

′
2)





− δσa,σd
δσb,σc

δτa,τdδτb,τc .





4δmd,ma
δmod(nza+nzd+1,2),0δmc,mb

δmod(nzb+nzc+1,2),0

bz1bz2π

∑

k1,k′1,k2,k
′
2

wGL(k1)Ra(k1)Rd(k1)wGH(k
′
1)Za(k

′
1)Dd(k

′
1)wGL(k2)Rb(k2)Rc(k2)wGH(k

′
2)Zb(k

′
2)Dc(k

′
2)

+
2δmd+1−ma,0δmod(nza+nzd,2),0δmc−1−mb,0δmod(nzb+nzc,2),0

b1b2π
∑

k1,k′1,k2,k
′
2

wGL(k1)Ra(k1)L
−
d (k1)wGH(k

′
1)Za(k

′
1)Zd(k

′
1)wGL(k2)Rb(k2)L

+
c (k2)wGH(k

′
2)Zb(k

′
2)Zc(k

′
2)

+
2δmd−1−ma,0δmod(nza+nzd,2),0δmc+1−mb,0δmod(nzb+nzc,2),0

b1b2π

∑

k1,k′1,k2,k
′
2

wGL(k1)Ra(k1)L
+
d (k1)wGH(k

′
1)Za(k

′
1)Zd(k

′
1)wGL(k2)Rb(k2)L

−
c (k2)wGH(k

′
2)Zb(k

′
2)Zc(k

′
2)









6.2.3 Règles de sélection

En vue de déterminer l’action de notre opérateur sur les blocs Kπ, nous allons
maintenant traiter les différentes règles de sélection, que l’on retrouve notamment
en préfacteurs dans l’expression précédente.

Les configurations de spin et d’isospin possibles sont reportées dans les tableaux
6.1, 6.2, 6.3, 6.4 où mσ et mτ désignent respectivement les valeurs propres des
opérateurs σz (valant +1 ou -1) et τz (proton ou neutron).

On peut ensuite compiler ces résultats, et exprimer leur actions sur les éléments
de matrice QRPA. Cette étape, pour des raisons synthétiques, est passée sous si-
lence ici.
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Sélection des spins direct : δσa,σc
δσb,σd

mσa
mσb

mσc
mσd

〈mσa
mσb
|mσc

mσd
〉

+ - + - 〈+−|+−〉
- + - + 〈−+|−+〉
+ + + + 〈++|++〉
- - - - 〈−−|−−〉

Table 6.1: Combinaisons autorisées de projections de spin dans le terme direct

Sélection des isospins direct : δτa,τcδτb,τd
mτa mτb mτc mτd 〈mτamτb |mτcmτd〉
p n p n 〈pn|pn〉
n p n p 〈np|np〉
p p p p 〈pp|pp〉
n n n n 〈nn|nn〉

Table 6.2: Combinaisons autorisées de projections d’ isospin dans le terme direct

Sélection des spins échange : δσa,σd
δσb,σc

mσa
mσb

mσd
mσc

〈mσa
mσb
|mσd

mσc
〉

+ - + - 〈+−|+−〉
- + - + 〈−+|−+〉
+ + + + 〈++|++〉
- - - - 〈−−|−−〉

Table 6.3: Combinaisons autorisées de projections de spin dans le terme d’échange

Sélection des isospins échange : δτa,τdδτb,τc
mτa mτb mτd mτc 〈mτamτb |mτdmτc〉
p n p n 〈pn|pn〉
n p n p 〈np|np〉
p p p p 〈pp|pp〉
n n n n 〈nn|nn〉

Table 6.4: Combinaisons autorisées de projections d’ isospin dans le terme d’échange

L’ensemble de ce calcul de l’impact de la correction du centre de masse à deux
corps sur les états de l’oscillateur harmonique est actuellement progammé. Toute-
fois, les vérifications requises pour valider son implémentation ne sont pas achevées.
Pour cette raison, nous ne parlerons pas de l’impact de cette correction sur les états
QRPA résultant d’un calcul complètement cohérent.

Notons ici que l’impact de cette correction au niveau HFB sur les états résonants
est également non négligeable dans un noyau plus lourd comme le 93Nb pair-impair,
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qui est le deuxième noyau étudié de l’article [66]. De fait, il semble légitime de se
demander de quelle manière cette correction influe sur d’autres noyaux accessibles
expérimentalement.

Pour résumer notre étude sur le 12C : le minimum HFB du 12C que l’on ob-
tient sans correction du centre de masse à 2 corps (cdm2) est sphérique. La dé-
formation déduite de mesures expérimentales dans ce noyau est estimée axiale à
βexp ∼ −0.4. Nous avons enclenché la correction du centre de masse à 2-corps qui
permet d’obtenir une déformation théorique proche de la déformation expérimen-
tale. En supposant les champs associés à cette correction négligeables au niveau
QRPA, un calcul de spectre de l’ISGMR a été obtenue à partir de deux valeurs de
déformation βth, spérique et oblate, et la différence est flagrante. Dans le cadre du
spectre obtenu à partir de la déformation oblate, l’écart obtenu entre le pic majeur
QRPA de l’ISGMR est [1, 2] MeV au dessus du pic expérimental. On obtient donc
un écart comparable aux écarts théorie-expérience pour les chaînes isotopiques Ni,
Zr, Cd, Sn, Pb sans correction cdm2 tels que présentés dans le chapitre état de l’art.

L’étude de l’impact de la correction cdm2 enclenchée au niveau HFB sur les noy-
aux des chaînes isotopiques d’intérêt est présentée ci-après.

6.3 Impact préliminaire sur les chaines isotopiques
d’intéret

Nous présentons sur la figure 6.6 les résultats préliminaires, au sens où la cor-
rection cdm2 n’est pas encore incluse au niveau QPRA et où donc les calculs ne
sont pas complètement cohérents, qui nous permettent actuellement de remar-
quer que les fonctions de forces étudiées avec correction cdm2 au niveau HFB sont
∼ [400, 500] keV plus basses que celles de référence du chapitre état de l’art sur les
chaînes isotopiques d’intérêt.

Les états fondamentaux étant de bonnes déformations théoriques, la structure
globale des spectres, non présentée ici, est similaire aux résultats de référence sans
la correction du chapitre 4. Ces nouveaux résultats sont alors très prometteurs ;
puisque l’impact de la correction cdm2 est ∝ 1/A et que les noyaux les plus légers
sont dans notre cas les plus éloignés de l’expérience, la correction semble alors per-
mettre de grandement rapprocher de l’expérience les noyaux qui en étaient le plus
éloigné ! Faisant l’hypothèse que l’inclusion des champs QRPA sera négligeable
par rapport à l’inclusion de la correction au niveau HFB, la correction du centre
de masse toutes étapes confondues devrait alors soit pouvoir nous rapprocher des
valeurs expérimentales, soit faire revenir les énergies résonantes à leurs valeurs
avant inclusion des corrections cdm2. Toutefois, notons que cet apport, bien que
très intéressant ne permettra toujours pas de corriger complètement le problème.

Nous reportons alors les valeurs moyennes des ratios de moments dans ltes
tableaux 6.5, 6.6 au même titre que ce que nous avions fait pour l’opérateur stan-
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6.3. IMPACT PRÉLIMINAIRE SUR LES CHAINES ISOTOPIQUES D’INTÉRET
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Figure 6.6: Energies majeures de résonance théoriques avec l’opérateur standard
avec et sans correction cdm2 au niveau HFB, et expérimentales de l’ISGMR dans
les chaînes isotopiques d’intérêt (Ni en vert d’eau, Zr en rose, Cd en bleu sombre,
Sn en jaune et Pb en vert)

dard et pour le nouvel opérateur. Des conclusion identiques peuvent alors être
tirées : avec la correction cdm2 enclenchée au niveau HFB, on remarque que les
énergies moyennes sont plus hautes avec le nouvel opérateur qu’avec le standard.
Cela indique de nouveau la présence d’amplitudes non négligeables à hautes éner-
gies de phonons QRPA.
Enfin, au même titre que les énergies des pics majeurs, les énergies moyennes avec
opérateur standard sont plus basses lorsque la correction cdm2 est enclenchée au
niveau HFB.

Il apparaît donc clairement que cette étude mérite d’être finalisée en vue de car-
actériser complètement l’impact de la correction cdm2 dans les spectres de l’ISGMR.
Ceci fera l’objet d’un travail prochain.
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6.4. CAS PARTICULIER DU 24MG ET LIMITES DE LA CORRECTION DU CENTRE DE MASSE À 2 CORPS

A X Main peak Energie range m1/m0

√

(m1/m−1)
√

(m3/m1)
12 C 10.00 - 40.00 23.16 22.96 24.01
24 Mg 17.16 10.00 - 40.00 20.59 19.82 23.10
56 Ni 20.38 10.00 - 35.00 20.48 20.47 20.54
58 Ni 19.74 10.00 - 40.00 20.33 20.29 20.56
60 Ni 19.12 10.00 - 40.00 20.03 19.95 20.35
90 Zr 17.97 10.00 - 30.00 18.14 18.12 18.21
92 Zr 17.02 10.00 - 30.00 17.95 17.92 18.07
106 Cd 17.34 10.50 - 20.50 16.97 16.90 17.13
110 Cd 16.77 10.50 - 20.50 16.74 16.66 16.93
114 Cd 16.69 10.50 - 20.50 16.57 16.50 16.77
116 Cd 16.18 10.50 - 20.50 16.50 16.44 16.68
112 Sn 16.64 10.50 - 20.50 16.91 16.88 16.99
114 Sn 16.65 10.50 - 20.50 16.85 16.83 16.93
116 Sn 16.49 10.50 - 20.50 16.74 16.71 16.83
118 Sn 16.14 10.50 - 20.50 16.62 16.59 16.72
122 Sn 15.77 10.50 - 20.50 16.38 16.35 16.51
124 Sn 15.49 10.50 - 20.50 16.28 16.24 16.41
208 Pb 13.68 9.50 - 19.50 13.93 13.91 14.00

Table 6.5: Energies moyennes des résonances théoriques avec l’opérateur standard
avec correction cdm2 au niveau HFB seulement, calculées sur la même gamme que
l’expérimentale, dans les chaînes isotopiques d’intérêt

6.4 Cas particulier du 24Mg et limites de la correc-
tion du centre de masse à 2 corps

L’étude présentée ici est également le fruit d’une collaboration avec une équipe ex-
périmentale : la même que pour le noyau de 12C. Elle concerne le noyau de 24Mg.
Celui-ci a déjà été étudié par le passé avec la paramétrisation D1S [138]. Avant
la correction du centre de masse à deux corps, le minimum HFB du 24Mg que l’on
obtient est axial tel que βth > βexp + 0.1 avec grande mollesse triaxiale. L’ajout de
la correction ne change pas la déformation théorique, qui est également la même
que celle obtenue dans [138]. Nous effectuons donc nos calculs à partir de cette
sur-déformation.

Comme pour le 12C, un étude de convergence sur la taille de base a été effectuée
et est représentée figure 6.7. Nous avons alors remarqué la necessité d’une grande
taille de base pour avoir une convergence en énergie. Dans un premier temps nous
avions effectué des calculs QRPA successifs à partir des états fondamentaux al-
lant jusqu’à la base à N0 = 13 couches majeures. Ces calculs tendent à surestimer
légèrement l’amplitude du deuxième pic majeur situé autour de 23 MeV 6.9. Nous
avons alors ensuite effectué le même calcul avec N0 = 15 couches et il s’avère que
cette taille de base nous permet de fragmenter ce deuxième pic. Cette fragmenta-
tion est dûe à une réorganisation des niveaux de particules individuelles aussi bien
que des niveaux à deux quasi-particules. Sur la figure 6.8 gauche, on voit ainsi que
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6.4. CAS PARTICULIER DU 24MG ET LIMITES DE LA CORRECTION DU CENTRE DE MASSE À 2 CORPS

A X Main peak Energie range m1/m0

√

(m1/m−1)
√

(m3/m1)
12 C +6Li600 10.00 - 40.00 26.14 25.62 27.91
12 C+α240 10.00 - 40.00 26.12 25.60 27.90
24 Mg + 6Li600 17.16 10.00 - 40.00 27.97 27.04 30.32
24 Mg+ α 240 17.16 10.00 - 40.00 28.24 27.28 30.61
24 Mg+α386 17.16 10.00 - 40.00 28.03 27.09 30.38
56 Ni 20.38 10.00 - 35.00 20.95 20.87 21.27
58 Ni 19.74 10.00 - 40.00 24.39 23.56 27.96
60 Ni 19.12 10.00 - 40.00 24.25 23.42 27.69
90 Zr+α386 17.97 10.00 - 30.00 18.50 18.44 18.77
92 Zr +α386 18.59 10.00 - 30.00 18.41 18.34 18.70
92 Zr +α240 18.59 10.00 - 30.00 18.46 18.38 18.78
106 Cd 17.34 10.50 - 20.50 17.32 17.28 17.42
110 Cd 16.77 10.50 - 20.50 17.20 17.15 17.35
114 Cd 16.69 10.50 - 20.50 17.06 17.00 17.24
116 Cd 16.18 10.50 - 20.50 16.95 16.89 17.13
112 Sn 16.64 10.50 - 20.50 17.15 17.12 17.28
114 Sn 16.65 10.50 - 20.50 17.10 17.06 17.23
116 Sn 16.49 10.50 - 20.50 17.03 16.98 17.18
118 Sn 16.14 10.50 - 20.50 16.93 16.88 17.10
122 Sn 15.77 10.50 - 20.50 16.74 16.69 16.93
124 Sn 15.49 10.50 - 20.50 16.66 16.60 16.84
208 Pb 13.68 9.50 - 19.50 14.15 14.11 14.28

Table 6.6: Energies moyennes des résonances théoriques avec le nouvel opérateur
avec correction cdm2 au niveau HFB seulement, calculées sur la même gamme que
l’expérimentale, dans les chaînes isotopiques d’intérêt
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6.4. CAS PARTICULIER DU 24MG ET LIMITES DE LA CORRECTION DU CENTRE DE MASSE À 2 CORPS

Figure 6.7: Surface d’énergie potentielle HFB contrainte dans le noyau de 24Mg
pour différentes tailles de base à N0 couches majeures

les effets de structure entre [5, 38] MeV pour N0 = 15 sont différents des effets pour
les bases à nombre de couches majeures inférieur. Le gap autour de 40 MeV s’est
fermé, ce qui est également le cas du faible gap repéré par le carré noir à 23 MeV
sur la figure de droite, qui n’apparaît plus non plus.

Nous savons qu’un noyau déformé induit un fort couplage de la monopolaire à
la quadrupolaire. Cet effet est visible sur la figure 6.10. Cependant, l’effet de cette
sur-déformation dans le cas du 24Mg se ressent sur un calcul complet comme en té-
moigne la figure 6.11 où les projections K du moment J sont trop écartées les unes
des autres et conduisent une fonction de force trop large et "mal positionnée" par
rapport à l’expérience.

Comme la déformation est trop grande en théorie par rapport à l’expérience, les
orbitales sont trop espacées les unes des autres. L’impact de cette déformation est
également visible sur la dipolaire qui présente des valeurs de large pic majeur plus
élevées avec la QRPA qu’expérimentalement.

Les deux noyaux étudiés dans ce chapitre ainsi que les chaînes isotopiques en
cours d’étude nous permettent de faire l’hypothèse raisonnable qu’une bonne dé-
formation de l’état fondamental ne donnera pas forcément de bonnes fonctions de
force (décalage à l’expérience systématique) mais qu’une mauvaise déformation
théorique donnera a priori des fonctions de forces trop différentes de l’expérience.
Plus la déformation est grande plus la taille de base requise pour obtenir une struc-
ture des niveaux d’énergie convergée au niveau de l’état fondamental doit être
grande si l’on veut inclure suffisamment d’intruders. La correction du centre de
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6.4. CAS PARTICULIER DU 24MG ET LIMITES DE LA CORRECTION DU CENTRE DE MASSE À 2 CORPS

Figure 6.8: Evolution des couches protons et neutrons des états particules et trous
(gauche) et de quasi-particules (droite) en fonction de quelques tailles de base à N0

couches majeures de l’oscillateur harmonique pour le noyau de 24Mg

Figure 6.9: Comparaison des spectres QPRA du 24Mg pour plusieurs tailles de base
de l’oscillateur harmonique pour le noyau de 24Mg
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6.4. CAS PARTICULIER DU 24MG ET LIMITES DE LA CORRECTION DU CENTRE DE MASSE À 2 CORPS

Figure 6.10: Comparaison des spectres QPRA du 24Mg de la réponse monopolaire
E00 (haut) et quadrupolaire E20 (bas)

Figure 6.11: Comparaison extraite de [67] des spectres QPRA foldés aux valeurs
expérimentales du 24Mg de la réponse monopolaire E00 (gauche) et quadrupolaire
E20, E21, E22 (droite)
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6.4. CAS PARTICULIER DU 24MG ET LIMITES DE LA CORRECTION DU CENTRE DE MASSE À 2 CORPS

Figure 6.12: Comparaison extraite de [67] des spectres QPRA bruts (gauche) aux
spectres QRPA foldés + valeurs expérimentales (droite) du 24Mg de la réponse dipo-
laire E10, E11
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6.4. CAS PARTICULIER DU 24MG ET LIMITES DE LA CORRECTION DU CENTRE DE MASSE À 2 CORPS

masse à 2 corps contribue à hauteur de plusieurs MeV à l’énergie totale et per-
met d’obtenir une courbe d’énergie HFB contrainte plusieurs MeV au dessus de la
courbe sans son inclusion, tout le long de la variation en βth. Elle joue donc un
rôle non négligeable dans l’énergie totale du noyau considéré. L’interaction D1M
que nous avons utilisée jusqu’ici a été ajustée sans cette correction. En revanche,
une partie de la physique semble manquer dès le niveau fondamental pour nous
permettre de reproduire la déformation adéquate dans le 24Mg.
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7 | Vers une nouvelle interaction
effective de Gogny

Les résultats présentés dans le chapitre de ce manuscrit sur l’état de l’art et obtenus
dans le cadre de la paramétrisation D1M présentent un écart théorie-expérience
qui décroit avec le nombre A de nucléons. C’est un résultat encourageant mais
qui ne doit malgré tout pas cacher le fait que les énergies des ISGMR sont sys-
tématiquement supérieures (sauf dans le cas des isotopes de plomb) aux valeurs
expérimentales.
Le chapitre suivant sur l’opérateur de transition nous a ensuite permis de mettre
en évidence l’impact d’une expression plus complète de l’opérateur de transition
monopolaire sur l’ISGMR. Là encore, même si le nouvel opérateur considéré nous
fournit des résultats théoriques plus proches de la réalité expérimentale dans la
gamme [20-30] MeV, il n’explique absolument pas l’écart entre théorie et expéri-
ence aux énergies inférieures.
Enfin, nous avons discuté de la correction du centre de masse à deux corps dans
le chapitre correspondant. Cette contribution est également décroissante avec A et
les calculs au niveau HFB suggèrent une réduction significative de l’écart théorie-
expérience (sous réserve évidemment d’un comportement identique en QRPA, une
fois que la contribution sera incluse). Il est cependant clair que même si cette
correction apporte des éléments de réponse en vue de réduire cet écart, elle ne le
corrigera pas complètement.
L’ensemble des pistes suivantes à explorer peut se regrouper alors en deux caté-
gories : travailler sur le cadre théorique de traitement des excitations (exten-
sions de la QRPA [53,154], multi-particules multi-trous [155], Substracted Seconde
RPA (SSRPA) [156]...) ou bien sur l’interaction elle-même. Nous choisissons cette
dernière option, qui fait l’objet de ce dernier chapitre et qui semble être une voie
prometteuse. En effet, les paramétrisations actuelles, bien qu’ayant indiscutable-
ment fait leurs preuves, ont des difficultés à reproduire certaines propriétés nu-
cléaires importantes [157, 158]. Cela a donc conduit par le passé à des extensions
de l’interaction de Gogny avec des résultats intéressants [159–163]. En ce qui
nous concerne, nous avons choisi d’étendre l’interaction en ajoutant une troisième
gaussienne dans le terme central. Cela est physiquement justifié par le fait que
deux gaussiennes ne contiennent pas les degrés de liberté nécessaires pour repro-
duire les canaux (S, T ) de la matière infinie ou les éléments de matrice de la matrice
G sur une base d’oscillateur harmonique. Par ailleurs, même si l’on travaille avec
une théorie effective, il est satisfaisant de pouvoir disposer de trois portées (une
courte, une moyenne et une longue) que l’on peut associer à l’échange d’un méson,
comme dans le cas des potentiels de Yukawa.
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7.1. LA NÉCESSITÉ D’UNE NOUVELLE INTERACTION EFFECTIVE

Dans un premier temps, nous allons détailler quelques arguments en faveur
d’une nouvelle interaction puis nous présenterons le protocole d’ajustement utilisé
et enfin nos résultats préliminaires (paramétrisation nommée D3G3).

7.1 La nécessité d’une nouvelle interaction effec-
tive

7.1.1 Paramétrisation D1S vs D1M dans l’ISGMR et autres
résonances géantes

Nous avons déjà énoncé en introduction quelques arguments généraux en faveur
de l’extension de l’interaction de Gogny. Dans le contexte précis de cette thèse, il
est possible d’en donner un autre qui est fondamental : les spectres obtenus pour
les ISGMR (et donc l’accord avec les données expérimentales) dépendent grande-
ment de l’interaction choisie! Evidemment, comme évoqué au deuxième chapitre,
il existe un lien entre la compressibilité K∞ de la matière nucléaire et l’énergie ré-
sonante majeure de l’ISGMR : les interactions de Gogny ayant chacune une valeur
différente pour la compressibilité (par exemple 203 MeV pour D1S et 225 MeV pour
D1M), on s’attend donc à une différence pour les énergies des ISGMR. Mais comme
nous l’avons déjà vu, il ne suffit pas d’un simple décalage des pics pour être con-
forme aux données expérimentales. Pour illustrer ce point, considérons à nouveau
les interactions D1M [129] et D1S [133] et regardons (figure 7.1) les spectres de
l’ISGMR des noyaux doublement magiques de 56Ni, 100−132Sn et 208Pb déterminés
avec ces deux paramétrisations. On remarque effectivement que les positions des
énergies résonantes majeures obtenues avec D1S sont différentes (systématique-
ment en dessous en pratique) de celles obtenues avec D1M, avec un écart compris
entre ∼ 0.5 MeV (132Sn) et ∼ 1 MeV (56Ni, 132Sn et 208Pb). La structure globale des
spectres ainsi que la hiérarchie des amplitudes restent cependant préservées : la
résonance ne se fragmente pas pour les noyaux 56Ni et 100Sn et ne l’est pas davan-
tage pour les autres noyaux. Concrètement, avec D1S on se rapproche des valeurs
expérimentales pour les noyaux 56Ni et 100−132Sn par rapport à D1M mais pour le
208Pb, c’est le contraire. Par ailleurs, comme le degré des corrélations prises en
compte dans nos calculs est le même pour les noyaux doublement magiques (sans
appariement) que les noyaux à couches ouvertes (avec appariement), on peut donc
raisonnablement extrapoler les écarts observés figure 7.1 à l’ensemble des chaînes
isotopiques étudiées dans ce manuscrit (Ni, Zr, Cd, Sn, Pb), c’est-à-dire une struc-
ture globalement identique des spectres avec un décalage en énergie. Il paraît
donc difficile d’imputer à la seule compressibilité, le décalage observé entre théorie
et expérience. Il semble donc que comme pour de nombreuses paramétrisations
(voir chapitre 2) de l’interaction de Skyrme, on ne puisse reproduire à la fois les
noyaux légers, les étains et les plombs à partir d’une seule paramétrisation. Ajou-
tons finalement que les pathologies évoquées pour l’ISGMR sont généralisables à
d’autres résonances géantes. Dans le cas de la dipolaire isovectorielle (IVGDR) par
exemple [164], bien que la hiérarchie des énergies majeures résonantes données
par ces deux paramétrisations (D1S et D1M) soit inversée par rapport au cas de
la monopolaire, ces énergies résonantes théoriques sont également au-dessus des
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7.1. LA NÉCESSITÉ D’UNE NOUVELLE INTERACTION EFFECTIVE

valeurs expérimentales. Tout cela plaide également en faveur d’une nouvelle inter-
action.
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Figure 7.1: ISGMR dans les noyaux de 56Ni, 100−132Sn et de 208Pb avec les paramétri-
sations D1S et D1M.

7.1.2 Limitations des interactions existantes

Les premiers calculs utilisant l’interaction de Gogny ont été faits il y a ∼ 50 ans à
l’aide de l’interaction appellée D1 [48,132] dont les énergies de liaison des noyaux
et les rayons étaient considérés comme bien reproduits à l’époque. Pour réduire
la hauteur des barrières de fission des actinides, cette interaction a ensuite évolué
vers D1S [133,135] qui donnait une meilleure énergie de surface. Cette paramétri-
sation n’étant pas non plus exempte de pathologies (équation d’état de la matière
de neutrons par exemple), une nouvelle paramétrisation nommée D1N a alors vu
le jour [134,157]. L’objectif était notamment d’améliorer l’accord avec des données
issues d’approches plus fondamentales utilisant le potentiel nucléon-nucléon nu
d’Argonne [165]. Malgré la réduction de l’écart à l’expérience des énergies de liai-
son des noyaux pair-pair par rapport à D1S, la déviation était encore trop grande
par rapport à certaines paramétrisations de l’interaction de Skyrme [166, 167].
L’interaction D1M a alors été construite pour réduire d’avantage cet écart, tout en
conservant les bonnes propriétés des matières nucléaire et de neutrons, les rayons
nucléaires, les propriétés de fission et les résonances géantes du 208Pb. Enfin et
pour la première fois, cette paramétrisation inclut les corrections quadrupolaires
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7.2. INTRODUCTION D’UNE TROISIÈME GAUSSIENNE DANS LE TERME CENTRAL

aux masses nucléaires grâce à l’approche 5DCH [129].

Plusieurs extensions ont vu le jour par la suite (inclusion d’un tenseur [160–162]
ou encore modification du terme dépendant de la densité [132, 157, 163]), mais
toutes continuent de présenter des pathologies avec en particulier de mauvaises
propriétés isovectorielles [158]. Les approches évoquées proposant des extensions
s’avèrent in fine complémentaires, et la recherche d’une expression complète ca-
pable de reproduire le plus grand nombre possible d’observables et de pseudo-
observables reste toujours d’actualité. Notre proposition d’inclure une troisième
gaussienne dans la partie centrale s’inscrit dans ce cadre et ne conclura absolu-
ment pas cette recherche : l’objectif est de présenter une extension qui semble na-
turelle, justifiée physiquement, et d’en présenter les principales caractéristiques.

7.2 Introduction d’une troisième gaussienne dans
le terme central

La composante de courte portée de l’interaction nucléon-nucléon joue un rôle parti-
culièrement important et les corrélations de longue portée entre les nucléons sont
seulement considérées comme résiduelles. Dans le cadre du champ moyen, elles
peuvent être vues comme des oscillations collectives de celui-ci. Afin d’inclure ces
corrélations de longue portée, des extensions spécifiques de la théorie du champ
moyen sont employées, consistant à appliquer le principe variationnel avec une
forme de fonction d’onde plus générale qu’un état de particules indépendantes.
Les plus courantes sont la théorie de Hartree-Fock-Bogoliubov (HFB) en ce qui
concerne les corrélations d’appariement, les techniques RPA (Random Phase Ap-
proximation) et QRPA pour décrire les oscillations collectives de faible amplitude
du champ moyen. Cependant, comme nous l’avons présenté dans l’ensemble de
ce manuscrit, il semble que ces considérations ne suffisent pas à reproduire toute
la physique en jeu derrière, au moins, le phénomène nucléaire de résonance géante.

Au lieu de se focaliser sur la complétude de la fonction d’onde du système pour
inclure ces corrélations de longue portée, nous allons simplement ajouter dans le
terme central une troisième gaussienne qui sera associée à l’OPEP (One Pion Ex-
change Potential). Dans le cas d’un facteur de forme de type Yukawa (i.e. e−µr/µr),
la relation entre la portée et la masse du méson échangée est directe. Mais pour un
facteur de forme gaussien, ce lien n’existe pas en tant que tel et à l’heure actuelle,
les portées intervenant dans les interactions de Gogny ont été considérées comme
de simples paramètres ajustables. Afin de pouvoir relier la troisième portée à
l’échange d’un pion, nous avons donc choisi d’imposer que le rapport entre le terme
de Fock et le terme de Hartree de la self-énergie du nucléon (ordre de grandeur du
trou de corrélation) soit égal à celui obtenu avec un facteur de forme type Yukawa
(cf [168] page 62). En procédant ainsi pour l’échange de pion et l’échange du rho
et du sigma, on trouve alors µ1 = 0.475 fm, µ2 = 0.746 fm et µ3 = 1.964 fm. Ceci
permet donc d’attribuer une origine physique aux portées et de conserver en même
temps une vision en terme de courte, moyenne et longue portée de l’interaction nu-
cléaire. L’ordre de grandeur des deux portées les plus faibles est par ailleurs tout
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7.3. PROTOCOLE D’AJUSTEMENT: ALGORITHME DE MINIMISATION ET CONTRAINTES

à fait compatible avec les portées utilisées dans d’autres interactions "historiques"
de type Gogny. Evidemment, il ne faut pas perdre de vue que nous parlons malgré
tout ici de théorie effective : les valeurs de ces portées doivent donc être consid-
érées comme des points de départ d’un processus de fit complet et non pas comme
des valeurs figées.

Un second avantage de notre approche consistant à prendre en compte une
troisième portée associée à l’échange du pion réside dans le pion lui-même! L’OPEP
étant en effet associé à un terme en (σ1 ·σ2)(τ1 · τ2) (σ et τ sont les matrices de Pauli
associées respectivement au spin et à l’isospin), il est facile de voir que les contri-
butions aux 4 canaux (S, T ) sont proportionnelles entre elles. Cela se traduit alors
immédiatement en une relation entre les coefficients {W3, B3, H3,M3} : B3 = −2W3,
H3 = 2W3, M3 = −4W3. Autrement dit, la troisième gaussienne ne contient en réal-
ité qu’un seul paramètre libre supplémentaire. Si l’on examine ensuite l’amplitude
de l’OPEP, on se rend compte que ce dernier paramètre est relativement contraint
également aussi bien sur son signe que sur son amplitude. Cette dernière con-
trainte sur l’amplitude n’est malgré tout pas "forte" dans le sens où l’ajustement
entre l’OPEP (Yukawa) et un facteur de forme gaussien dépend de l’intervalle que
l’on essaie de reproduire. L’amplitude sera donc en pratique un paramètre qui
pourra varier de quelques pourcents autour d’une valeur de référence.

7.3 Protocole d’ajustement: algorithme de minimi-
sation et contraintes

Quelle que soit l’interaction phénoménologique considérée, il n’existe pas de "re-
cette miracle" permettant d’accéder à la paramétrisation optimale et plusieurs
méthodes existent alors pour ajuster les paramètres libres. Evoquons-en deux.
La première utilise les expressions analytiques des pseudo-observables comme
contraintes "imposées" au départ puis l’inversion d’un système pour obtenir un
premier jeu de paramètres. Les paramètres fixés dépendent alors du choix des
pseudo-observables, de leur nombre et de leur valeur. Ces paramètres sont ensuite
ajustés sur des contraintes des noyaux finis. Dans ce cas de figure, la conver-
gence est rapide mais nécessite d’ajuster régulièrement les valeurs attribuées aux
pseudo-observables dans l’intervalle autorisé pour espérer minimiser l’écart en-
tre les valeurs théoriques obtenues pour les observables des noyaux et les valeurs
cibles. Cette procédure a été utilisée pour déterminer par exemple les paramétri-
sations de [129, 169]. La deuxième méthode consiste à calculer à chaque itéra-
tion les valeurs des contraintes des observables et pseudo-observables en laissant
varier les paramètres de sorte à minimiser l’écart entre les calculs et les valeurs
cibles. On explore alors l’espace des paramètres, en améliorant progressivement
chacune des contraintes jusqu’à atteindre une précision définie par l’utilisateur.
Dans cette méthode "à tâtons", le point de départ des paramètres est crucial : il est
en effet impossible de s’assurer que les paramètres pourront explorer l’ensemble
de l’espace qui leur est accessible et un bon point de départ maximise les chances
de convergence. Bien que le calcul des pseudo-observables (pour lesquelles il existe
des relations analytiques) soit très rapide, cette méthode d’ajustement nécessite
un (très) grand nombre d’itérations mais permet de voir l’impact en temps réel des
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contraintes les unes sur les autres [128].
La qualité d’une paramétrisation dépend donc de manière cruciale du protocole

d’ajustement lui-même, c’est-à-dire du choix des observables et pseudo-observables
et leur poids respectif. En ce qui nous concerne, nous avons opté pour la deux-
ième méthode. En pratique, le protocole permettant la détermination d’un jeu
de paramètres initial est très similaire à celui décrit dans la thèse de F. Chap-
pert [157]. La procédure algorithmique de minimisation, quant à elle, est identique
à celle décrite en détail et utilisée dans les thèses de P. Becker et R. Jodon [168,170]
: une fois le jeu de paramètres de départ obtenu, l’objectif est de minimiser la

fonction χ2 définie par χ2 =
∑N

i

(

Oi,th(p)−Oi,ref

∆Oi

)2

où Oi,th(p) sont les observables
ou pseudo-observables calculées à partir des paramètres p à déterminer, Oi,ref

les valeurs de référence (cibles) associées, ∆Oi l’écart toléré et N le nombre de
paramètres. L’algorithme utilisé pour la minimisation est fondé sur la méthode
de Nelder-Mead [171, 172]. Long à la convergence (très grand nombre d’itérations
requis), cet algorithme est cependant probablement le plus adapté si le but ultime
n’est pas d’obtenir le minimum global mais un minimum local déjà très fonctionnel.
Les contraintes que nous avons choisi d’imposer sont résumées dans le tableau 7.1.
Elles consistent tout à la fois en des pseudo-observables liées à la matière infinie et
des observables liées aux noyaux. Les valeurs numériques retenues proviennent
des références [128, 129, 133, 168]. Nous reviendrons plus en détail sur chacune
des contraintes dans la partie suivante qui présente les résultats de nos calculs, à
savoir la paramétrisation D3G3.

7.4 L’interaction D3G3

7.4.1 Paramètres de l’interaction

L’ensemble des paramètres de notre interaction D3G3 est reporté dans le tableau
7.2 avec ceux des paramétrisations D1, D1S, D1N et D1M, c’est-à-dire les paramétri-
sations de type Gogny possédant 2 gaussiennes dans le terme central et les mêmes
caractéristiques pour les autres termes (mêmes formes pour le spin-orbite et le
terme dépendant de la densité, absence de tenseur). Ceci nous permettra donc de
pouvoir mieux cerner et discuter le rôle de la troisième gaussienne. Il faut à nou-
veau insister sur le fait que notre étude est préliminaire : notre jeu de paramètres
D3G3 présente des qualités et des défauts qu’il est toujours possible d’améliorer, en
privilégiant par exemple certaines observables ou pseudo-observables par rapport
à d’autres suivant les applications voulues: études de fission, de diffusion, étoiles
à neutrons...

La première colonne du tableau 7.2 regroupe les portées. Si l’on compare les
valeurs obtenues pour D3G3 à l’issue du processus de minimisation aux valeurs
initiales figurant dans le tableau 7.1, on voit que la différence est de moins de 2%,
en conformité avec la tolérance fixée. Par ailleurs, on peut à nouveau remarquer
que les valeurs des deux courtes portées de D3G3 (0.47 fm et 0.749 fm) sont du
même ordre de grandeur que la courte portée des autres interactions (0.5 fm pour
D1M et 0.7 - 0.8 fm pour D1, D1S et D1N). Les 4 colonnes suivantes concernent les
valeurs des {W,B,H,M}i. Les paramètres {W,B,H,M}1 et {W,B,H,M}2 de D3G3
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Contraintes Oi ∆Oi Unités

Matière nucléaire infinie
ρsat 0.165 0.002 fm−3

E/A (ρsat) -16.0 1.0 MeV
m∗/m 0.70 0.05
K∞ 220 10 MeV
J 30.00 2.00 MeV
L 50.00 40.00 MeV

Canaux (S,T) MeV

Eq. d’état matière de neutrons
E/N (ρ=0.1 fm−3) 11.88 2.0 MeV
E/N (ρ=0.3 fm−3) 35.94 7.0 MeV
E/N (ρ=0.35 fm−3) 44.14 9.0 MeV

Noyaux finis
Energies de liaison
48Ca -415.983 1.0 MeV
56Ni -483.953 1.5 MeV
208Pb -1635.861 1.0 MeV

Eléments de matrice d’appariement
V1S ≡ 〈1s|V12 |1s〉16O,OH -4.5 0.5 MeV
V2S ≡ 〈2s|V12 |2s〉16O,OH -1.75 0.25 MeV

Paramètres
W0 115 5 MeV fm5

µ1 0.475 1− 4% fm
µ2 0.746 1− 4% fm
µ3 1.964 1− 4% fm

Table 7.1: Tableau des différentes contraintes issues de la matière nucléaire et des
noyaux finis que nous utilisons dans notre processus d’ajustement des paramètres
libres de l’interaction de Gogny.

i
µi Wi Bi Hi Mi t3 x3 α

Wls

(fm) (MeV) (MeV) (MeV) (MeV) (MeV.fm3(α+1)) (MeV.fm5)

D1
1 0.7 −402.4 −100.0 −496.17 −23.561

1350.0 1.0 1/3 115.0
2 1.2 −21.297 −11.772 37.27 −68.81

D1S
1 0.7 −1720.3 1300.0 −1813.53 1397.6

1390.6 1.0 1/3 130.0
2 1.2 103.64 −163.48 162.81 −223.93

D1N
1 0.8 −2047.61 1700.00 −2414.93 1519.35

1609.46 1.0 1/3 115.0
2 1.2 293.02 −300.78 414.59 −316.84

D1M
1 0.5 −12797.57 14048.85 −15144.43 11963.89

1562.22 1.0 1/3 115.36
2 1.0 490.95 −752.27 675.12 −693.57

D3G3
1 0.470 −7543.80 13485.57 −14708.99 6669.46

1400.00 1.0 1/3 115.142 0.749 590.47 −1751.40 1582.84 −909.26
3 1.967 4.63 −9.25 9.25 −18.50

Table 7.2: Valeurs des paramètres des interactions D1, D1S, D1N et D1M et D3G3.
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sont du même ordre de grandeur que ceux de D1M. Les paramètres {W,B,H,M}3
sont quant à eux beaucoup plus faibles. Malgré cela, nous verrons par la suite que
la contribution de la troisième gaussienne peut avoir une contribution significative
suivant les observables considérées! Enfin, les dernières colonnes regroupent les
paramètres du terme dépendant de la densité et du spin-orbite. Pour cette étude
préliminaire et afin de mieux comprendre l’effet de la troisième gaussienne, ceux-ci
ont été pris analogues aux autres interactions.

7.4.2 La matière infinie: propriétés à saturation

Nous avons choisi d’incorporer dans le processus d’ajustement la densité de satu-
ration ρ0, l’énergie par nucléon à saturation E/A, la compressibilité de la matière
nucléaire K∞, la masse effective isoscalaire des nucléons dans le milieu m∗/m,
l’énergie de symétrie à saturation J ainsi que la pente à saturation L de l’énergie
de symétrie. Les valeurs obtenues pour D3G3 sont présentées dans le tableau 7.3.
Elles sont toutes comparables avec ce que l’on obtient avec les autres interactions
existantes et compatibles avec nos valeurs de référence, à l’exception de l’énergie
de symétrie J à saturation, légèrement au-dessus de la borne supérieure. Ceci ne
représente a priori pas un problème en soit puisque de plus en plus de références
s’orientent une valeur cible de J = 32 ± 2 MeV [173] et qu’une valeur élevée ∼ 32
MeV semble permettre de mieux reproduire les énergies de liaison nucléaires.
La valeur de la masse effective, du même ordre de grandeur que D1 mais légère-

ρ0 E0/A K∞ m∗/m J L
(fm−3) (MeV) (MeV) (MeV) (MeV) (MeV)

Valeurs réf. 0.165± 0.002 −16± 1 220± 10 0.70± 0.05 30± 2 50± 40
D1 0.166 −16.32 228 0.67 30.8 18.4

D1S 0.163 −16.02 203 0.70 32.0 22.4
D1N 0.161 −15.96 224 0.75 29.3 33.6
D1M 0.165 −16.03 225 0.75 28.6 24.8

D3G3 0.165 −16.05 227 0.68 32.6 36.7

Table 7.3: Propriétés de la matière nucléaire infinie pour D1, D1S, D1N, D1M et
D3G3 à la densité de saturation ρ0 et valeurs de références considérées dans le
protocole de fit.

ment plus faible que pour les autres interactions, mérite quelques commentaires.
Celle-ci est en effet très dépendante du terme dépendant de la densité : sans terme
à trois corps, la masse effective ne peut effectivement atteindre que des valeurs à
m∗/m ≃ 0.40 [174] et seule la présence du terme à trois corps permet d’atteindre
la valeur souhaitée (m∗/m ≃ 0.7). Dans le cas présent, α et x3 étant fixés dès le
départ, t3 reste le seul paramètre libre. Cependant t3 intervient également dans de
nombreuses expressions des propriétés de la matière nucléaire, dont notamment
le canal (S, T ) = (1, 0). Il se trouve que certaines contraintes sont par construction
antagonistes, l’amélioration de l’une entrainant la dégradation de l’autre. C’est ex-
actement ce que nous avons observé ici : l’amélioration de la masse effective (et en
même temps de J et de L) dégrade fortement le canal (1, 0) et vice-versa. Il a donc
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fallu chercher un compromis entre une valeur correcte de la masse effective (là où
le t3 a le plus de poids) et celle des canaux (S, T ) que l’on va maintenant détailler.

Les canaux (S, T ) font partie de contraintes liées à la matière nucléaire symétrique.
Ils correspondent aux quatre contributions à l’équation d’état nucléaire des combi-
naisons de spin S = 0, 1 et d’isospin T = 0, 1. Ici, les valeurs cibles seront les points
obtenus par Baldo [175] issus de calculs ab initio de type Brueckner-Hartree-Fock,
soit en pratique 16 points pour chacun des canaux sur une plage allant de ρ = 0.03
fm−3 à ρ = 0.82 fm−3. Il est évident qu’au-delà de 2ρsat, seul le comportement global
et non pas les valeurs en elles-mêmes seront à prendre en considération. Notre
choix a été influencé par le fait que ce sont ces calculs microscopiques qui donnent
le plus de valeurs de référence concernant les pseudo-observables de la matière in-
finie.

La figure 7.2 présente les résultats obtenus dans les quatre canaux (S, T ) avec
D1, D1S, D1N, D1M (respectivement en violet, bleu sombre, vert et bleu clair), D2
(jaune), D3G3 (rouge) ainsi que les courbes de référence type BHF (les 16 points
ont été reliés par une courbe en noir pour faciliter la comparaison). La première
chose à noter est que l’ensemble des interactions existantes (à l’exception de D2)
donne des résultats globalement mauvais au-delà ρsat, voire même dès les den-
sités plus faibles. Seules les paramétrisations D2 et D3G3 permettent une amélio-
ration significative du canal (1, 0) et même très significative des canaux (0, 0) et
(1, 1). L’amélioration dans le canal de l’appariement (0, 1) est par contre inexis-
tante. D2 est la seule interaction qui contienne une portée supplémentaire (dans
le terme dépendant de la densité) par rapport aux autres interactions, c’est-à-dire
en pratique de nouveaux paramètres libres ajustables, à l’instar de D3G3. Visi-
blement, une meilleure reproduction passe donc nécessairement par une extension
de la forme initiale de l’interaction de Gogny qui ne contient pas les degrés de lib-
erté nécessaires. Au regard des résultats présentés figure 7.2, il semble malgré
tout évident que les deux paramétrisations D2 et D3G3 ne contienne pas non plus
suffisamment de paramètres libres pour reproduire correctement l’ensemble des
canaux. Cette affirmation peut cependant être modérée concernant D3G3 : le fait
de fixer le paramètre x3 = 1 pour éviter les divergences dans les calculs HFB, re-
vient en réalité à supprimer la contribution du terme dépendant de la densité dans
le canal (0, 1) qui se trouve être le plus mal reproduit ! Il est donc raisonnable
d’envisager que relâcher la contrainte x3 = 1 pourrait fournir une partie de la solu-
tion. Le prix à payer serait alors l’introduction d’une procédure de régularisation
au niveau de l’appariement, ce que nous n’avons pas souhaiter faire dans cette
étude préliminaire afin de séparer les effets et de nous concentrer sur l’effet de la
troisième gaussienne uniquement.

Pour aller dans ce sens, nous avons isolé sur les figures 7.3 et 7.4 la contribu-
tion de chaque portée aux différents canaux (S, T ). Dans l’ensemble de ces quatre
figures, chaque sous-figure en haut à gauche représente un canal complet (donc
analogue à la figure 7.2) tandis que trois autres sous-figures détaillent les contri-
butions des différentes portées µ1, µ2, µ3 et du terme dépendant de la densité (dit t3)
pour chacune des paramétrisations D1, D1S, D1N, D1M et D3G3. Dans le cas du
canal (0, 0) on peut alors remarquer que les contributions pour D3G3 des termes
contenant les portées µ1 et µ2 se compensent quasiment, à hauteur de ∼ −150 MeV
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Figure 7.2: Décomposition en canaux (S, T ) de l’équation d’état de la matière in-
finie pour D1, D1S, D1N, D1M, D2 et D3G3 et comparaison aux calculs Bruecker-
Hartree-Fock [175].

et ∼ +135 MeV à ρ ∼ 0.75 fm−3. Ainsi, sans la présence de la troisième gaussi-
enne, l’énergie de ce canal chuterait à une valeur voisine de ∼ −15 MeV, comme les
autres paramétrisations : seule la contribution de la troisième gaussienne permet
donc de maintenir la contribution positive globale souhaitée. Dans le cas (0, 1), le
terme en µ3 est à l’inverse en grande partie responsable du comportement décrois-
sant du canal d’appariement. A nouveau, on peut remarquer que les termes en µ1

et µ2 donnent des contributions qui se compensent presque (respectivement ∼ 25
MeV et ∼ −35 MeV à ρ ∼ 0.75 fm−3). Concernant toutes les autres interactions, le
comportement global, régit seulement par les deux termes en µ1 et µ2, est identique
: la contribution du terme en µ1 n’est pas suffisamment élevée pour contrecarrer
l’effet du terme en µ2. Quant au canal (1, 0), il a un comportement encore différent
par rapport aux deux précédents : cette fois-ci la remontée non souhaitée de la
courbe à haute densité est due au terme dépendant de la densité dont le poids
(+360 MeV) n’est pas compensé suffisamment par celui des trois termes gaussiens
cumulés (respectivement −150 MeV, −120 MeV et −40 MeV). Ce comportement,
également présent dans toutes les autres paramétrisations, n’est donc pas atténué
par l’ajout d’une troisième gaussienne. Enfin, dans le cas du canal (1, 1) comme
dans celui du canal (0, 0), le bon comportement global est dû en grande partie à
la troisième gaussienne, les deux premières ayant des contributions qui se com-
pensent à nouveau quasiment.
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Figure 7.3: Contributions des termes des différentes portées aux canaux (0, 0) et
(0, 1) pour les paramétrisations D1, D1S, D1N, D1M et D3G3.

Figure 7.4: Contributions des termes des différentes portées aux canaux (1, 0) et
(1, 1) pour les paramétrisations D1, D1S, D1N, D1M et D3G3.

Pour résumer, la hiérarchie entre les différentes contributions des trois gaussi-
ennes est complexe. La troisième gaussienne, en dépit des faibles valeurs des
paramètres B3, H3,M3 et W3, est malgré tout responsable du bon comportement
des canaux (0, 0) et (1, 1) dont les résultats sont proches des résultats Brueckner-
Hartree-Fock cibles. Dans le cas des canaux (1, 0) et (0, 1) par contre, sa présence
ne suffit pas à améliorer l’accord avec les points BHF.

Finalement, nous avons également tracé l’équation d’état de la matière de neu-
trons (cf figure 7.5), équation d’état qui posait problème pour D1S par exemple et
qui est à l’origine de D1N. Nous voyons que nous n’observons aucune tendance à
la baisse de la courbe pour les hautes densités (mais au contraire une tendance
importante à la hausse) et que les basses densités (jusqu’à la saturation) sont cor-
rectement reproduites. L’équation d’état obtenue ne présente donc pas d’instabilité
mais elle est malgré tout globalement un peu trop au-dessus de D1M et D1N.
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Figure 7.5: Equation d’état de la matière de neutrons pour D1, D1S, D1N, D1M et
D3G3.

7.4.3 Les noyaux

Le calcul des propriétés des noyaux représente l’étape la plus coûteuse en temps
et en ressources numériques. En effet, dans le cadre du champ moyen, la fonc-
tion d’onde du noyau est calculée itérativement de manière à minimiser l’énergie
totale et obtenir l’état fondamental du noyau considéré. Cela implique donc, lors
de notre processus de minimisation du χ2 de relancer le calcul à chaque fois que
les paramètres de l’interaction varient, c’est-à-dire à chaque itération. A titre in-
dicatif, la détermination de propriétés comme celles de la matière nucléaire issues
d’expressions analytiques nécessite ∼ 1 seconde, tandis qu’un calcul de noyau re-
quiert ∼ 2 minutes. Nous avons donc décidé, comme dans le cas des thèses de R.
Jodon et P. Becker, de ne sélectionner qu’un nombre très restreint de noyaux (48Ca,
56Ni et 208Pb dans notre cas) afin de mettre au point cette première paramétrisation
D3G3. Malgré cela, le nombre particulièrement important d’itérations à effectuer
pour atteindre la convergence induit des temps calculs rédhibitoires. Nous avons
donc eu recours à la méthode Hartree-Fock-Restreinte, décrite en détails dans le
premier chapitre de la thèse de F. Chappert, non seulement pour déterminer un jeu
de paramètres initial correct, mais également pour accélérer le calcul de la minimi-
sation. Le méthode HFR est en effet fondée sur la relation linéaire qui existe entre
l’expression analytique de l’énergie d’un noyau calculée dans une base d’oscillateur
harmonique et le résultat exact du calcul HF : nous avons donc automatisé le calcul
de l’équation de la droite établissant la correspondance entre les deux approches au
sein du programme de minimisation. A chaque fois que les valeurs des paramètres
sortaient de la zone de validité de l’approximation linéaire, le programme recal-
culait une nouvelle équation de droite, permettant ainsi l’utilisation de formules
analytiques pour les (souvent quelques milliers) itérations suivantes. Nous avons
ainsi pu faire converger nos calculs et essayer de nombreux points de départ dans
l’espace des paramètres.

Là, encore, afin de bien identifier le rôle de la troisième gaussienne, nous avons
indiqué dans les tableaux 7.4, 7.5 et 7.6 les résultats obtenus pour les différentes
contributions à l’énergie totale (calculée analytiquement dans une base d’oscillateur
harmonique) des noyaux considérés dans le processus de fit. Nous avons ainsi dé-
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taillé les contributions de chacune des portées séparément, ainsi que pour chacune
d’entre elles la contribution du terme direct et du terme d’échange. Pour D1, D1S

48Ca
contrib. central (µ1) central (µ2) central (µ3) Et3 Els Ecin Ecoul Etot Eexp

(MeV) (MeV) (MeV) (MeV) (MeV) (MeV) (MeV) (MeV) (MeV)

D1
dir. −931.220 −646.716 −

1324.006 −28.440 828.194 72.566 −409.447

−415.990

ex. −477.308 −550.530 −
total −1408.528 −1197.245 −

D1S
dir. −2389.978 −89.383 −

1343.397 −31.549 821.968 72.292 −417.770ex. 1065.573 −1210.092 −
total −1324.404 −1299.474 −

D1N
dir. −2491.487 271.688 −

1559.228 −28.007 823.131 72.344 −413.877ex. −184.223 −436.551 −
total −2675.710 −164.862 −

D1M
dir. −1998.581 −718.053 −

1562.202 −29.231 836.280 72.919 −414.153ex. 812.933 −952.622 −
total −1185.648 −1670.675 −

D3G3
dir. 7544.445 −5100.587 0.000

1397.584 −29.111 835.563 72.888 −420.459ex. −7831.597 3027.095 −336.737
total −287.152 −2073.493 −336.737

Table 7.4: Valeurs des contributions à l’énergie totale du 48Ca dans une base
d’oscillateur harmonique pour les paramétrisations D1, D1S, D1N and D1M.

56Ni
contrib. central (µ1) central (µ2) central (µ3) Et3 Els Ecin Ecoul Etot Eexp

(MeV) (MeV) (MeV) (MeV) (MeV) (MeV) (MeV) (MeV) (MeV)

D1
dir. −1161.648 −788.384 −

1651.941 −55.448 1001.942 134.04 −472.085

−483.992

ex. −593.955 −660.573 −
total −1755.602 −1448.957 −

D1S
dir. −3001.608 −97.008 −

1700.621 −62.635 1001.648 134.02 −484.978ex. 1308.818 −1468.834 −
total −1692.790 −1565.842 −

D1N
dir. −3207.449 401.965 −

1978.115 −55.754 1004.149 134.187 −480.856ex. −210.704 −525.365 −
total −3418.153 −123.400 −

D1M
dir. −2650.092 −829.618 −

1971.760 −57.818 1017.579 135.083 −480.082ex. 1118.534 −1185.509 −
total −1531.559 −2015.127 −

D3G3
dir. 9006.395 −6154.676 0.000

1754.396 −57.191 1013.940 134.840 −485.395ex. −9392.198 3608.688 −399.587
total −385.803 −2545.988 −399.587

Table 7.5: Valeurs des contributions à l’énergie totale du 56Ni dans une base
d’oscillateur harmonique pour les paramétrisations D1, D1S, D1N, D1M et D3G3.

et D1N, quel que soit le noyau considéré, la contribution à l’énergie de liaison est
plus grande pour la portée µ1 que pour la portée µ2. Pour D1M c’est le contraire.
Dans le cas de D3G3, on peut constater que la portée µ2 donne également une
contribution supérieure à celle de µ1. En fait, il s’avère que µ3 donne aussi une
contribution supérieure à celle de µ1, ce qui, au regard de la très faible amplitude
des coefficients de la troisième portée, permet de montrer le fort impact que celle-ci
peut pourtant avoir dans les noyaux. Concernant µ1 le résultat provient de la très
forte compensation entre le terme direct et le terme d’échange. Pour µ3 le résultat
provient uniquement du terme d’échange, le terme direct étant nul par construc-
tion.
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208Pb
contrib. central (µ1) central (µ2) central (µ3) Et3 Els Ecin Ecoul Etot Eexp

(MeV) (MeV) (MeV) (MeV) (MeV) (MeV) (MeV) (MeV) (MeV)

D1
dir. −4435.553 −3261.550 −

6304.877 −74.409 3812.846 824.453 −1539.828

−1636.430

ex. −2197.499 −2512.993 −
total −6633.052 −5774.543 −

D1S
dir. −11390.554 −483.051 −

6383.634 −82.324 3780.165 820.912 −1551.778ex. 4907.827 −5488.387 −
total −6482.727 −5971.438 −

D1N
dir. −11725.897 1191.981 −

7358.565 −72.458 3772.544 820.083 −1543.644ex. −966.082 −1922.380 −
total −12691.979 −730.399 −

D1M
dir. −9029.678 −3651.112 −

7353.532 −75.378 3827.849 826.072 −1536.111ex. 3445.308 −4232.703 −
total −5584.370 −7883.816 −

D3G3
dir. 35717.146 −24412.959 0.000

6468.373 −73.501 3792.376 822.236 −1534.282ex. −36382.647 14014.298 −1479.603
total −665.501 −10398.661 −1479.603

Table 7.6: Valeurs des contributions à l’énergie totale du 208Pb dans une base
d’oscillateur harmonique pour les paramétrisations D1, D1S, D1N et D1M et D3G3.

Nous avons ensuite voulu vérifier la "stabilité" de D3G3 c’est-à-dire le fait que
D3G3 donne des résultats identiques avec un calcul HF ou un calcul HFB pour des
noyaux sans appariement (comme ceux inclus dans le protocole de fit). Pour cela
nous avons utilisé in situ le code HFB Amédée de Bruyères-le-Châtel. Ce code fonc-
tionne sur une base d’oscillateur harmonique axial et prend en compte à la fois les
corrélations d’appariement et les corrections du centre de masse à un et deux corps.
Les calculs HFB ont été réalisés pour les trois noyaux inclus dans le protocole de fit
et deux autres noyaux déterminés a posteriori (16O, 90Zr). En pratique nous avons
utilisé N0 + 1 couches majeures (N0 = 8 pour les noyaux 16O et 48Ca, N0 = 10 pour
56Ni et 90Zr et N0 = 14 pour le 208Pb). Le choix de ces deux noyaux supplémen-
taires (16O et 90Zr) n’est pas anodin : 16O ne présente pas d’appariement et 90Zr
est noyau présentant de l’appariement proton, mais suffisamment peu pour que la
contribution énergétique des corrélations d’appariement soit faible. Les résultats
sont regroupés dans le tableau 7.7. Si l’on regarde un peu plus en détail, on re-

ANoyau D1 D1S D1N D1M D3G3 Exp.
16O −125.560 −127.178 −128.786 −127.508 −134.361 −127.63
48Ca −406.829 −414.457 −411.059 −412.119 −419.038 −415.99
56Ni −470.188 −482.123 −478.860 −478.236 −484.883 −483.99
90Zr −775.906 −784.437 −780.455 −780.711 −790.899 −783.89
208Pb −1631.39 −1637.17 −1636.57 −1636.79 −1631.47 −1636.43

Table 7.7: Energies de liaison HFB (cf texte) en MeV pour les différentes interac-
tions D1, D1S, D1N, D1M et D3G3.

marque que les énergies totales HF de D1 sont systématiquement trop faibles avec
un écart supérieur à 10 MeV dans le cas du 48Ca et du 56Ni. Les interactions D1S,
D1N et D1M donnent par contre des résultats globalement proches des valeurs
cibles. Enfin, on peut constater que D3G3 donne des valeurs raisonnablement
proches des valeurs expérimentales. Ceci nous permet de conclure qu’incorporer
trois noyaux dans le protocole de fit est clairement insuffisant pour reproduire avec
précision les valeurs expérimentales mais néanmoins tout à fait satisfaisant pour
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donner des valeurs correctes (en moyenne meilleures que celles obtenues avec D1).
Il est raisonnable de penser qu’un ajustement fin des paramètres de D3G3 pourrait
améliorer ces résultats sans trop de problème.

Nous avons également tracé les profils de densité HFB de ces cinq noyaux (cf
figure 7.6). Bien que les noyaux étudiés soient à symétrie sphérique, le code étant
à symétrie axiale, il faut choisir une direction privilégiée pour présenter les profils
de densité HFB des noyaux : nous avons choisi la direction r⊥ avec rz = 0. Par
ailleurs, pour de ne pas surcharger la figure, seuls les profils obtenus avec D1M
et D3G3 ont été représentés. On voit immédiatement que toutes les densités (pro-
tons, neutrons et totale) présentent des profils très similaires pour D1M et D3G3,
les différences les plus importantes apparaissant uniquement pour r⊥ < 1 fm mais
n’excédent pas ∼ 0.01 fm−3. Notons également que les profils protons et neutrons
sont presque identiques lorsque Z=N, ce qui nous indique que l’isospin a alors peu
d’impact sur le profil de densité pour ces noyaux. Ce comportement n’est pas sur-
prenant puisque l’intégrale de la densité conserve le nombre de nucléons. On ne
s’attend donc raisonnablement pas à un gros écart entre les profil protons et neu-
trons, même pour des valeurs de Z (ou N) plus grandes. Nous n’avons à proprement
parler pas de contraintes directes sur l’asymétrie proton/neutron dans les noyaux
mais J joue en réalité indirectement ce rôle.

Nous avons vérifié que l’appariement n’apparaissait pas lorsqu’il ne devait pas y
en avoir. Il faut également vérifier qu’il apparait avec la bonne amplitude pour les
noyaux présentant des contributions d’appariement non négligeables. Pour cela,
nous avons suivi la démarche détaillée dans la thèse de Chappert et inclus des con-
traintes indirectes sur l’appariement à savoir les quantités que nous avons nom-
mées V1S et V2S dans le tableau 7.1. Ces quantités sont les éléments de matrice
dans les états 1S et 2S de l’oscillateur harmonique, dans le canal (0, 1). Leur ex-
pression analytique est donnée par les équations (I.15) et (I.16) de la thèse de F.
Chappert et plus de détails peuvent y être trouvés à ce sujet. En pratique, on im-
pose −5 < V1S < −4 MeV un écart ∆21 ≡ V2S − V1S tel que 2 < ∆21 < 3 MeV pour
l’16O. Ce critère indirect et empirique n’est pas absolu. On voit en effet dans le
tableau 7.8 que les valeurs obtenues avec D1, D1S et D1N sont en-dehors de ces
fenêtres, ce qui n’empêche pas pour autant d’avoir des noyaux avec appariement
et "stables" selon le critère défini plus haut. Remarquons aussi que D1M, ajustée
sur l’ensemble des masses, respecte ces contraintes sans qu’elles aient été incluses
dans le protocole de fit. De même, D3G3 ajustée sur trois noyaux seulement, sem-
ble donner des masses raisonnables et respecte ces valeurs (car directement im-
posées comme contraintes dans le fit). Toutes proportions gardées, on note que les
valeurs obtenues pour chacune des cinq paramétrisations restent clairement du
même ordre de grandeur.

Dans le tableau 7.8 figure également la quantité V S=0,T=1
12 |r=0 définie par :

V S=0,T=1
12 (r) =

∑

i

(Wi − Bi −Hi +Mi)e
−r2/µ2

i

qui donne la contribution à l’énergie du terme central dans le canal (0, 1). Nous
savons que même si le potentiel nucléon-nucléon dans ce canal doit avoir une par-
tie attractive, celle-ci doit être répulsive à l’origine, ce qui se traduit par

∑

i(Wi −
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Figure 7.6: Profils de densité HFB protons et neutrons pour 5 noyaux d’intérêt avec
les paramétrisations D1M et D3G3

Bi−Hi+Mi) > 0. Nous avons par ailleurs remarqué empiriquement qu’une valeur
trop importante de V S=0,T=1

12 |r=0 conduisait à une dégradation complète des V1S et
V2S. En pratique cette dégradation survient lorsque V S=0,T=1

12 |r=0≥ 200 MeV. Nous
avons donc indirectement imposé cette contrainte afin d’obtenir des propriétés
d’appariement correctes. On voit dans le tableau 7.8 que ce critère est respecté
par toutes les paramétrisations. Concernant D3G3 plus spécifiquement, on con-
state que la troisième gaussienne aide à respecter le critère empirique en donnant
une contribution faible mais négative. Le potentiel total ainsi que la contribution
de chacune des portées sont présentés sur la figure 7.7. On voit que le comporte-
ment global reste le même quelle que soit la paramétrisation : la courte portée est
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contrib.
V1S V2S

∆21 V12|r=0terme = V2S − V1S

Gaussien (MeV) (MeV) (MeV) (MeV)

D1

1 3.3999 1.8352 −1.5647 170.2090
2 −9.5235 −4.2869 5.2366 −115.6050

total -6.1236 -2.4517 3.6719 54.6040

D1S

1 3.7146 2.0103 −1.7043 190.8300
2 −9.6338 −4.3497 5.2841 −119.6200

total -5.9192 -2.3394 3.5798 71.2100

D1N

1 5.3341 2.7683 −2.5658 186.6700
2 −11.2459 −5.0678 6.1781 −137.6300

total -5.9117 -2.2995 3.6123 49.0400

D1M

1 2.0417 1.1881 −0.8536 261.9000
2 −6.6199 −3.1706 3.4493 −125.4700

total -4.5782 -1.9826 2.5956 136.4300

D3G3

1 2.3250 1.3653 −0.9597 349.0788
2 −3.7300 −1.9674 1.7627 −150.2338
3 −3.3942 −1.4617 1.9325 −13.8771

total -4.7992 -2.0638 2.7354 184.9679

Table 7.8: Valeurs des éléments de matrice V1S et V2S des états 1S et 2S de
l’oscillateur harmonique dans l’16O dans le canal (0, 1), et contribution au poten-
tiel total à r = 0 du terme central V12|r=0 pour les paramétrisations D1, D1S, D1N,
D1M et D3G3.

répulsive, la moyenne portée (et la longue portée pour D3G3) attractives.

7.4.4 Limites

Nous avons obtenu une paramétrisation D3G3, de l’interaction de Gogny avec trois
gaussiennes dans le terme central, la troisième gaussienne étant associée à l’OPEP.
Celle-ci présente, avec un seul paramètre supplémentaire, de bonnes propriétés
de la matière nucléaire infinie dont de meilleurs canaux que les interactions à
deux gaussiennes existantes, une bonne reproduction des masses incluses dans le
protocole d’ajustement et de deux autres noyaux testés a posteriori. Les résultats
des calculs HF sont identiques aux calculs HFB pour les noyaux sans appariement.
Nous avons de plus des propriétés correctes de la matière de neutrons.

Notre paramétrisation présente toutefois une limitation importante. D3G3 a
été testée pour des noyaux dont les corrélations d’appariement sont non néglige-
ables. Il s’avère alors que la valeur de cet appariement est parfois trop faible, par
exemple dans le 120Sn. Ainsi, nous savons d’ores et déjà qu’il est possible d’obtenir
une version améliorée de D3G3, avec plus de contraintes d’appariement, que ce soit
via l’inclusion directe de propriétés de noyaux concernés ou de techniques comme
présentées précédemment. De plus, hormis l’énergie de symétrie à saturation, au-
cune contrainte isovectorielle n’a été incluse dans le protocole. Ceci faisait déjà dé-
faut dans les protocoles qui ont permis d’obtenir l’ensemble des paramétrisations
de Gogny [158] (excepté D1P). Il n’y a également aucune contrainte concernant la
matière polarisée en spin.

Enfin, le canal (0, 1) est aussi mauvais que pour les autres paramétrisations et
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Figure 7.7: Contributions des termes des différentes portées au potentiel central
pour les paramétrisations D1, D1S, D1N, D1M et D3G3

n’a pas été amélioré par l’introduction de la troisième gaussienne. Au-delà du jeu
de paramètre considéré, cela montre alors qu’il faut probablement aller plus loin
dans la modification de l’interaction de Gogny, notamment concernant le terme
dépendant de la densité, indépendamment de toutes les autres améliorations pos-
sibles (spin-orbite, tenseur).
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8 | Bilan et perspectives

Concernant l’opérateur de transition monopolaire

Ce qui a été fait

Le nouvel opérateur de transition monopolaire utilisé permet maintenant de
prendre en compte la cinématique de diffusion inélastique. Son expression analy-
tique est consistante avec les outils théoriques (DWBA) qui peuvent être utilisés
dans la décomposition multipolaire de l’analyse de données expérimentales.
Nous avons calculé dans un premier temps des spectres QRPA sur les différentes
chaînes isotopiques avec le nouvel opérateur, où à chaque spectre correspond une
valeur de moment transféré. Cette valeur de q ne tient pas compte de la cinéma-
tique de diffusion, il s’agit de prendre des valeurs arbitraires de moment transféré.
Nous avons pris un pas constant de q et avons tracé autant de graphes que de
valeurs de q, avec un q qui augmente. Cela nous a permis d’observer qu’à par-
tir d’un q donné qui prend une valeur proche d’un noyau à l’autre, les spectres se
distordent et prennent une forme différente de celle avec l’opérateur usuel. La dis-
torsion des spectres se fait telle que les amplitudes majeures se retrouvent situées
à hautes énergies QPRA. Nous avons comparé l’évolution de l’EWSR de chacun de
ces spectres avec q qui augmente avec l’EWSR obtenue en faisant agir l’opérateur
directement sur les fonctions d’onde HFB. La comparaison de l’évolution de l’EWSR
HFB et de l’EWSR QRPA montre que la courbe QPRA décroche de celle HFB à
partir de valeurs de q qui peuvent être différentes suivant le noyau considéré.
Pour chaque noyau, la valeur q de décrochage est proche de la valeur de q à par-
tir de laquelle les spectres se distordent nettement. La valeur de q à partir de
laquelle la règle de somme QPRA s’effondre correspond à la limite de validité de
l’approximation QRPA pour décire les états excités de la physique décrite par HFB.
Il s’agirait alors de couplage de phonons entre eux, d’effets multi-particules multi-
trous que la QRPA n’est pas capable de reproduire.

Nous avons considéré ensuite l’expression dérivée en Annexe A du moment
transféré. Pour chaque noyau, nous avons calculé le spectre QRPA avec une seule
valeur de q qui est celle obtenue en prenant l’énergie du phonon QRPA donnant
l’amplitude maximum avec l’opérateur usuel. Cette valeur de q calculée est in-
férieure à la valeur seuil de q à partir de laquelle les spectres se distordaient dans
l’étape précédente et est donc inférieure aussi à la valeur de q à partir de laquelle
l’EWSR QRPA se sépare de l’EWSR HFB. Ce calcul montre que la forme du spec-
tre est de fait extrêmement proche de celle avec l’opérateur usuel. La hiérarchie
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des amplitudes des pics les uns par rapport aux autres reste la même. Seules les
amplitudes en valeur absolue sont amenées à changer très légèrement.

Enfin, nous avons fait des calculs QRPA plus réalistes avec une bijection en-
tre les énergies QRPA et les valeurs de moment transféré. C’est à dire que cette
fois-ci, il y a autant de valeur de q que de phonons QRPA pour un seul et même
spectre. Cette manière de procéder est cohérente avec le fait que d’une part nos
spectres QRPA sont fragmentés : cette assertion est vraie car même pour les noy-
aux sphériques donnant des résultats quasi-mono énergétiques comme le 90Zr, le
pic majeur n’emporte JAMAIS 100% de la règle de somme. C’est donc d’autant
plus vrai pour un noyau sphérique dont la fonction de force est plus fragmentée
que pour ce noyau, et a fortiori pour les noyaux déformés dont la réponse est systé-
matiquement fragmentée. Ces résultats montrent également une forme de spectre
similaire à celle avec opérateur standard sauf à hautes énergies de résonance. La
forme à basses énergies est sensiblement identique mais la forme à hautes éner-
gies permet de faire apparaître une "queue" semblable à celles observées expéri-
mentalement. Ceci ne change pas la valeur de l’énergie EISGMR mais augmente
légèrement les valeurs des ratios de moments m1/m0,

√

m1/m−1 et
√

m3/m1.

Ce qu’on en conclut et ce qui pourrait être fait

L’ensemble de cette étude sur l’opérateur de transition électromagnétique nous
permet donc de conclure que l’utilisation d’un opérateur dépendant du moment
transféré, tout du moins avec cette expression analytique, permet de prendre en
compte la cinématique de diffusion inélastique mais n’explique pas la physique
manquante qui permettrait de diminuer l’écart théorie-expérience des valeurs des
pics ISGMR. Elle permet toutefois de reproduire les fonctions de force à hautes
énergies que les modèles théoriques n’arrivaient pas à reproduire jusqu’ici.
Il serait toutefois intéressant d’étendre cette étude aux autres résonances géantes
et de voir par exemple ce que donne l’application de cet opérateur aux spectres
des ISGDR. On a en effet pu remarquer le manque de fonctions de force à hautes
énergies QRPA dans le 12C avec un projectile de 6Li.

Concernant la correction du centre de masse à deux
corps

Ce qui a été fait

Le minimum HFB du 12C que l’on obtient sans correction du centre de masse à
2 corps (cdm2) est sphérique. La déformation déduite de mesures expérimentales
dans ce noyau est estimée axiale à βexp ∼ −0.4. Nous avons enclenché la correc-
tion du centre de masse à 2-corps qui permet d’obtenir une déformation théorique
proche de la déformation expérimentale. En supposant les champs cdm2 néglige-
ables au niveau QRPA, un calcul de spectre de l’ISGMR a été obtenu à partir de
ces deux valeurs de βth : la différence est flagrante. Dans le cadre du spectre
obtenu à partir de la déformation oblate, l’écart obtenu entre le pic majeur QRPA
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de l’ISGMR est [1, 2] MeV au dessus du pic expérimental. On obtient donc un écart
comparable aux écarts théorie-expérience pour les chaînes isotopiques Ni, Zr, Cd,
Sn, Pb sans correction cdm2.
Le minimum HFB du 24Mg que l’on obtient sans correction du centre de masse
à 2 corps est tel que βth > βexp + 0.1. L’ajout de la correction ne change pas la
déformation théorique. Une déformation identique avait déjà été obtenue avec la
paramétrisation D1S [138]. La correction cdm2 ne permet donc cette fois-ci pas
d’obtenir une déformation proche de celle déduite expérimentalement. L’effet de
cette sur-déformation se ressent sur un calcul complet comme en témoigne la fig-
ure 5.10 où les projections K du moment J sont trop écartées les unes des autres et
conduisent une fonction de force trop large.
Si l’on se base sur ces deux noyaux, on peut raisonnablement extrapoler aux chaînes
isotopiques étudiées qu’une bonne déformation de l’état fondamental ne donnera
pas forcément de bonnes fonctions de force mais qu’une mauvaise déformation
théorique donnera a priori des fonctions de forces trop différentes de l’expérience.
A l’aide de ces deux exemples, nous avons également pu souligner l’impact de la dé-
formation sur le nombre de couches de l’oscillateur harmonique requises. En effet,
plus la déformation est grande plus la taille de base nécessaire pour obtenir une
structure des niveaux d’énergie convergée au niveau de l’état fondamental doit être
grande. A grandes déformations, seule une taille de base élevée permet d’inclure
les états requis à hautes énergies.
La correction du centre de masse à 2 corps contribue à hauteur de plusieurs MeV.
Elle permet d’obtenir une courbe d’énergie HFB contrainte en fonction de la défor-
mation systématiquement plusieurs MeV au dessus de la courbe sans son inclu-
sion, tout le long de la variation en βth. Elle joue donc un rôle non négligeable dans
l’énergie totale du noyau considéré. Il semble donc clair que de prochains ajuste-
ments numériques en vue d’obtenir de nouvelles paramétrisations de l’interaction
(de Gogny ou autre) doivent alors inclure cette correction dans le calcul des noyaux.
On a enfin remarqué que des résultats préliminaires indiquent que la correction
cdm2 enclenchée au niveau HFB permet de réduire l’écart théorie-expérience dans
les chaînes isotopiques d’intérêt. On suppose alors que l’impact de la correction au
niveau QRPA ne fera varier que peu ces résultats mais on ne sait pas encore le
décalage exact que son inclusion peut induire sur les fonctions de force.

Ce qu’on en conclut et ce qui pourrait être fait

L’inclusion dans le Hamiltonien effectif de la correction du centre de masse à 2-
corps nous a permis de tirer plusieurs conclusions. La première est que l’inclusion
de cette correction permet parfois d’obtenir une "bonne" déformation du minimum
HFB, ce qui est le cas pour le 12C. Dans le cas du 24Mg, la déformation du minimum
HFB ne correspond pas aux résultats expérimentaux. Cela témoigne donc qu’il
manque encore au moins un ingrédient supplémentaire au niveau HFB.
Que le noyau d’étude soit sphérique (Ni, Zr, Sn, Pb), légèrement déformé (Cd) ou
très déformé (12C, 24Mg) l’écart entre le pic majeur ISMGR théorique et expérimen-
tal est toujours de l’ordre de [0.5, 1.5] MeV dès lors que la déformation du minimum
HFB obtenu est très proche de la déformation déduite expérimentalement. Cette
assertion mériterait d’être testée sur une plus large gamme de noyaux. Il est en
conséquence impératif d’inclure la correction du cdm2 dans les prochains protocoles
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d’ajustement car sa contribution à l’énergie totale HFB est non négligeable.

Concernant l’interaction de Gogny trois Gausiennes
dans le terme central

Ce qui a été fait

Comme nous avons pu le montrer, les résultats concernant l’ISGMR que nous
pouvons reproduire dans les noyaux sont fortement impactés par le choix de la
paramétrisation. L’écart est d’ailleurs tels que la paramétrisation D1S, toujours
en dessous de D1M, permet alors de reproduire plus de noyaux, mais dégradent
ceux de Plomb que nous avions déjà. A ces observations, s’ajoute celles dans
l’IVGDR [164] où l’écart entre les énergies reproduite avec D1S sont également dif-
férentes de manière quasiment constante par rapport aux énergies D1M. Puisque
l’interaction semble être décisive quant à la reproduction des résonances géantes, il
nous a semblé bon de nous demander si des extensions à l’expression analytique de
Gogny utilisée jusqu’ici ne pourraient alors pas permettre une meilleure reproduc-
tion. Des travaux ont été menés quant à l’ajout d’une portée dans le terme central
à deux corps. Notre troisième gaussienne est motivée par plusieurs autres raisons,
dont le lien qu’elle permet de faire entre les portées de Gogny et les trois portées
des Yukawas dans les interactions à échange de mésons [176]. Enfin, cet ajout
permet également d’ajuster les éléments de la matrice G sur une base d’oscillateur
harmonique, ce qui n’était pas possible avec deux gaussiennes.

Le protocole d’ajustement que nous avons utilisé est celui présenté dans la
thèse [168], adapté pour un potentiel à portées finies. Nous avons incorporé des
contraintes de la matière infinie symétrie, des points de la matière de neutrons
et diverses contraintes sur les noyaux finis. Pour le calcul de l’énergie de ces
noyaux, nous avons utilisé la méthode Hartree-Fock Resteinte présentée dans la
thèse [157]. Les résultats obtenus permettent d’obtenir une meilleure reproduc-
tion des canaux de spin-isospin de l’équation d’état de la matière nucléaire, mal
reproduits jusqu’ici [129, 133]. La matière de neutrons, bien que de pente un peu
élevée, présente un bon comportement à hautes densités. Enfin, même avec un
petit nombre de noyaux inclus dans le protocole, les énergies nucléaires obtenues
sont en accord très raisonnable avec les valeurs cibles.

Ce qu’on en conclut et ce qui pourrait être fait

L’introduction d’une troisième gaussienne dans le terme central à deux corps
de l’interaction de Gogny semble très prometteuse, au regard de la paramétrisa-
tion D3G3 obtenue, quant à la liberté supplémentaire qu’elle permet de donner
afin de reproduire aussi bien les propriétés de la matière nucléaire, que celles
des noyaux finis. Ceci n’est cependant pas la fin de l’histoire. Concernant cette
paramétrisation, nous avons pu noter qu’elle donnait un appariement parfois trop
faible dans les noyaux. De plus, deux des quatre canaux sont très bien reproduits
; deux autres, dont le canal d’appariement, restent encore à améliorer. Au vu des
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considérations sur le terme dépendant de la densité que nous avons évoqué, tout
nous laisse penser qu’il faut désormais travailler sur la complétude de l’interaction
de Gogny dans cette direction spécifique, l’interaction de D2, piste explorée par le
passé, présentant encore des pathologies résiduelles [163]. Enfin, peu voire pas de
contraintes isovectorielles sont incluses dans les protocoles de fit de nombreuses
paramétrisations de Gogny. Il semble alors judicieux de garder cet élément en tête
en vue des prochains ajustements numériques.
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Annexe A : Calculs de cinématique

Nous détaillons ici des calculs de cinématique à 2 corps de diffusion inélastique
X(a, a′)X∗. L’objectif est d’obtenir l’expression du moment transféré par la sonde à
la cible en fonction des variables à disposition : massesma etmX , énergie d’excitation
de la cible E∗, angle de diffusion dans le référentiel du centre de masse θcdm (angle
entre direction du projectile incident et sortant) et énergie cinétique incidente de
la sonde Ea dans le référentiel du laboratoire.

Nous allons effectuer nos calculs dans le référentiel du laboratoire. Comme
la distribution angulaire des différentes multipolarités donne un amplitude max-
imale à la monolaire à 0° centre de masse = 0° laboratoire, nous allons donc nous
placer à cet angle de diffusion. Dans le référentiel du laboratoire, la cible est au
repos avant interaction avec le projectile, elle a donc une énergie cinétique nulle.
Considérant la masse du projectile identique entre l’état initial et l’état final et la
masse de la cible différente d’une énergie E∗ telle que (mX−mX∗)c2 = E∗, les règles
de conservation de l’énergie et de l’impulsion totales du système nous donnent :

Ea = Ea′ + E∗ + EX∗,recul (1)
~pa = ~pa′ + h̄~q (2)

où ~q est le moment transféré. En utilisant la relation entre l’énergie cinétique et
l’impulsion E = ~p2/2m on a :

~p2a
2ma

− ~p2a′

2ma

= E∗ + EX∗,recul (3)

soit en faisant intervenir le moment transféré

− h̄2

2ma

~q2 +
h̄
√
2maEa

ma

q = E∗ + EX∗,recul (4)

qui est l’équation de second degré en q à résoudre. Au voisinage de la cible, la
sonde perd de l’énergie et de l’impulsion : il y a échange de moment transféré. Du
point de vue de la cible, l’énergie associée à ce moment transféré est partagée en-
tre l’énergie de conversion interne (excitations nucléaires) et l’énergie de recul du
noyau.

Le discriminant ∆ de cette équation s’exprime comme :
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∆ =
2h̄2

ma

(Ea − E∗ − EX∗,recul) (5)

=
2h̄2

ma

Ea′

ce qui nous donne les racines

q1 =

√
2ma

h̄
(
√

Ea −
√

Ea′) (6)

q2 =

√
2ma

h̄
(
√

Ea +
√

Ea′).

Il nous reste désormais à déterminer l’expression de
√
Ea′ . On projette pour cela

l’équation 2 sur la direction du projectile avec la relation classique ~p = m~v :

{

mava −mava′cosθ = (mX + E∗

c2
)vX∗cosΦ

mava′sinθ = (mX + E∗

c2
)vX∗sinΦ

(7)

où les angles sont repérés tels que sur le graphe de la diffusion dans le chapitre 2.
En mettant ces équations au carré et en les additionnant, on trouve alors :

(mava)
2 − 2m2

avava′cosθ + (mava′)
2 = (mX +

E∗

c2
)2v2X∗ . (8)

En manipulant cette équation pour faire apparaître les énergies cinétiques on ob-
tient :

(mX +
E∗

c2
)EX∗,recul = maEa +maEa′ − 2ma

√

EaEa′cosθ. (9)

En utilisant alors la toute première équation pour réexprimer EX∗,recul on obtient
finalement :

(ma +mX +
E∗

c2
)Ea′ − 2ma

√

EaEa′cosθ − [(mX +
E∗

c2
−ma)Ea − (mX +

E∗

c2
)E∗] = 0.(10)

Après résolution de ce nouveau polynôme de second degré, l’expression de l’énergie
cinétique de la sonde en sortie est donnée par :

√

Ea′ =
macosθ

√
Ea ±

√

m2
aEacos2θ + (ma +mX + E∗

c2
)[(mX + E∗

c2
−ma)Ea − (mX + E∗

c2
)E∗]

ma +mX + E∗

c2

.(11)

Et il suffit ensuite d’insérer cette équation dans l’expression des racines q1 et q2
pour obtenir deux valeurs de moments transférés, desquels nous utiliserons la plus
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petite valeur.

L’angle θ qui apparaît ici est l’angle de diffusion dans le laboratoire. En pratique
nous avons accès à la donnée de l’angle de diffusion dans le référentiel du centre
de masse. Le passage de l’un à l’autre se fait finalement à l’aide de la relation :

cosθ =
cosθ′ + β

1 + βcosθ′
(12)

où β est défini comme

β ≡
√

Ea(Ea + 2mac2)

mXc2 +mac2 + Ea

. (13)
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Annexe B : Déformation axiale in-
trinsèque

D’un point de vue classique, la déformation intrinsèquement axiale d’un noyau
peut être repérée par son moment quadrupolaire Q0. Si l’on appelle z l’axe de
symétrie, Q0 est alors défini dans le repère propre du noyau par :

Q0 =
1

V

∫

d3r(3z2 − r2)ρ(r) (14)

où V est le volume du noyau, r la distance entre le centre du repère et le point
considéré du noyau et ρ la densité de charge prise en r. Pour un noyau sphérique,
Q0 = 0.

Dans l’approximation d’une ellipsoïde de densité uniformément répartie, la dif-
férence relative entre les longueurs des axes majeurs et mineurs β est reliée par
:

Q0 ∼
6√
5π
ZeR2

0β. (15)

Cependant, il faut distinguer la déformation intrinsèque d’une distribution de charge
classique du point de vue quantique où le noyau est dans un état de moment an-
gulaire donné caractérisé par les nombres quantiques (j,m). Ainsi en mécanique
quantique, l’axe de symétrie du quadrupole ne peut pas être utilisée pour repérer
une direction. On parle plutôt de l’amplitude de probabilité de pointer dans une
direction, déterminée par l’harmonique sphérique appropriée Ylm(θ, φ) où ici j = l.
A titre d’exemple, un noyau intrinsèquement déformé (β 6= 0) de nombre quantique
j = 0 aura un axe de symétrie quelconque puisque Y00 = 1√

4π
: le noyau est dans un

état quantique de distribution de charge à symétrie sphérique.

La déformation d’un noyau, grandeur intrinsèque caractéristique, n’est donc pas
une observable dans le référentiel du laboratoire. De ce point de vue, les noyaux ne
sont pas déformés, il n’y a donc pas d’axe privilégié. De fait, on ne peut observer que
des conséquences de cette déformation : bandes de rotation (on ne peut repérer la
rotation d’un noyau intrinsèquement sphérique), structure hyperfine des niveaux
atomiques.
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A partir de considérations expérimentales, il existe deux manières d’accéder
indirectement à la déformation d’un noyau. La première consiste à considérer le
temps de vie de l’état 2+ d’un noyau avant décroissance vers le fondamental 0+,
donc dans le cas d’un noyau pair-pair. Ce temps de vie est relié à l’amplitude de
transition électrique B(E2) de cet état, elle même liée au moment quadrupolaire
intrinsèque via :

B(E2) =
5

16π
e2Q0. (16)

La deuxième méthode consiste à considérer le moment quadrupolaire maximum
observé Q pour un noyau donné. Il est relié au moment quadrupolaire intrinsèque
de la sorte :

Q =
I(2I − 1)

(I + 1)(I + 3)
Q0 (17)

où I est le moment d’inertie mesuré.

On peut décrire la déformation de la surface nucléaire par la relation :

R = R0[1 +
∑

l,m

αm
l Y

m
l (θ, φ)] (18)

où le vecteur alpha est tel que

• α1 ≈ déplacement du centre de masse du noyau en tant que système étudié

• α2 ≈ déformation quadrupolaire

• α3 ≈ déformation octupolaire

En général, le vecteur alpha est fonction de (t), la dernière équation inclut donc
les déformations statiques aussi bien que dynamiques.

Les règles de conservation de la parité π impliquent que les déformations sta-
tiques ne peuvent être que telles que Jπ est pair-électrique, ou impair-magnétique.
Dans le cas des déformations dynamiques, tous les moments compatibles avec les
règles de sélection appropriées peuvent être représentées dans les moments de
transition, c’est à dire en pratique les éléments hors diagonaux de la matrice de
déformation totale.

Lorsqu’un noyau n’est intrinsèquement pas sphérique, sa déformation peut être
de type axiale (1 axe de symétrie) ou triaxiale. Elle est repérée par deux angles : β
et γ.

On peut relier la déformation de la surface du noyau à son moment quadrupo-
laire.
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Annexe C : Paramètres de l’Oscillateur
Harmonique

Comme discuté en détail précédemment, le potentiel que l’on considère est un po-
tentiel effectif. On considère que notre système évolue dans celui-ci. Lorsque l’on
cherche à trouver l’énergie minimum associée au Hamiltonien que l’on considère,
il s’agit en fait de résoudre les équations Hartree-Fock. Cela se fait en itérant
sur des fonctions tests. Le choix des fonctions tests se fait alors à l’appréciation de
l’utilisateur mais il est en pratique judicieux de prendre des fonctions tests qui sont
proches des fonctions déterminées comme solutions in fine. Puisque l’approximation
QRPA est une approximation de type harmonique qui doit se faire à partir de
l’énergie minimum HFB, les fonctions tests de l’oscillateur harmonique sont dans
ce cadre de bonnes candidates. Nous allons montrer pourquoi.

Soit V le potentiel auquel est soumis le système. V est une fonction de plusieurs
variables et est définie sur un intervalle I, où I représente l’espace dans lequel
évoluent les variables. On suppose qu’elle est n fois dérivable, n ≥ 2 dans notre
cas. Le développement de Taylor d’un potentiel à une variable x (généralisable au
cas de plusieurs) est donné par :

V (x) = V (x0) + V ′(x0)(x− x0) +
1

2
V ′′(x0)(x− x0)2 + o(x− x0)n. (19)

Si l’on suppose que le système physique évolue au voisinage d’une position d’équilibre,
généralisation de x0, on se place au niveau d’un minimum, où la dérivée première
V ′ est nulle. V (x0) n’apporte pas de modification à la force et peut simplement se
soustraire au membre de gauche. Dans le cas d’un oscillateur harmonique, cette
contribution correspond à l’énergie de point zéro. Ne reste ainsi que le premier
terme non nul comme étant le terme quadratique. On peut alors faire une ap-
proximation de faible amplitude en ne gardant que ce terme, de forme harmonique
:

V (x) ≃ 1

2
V ′′(x0)(x− x0)2. (20)

On en déduit que pour toute étude du comportement d’un système physique au
voisinage d’une position d’équilibre stable (si l’on considère le minimum global) on
aboutit à des équations qui dans la limite des petites oscillations sont les équations
de l’oscillateur harmonique, de potientiel usuellement donné par :
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Figure 1: Approximation parabolique au niveau du minimum global pour un po-
tentiel V quelconque

V (x) =
1

2
mω2x2 (21)

où V ′′(x0) (positive dans le cas d’un minimum) est assimilé à la raideur du ressort
k = mω2 où m est la masse du système et ω la fréquence de vibration. Les ré-
sonances géantes et donc l’ISGMR que nous étudions s’inscrivent dans ce cadre
: ce sont des oscillations considérées comme harmoniques autour de la position
d’équilibre.

Partant de ce constat, on peut développer nos états propres sur une base d’états
orthogonaux construits à partir de ce potentiel harmonique. Ce sont les états pro-
pres de l’oscillateur harmonique. Dans le cadre de notre problème, il est dans
sa forme la plus générale tri-dimensionnel et anisotropique. Le système de coor-
données choisi pour exprimer ces états dépend de la symétrie du système. Parmi
l’ensemble des noyaux, il s’avère que certains sont sphériques (près des fermetures
de couches "magiques"), de nombreux sont à déformation axiale, et peu sont tri-
axiaux. Les noyaux sphériques peuvent être décrits par une base cylindrique. Pour
ces raisons le choix a été fait au moment du développement du code de se baser sur
une symétrie axiale. Les coordonnées cylindriques sont les plus appropriées pour
décrire des noyaux de ce type de déformation.

Les fonctions d’onde associées aux états quantiques sont alors développées sur
une base de fonctions d’onde propres de l’OH, exprimées comme des combinaisons
de polynômes orthogonaux de Laguerre généralisés ou de Hermite, suivant les
symétries du système considéré.

Le choix du développement de nos états propres sur une base d’états propres
de l’OH a plusieurs avantages. D’une part, il est aisé de travailler avec ces états
construits les uns à partir des autres par des opérateurs d’échelle aussi bien en
termes de visualisation pour l’utilisateur, que de manipulation pour les calculs
machine : ils s’expriment simplement dans un formalisme matriciel et l’on peut
déduire des expressions analytiques pour l’action des opérateurs des différentes
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excitations étudiées sur ces états. D’autre part, la matrice de passage entre la base
des états de l’OH et des états HFB est connue, de même que celle entre les états
HFB et les états QRPA. On peut donc "aisément" passer des états de l’OH, aux
états QPRA.

Il est important de préciser ici pour fixer les idées que les fonctions tests de
l’OH qui sont utilisées comme point de départ, son raffinées au fur et à mesure des
itérations (modification des paramètres de l’oscillateur harmonique entre autres).
Lorsque la précision atteinte est celle voulue, les fonctions propres en sortie sont
toujours des fonctions de l’OH !
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Annexe D : Matériel additionnel

Figure 2: règle de somme pondérée en énergie (EWSR) du nouvel opérateur au
niveau HFB et QRPA en fonction du moment transféré dans le 56Ni 60Ni

Figure 3: règle de somme pondérée en énergie (EWSR) du nouvel opérateur au
niveau HFB et QRPA en fonction du moment transféré dans le 106Cd 114Cd
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Figure 4: règle de somme pondérée en énergie (EWSR) du nouvel opérateur au
niveau HFB et QRPA en fonction du moment transféré dans le 116Cd

Figure 5: règle de somme pondérée en énergie (EWSR) du nouvel opérateur au
niveau HFB et QRPA en fonction du moment transféré dans le 114Sn 116Sn

Figure 6: règle de somme pondérée en énergie (EWSR) du nouvel opérateur au
niveau HFB et QRPA en fonction du moment transféré dans le 118Sn 122Sn
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Annexe E : Rappels et valeurs con-
cernant l’énergie du noyau

Le but de cette annexe et de rappeller des notions de cours niveau licence qui per-
mettent de retrouver rapidement la masse réelle de l’atome et de son noyau. On
redonne ici les définitions usuelles de la masse atomique, le nombre de masse et
de l’excès de masse. Ce dernier, lié a une déviation vis a vis d’une homotétie, ne
doit pas être confondu avec le defaut de masse, qui est directement lié à l’énergie
de liaison, même si l’un permet de calculer l’autre.

Les masses des protons et des neutrons sont respectivement :
mn = 1.6749 10−27 kg mp = 1.67261 10−27 kg
Les masses des nucléons en UMA sont données par mn = 1.008665 UMA, mp =
1.007276 UMA.

nombre de masse

Le nombre de masse est l’entier le plus proche de la masse atomique évaluée en
UMA (Unité de Masse Atomique). Le nombre de masse A du noyau est aussi le
nombre de ses constituants A = Z + N , ou Z est le nombre de proton et N est le
nombre de neutrons, typiquement 1 < Z < 109.

excès de masse

1 mole de Carbone pèse 12g ; et par définition un atome de Carbone pèse 12 UMA.
La masse exacte d’un noyau est tabulée et établie à partir de l’expérience. L’excès
de masse donne la déviation homotétique d’un noyau de A nucléons par rapport
au noyau de 12C. Ainsi, si M est la masse exacte d’un atome, δM étant l’excès de
masse, il est obtenu par : δM (kev/c2) = (M − A)931501 keV/c2.

M = 931.501AδM MeV/c2 (22)

Sachant que l’atome neutre contient aussi Z électrons, dont on connait égale-
ment la masse me, on peut déduire de l’excès de masse atomique la masse m du
noyau de l’atome :

M = m+ Zme (23)
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et
m =M − Zme (24)

Le tableau suivant donne les excès de masse, les masses des atomes et les
masses nucléaires d’intérêt pour nos études. Les excès de masses sont issus de
tables accessibles en ligne (NNDC).

A X δ M(MeV/c2) M(MeV/c2) m(MeV/c2)
4 He +2,4249 3728,40 3727.378
6 Li 14,0868 5603,051 5601,518
12 C 0 11177,9283 11174,863
24 Mg -13,9335 22341,9232 22335,7912
56 Ni -53,9074 52109,7581 52095,4501
58 Ni -60,2287 53066,4249 53052,1169
60 Ni -64,4731 55825,1686 55810,8606
86 Zr -77,9690 80030,5174 80010,0774
88 Zr -83,6288 81887,8457 81887,8457
90 Zr -88,7725 83745,69 83725,25
92 Zr -88,4590 85608,9916 85588,5516
94 Zr -87,2693 87473,1693 87452,7293
92 Mo -86,8085 85610,64208 85589,1788
94 Mo -88,4140 87472,0246 87450,5626
96 Mo -88,7948 89334,6319 89313,17
98 Mo -88,1159 91198,2988 91176,84

106 Cd -87,1321 98651,2348 98626,71
110 Cd -90,3479 102373,9952 102349,47
114 Cd -90,0149 106100,3043 106075,78
116 Cd -88,7124 107964,5948 107940,07
112 Sn -88,6550 104238,6761 104213,13
114 Sn -90,5597 106099,7595 106074,21
116 Sn -91,5259 107961,7813 107936,23
118 Sn -91,6528 109824,6425 109799,09
122 Sn -89,9413 113552,3301 113526,78
124 Sn -88,2341 115417,0254 115391,48
204 Pb -25,1098 189999,67 189957,77
206 Pb -23,7855 191863,9843 191822,08
208 Pb -21,7485 193729,0093 193687,11

Suivant la cinématique de la réaction étudiée, le noyau est totalement ou par-
tiellement épluché de ses électrons, de plus la différence de masse entre l’atome
et le noyau nu est suffisamment faible pour que les masses introduites dans les
calculs de cinématique soient les masses atomiques par défaut.

énergie de liaison

L’énergie de liaison est l’énergie nécessaire pour disloquer le noyau. De fait, elle
est liée au défaut de masse ∆m, c’est à dire à la différence entre la masse m du
noyau de l’atome et la somme des masses des constituants :
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∆m = m− 931.501(1.007276Z + 1.008665N) MeV/c2 (25)

Pour exemple, l’énergie de liaison du 208Pb peut s’obtenir comme suit :

Eb = ∆mc2 = (193687, 11−(82×1, 007276+126×1, 008665)×931, 501) MeV = −1637, 86 MeV
(26)

On alors E/A= 7, 87 MeV pour ce noyau.
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