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Résumé

Au cours des dernières décennies, la méthode de la fonctionnelle de la densité
d’énergie (« Energy Density Functionnal » ou EDF) a su s’imposer comme un outil
de choix pour l’étude de l’ensemble de la carte des noyaux hormis les plus légers.
À l’aide d’une interaction effective, d’un choix relativement simple pour la fonction
d’onde décrivant le système et de l’application d’un principe variationnel, cette mé-
thode permet de rendre compte d’un ensemble de propriétés du noyau atomique.
Parmi ces propriétés on peut citer l’énergie ou la forme de l’état fondamental, les
barrières de fission ou les bandes rotationnelles obtenues à l’aide de calculs à l’ap-
proximation du champ moyen (single-reference) ou encore les différents modes d’ex-
citations du noyau qu’ils soient individuels ou collectifs à l’aide de calcul allant
au-delà de l’approximation du champ moyen (multi-reference). Dans ce manuscrit,
nous utilisons ce cadre théorique pour étudier les noyaux. Plus précisément nous
discutons des propriétés et du pouvoir prédictif d’interactions effectives qui sont
utilisées pour décrire différents systèmes nucléaires. Nous présentons également une
nouvelle interaction effective permettant de résoudre certains problèmes rencontrés
dans les calculs au-delà de l’approximation du champ moyen.

Dans la première partie nous avons mis l’accent sur la description de phénomènes
liés à ce que l’on peut considérer comme la « surface » du noyau en utilisant une in-
teraction de portée nulle (interaction de Skyrme). Cette étude s’inscrit dans la suite
de travaux, initiés par R. Jodon, qui ont permis la création d’un protocole d’ajus-
tement simple requérant principalement une contrainte sur le coefficient d’énergie
de surface pour décrire différentes propriétés liées à la déformation. Nous sommes
partis de ces résultats et avons étendu le protocole en prenant en compte le terme à
deux corps de la correction du mouvement du centre de masse lors de l’ajustement
des paramètres de l’interaction puisqu’il a été démontré que ce terme a un impact
direct sur les prédictions concernant les phénomènes liés à la déformation.

Dans la seconde partie, nous avons étudié des interactions de portée finie (de
type « Gogny ») et leurs propriétés vis à vis d’instabilités de taille finie qui sont des
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transitions de phase non-physiques. Notre intérêt s’est plus particulièrement porté
sur l’interaction D2 proposée par F. Chappert. Nous avons étudié les performances
de cette interaction et surtout les améliorations apportées par l’évolution du terme
dépendant de la densité (ce terme étant de portée finie pour l’interaction D2 alors
qu’il est de portée nulle pour les autres interactions de Gogny).

Toutes les interactions effectives discutées jusqu’à présent dans ce manuscrit
contiennent un terme dépendant de la densité. Ce terme étant utilisé en raison de sa
simplicité et parce qu’une interaction effective ne contenant que des termes à deux
corps sans dépendance en densité ne permet pas de reproduire de manière satisfai-
sante les propriétés des noyaux et de la matière infinie à l’approximation du champ
moyen. Il a cependant été démontré que ce terme dépendant de la densité conduisait
à des problèmes formels et techniques pour les calculs au-delà de l’approximation
du champ moyen.

Dans la dernière partie de ce manuscrit, dans le but d’avoir une interaction
utilisable à l’approximation du champ moyen et au-delà, nous avons développé une
interaction contenant des termes à deux corps régularisés et contenant un terme
à trois corps « semi-régularisé » permettant de s’affranchir du terme dépendant
de la densité. Cette interaction est la première permettant d’obtenir des résultats
raisonnables à l’approximation du champ moyen et ne contenant pas de dépendance
en densité ce qui ouvre la porte aux calculs au-delà du champ moyen. Ce manuscrit
contient une description détaillée de la structure de cette interaction et du protocole
qui a été utilisé pour ajuster ses paramètres.
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Introduction

Le noyau atomique fut découvert par Rutherford en 1911 [1]. Depuis, il a été
compris que le noyau est un système lié composé de protons et de neutrons en inter-
action mutuelle. Le noyau est donc un système quantique à N corps en interaction et
par conséquent extrêmement complexe à modéliser. Le nombre de constituants est
généralement trop grand pour qu’une résolution exacte du problème à N corps soit
possible et trop petit pour un traitement statistique. La première tentative ayant
pour but une description du noyau fut macroscopique avec le modèle de la goutte
liquide [2]. Ce dernier permet une excellente reproduction des masses mais est vite
limité pour une étude plus approfondie comme des prédictions sur des modes d’ex-
citations par exemple. Un traitement microscopique avec des interactions effectives
est donc nécessaire si l’on veut pouvoir étudier plus en avant les caractéristiques du
noyau.

Dans ce manuscrit nous allons nous focaliser sur la méthode connue sous le
nom de fonctionnelle de la densité d’énergie (EDF). Cette méthode de par son coût
numérique relativement faible en comparaison à d’autres approches microscopiques,
a su faire ses preuves au cours des années et a réussi à s’imposer comme un outil
extrêmement puissant pour étudier l’ensemble de la carte des noyaux.

On peut distinguer deux classes de calculs EDF : (i) les calculs à l’approximation
du champ moyen qui sont appelés dans la littérature single-reference (SR) et (ii) les
approches allant au-delà du champ moyen par mélange de configurations appelées
multi-reference (MR). Un calcul SR consiste en l’utilisation d’une fonction d’onde
« produit » relativement simple accompagnée de l’application d’un principe varia-
tionnel. Ceci permet d’obtenir une approximation de l’état fondamental du noyau
ainsi qu’un ensemble de propriétés statiques comme les énergies de liaison ou les
rayons de charges pour ne citer que celles-ci. Pour autant, un calcul SR est souvent
trop simplifié et va briser des symétries qui ne peuvent être restaurées qu’en passant
à un calcul MR. Une approche MR va permettre d’aller au-delà des simplifications
qui ont été faites au niveau SR. Un mélange de configurations est opéré, ce qui per-

1



2

met un enrichissement de la fonction d’onde et la prise en compte de corrélations
supplémentaires.

Nous n’allons pas nous intéresser ici directement à l’aspect formel des calculs
mais plutôt aux interactions effectives utilisée pour leurs mises en œuvre. Celles dont
nous allons discuter sont les interactions non-relativistes de Skyrme [3], de Gogny [4]
et les interactions dites « régularisées » [5–8] qui sont également des interactions
de portée finie. Les premières sont des interactions de contact et les deuxièmes
de portée finie. Il faut noter que leurs structures actuelles rendent impossibles les
calculs MR sans difficultés ou ambiguités [9–13] notamment en raison de l’utilisation
de termes dépendants de la densité, c’est la principale raison pour laquelle nous
nous tournerons vers les interactions régularisées qui semblent permettre de pouvoir
contourner ces problèmes.

Durant sa thèse, R. Jodon, a développé un moyen de contraindre les paramètres
de l’interaction de Skyrme de sorte à pouvoir reproduire les barrières de fission des
noyaux ainsi que leurs propriétés de déformation. Pour cela il s’est concentré sur le
coefficient d’énergie de surface asurf . Ceci a permis la construction de la paramétrisa-
tion SLy5s1 qui fut un succès [14,15], mais qui a le défaut de donner des prédictions
pour les énergies de liaison qui ne sont pas satisfaisantes.

La première partie de cette thèse s’inscrit dans la continuité de ses travaux.
Nous allons utiliser les résultats obtenus au cours de sa thèse pour réajuster une
paramétrisation permettant de pallier aux défauts de SLy5s1. En plus de cela, nous
avons étudié l’impact de la correction à deux corps du mouvement du centre de
masse qui va jouer un rôle sur les propriétés de surface.

Dans la seconde et troisième partie nous allons nous intéresser aux interactions
de portée finie. Le but est d’arriver à une interaction sans dépendance en densité
permettant ainsi un calcul au-delà du champ moyen débarrassé de tout caractère
intrinsèquement pathologique.

Pour cela, nous allons commencer dans la seconde partie à étudier l’interaction de
Gogny D2 qui a vu son terme dépendant de la densité évoluer d’une portée nulle vers
une portée finie. Ceci donne à la fonctionnelle une structure qui est similaire à celle
obtenue avec l’interaction à trois corps qui sera développée à la fin de ce manuscrit.
Nous voulons donc en étudier les différents aspects dans un premier temps, puis sa
stabilité avant de passer à l’interaction à trois corps.

Dans la dernière partie, nous exposerons donc la forme du nouveau pseudo-
potentiel à trois corps qui a été développé avec pour but une future utilisation dans
des calculs MR, les résultats obtenus et les perspectives d’améliorations.



Première partie

Modélisation du noyau
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1
Théorie du champ moyen

1.1 Hamiltonien nucléaire

Le hamiltonien du système qui contient A nucléons s’écrit :

Ĥ =
A
∑

i=1

p̂
2
i

2m
+

A
∑

i<j

v̂ij +
A
∑

i<j<k

v̂ijk + . . . , (1.1)

où le premier terme correspond à l’énergie cinétique, le second à l’interaction à deux
corps, puis à trois corps et ainsi de suite.

L’équation de Schrödinger stationnaire à résoudre est alors :

Ĥ|ψ(x1, x2, ..., xN)〉 = E|ψ(x1, x2, ..., xA)〉 . (1.2)

Ici, les xi représentent les coordonnées généralisées x = (r, σ, q) avec r la position,
σ la projection du spin et q la projection de l’isospin (q = 1

2
pour les neutrons et

q = −1
2

pour les protons). Mis à part les systèmes légers, ou les noyaux au voisinage
de fermetures de couches, il est en général impossible de résoudre l’équation à A
corps (1.2) de manière exacte. Une approche possible pour résoudre cette équation
est l’approximation du champ moyen. Au lieu de chercher à résoudre l’équation (1.1)
avec un Hamiltonien « réaliste » et une solution appartenant à l’espace de Hilbert
des fonctions d’onde à A nucléons, nous allons considérer une interaction effective et
faire l’approximation de particules indépendantes soumises à potentiel moyen créé
par l’ensemble des nucléons. Cette hypothèse peut se justifier par le fait que le libre
parcours moyen des nucléons dans le noyau est du même ordre de grandeur que la
taille du système [16]. Cette approximation va permettre de passer de l’équation (1.2)
à A corps à un ensemble de A équations (couplées) à un corps.

Maintenant que nous avons discuté l’idée générale de l’approximation du champ
moyen, voyons quelques techniques utilisées en pratique.
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6 CHAPITRE 1. THÉORIE DU CHAMP MOYEN

1.2 Approximation Hartree-Fock

Nous allons rappeler les principales étapes de la dérivation des équations de
Hartree-Fock (HF) [17]. Les notations utilisées sont, pour la plupart, celles des ar-
ticles [18,19] et [20] dans lesquels on pourra trouver des discussions plus complètes.

On considère, pour simplifier, une interaction effective à deux corps dont les
constantes de couplage ne dépendent pas de la densité. Cette interaction s’écrit
dans le formalisme de la seconde quantification :

V̂ =
1

2

∑

ijkl

〈ij|V |kl〉a†ia†jalak . (1.3)

Les indices i, j, k et l représentent les indices des états d’une base (discrète ou conti-
nue) de l’espace des fonctions d’onde à un corps. L’opérateur hamiltonien effectif
est alors

Ĥ = T̂ + V̂ =
∑

ij

tija
†
iaj +

1

2

∑

ijkl

Vijkl a
†
ia

†
jalak , (1.4)

où le premier terme est l’énergie cinétique et Vijkl = 〈ij|V |kl〉.
La méthode de Hartree-Fock consiste à utiliser un état décrivant A fermions

indépendants comme fonction d’essai. Cette fonction peut s’écrire comme un déter-
minant de Slater c’est à dire, en seconde quantification,

|ΨHF〉 =
A
∏

i=1

a†i |−〉 , (1.5)

où |−〉 représente le vide et les opérateurs a†i les opérateurs de création de nucléons
dans les états à une particule |ϕi〉. On introduit la densité à un corps

ρij = 〈ΨHF|a†jai|ΨHF〉 , (1.6)

et la valeur moyenne de l’énergie peut alors s’écrire

E[ρ] = 〈ΨHF|Ĥ|ΨHF〉 =
A
∑

i,j=1

tijρji +
1

2

A
∑

i,j=1

Vijkl (ρkiρlj − ρliρkj) . (1.7)

La minimisation de l’énergie E, avec la condition que les fonctions individuelles |ϕi〉
doivent rester orthonormées, conduit aux équations de Hartree-Fock qui peuvent
s’écrire :

[h, ρ] = 0 , (1.8)

où on a introduit le champ moyen à un corps

hij =
∂E[ρ]

∂ρji
. (1.9)
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L’équation (1.8) signifie qu’il existe une base de fonctions {|ϕi〉}i∈N∗ dans laquelle
les opérateurs h et ρ sont simultanément diagonaux. Cette condition s’écrit en re-
présentation coordonnée x ≡ (rσq)

∫

dx′ h(x, x′)ϕi(x) = εiϕi(x) . (1.10)

Dans cette équation, le symbole « intégrale » représente les sommes discrètes et
continues sur l’ensemble des coordonnées

∫

dx′ ≡
∑

σ′q′

∫

d3r′ . (1.11)

Dans l’équation (1.10), la quantité εi s’interprète comme l’énergie de l’état indivi-
duel |ϕi〉 .

De par leurs faibles coûts numériques, les calculs HF présentent un intérêt in-
déniables. Avec de telles méthodes il est facile d’explorer la carte des noyaux dans
son ensemble et d’étudier les noyaux lourds à superlourds, chose qui est actuelle-
ment impossible avec d’autres méthodes de calcul. Ce qui en fait la grande force de
l’approximation du champ moyen HF. En revanche, elle nécessite de se limiter à un
déterminant de Slater comme fonction d’onde pour décrire le noyau. Or, une fonc-
tion produit qui ne prend en compte aucune corrélation entre les nucléons s’avère
être une trop grande simplification et va passer à côté de toutes les corrélations qui
rendent la physique du noyau extrêmement variée.

Par exemple, on voit dans les spectres d’énergie des noyaux une différence de
comportement entre les noyaux pairs et impairs. Les noyaux pairs ont une densité
de niveau au-dessus de l’état fondamental plutôt faible en par rapport à leurs ho-
mologues impairs qui vont eux avoir une multitude d’excitations possibles au-dessus
de cet état.

Ce phénomène va être compris en 1958 par A. Bohr, B. Mottelson et D. Pines [21]
comme l’équivalent de la supraconductivité en physique de la matière condensée.
Dans les noyaux, c’est la superfluidité, engendrée par les paires de quasi-particules
qui va permettre de fournir des explications pour un certain nombre de phénomènes
comme :

• l’oscillation des masses entre des isotopes pairs et impairs ;

• les spectres des bandes rotationnelles [22] ;

• les différences entre les barrières de fission des isotopes pairs et impairs (de
l’uranium [23] par exemple).

Il a très vite été compris qu’il était indispensable de rajouter cet ingrédient pour
avoir une description plus pertinente des noyaux. Pour cela, on va donc avoir besoin
d’enrichir la fonction d’onde.
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1.3 Approximation de Hartree-Fock-Bogolyubov

La méthode de Hartree-Fock-Bogolyubov (HFB) est une généralisation de l’ap-
proximation HF permettant de traiter le cas des noyaux à couches ouvertes. Dans
cette approche, la fonction d’essai |ΨHFB〉 est un état de quasi-particules indépen-
dantes qui est une superposition d’états du type (1.5) représentant différentes pos-
sibilités pour occuper des états de paires de quasi-particules HF [24].

La valeur moyenne de l’énergie du noyau peut s’exprimer à l’aide de la densité
à un corps (1.6) et de la densité d’appariement qui s’écrivent en représentation
coordonnées

ρ(rσq, r′σ′q′) = 〈ΨHFB|a†r′σ′q′arσq|ΨHFB〉 , (1.12)

ρ̃(rσq, r′σ′q′) = −2σ′〈ΨHFB|ar′-σ′q′arσq|ΨHFB〉 . (1.13)

Si les états de quasi-particules considérés ne mélangent pas les protons et les neu-
trons, ces densités sont diagonales en q et on notera

ρ(rσq, r′σ′q′) = ρq(rσ, r
′σ′) δqq′ , (1.14)

ρ̃(rσq, r′σ′q′) = ρ̃q(rσ, r
′σ′) δqq′ . (1.15)

Pour des noyaux invariants par renversement du temps, ces matrices vérifient les
relations :

ρ∗(x1, x2) = ρ(x2, x1) , (1.16)

ρ̃∗(x1, x2) = ρ̃(x2, x1) , (1.17)

ρ(x1, x2) = 4σ1σ2ρ(x2, x1) , (1.18)

ρ̃(x1, x2) = 4σ1σ2ρ̃(x2, x1) , (1.19)

où on a utilisé la notation x = (r -σq). Pour un noyau invariant par renversement
du temps, l’énergie s’écrit

E =
~
2

2m

∫

d3r τ0(r)

+
1

2

∫

dx1 dx2 dx3 dx4 V (x1, x2; x3, x4) [ρ(x3, x1)ρ(x4, x2)− ρ(x4, x1)ρ(x3, x2)]

+
1

2

∫

dx1 dx2 dx3 dx4 4s2s4 V (x1, x2; x3, x4)ρ̃(x2x1)ρ̃(x3, x4) , (1.20)

où on a introduit la densité cinétique

τ0(r) = ∇ · ∇′
∑

qσ

ρq(rσ, r
′σ)

∣

∣

∣

∣

r=r′

. (1.21)

Comme l’état |ΨHFB〉 n’est pas un état propre du nombre de particules, la valeur
moyenne de l’énergie doit être minimisée en ajoutant des contraintes permettant
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d’avoir en moyenne N neutrons et Z protons. Ces contraintes sont obtenues en
introduisant les multiplicateurs de Lagrange λn et λp qui sont ajustés de manière à
obtenir les nombres de neutrons et de protons voulus.

On définit les champs moyens normaux hq et les champs d’appariement h̃q par

hq(r1σ1, r2σ2) =
∂E

∂ρq(r2σ2, r1σ1)
, (1.22)

h̃(r1σ1, r2σ2) =
∂E

∂ρ̃(r2σ2, r1σ1)
. (1.23)

Les équations de HFB obtenues en minimisant l’énergie avec ces contraintes peuvent
alors se mettre sous la forme

[Wq,Rq] = 0 , (1.24)

où l’on a introduit les notations

Wq =

(

hq − λq h̃q
h̃q −hq + λq

)

, (1.25)

et

Rq =

(

ρq ρ̃q
ρ̃q δ(r− r

′)δσσ′ − ρq

)

. (1.26)

Comme dans le cas (1.8), l’équation (1.24) signifie qu’il existe une base de fonc-
tions dans laquelle les opérateurs Wq et Rq sont simultanément diagonaux. Cette
condition s’écrit en représentation coordonnée

∫

d3r′
∑

σ′

(

hq(rσ, r
′σ′) h̃q(rσ, r

′σ′)

h̃q(rσ, r
′σ′) −hq(rσ, r′σ′)

)(

Ui(r
′σ′q)

Vi(r
′σ′q)

)

=

(

Ei + λq 0
0 Ei − λq

)(

Ui(rσq)
Vi(rσq)

)

,

(1.27)

où les spineurs
(

Ui(rσq)
Vi(rσq)

)

. (1.28)

sont les fonctions d’ondes des quasi-particules de Bogolyubov en représentation co-
ordonnée.

1.4 Calculs avec contraintes

Sans être rentré dans les détails, nous avons déjà exposé un exemple de calcul
contraint avec les équations (1.25) et (1.27). Nous avons imposé, lors du calcul, de
trouver en moyenne le bon nombre de neutrons et de protons à l’aide de multiplica-
teurs de Lagrange. Bien évidemment, rien ne nous empêche de faire le même type
de calculs en ajoutant d’autres contraintes.
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1.4.1 Calculs Hartree-Fock contraints (CHF ou CHFB)

Lors de l’application du principe variationnel, nous trouvons un état permettant
de minimiser l’énergie comme dans les équations (1.8) ou (1.26). Cet état, si on n’au-
torise pas le système à explorer diverses coordonnées collectives, peut correspondre
à un minimum local ou un point-selle. Un moyen d’explorer plus en avant l’espace de
configurations est d’imposer une ou plusieurs contraintes lors du calcul, et ainsi d’
étudier l’évolution de l’énergie en fonction de ces contraintes. Pour cela, considérons
un opérateur Ô, on va chercher à trouver l’état |ΨHFB〉 qui minimise l’énergie tout
en satisfaisant la contrainte 〈ΨHFB|Ô|ΨHFB〉 = O(0). On peut, par exemple, traiter
ce problème à l’aide d’une contrainte quadratique :

δR = δ{〈ΨHFB|(Ĥ − C(Ô −O(0))2)|ΨHFB〉} = 0 , (1.29)

où C est un coefficient positif représentant l’intensité de la contrainte. Ce type de
contrainte quadratique permet d’obtenir un routhien convexe par rapport à la valeur
moyenne de Ô et garantit donc l’existence d’un minimum. Pour une discussion plus
détaillée concernant l’implémentation des contraintes dans les calculs que nous avons
effectués, on pourra se reporter à la thèse de W. Ryssens [25].

On peut considérer un cas particulier pour donner un exemple de calcul avec
contrainte.

La plupart des noyaux ont un état fondamental déformé, les noyaux sphériques
étant finalement relativement rares. Il faut donc être capable d’explorer la surface
d’énergie si l’on veut être en mesure de trouver l’état de plus basse énergie en
fonction de la déformation. On fera alors des calculs avec comme contrainte une (ou
plusieurs) déformation(s) paramétrée(s) par les multipôles Q̂lm de la distribution de
nucléons :

δR = δ
{

〈ΨHFB|
[

Ĥ −
∑

lm

Clm(Q̂lm −Q
(0)
lm)2

]

|ΨHFB〉
}

. (1.30)

Ici, Q(0)
lm est la (ou les) valeur(s) visée(s). Un tel calcul nous permet d’obtenir une

surface d’énergie en fonction de la déformation comme représentée sur la figure 1.1.

Ceci est un exemple de calcul contraint, mais cet exercice peut se faire sur toute
variable considérée comme pertinente pour l’étude d’un système donné, comme par
exemple le moment angulaire pour étudier les bandes rotationnelles, ce que l’on
nomme un calcul « cranké ».

De plus, comme nous allons le voir dans la partie suivante, les états que l’on
peut construire grâce à un calcul CHF ou CHFB, nous permettent d’obtenir des
fonctions d’onde que l’on pourra utiliser dans le cadre de la méthode de la coordonnée
génératrice (GCM).
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Figure 1.1 – Surface d’énergie pour le 194Pu en fonction de la déformation qua-
drupolaire Q20 et octupolaire Q30. Figure tirée de [26].

1.5 Calculs au-delà du champ moyen ou multi-réfé-
rences

Dans les parties précédentes, nous avons présenté de manière schématique le
formalisme du champ moyen et donné des explications générales sur les méthodes
de calculs HF et HFB.

Comme nous l’avons vu, il est possible, à l’aide d’un calcul à l’approximation
du champ moyen, d’extraire beaucoup de propriétés intéressantes concernant les
noyaux. Il est néanmoins important de souligner que les fonctions d’onde du type
|ΨHF〉 ou |ΨHFB〉 restent des déterminants de Slater (généralisés dans le cas HFB),
ce qui nous empêche de prendre en compte certaines corrélations pouvant apparaître
dans la fonction d’onde décrivant un noyau.

Le choix fait pour la fonction d’onde et les contraintes appliquées conduisent à
la brisure d’un certain nombre de symétries de l’interaction telles l’invariance rota-
tionnelle ou l’invariance par translation. De plus, lors d’un calcul HFB, le nombre de
particules n’est pas conservé et doit donc aussi, en principe, être restauré. Dans tous
ces cas, la meilleure solution est une restauration des symétries brisées en faisant une
projection de la fonction d’onde HF (HFB) dans le but de retrouver un système avec
des bons nombres quantiques. Deux approches existent, on peut faire une projection
avant variation (appelée VAP) ou une projection après variation (PAV). La première
solution est plus coûteuse en temps de calcul. La seconde méthode (PAV) permet
d’obtenir des résultats pour un coût moindre, puisque l’on opère les projections sur
un état après avoir appliqué le principe variationnel.
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Une autre manière de prendre en compte plus de corrélations dans la fonction
d’onde peut se faire à l’aide de la « méthode de la coordonnée génératrice » (GCM).

Ce que l’on nomme communément un calcul au-delà du champ moyen, ou multi-
reference, correspond donc à enrichir la fonction d’onde dans le but de retrouver les
corrélations manquantes dans un calcul au niveau champ moyen (single-reference).

Dans la partie suivante, nous allons succintement parler de la méthode GCM.
La brisure et restauration de symétrie sera évoquée dans le dernier chapitre de ce
manuscrit.

1.5.1 Principe général de la GCM

La méthode de la coordonnée génératrice développée par Hill, Wheeler et Grif-
fin [27, 28] permet en partant d’un ensemble d’états HF(B) {|Φq〉} (où q représente
par exemple la valeur moyenne d’une coordonnée collective donnée), de construire
une fonction d’onde qui sera une superposition d’états produits caractérisés par des
configurations intrinsèques différentes. Une fonction d’onde GCM est définie comme :

|ΨGCM〉 =
∫

dq f(q)|Φq〉 . (1.31)

Ici, q correspond à ce qu’on appelle une coordonnée génératrice et f(q) la fonction
de pondération associée à chaque état.

Le principe utilisé pour déterminer la fonction f est le même que celui utilisé pour
les calculs à l’approximation du champ moyen. Un principe variationnel appliqué à
la valeur moyenne de l’énergie dans l’état (1.31) va permettre de déterminer f en
écrivant :

δ

δf(q)

〈ΨGCM|Ĥ|ΨGCM〉
〈ΨGCM|ΨGCM〉

= 0 , (1.32)

ce qui conduit aux équations de Hill-Wheeler (HW) :
∫

dq
{

〈Φq′ |Ĥ|Φq〉 − E〈Φq′ |Φq〉
}

f(q) = 0 . (1.33)

Nous pouvons par exemple prendre un ensemble d’états HF(B) avec des contraintes
différentes sur le paramètre de déformation Qlm dont la valeur moyenne servira de
coordonnée collective.

Il est aussi possible de voir la restauration de symétrie comme un cas particulier
de GCM, où les fonctions de poids f dépendent du groupe auquel appartient la
symétrie à restaurer. Il n’y a à priori aucune restriction sur le choix de la coordonnée
génératrice hormis la pertinence vis à vis du phénomène étudié.
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2
Protocole d’ajustement

Ce chapitre servira à introduire l’interaction de Skyrme. Nous aborderons princi-
palement la manière de contraindre les paramètres d’une interaction à l’aide d’une
fonction de pénalité. Nous discuterons des observables que l’on peut y mettre ainsi
que les difficultés que l’on peut rencontrer lors de l’ajustement. Comme cette partie
vise à étudier les systèmes où la déformation joue un rôle central, nous finirons par
détailler le protocole d’ajustement que nous avons mis au point dans cette pers-
pective. Nous nous sommes principalement concentrés sur l’impact de la valeur du
coefficient d’énergie de surface, sur le traitement de la correction du mouvement du
centre de masse et sur le rôle de la masse effective sur les observables calculées.

Contents
2.1 Fonctionnelle standard de Skyrme utilisée . . . . . . . . . 15

2.2 Ajustement à l’aide d’une fonction de pénalité . . . . . . 17

2.2.1 Description du χ2 . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 17

2.2.2 Coefficient d’énergie de surface . . . . . . . . . . . . . . . 20

2.2.3 Correction du mouvement du centre de masse . . . . . . . 21

2.2.4 Autres contraintes du protocole . . . . . . . . . . . . . . . 23

2.3 Conclusion sur le protocole d’ajustement . . . . . . . . . 31

2.1 Fonctionnelle standard de Skyrme utilisée

Pour cette étude, nous avons utilisé la fonctionnelle standard de Skyrme [3].
Celle-ci permet la description de l’interaction effective entre nucléons dans le milieu
nucléaire à l’approximation du champ moyen.

Cette interaction est de portée nulle ce qui est modélisée par un delta de Dirac.
La portée est simulée par la non-localité des termes en gradients.
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De plus, l’interaction standard de Skyrme contient un terme dépendant de la
densité. Ce dernier apparaît pour remplacer un terme à trois corps (ou plus), car
sans ce terme il est impossible de pouvoir décrire de manière appropriée certaines
propriétés, notamment la masse effective [29]. Nous reviendrons sur ce point dans
la suite de ce manuscrit au chapitre 6 lorsque nous aborderons l’interaction semi-
régularisée. L’interaction de Skyrme à deux corps standard [18, 30, 31] s’écrit de la
manière suivante :

V̂Sky(x1, x2;x3, x4) =δ(r3 − r1)δ(r2 − r4)δ(r2 − r1)× (2.1)
[

t0

(

1̂σ1̂τ + x01̂τ P̂
σ
)

+ 1
2 t1

(

1̂σ1̂τ + x11̂τ P̂
σ
) [

k̂∗2
12 + k̂2

34

]

+ t2

(

1̂σ1̂τ + x21̂τ P̂
σ
)

k̂∗
12 · k̂34

+ 1
6 t3

(

1̂σ1̂τ + x31̂τ P̂
σ
)

ρα0 (R12)

+ iW0 (σ̂13δσ2σ4 + σ̂24δσ1σ3) · (k̂∗
12 × k̂34)

]

.

Avec comme définition :

|xi〉 = |riσiqi〉, (2.2)

1̂σ = δσ1σ3δσ2σ4 , (2.3)

1̂τ = δτ1τ3δτ2τ4 , (2.4)

P̂σ = δσ1σ4δσ2σ3 , (2.5)

P̂τ = δτ1τ4δτ2τ3 , (2.6)

σ̂ij = 〈σi|σ̂|σj〉, (2.7)

k̂ij = − i

2
(∇̂i − ∇̂j), (2.8)

Rij =
1

2
(ri + rj), (2.9)

où kij correspond au moment relatif entre les nucléons, Rij est la position du centre
de masse entre les positions de deux nucléons et σ̂ij les éléments de matrice du vecteur
de matrices de Pauli. Il existe aussi des versions plus raffinées avec l’ajout d’un terme
tenseur comme les interactions de la série de forces TIJ [32,33], des dépendances en densité
supplémentaires [34], des termes dépendants des dérivées jusqu’aux ordres quatre et six [35]
ou encore des termes à trois voire quatre corps [36,37] à la place de la dépendance en densité.

L’usage d’une interaction de portée nulle permet d’alléger considérablement les calculs
numériques puisque seule une intégrale sera présente lors du calcul de la valeur moyenne
de l’énergie.

L’énergie du système considéré sera alors donnée par :

ESky = 〈Ψ|V̂Sky|Ψ〉 =
∫

d3rESky(r) . (2.10)
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Ici, |Ψ〉 correspond à un état HF(B) comme donné par l’équation (1.5).
La matrice densité à un corps, comme définie au chapitre 1 par l’équation (1.12), peut

être décomposée sur la base formée par la matrice identité et les matrices de Pauli dans
les espaces de spin et d’isospin :

ρ(r1σ1τ1, r2σ2τ2) =
1

4

{

ρ0(r1, r2)δσ1σ2δτ1τ2 + ρ1(r1, r2)〈τ1|τ̂z|τ2〉δσ1σ2 (2.11)

+ s0(r1, r2) · 〈σ1|σ̂|σ2〉δτ1τ2 + s1(r1, r2)〈τ1|τ̂z|τ2〉 · 〈σ1|σ̂|σ2〉
}

,

avec les densités

• scalaire-isoscalaire : ρ0(r1, r2) =
∑

σq
ρ(r1σq, r2σq) ,

• scalaire-isovectorielle : ρ1(r1, r2) =
∑

σq1q2

ρ(r1σq1, r2σq2)〈q2|τ̂z|q1〉 ,

• vectorielle-isoscalaire : s0(r1, r2) =
∑

σ1σ2q
ρ(r1σ1q, r2σ2q)〈σ2|σ̂|σ1〉 ,

• vectorielle-isovectorielle : s1(r1, r2) =
∑

σ1σ2q1q2

ρ(r1σ1q1, r2σ2q2)〈σ2|σ̂|σ1〉〈q2|τ̂z|q1〉 .

On peut aussi définir les densités locales obtenues à partir des définitions précédentes
(pour simplifier les définitions sont écrites pour une espèce q) :

• ρq(r) = ρq(r, r
′)|r=r′ ,

• sq(r) = ~sq(r, r
′)|r=r′ ,

• τq(r) = ∇r ·∇r′ρq(r, r
′)|r=r′ : densité cinétique,

• Tq(r) = ∇r ·∇r′ sq(r, r
′)|r=r′ : densité cinétique de spin,

• jq(r) = − i
2(∇r −∇r′)ρq(r, r

′)|r=r′ : densité de courant,

• Jq,µν(r) = − i
2(∇r,µ −∇r′,µ)sq,ν(r, r

′)|r=r′ : la densité de spin-courant,

• Fq,µ(r) =
1
2

∑

ν(∇r,µ∇r′,ν +∇r′,µ∇r,ν)sq,ν(r, r
′)|r=r′ : densité cinétique tensorielle.

Les densités ρq(r),τq(r) et Jµν(r) sont paires par renversement du temps, tandis que les
densités sq(r), Tq(r), jq(r) et Fq(r), sont impaires par renversement du temps.

2.2 Ajustement à l’aide d’une fonction de pénalité

2.2.1 Description du χ2

Comme nous avons pu le voir, la forme standard de l’interaction de Skyrme (2.1) fait
intervenir 10 paramètres (t0, x0, t1, x1, t2, x2, t3, x3, α, W0). Dans cette étude α sera
constant et égal à 1/6, ce qui permet d’obtenir des valeurs raisonnables pour la masse
effective et pour le module d’incompressibilité dans la matière infinie [38]. Pour que cette
interaction puisse permettre de décrire les propriétés des noyaux, il va falloir ajuster les
paramètres. Pour cela, nous allons nous servir d’observables que l’on va séparer en deux
catégories.
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D’un côté celles que l’on nommera « pseudo-observables » : elles sont reliées aux pro-
priétés de milieux idéalisés correspondants à certaines limites des systèmes nucléaires telle
que la matière nucléaire (semi-)infinie. On trouvera dans cette catégorie des observables
comme l’énergie par nucléon E/A, le module d’incompressibilité (K∞), etc...

L’autre catégorie correspond à des propriétés de noyaux provenant de données expéri-
mentales. On pourra y trouver des énergies de liaison, des rayons de charge ou encore des
profils de densité de charge.

À l’aide de l’ensemble de ces observables, nous allons pouvoir contraindre les para-
mètres de l’interaction en utilisant la méthode des moindres carrés. Le but va être de
trouver dans l’espace des paramètres pi le vecteur p0 permettant de reproduire au mieux
l’ensemble des observables choisies. Ceci se traduira mathématiquement par la minimisa-
tion de l’expression suivante :

χ2 =
∑

i

χ2
i avec χ2

i =

(Oth
i (p)−Oexp

i

∆Oi

)2

. (2.12)

Où ici nous avons :

• χ2 −→ Fonction de pénalité ;

• Oth
i (p) −→ Valeur de l’observable calculée à l’aide de l’interaction ;

• Oexp
i −→ Valeur de l’observable que l’on veut reproduire ;

• ∆Oi −→ Tolérance sur l’observable.

Algorithme de minimisation : Approximation quadratique du χ2

Lorsque l’on parle d’approximation quadratique du χ2, on va considérer que pour des
petites variations des paramètres, les observables que l’on utilise dans le protocole de
minimisation varient linéairement avec les paramètres. Autrement dit on a :

Oth
i (p) ≈ Oth

i (p0) +

N
∑

k=1

δpk
∂Oth

i (p0)

∂pk
= ai0 +

N
∑

k=1

δpkaik . (2.13)

Cette approximation prend tout son sens si l’on se trouve au voisinage d’un extremum. De
cette manière, le χ2 pourra être exprimé comme :

χ2 =
M
∑

i=1

1

∆O2
i

(

Oth
i (p)−Oexp

i

)2

≈
M
∑

i=1

1

∆O2
i

(

ai0 +
N
∑

k=1

δpkaik −Oexp
i

)2

. (2.14)

La minimisation revient donc à trouver l’ensemble des équations pour lesquelles la
dérivée première de la fonction de pénalité par rapport aux paramètres s’annule :

∂χ2

∂pk
= 0 . (2.15)
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Ce qui nous conduit au système linéaire suivant :

Mδp = b , (2.16)

avec M et b donnés par :

Mkk′ =
M
∑

i=1

aikaik′

∆O2
i

, (2.17)

et

bk =

M
∑

i=1

(Oexp
i − ai0)aik

∆O2
i

. (2.18)

Les solutions δpk du système (2.16) donnent les variations des paramètres permettant de
se rapprocher du minimum. L’algorithme consiste à commencer le calcul avec des valeurs
initiales pour les paramètres p(0)k , puis utiliser le système (2.16) pour calculer de nouveaux

paramètres p(1)k = p
(0)
k + δpk et itérer jusqu’à la convergence.

Maintenant vient une question plus délicate au cœur du protocole d’ajustement : quelles
observables doit-on choisir pour contraindre les paramètres ?

Il est bon de faire une petite précision dès maintenant. Les capacités prédictives d’une
interaction sont le résultat d’un choix que l’on fait pendant l’ajustement. Ce dernier va
être motivé par ce que l’on veut étudier avec l’interaction. Il serait naïf de penser qu’il
est possible de construire une interaction qui pourrait être considérée comme universelle
et capable de reproduire toutes les données en même temps. De plus, dans notre cas, nous
développons une interaction utilisable à l’approximation du champ moyen. Dès lors, les
choix qui seront fait ne prennent pas en compte l’étudier des phénomènes décrits au-delà
de ce niveau d’approximation.

Motivations

Dans notre cas, nous voulons ajuster une interaction permettant de reproduire au
mieux les phénomènes que l’on considère comme liés aux propriétés de « surface » du
noyau comme : la déformation, la coexistence de forme, les barrières de fission ou encore,
indirectement, les bandes rotationnelles. Il est clair que tous ces phénomènes sont corrélés
au coefficient d’énergie de surface asurf comme les études de Bartel ou de Jodon [39, 40]
l’ont montré.

Notre travail s’inscrit donc dans la suite de ceux des références [40] et [15] sur les
propriétés de surface des noyaux lourds et superlourds. À la suite de ces travaux, la série
de paramétrisations SLy5sX fut ajustée, notamment la plus utilisée SLy5s1.

Ce qui nous pousse à aller au-delà de SLy5s1 tient au fait que malgré sa capacité à
reproduire les propriétés liées aux déformations des noyaux [15,41], les prédictions obtenues
avec cette paramétrisation pour les énergies de liaison des noyaux laissent à désirer.

Nous allons donc reprendre une partie du protocole qui a servi à ajuster cette paramé-
trisation tout en améliorant les points qui lui font défaut.

19



Chapitre 2. Protocole d’ajustement

Pour cela, nous nous sommes concentrés sur trois points : le coefficient d’énergie de
surface (aMTF

surf ) (calculé à l’approximation Modified Thomas-Fermi), la correction du mou-
vement du centre de masse (c.m), qui d’une manière indirecte a un impact sur les propriétés
de surface, et enfin la masse effective isoscalaire qui joue un rôle pour les énergies de par-
ticules individuelles.

2.2.2 Coefficient d’énergie de surface

Il existe plusieurs méthodes pour calculer la valeur du coefficient asurf . On peut passer
par un modèle du type goutte liquide en calculant un grand nombre d’énergies de liaison
de noyaux et en les utilisant pour ajuster les coefficients de la formule [2].

Nous avons décidé de calculer ce coefficient en utilisant un modèle de matière nucléaire
semi-infinie [42,43] symétrique (N=Z). Dans ce modèle, la densité de nucléon ρ0 est égale à
la densité de saturation ρsat lorsque z → ∞ et va tendre vers 0 pour z → −∞. Les densités
sont considérées constantes dans les directions x et y.

Dans ce milieu, la tension de surface σ est définie comme la différence entre l’énergie
du système avec des limites dues à la surface et une énergie de référence, qui sera prise
comme définie dans la référence [44] et qui correspond à l’énergie de volume du système
semi-infini :

σ = (EL − Eref)/S . (2.19)

L’énergie EL pour une tranche de matière semi-infinie de largueur L est donnée par :

EL =

∫ L
2

−L
2

E(z) dz , (2.20)

où E est la densité d’énergie dans le système semi-infini. L’énergie que ce système devrait
avoir s’il était infini, est donnée par :

Eref = av lim
L→∞

∫ L
2

−L
2

ρ(z) dz . (2.21)

Si l’on reprend les expressions des équations (2.20) et (2.21) et qu’on les réinjectes dans
la définition de la tension de surface (2.19), on obtient alors :

σ = lim
L→∞

∫ L
2

−L
2

dz
[

E(z)− avρ(z)
]

. (2.22)

Dans cette expression, σ correspond bien à une énergie par unité de surface.
Pour un noyau de masse A et de rayon R = r0A

1
3 dans lequel la densité est considérée

constante, on a :

r0 =

(

3

4πρsat

)1/3

, (2.23)

et on peut définir une énergie de surface par nucléon comme Esurf
A = asurfA

− 1
3 , ce qui nous

conduit à :

asurf = 4πr20σ = 4πr20 lim
L→∞

∫ L
2

−L
2

dz
[

E(z)− avρ(z)
]

. (2.24)
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Maintenant que l’on a vu comment extraire ce coefficient d’énergie de surface de manière
générale dans la matière semi-infinie, nous allons exposer les trois méthodes que l’on peut
utiliser pour faire le calcul :

— La méthode Hartree-Fock (HF) [44,45] ;

— La méthode Thomas-Fermi étendue (ETF) [46,47] ;

— Et enfin la méthode de Thomas-Fermi modifiée (MTF) [47,48].

La première, HF nécessite de calculer les fonctions d’onde des nucléons et de faire
un calcul auto-cohérent. Ceci va donc demander un temps de calcul non négligeable qui
pourrait être un frein à son utilisation lors d’un protocole d’ajustement. De plus, la valeur
obtenue pour asurf n’est pas très stable en raison des oscillations observées au bord de
la boîte utilisée pour le calcul [14]. Les deux autres méthodes sont basées sur des calculs
semi-classiques.

Dans la méthode ETF nous n’utilisons plus de fonction d’onde pour décrire les nucléons,
mais directement la densité locale qui dépendra de plusieurs paramètres à ajuster. À partir
de la densité de matière, ρ0, on peut exprimer la densité cinétique τ0 et la densité spin-
orbite J0. De là, nous pouvons de nouveau extraire des propriétés nucléaire via un calcul
variationnel. Cette méthode n’utilise plus de fonction d’onde et est par conséquent moins
lourde numériquement qu’un calcul HF.

Enfin, la méthode MTF, qui est aussi semi-classique, se base sur des calculs ETF jusqu’à
l’ordre ~ = 2, mais avec l’approximation que la masse effective est donnée par une fonction
de la densité ρ0. Avec cette condition supplémentaire, le calcul MTF permet d’obtenir une
équation d’Euler-Lagrange que l’on peut résoudre de manière analytique donc sans avoir
à passer par un calcul variationnel.

Les trois méthodes exposées ici permettent d’extraire de manière plus ou moins rapide
et stable le coefficient asurf . Comme les auteurs de [40] l’ont montré et comme présenté sur
la figure 2.1, la valeur de ce coefficient va être décalée selon la méthode de calcul employée.
Les différences entre les résultats obtenus par des calculs HF/ETF ou HF/MTF restent
globalement constantes comme le montre la figure 2.2. Il ne semble donc pas nécessaire
d’utiliser une méthode très complexe pour explorer les différentes valeurs de ce paramètre
puisqu’une méthode simple de type MTF est équivalente à une méthode HF à un décalage
constant près. Sachant que notre intérêt n’est pas tant la valeur de ce paramètre, mais
plutôt d’avoir un moyen de le contrôler, nous allons prendre l’approximation la plus facile
d’utilisation pour contraindre asurf . Nous avons donc choisi d’utiliser l’approximation MTF
pour le protocole d’ajustement.

La série SLy5sX a été ajustée avec un intervalle allant de 18.0 à 19.4 MeV. Dans la
nouvelle étude que nous présentons ici, nous avons élargi un peu la fenêtre de valeurs et fait
varier aMTF

surf de 16.5 à 20.0 MeV par pas de 0.2 MeV pour chaque jeu de paramétrisations
(qui seront détaillés dans la suite).

2.2.3 Correction du mouvement du centre de masse

À l’approximation du champ moyen, on utilise une fonction d’onde qui est le produit
de A fonctions d’onde individuelles qui, en représentation coordonnée, seront calculées aux
A positions des nucléons.
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Figure 2.1 – Coefficient d’énergie de surface pour différentes paramétrisations pour
des valeurs de asurf calculées avec les méthodes HF, ETF et MTF. Les références
sur les différentes paramétrisations sont données dans [40]. Figure tirée de Jodon et

al. [40]

Figure 2.2 – Différence ∆ asurf entre les résultats obtenus avec différentes méthodes
et avec le même ensemble de paramétrisations que sur la figure 2.1. Figure tirée de
Jodon et al. [40]
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Ce choix, bien qu’il facilite les calculs va avoir des conséquences sur les résultats puisque
l’on va briser la symétrie par translation. Une de ces conséquences est le fait de voir
apparaître une contribution supplémentaire dans l’énergie correspondant au mouvement
du centre de masse.

L’énergie interne du système doit normalement dépendre des coordonnées relatives
entre les nucléons, chose impossible avec une fonction d’onde produit puisque l’on utilise
A coordonnées au lieu de A− 1.

Pour pallier à ce problème, nous soustrayons à l’énergie totale la partie due à la valeur
moyenne de l’énergie du centre de masse de la manière suivante :

Etot = 〈Ĥ− P̂2
c.m

2mA
〉 = Eint − Emic

c.m , (2.25)

avec

Eint = 〈Ĥ〉, et Emic
c.m =

〈P̂2
c.m〉

2Am
=

∑

i

〈pi
2〉

2Am
+
∑

i<j

〈pi · pj〉
Am

. (2.26)

On voit apparaître dans l’expression de l’énergie du c.m. deux termes. Le premier, est
un opérateur à un corps et donne une contribution locale au champ moyen. Ce terme à la
même structure que l’énergie cinétique et introduit une renormalisation en (1− 1

A) à cette
dernière. Le second terme est un opérateur à deux corps et va donner une contribution
non-locale au champ moyen. Historiquement, la plupart des interactions ont été ajustées
sans prendre en compte le deuxième terme à cause de sa complexité d’implémentation
numérique et surtout à cause de son temps de calcul non négligeable. Il s’avère qu’un
certain nombre d’interactions ont également été construites au fil du temps sans aucun des
deux termes ou seulement avec la correction à un corps.

Différents traitement pour la correction du centre de masse

L’étude menée par Bender et al. [49] a montré que le terme à deux corps de la correction
du mouvement du centre de masse a un comportement en A2/3 et est donc proportionnel à
l’énergie de surface [2]. Sachant que ce terme va avoir une influence sur les propriétés que
l’on considère comme étant liées à la surface, nous avons décidé d’explorer son impact sur
l’étude de quelques noyaux. Nous avons ajusté des interactions en traitant la correction du
centre de masse de manière auto-cohérente dans le protocole d’ajustement, c’est-à-dire en
prenant en compte la contribution au champ moyen 1.

Nous avons finalement fait le choix de construire trois séries d’interactions qui seront
par la suite notées 1F2F lorsqu’aucune correction pour le centre de masse n’aura été prise
en comptes, 1T2F pour les paramétrisations avec seulement le terme à un corps de la
correction et 1T2T pour celles avec la correction à un et deux corps.

2.2.4 Autres contraintes du protocole

Maintenant, que nous avons expliqué les principaux changements que nous voulions
apporter au protocole d’ajustement, nous allons aussi parler des autres contraintes qui ont

1. Dans le programme MOCCa [50] la correction à deux corps est traitée de manière perturbative
à cause de son coût numérique relativement important en 3D.
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été utilisées. Le sujet de la masse effective sera abordé dans la discussion sur la matière
nucléaire infinie symétrique puisque cette quantité est obtenue à partir d’un calcul dans ce
milieu.

Matière nucléaire infinie symétrique

La matière nucléaire infinie est un milieu idéalisé infiniment grand, homogène et iso-
trope composée de neutrons et de protons. Dans ce milieu, l’interaction coulombienne entre
les protons est considérée comme nulle pour éviter toute divergence de l’énergie totale du
système. Le milieu étant invariant par translation, les fonctions d’onde s’écriront comme
des ondes planes (C.1).

La matière symétrique infinie est définie comme non-polarisée avec des nombres iden-
tiques de protons et de neutrons. Les corrélations d’appariement sont supposées inexis-
tantes. On aura donc :

ρn = ρp =
1

2
ρ0 , τn = τp =

1

2
τ0 , (2.27)

ρ1 = ρn − ρp = 0 , s0 = s1 = 0 . (2.28)

L’interaction entre deux nucléons est de courte portée, il en découle que les nucléons
au centre des noyaux lourds vont dans une certaine mesure pouvoir être considérés comme
étant dans ce milieu idéalisé qu’est la matière nucléaire infinie. Il devient alors intéressant
de connaître quelques propriétés de ce milieu.

Une première quantité que l’on peut extraire correspond à l’énergie par nucléon donnée
par l’équation (C.12). De là, nous pouvons définir le point de saturation qui est le point où
la pression de la matière nucléaire devient nulle (voir eq. (C.13)), ce qui donne accès à la
densité de saturation ρsat représentée sur la figure 2.3. Les expériences de diffusion montrent
que la densité de nucléons au centre des noyaux lourds semble être à peu près constante [51].
Cette densité donne une estimation de la densité de saturation (ρsat ≈ 0,16 fm−3).

Figure 2.3 – Énergie par nucléons dans la matière nucléaire infinie symétrique. Le
point de saturation est indiqué par l’intersection des lignes pointillées. Figure tirée
de la thèse de R. Jodon [36].
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Une autre quantité caractéristique est le module d’incompressibilité K∞. Ce dernier
est proportionnel à la dérivée seconde de l’énergie par nucléon par rapport à la densité au
point de saturation (voir équation (C.14)).

Dans la matière nucléaire infinie les nucléons sont considérés comme libres, mais bai-
gnant dans un milieu, l’énergie d’un nucléon de moment k est donnée par :

εk =
~
2k2

2m
+Σ(k, ǫk) . (2.29)

Comme les nucléons sont, à l’approximation du champ moyen, des quasi-particules sans
interaction, leurs énergie cinétique est donnée par :

〈k|h|k′〉 = εk δ(k− k′) ≡ ~
2k2

2m∗
δ(k− k′) , (2.30)

où h est le champ moyen. On extrait de cette expression la masse effective isoscalaire m∗/m
par la relation

~
2

2m∗
=

1

2k

dεk
dk

∣

∣

∣

∣

k=kF

, (2.31)

avec kF le moment de Fermi.
Cette quantité présente un intérêt tout particulier dans cette étude puisque la masse

effective a un impact sur la densité d’états. Or, la déformation des noyaux est en partie due
aux effets de couches. On comprend alors l’intérêt de la masse effective qui va permettre
de jouer sur la densité d’états et son évolution avec la déformation.

Matière nucléaire infinie asymétrique (AINM)

Considérons maintenant la matière nucléaire infinie asymétrique dans laquelle ρn 6= ρp.
Ceci implique que la densité isovectorielle ρ1 n’est plus nulle. On introduit le paramètre
d’asymétrie, noté I et défini comme étant :

I =
ρn − ρp
ρn + ρp

=
ρ1
ρ0
. (2.32)

L’équation d’état dans cette matière, réécrite en fonction de ρ0 et de I, va prendre la
forme de l’équation (C.16).

À partir de l’équation d’état, on peut en déduire le coefficient d’énergie de symétrie J
qui est proportionnel à la dérivée seconde de l’énergie par nucléons à I = 0 (voir équa-
tion C.18), et la pente de l’énergie de symétrie L qui est proportionnelle à la dérivée de J
par rapport à la densité (voir équation C.19).

Matière de neutrons (PNM)

La matière de neutrons est caractérisée par la seule présence de neutrons, on a donc
un facteur d’asymétrie I égal à 1 et les densités isoscalaires et isovectorielles vont être
égales (ρ0 = ρ1 = ρn). Aucun état lié n’est prédit dans ce milieu. L’intérêt porté pour
ce type de matière vient de la volonté de fortement contraindre la dépendance en isospin
des fonctionnelles. De plus, au-delà de l’étude des noyaux, ajouter l’équation d’état de
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la matière de neutrons parmi les contraintes permettant d’ajuster les paramètres d’une
interaction peut s’avérer utile dans l’optique d’étudier des systèmes astrophysiques tels
que l’écorce des étoiles à neutrons.

Données concernant les noyaux

Pour le moment, nous avons contraint les paramètres en ne prenant en compte que des
propriétés de matière nucléaire infinie. Dans ces milieux les termes spin-orbite, les termes
de surface ou encore l’appariement ne contribuent pas.

Or, un noyau est un système de taille finie, donc avec une surface et qui surtout présente
des effets de couches. Il est alors nécessaire d’apporter de l’information sur ce type de
système si l’on veut des interactions qui puissent être prédictives. Pour ce faire, nous
allons donc ajouter des observables propres aux noyaux. La première question à se poser
est donc de savoir quelles sont les observables que l’interaction doit reproduire au mieux.
Car, encore une fois, le pouvoir prédictif d’une interaction est dépendant du choix des
observables utilisées pour contraindres ses paramètres.

Dans le cadre de cette étude, nous voulons construire une paramétrisation en mesure de
reproduire au mieux les effets de surface des noyaux en jouant surtout sur l’impact de trois
facteurs : la valeur du coefficient d’énergie de surface aMTF

surf , le traitement de la correction
du mouvement du centre de masse et la valeur de la masse effective. Il faut ajouter à cela
le fait que l’on veut que l’interaction ait une meilleure capacité prédictive pour les énergies
de liaison que SLy5s1.

Au vu des facteurs sur lesquels on va jouer, nous avons été amenés à ajuster un grand
nombre de paramétrisations (nous avons considéré 3 valeurs pour la masse effective, 3
traitements possibles pour la correction du mouvement du c.m. et des valeurs de asurf entre
16,5 et 20 MeV). Il nous a donc fallu choisir des observables de noyaux qui soient simples et
rapides à calculer pour pouvoir faire une étude comparative. Nous avons également voulu
savoir si le simple fait de contraindre le coefficient d’énergie de surface permettait d’obtenir
une interaction prédictive pour les propriétés des noyaux déformés sans prendre en compte
de tels noyaux pour l’ajustement des paramètres des interactions.

Nous avons donc décidé de ne prendre en compte que des énergies de liaison de noyaux
sphériques (et doublement magiques donc sans corrélation d’appariement). Ce choix est
motivé par le fait que le temps de calcul pour ces noyaux est assez faible. De plus, le choix
des noyaux est aussi justifié par le fait que ce travail s’inscrit dans la suite des travaux
de [14] qui ont permis de mettre au point SLy5s1. Nous voulons un protocole assez proche
de ce dernier pour pouvoir comparer les résultats avec SLy5s1. Pour contraindre le terme
spin-orbite, nous avons considéré la différence d’énergie de liaison entre le 56Ni et le 40Ca
en partant du principe qu’une partie de la différence entre les énergies de ces deux noyaux
vient de la position de la couche f7/2 par rapport à la couche (sd).

L’ensemble des noyaux utilisés dans le protocole d’ajustement est donné dans le ta-
bleau 2.1.

Instabilités de taille finie

Il a été mis en évidence, il y a maintenant plusieurs années que certaines paramétri-
sations sont sujettes à des instabilités non physiques [52]. On peut voir les manifestations
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de ce phénomène par des calculs ne parvenant pas à converger malgré un nombre anor-
malement important d’itérations, ou bien par exemple, par des oscillations de très grandes
amplitudes des densités de neutrons et protons dans des noyaux entraînant une séparation
entre les deux espèces. Il n’est pas évident au premier abord de savoir si une interaction
est instable. En effet, des causes de différentes origines peuvent masquer la nature instable
de ces paramétrisations. Par exemple, SLy5 est stable dans le canal S = 0, T = 1, mais
présente des instabilités dans les canaux vectoriels. Ceci implique qu’il est possible de
faire des calculs pour des noyaux pairs par renversement du temps (à symétrie sphérique
par exemple), mais si l’on veut effectuer des calculs avec des termes impairs alors cette
paramétrisation donnerait des résultats non physiques.

Une autre difficulté peut venir des choix pour la résolution numérique des équations
HF(B). Des calculs ont été effectués avec des programmes unidimensionnel et tridimen-
sionnel avec des pas de réseaux différents, et il semble qu’une résolution numérique insuf-
fisamment fine puisse masquer ces instabilités [53].

Les effets peuvent aussi être dissimulés selon la base utilisée pour représenter les fonc-
tions d’onde du système. Sur une base de fonctions d’oscillateurs harmoniques tronquée et
caractérisée par un nombre de couches N donné [53], il est possible de voir dans certains
cas que l’augmentation du nombre de couches n’entraîne pas nécessairement une diminu-
tion de l’énergie du système. Or, ceci ne devrait pas être le cas. En augmentant la taille
de l’espace variationnel, nous ne pouvons que trouver des énergies de plus en plus basses
et non l’inverse. Autrement dit, il n’y a pas de convergence visible avec l’augmentation de
N [53], ce qui rentre en contradiction avec le principe même de la méthode.

Tous ces points nous obligent à faire preuve de vigilance et à essayer de trouver un
moyen de prévenir ces instabilités de taille finie. Pour cela, il est possible à l’aide de calcul
RPA (random phase approximation) d’étudier les conditions pour lesquelles on va voir
apparaître des pôles dans la fonction de réponse, signatures d’une instabilité [54].

La réponse linéaire comme sonde des instabilités

Le formalisme de la réponse linéaire offre un outil pour mettre en évidence l’apparition
de possibles instabilités. Il a été mis en avant dans les références [53, 55] que l’apparition
d’un pôle dans la fonction de réponse RPA dans la matière infinie, à des densités proches
de celles que l’on peut observer dans des systèmes finis, pouvait être reliée à l’émergence
d’instabilités dans les noyaux.

La réponse linéaire permet de sonder, à l’aide de l’interaction résiduelle particule-trou
(ph) et dans le cadre de la théorie des liquides de Fermi, la réponse d’un système soumis
à une excitation extérieure d’énergie ω 2 avec un moment transféré q entre les états de
particules et de trous.

Nous avons pour cela besoin de définir la fonction de Green correspondant au propa-
gateur particule-trou :

GHF(q,k1, ω) =
θ(kF − k1)− θ(kF − |k1 + q|)
ω + ε(k1)− ε(|k1 + q|) + iη

, (2.33)

2. Dans le formalisme de la réponse linéaire, on utilise en général un système d’unités dans
lequel ~ = 1 et donc E = ~ω ≡ ω.
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ce qui permet ensuite d’obtenir la fonction de réponse HF :

χHF(q, ω) = nd

∫

d3k1
(2π)3

GHF(k1,q, ω) , (2.34)

où nd correspond au facteur de dégénérescence (4 pour la matière infinie symétrique et 2
pour la matière de neutrons pure). Il faut ensuite ajouter des corrélations via l’interaction
résiduelle pour construire la fonction de réponse RPA. L’interaction résiduelle est donnée
par la dérivée seconde de la densité d’énergie par rapport aux densités de nucléons :

Vph(q,k1,k2) =
δ2E [ρ]

δρ(k1 + q,k1)δρ(k2,k2 + q)
. (2.35)

La fonction de green Gα
RPA(k1,q, ω) est alors donnée par :

G
(α)
RPA(k1,q, ω) = GHF(k1,q, ω)+GHF(k1,q, ω)

∑

α′

∫

d3k2
(2π)3

V
(α,α′)
ph (k1,k2)G

(α′)
RPA(k1,q, ω) .

(2.36)

Ce qui permet de définir la fonction de réponse χ(α)
RPA(q, ω) comme :

χ
(α)
RPA(q, ω) = nd

∫

d3k1
(2π)3

G
(α)
RPA(k1,q, ω) . (2.37)

On définira une instabilité ρcrit comme un point dans l’espace (q, ρ0) où, pour une

énergie d’excitation ω = 0, la fonction de réponse χ(α)
RPA(q, ω) présente un pôle.

Comme dit précédemment, ce formalisme est un outil nous permettant de voir où vont
apparaître les instabilités dans la matière nucléaire infinie, mais ce qui nous intéresse est
d’étudier l’impact de ces pôles sur les noyaux. Dans la référence [54], les auteurs ont pris la
paramétrisation SLy5 et ont augmenté l’intensité de la valeur de la constante de couplage
du terme en gradient de la densité scalaire-isovectorielle Cρ∆ρ

1 qui est originellement de
16 MeV fm5, pour l’augmenter à 37 voire 47 MeV fm5. Sur la droite de la figure 2.4, on
voit qu’une augmentation de cette constante de couplage va rapprocher la valeur de ρcrit
jusqu’à des valeurs plus petites que la densité de saturation ρsat. La partie gauche de la
figure 2.4 montre l’effet de l’augmentation de cette constante de couplage dans les noyaux.
On voit que pour SLy5 qui a une densité critique bien au-delà de la saturation dans la
matière infinie, les oscillations de la densité isovectorielle ρ1 sont de faibles amplitudes
comparées à celles de la courbe en pointillée où la paramétrisation présente des instabilités
à des valeurs de ρ0 plus proches de celles dans les noyaux.

Toute instabilité ne conduit pas à un résultat non physique. Par exemple, à basse
densité, il existe une instabilité, dite « spinodale », correspondant à une transition de
phase liquide-gaz dans la matière nucléaire pour le canal (S = 0, T = 0). En revanche, les
autres instabilités que l’on peut rencontrer n’ont, à priori, pas d’origine physique.

Ceci permet donc d’avoir un moyen d’identifier, ou tout du moins une quantité sur
laquelle jouer pour éviter tout comportement indésirable lors de l’ajustement des interac-
tions.
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Figure 2.4 – La figure de gauche est représente la densité isovectorielle ρ1 en
fonction de r pour différentes valeurs de la constante de couplage C∆ρ

1 dans le 48Ca.
À droite, nous avons la densité isoscalaire ρ0 en fonction du moment transféré q entre
une particule et un trou encore pour différentes valeurs de C∆ρ

1 dans la matière infinie
symétrique. Figure prise de la thèse de T. Lesinski [33].

Contraintes des fonctionnelles en évitant les instabilités

Lors de l’ajustement d’une interaction, nous n’allons pas à proprement parler faire
disparaître les instabilités, mais plutôt mettre une contrainte sur les densités minimales
ρ
(α)
min auxquelles elles peuvent apparaître dans chaque canal α = (S, T ) pour les repousser

de sorte que ρ(α)min > 1,4 × ρsat. Cette technique a été utilisée pour réajuster l’interaction
SLy5 et ainsi obtenir SLy5∗ [56] qui est stable dans le canal S=1, ce qui n’était pas le
cas pour SLy5. On peut donc supposer que cette méthode nous permettra à minima de
repousser les instabilités assez loin pour qu’elles ne soient pas problématiques pour les
calculs effectués.
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Données Otarget
i ∆Oi Unités

Énergie de liaison
E(40Ca) −342,034 1,0 MeV
E(48Ca) −415,983 1,0 MeV
E(56Ni) −483,954 1,0 MeV
E(78Ni) −642,522 2,0 MeV
E(100Sn) −824,995 1,0 MeV
E(132Sn) −1102,675 1,0 MeV
E(208Pb) −1635,862 1,0 MeV
E(56Ni)− E(40Ca) −141,920 1,0 MeV
INM
ρsat 0,160 fm−3

E/ρ(sat, 0) −16,0 0,1 MeV
K∞ 230,0 10,0 MeV
m∗

0/m (0,70 ; 0,80 ; 0,85)
AINM
J 32,0 1,0 MeV
L 50,0 5,0 MeV
PNM
E/ρ avec ρ = 0,1 fm−3 12,52 25% MeV
Matière de neutron
E/ρ avec ρ ∈ [0,03,0,45] fm−3 [6,973 ; 42,12] 25% MeV

Table 2.1 – Contraintes employées pour l’ajustement des paramètres des interac-
tions. Les quantités ρsat et m∗

0/m sont données sans tolérance car deux relations
ont été imposées entre les paramètres de l’interaction afin de fixer exactement leurs
valeurs.
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2.3 Conclusion sur le protocole d’ajustement

Dans ce chapitre nous avons présenté l’interaction de Skyrme standard qui sera utilisée
dans la suite de cette partie. Nous avons vu que contraindre les paramètres d’une interaction
n’est pas quelque chose d’évident. Il faut, pour commencer, bien réfléchir au but pour
lequel la paramétrisation va être employée et choisir les observables qui rentrerons dans le
protocole d’ajustement.

Ensuite, nous avons abordé la question des instabilités de taille finie. Nous avons ex-
pliqué comment, avec une interaction de Skyrme, il était possible dans le protocole d’ajus-
tement de repousser au plus loin la densité critique de manière à pouvoir faire des calculs
sans se soucier d’un quelconque aspect pathologique des paramétrisations.

Dans le chapitre suivant, nous allons présenter les différents résultats que nous avons
obtenus.
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3
Résultats obtenus et analyse de données

Nous allons au cours de ce chapitre présenter l’ensemble des résultats obtenus avec les
nouvelles paramétrisations. Nous commencerons par un bref regard sur les caractéristiques
de ces paramétrisations, à savoir les résultats de la fonction de pénalité ainsi que les pro-
priétés de la matière nucléaire infinie. Nous passerons ensuite aux différentes barrières de
fission que nous avons étudiées. Puis nous regarderons les prédictions concernant les éner-
gies de liaison de noyaux sphériques et déformés pour ensuite passer à la description des
différentes déformations de noyaux. Enfin, nous examinerons les prédictions concernant
l’appariement obtenues avec ces nouvelles paramétrisations.

Contents
3.1 Résultats de l’ajustement . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 34

3.1.1 Vérification des conditions de détermination du coefficient
d’énergie de surface . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 34

3.1.2 Fonction de pénalité et matière nucléaire infinie . . . . . . 34

3.1.3 Énergies de particules individuelles de noyaux doublement
magiques . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 37

3.2 Résultats des nouvelles paramétrisations pour les noyaux 38

3.2.1 Barrières de fission du 240Pu et du 180Hg . . . . . . . . . . 38

3.2.2 Déformation octupolaire β30 dans le 226Ra . . . . . . . . . 41

3.2.3 Énergies de liaisons . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 41

3.2.4 États à déformation normale et superdeformés . . . . . . 44

3.2.5 Étude concernant l’appariement . . . . . . . . . . . . . . . 47

3.2.6 Oscillations des rayons de charges . . . . . . . . . . . . . . 50

33



Chapitre 3. Résultats obtenus et analyse de données

3.1 Résultats de l’ajustement

3.1.1 Vérification des conditions de détermination du coeffi-
cient d’énergie de surface

Dans cette partie, nous allons exposer les résultats de l’ajustement des fonctionnelles.
En premier lieu, nous devons vérifier que l’hypothèse centrale pour la détermination de la
valeur de asurf reste valable, à savoir que la différence entre les calculs HF, ETF et MTF,
pour différentes valeurs de la masse effective, est toujours une fonction approximativement
constante ou du moins monotone. La figure 3.1 présente les résultats pour asurf calculés
avec les trois méthodes pour chaque paramétrisation 1. La partie droite de la figure 3.1
montre que la différence ∆asurf obtenue avec les calculs HF et ETF d’une part, et HF et
MTF d’autre part, est une fonction monotone de la masse effective.

1T2T85
1T2T80
1T2T70

1T2F85
1T2F80
1T2F70

1F2F85
1F2F80
1F2F70

14 15 16 17 18 19 20
asurf (MeV)

HF
ETF
MTF 1T2T85

1T2T80
1T2T70

1T2F85
1T2F80
1T2F70

1F2F85
1F2F80
1F2F70

-0.8 -0.4 0.0 0.4 0.8
asurf vs HF (MeV)

Figure 3.1 – Valeur du coefficient asurf calculé avec la méthode HF en rouge, ETF
en bleu et MTF en vert. Les points rouges sur la figure de gauche correspondent
à des calculs HF faits avec un programme différent pour comparaison. Pour les
points rouges de la figure de droite ce sont les différences entre les résultats des deux
programmes.

3.1.2 Fonction de pénalité et matière nucléaire infinie

Résultats de la fonction de pénalité χ2

Nous pouvons maintenant passer à une analyse post-ajustement. La figure 3.2 montre
la fonction de pénalité en fonction de aMTF

surf pour les trois différents traitements de la cor-
rection du mouvement du centre de masse. Il a été mis en évidence à plusieurs reprises que

1. Le choix des paramétrisations utilisées pour cette figure sera expliqué dans la suite de ce
chapitre mais ne change rien à son analyse.
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les interactions permettant une description raisonnable des barrières de fission et d’autres
propriétés liées à la déformation avaient une valeur pour aMTF

surf comprise entre 17,6 et
18,0 MeV [14, 15]. À partir de la figure 3.2, on voit que le fait de prendre en compte les
deux termes de la correction du mouvement du centre de masse permet d’obtenir pour les
paramétrisations (1T2T), qui minimisent le χ2, une valeur de aMTF

surf approximativement
dans cet intervalle.

D’un autre côté, on voit que le fait de ne pas considérer cette correction (pour les
interactions 1F2F) conduit à des valeurs de aMTF

surf bien en dessous de celles attendues et
que le fait de ne considérer que le terme à un corps conduit à des valeur bien au-dessus
(pour les interactions 1T2F).

Ceci nous permet d’expliquer pourquoi SLy5s1, qui a été ajustée avec le terme à un
corps et dont la valeur de aMTF

surf est égale à 18,0 MeV donne une bonne description des pro-
priétés de déformation des noyaux mais, comme le montre la courbe bleue de la figure 3.2,
ceci se fait au détriment d’autres observables, en particulier la description des énergies de
liaison.

χ
2

aMTF
surf

m∗

0/m = 0.70

χ
2

aMTF
surf

m∗

0/m = 0.80

χ
2

aMTF
surf

m∗

0/m = 0.85

Figure 3.2 – Fonction de pénalité en fonction de la valeur (en MeV) à laquelle a
été contraint le coefficient aMTF

surf . Les résultats sont donnés pour une masse effective
égale à 0,70 (en haut à gauche), 0,80 (en haut à droite) et 0,85 (en bas) et pour
trois traitements différents de la correction du mouvement du centre de masse (pas
de correction pour les interactions 1F2F, terme à un corps uniquement pour les
interactions 1T2F et termes à un et deux corps pour les interactions 1T2T).

Puisque l’optimisation des paramètres des fonctionnelles de type 1T2T donne des va-
leurs de amtf

surf proches de l’intervalle de valeurs supposées optimales, nous avons décidé de
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produire une dernière série de paramétrisations pour lesquelles amtf

surf n’est pas contrainte.
Ces paramétrisations correspondent donc aux minima visibles sur la figure 3.2. Pour le reste
de la discussion, nous utiliserons ces interactions qui seront appelées 1F2F(X), 1T2F(X),
1T2F(X) où X correspond à la valeur de la masse effective ainsi que les interactions SLy5s1
et SLy7 [57,58] pour comparaison. La paramétrisation SLy7 a été ajustée avec les termes à
un et deux corps pour la correction du mouvement du centre de masse mais elle est instable
dans les canaux S = 1 [59].

aMTF
surf [MeV] E/A [MeV] K∞ [MeV] J [MeV] L [MeV]

1F2F(0,70) 17,1 −15,7 226,9 30,6 33,4
1T2F(0,70) 18,9 −16,0 229,0 30,7 33,4
1T2T(0,70) 18,0 −15,9 228,1 30,6 33,5
1F2F(0,80) 16,8 −15,7 214,7 30,8 35,0
1T2F(0,80) 18,6 −15,9 216,9 30,9 34,8
1T2T(0,80) 17,7 −15,8 216,0 30,8 35,2
1F2F(0,85) 16,7 −15,7 209,7 30,8 35,7
1T2F(0,85) 18,4 −15,9 211,8 30,9 35,0
1T2T(0,85) 17,6 −15,8 211,0 30,9 35,8
SLy5s1 18,0 −15,8 222,1 31,4 48,1
SLy7 18,0 −15,9 229,7 32,0 47,2

Table 3.1 – Propriétés de la matière nucléaire infinie. La densité de saturation
est égale à 0,16 fm−3 pour toutes ces interactions. La valeur de aMTF

surf pour chaque
interaction est également donnée.

Le tableau 3.1, permet de visualiser les résultats obtenus pour les quantités caracté-
risant la matière nucléaire infinie pour chaque interaction sélectionnée. On constate que
toutes les paramétrisations 1F2F(X) donnent une valeur de aMTF

surf comprise entre 16,6 et
17,1 MeV. Pour les paramétrisations 1T2F(X) on a des valeurs nettement plus grandes
allant de 18,4 à 18,9 MeV. Pour finir, les paramétrisations 1T2T(X) donnent des valeurs
intermédiaires entre 17,5 et 18,0 MeV. De plus, on constate qu’une augmentation de la
masse effective entraîne une diminution de K∞ comme expliqué dans [57].

Ajustement des corrélations d’appariement

Avant de passer aux résultats pour les noyaux, nous devons définir la manière dont nous
allons traiter les corrélations d’appariement. Lors de cette étude, nous avons utilisé deux
programmes : finres4 [60] qui permet de résoudre les équations HF(B) pour des noyaux
sphériques (en utilisant des interactions de portée nulle ou de portée finie) et MOCCa [50]
qui est un programme 3D permettant de résoudre les équations HF(B) pour des interactions
de Skyrme. Les méthodes de résolution des équations de HF(B) sont très différentes dans
ces deux programmes : intégrations des équations HF(B) avec la méthode proposée par
Hooverman [61] dans le cas de finres4 avec un cut-off dans le spectre de quasi-particules
lorsqu’une interaction de portée nulle est utilisée dans le canal d’appariement [24] et avec

36



Chapitre 3. Résultats obtenus et analyse de données

la méthode du temps imaginaire combinée à la « méthode à deux bases » avec un cut-off
dans le spectre Hartree-Fock [50,62–64] dans le cas de MOCCa.

Il n’est pas possible de traiter l’appariement de la même manière dans ces deux pro-
grammes, du moins dans leurs versions actuelles. Cette différence de traitement ne re-
présente cependant probablement pas un problème car les détails concernant la forme de
l’interaction utilisée dans le canal d’appariement et le choix fait pour le cut-off n’auront
pas une grande influence sur les observables que nous allons calculer avec finres4 (sauf,
peut-être, pour les noyaux les plus exotiques [65]) et pour lesquelles nous ne voulons obtenir
que des tendances globales.

Pour les calculs concernant les noyaux sphériques faits avec finres4, nous avons utilisé
un simple appariement de volume (avec un cut-off à 60 MeV dans le spectre des quasi-
particules [24]) et une intensité ajustée de manière à reproduire la même valeur moyenne
du gap pour les neutrons que celle obtenue avec l’interaction D1S [4] dans 120Sn.

Pour les calculs 3D, nous avons utilisé le programme MOCCa [50]. Dans le canal d’ap-
pariement nous avons utilisé une interaction de surface de la forme :

Epair =
∑

q=p,n

Vq
4

∫

d3r

[

1− ρ0(r)

ρc

]

ρ̃q
∗(r)ρ̃q(r) . (3.1)

Pour cette interaction,la valeur de la densité ρc pour laquelle l’appariement devient nulle
est fixée à 0,16 fm−3 et le cut-off est de Ecut = 5 MeV au dessus et en dessous du niveau
de Fermi pour les protons et les neutrons comme défini dans la référence [62]. Dans le
programme MOCCa, l’intensité du pairing Vq était à l’origine définie pour des interactions
dont la masse effective valait 0,70 [14, 15]. Dans cette étude, nous avons ajusté des inter-
actions avec des masses effectives de 0,80 et 0,85, nous avons donc du adapter la valeur
de Vq en conséquence. Pour cela, nous avons décidé de prendre comme référence la valeur
du gap de neutron dans le 188Pb qui est d’environ 1,15 MeV et d’ajuster Vq. Ceci nous a
conduit aux valeurs ci-dessous :

• m∗/m = 0,70 → Vq = −1250 MeV fm−3 ;

• m∗/m = 0,80 → Vq = −1175 MeV fm−3 ;

• m∗/m = 0,85 → Vq = −1140 MeV fm−3.

3.1.3 Énergies de particules individuelles de noyaux double-
ment magiques

Ici, nous présentons les spectres d’énergies de particules individuelles de noyaux double-
ment magiques présents dans le protocole d’ajustement. Ces figures (3.3, 3.4) nous servent
principalement à illustrer la contraction des spectres avec l’augmentation de la masse effec-
tive. Nous nous sommes limités à montrer les résultats pour le 40Ca et pour le 208Pb mais
la conclusion est identique pour les autres noyaux. On peut aussi voir sur ces spectres que
les paramétrisations de types 1F2F(X) et 1T2T(X) donnent des spectres assez similaires
contrairement aux interactions du type 1T2F(X). Par exemple, pour le plomb, on voit
que les paramétrisations 1T2F(X) ne prédisent pas les mêmes structures pour certaines
énergies de particules individuelles. On peut voir, par exemple, que les états 2f7/2 et 1g9/2
pour les neutrons sont quasi-dégénérés pour une masse effective de 0,70 voire inversés pour
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les autres, contrairement à ce que l’on obtient pour les 1F2F(X) et les 1T2T(X). Les états
protons 2f7/2 et 1h9/2 sont également beaucoup plus proches l’un de l’autre avec les in-
teractions du type 1T2F(X) qu’avec les deux autres. Ces résultats illustrent le fait que
le choix fait pour le traitement de la correction du mouvement du centre de masse lors
de l’ajustement des paramètres d’une interaction a un impact sur les énergies de parti-
cules individuelles. Cette observation est en accord avec celle faite lors de l’ajustement des
interactions D1 et D1’ [66].

Figure 3.3 – Spectres d’énergies de particules individuelles du 40Ca pour les trois
masses effectives. En haut pour les neutrons et en bas pour les protons.

3.2 Résultats des nouvelles paramétrisations pour
les noyaux

3.2.1 Barrières de fission du 240Pu et du 180Hg

Après avoir discuté des résultats concernant les fonctions de pénalité et quelques ob-
servables pour des noyaux pris en compte parmi les contraintes utilisées pour ajuster les
paramètres, nous allons utiliser ces nouvelles paramétrisations pour le calcul de barrières
de fission. Les calculs ont été effectués à l’aide du programme de simulation MOCCa, dé-
veloppé par W. Ryssens et al. [50]. Il nous permet de faire des calculs avec brisure de
symétrie axiale dans le même esprit que ceux décrits dans [67].

Nous avons choisi de calculer des barrières de fission pour deux noyaux. Le premier, le
240Pu, est un noyau souvent utilisé lors de ce type de calcul, il nous servira donc facilement
de référence pour comparer les résultats avec ceux obtenus avec d’autres interactions.

Le second noyau est le 180Hg car des données sont disponibles pour sa barrière de
fission. De plus, il a aussi été utilisé dans l’étude des SLy5s(X), ce qui nous permettra une

38



Chapitre 3. Résultats obtenus et analyse de données

Figure 3.4 – Spectres d’énergies de particules individuelles du 208Pb pour les trois
masses effectives. En haut pour les neutrons en bas pour les protons.

comparaison plus simple avec les nouveaux résultats. Sur les figures 3.5 et 3.6 nous avons
représenté l’énergie du noyau en fonction de la déformation quadrupolaire β20. L’énergie
est décalée de sorte que les minima soient à 0 MeV. Nous avons ici comparé les résultats
avec ceux obtenus avec SLy5s1 et SLy7.

Barrière du plutonium 240Pu

Ce noyau est caractérisé expérimentalement par un état fondamental prolate à β2 =
0,293±0,002 d’après [68], ce qui est assez bien reproduit par l’ensemble des paramétrisations
présentées ici.

Il exhibe aussi un isomère de forme à β20 ≈ 0,8 avec une première barrière aux alentours
de β20 ≈ 0,5 et une seconde à β20 ≈ 1,3. L’énergie correspondant à la correction du centre
de masse varie très peu avec la déformation (moins de 0,5 MeV) comme le montre la partie
droite de la figure 3.5.

Une conclusion importante que l’on peut tirer de cette figure est que la prise en compte
de la correction du mouvement du centre de masse lors de l’ajustement des paramètres
d’une interaction a un impact important sur la hauteur de la barrière (du moins pour ce
noyau). Ajouter ou retirer la correction du mouvement du centre de masse lors du calcul
avec une interaction qui n’a pas été ajustée en conséquence ne va faire que globalement
décaler la courbe mais la hauteur de la barrière restera pratiquement inchangée.

Les interactions 1T2F(X) ont tendance à largement surestimer la hauteur des barrières
(avec un aMTF

surf > 18,0 MeV), à l’inverse, les 1F2F(X) sous-estiment la barrière de fission
(avec un aMTF

surf < 17,0 MeV ). En revanche, la série 1T2T(X) donne des résultats assez
proches de ceux attendus pour les hauteurs de barrières et pour l’isomère. On obtient des
résultats comparables à ceux donnés par SLy5s1 et SLy7.

Malgré un effet moins prononcé que celui du centre de masse, on peut noter l’effet de
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la masse effective isoscalaire sur chaque jeu d’interactions. Pour les interactions 1T2T, la
valeur de m∗/m = 0,80 semble être optimale pour la description de ce noyau.

Figure 3.5 – Énergie de déformation du 240Pu en fonction de la valeur de β20 comme
définie dans [67] pour les paramétrisations indiquées. Les énergies sont décalées
pour obtenir l’état fondamental à 0 MeV. Les barres grises indiquent les valeurs
expérimentales pour l’énergie d’excitation de l’isomère de forme et pour la hauteur
des barrières. La figure du bas représente la contribution de la correction du centre
de masse à l’énergie totale.

Barrière du mercure 180Hg

Pour le 180Hg, la structure de la barrière est bien différente de celle obtenue pour le
240Pu. Cette fois, on a une barrière très large d’environ 8 MeV [69] qui s’étend jusqu’à de
grandes déformations. On peut voir à basse déformation une coexistence de forme entre
l’état oblate à β20 ≈ −0,2 et l’état prolate à β20 ≈ 0,3 .

Une fois de plus, on voit que les interactions 1T2F(X) et 1F2F(X) donnent des esti-
mations, soit bien trop grandes soit bien trop petites pour la hauteur de la barrière. Les
paramétrisations 1T2T(X) donnent des résultats plus raisonnables et proches de l’expé-
rience. À grande déformation, nous obtenons de meilleurs résultats qu’avec SLy5s1 et aussi
bons qu’avec SLy7. Pour ce qui est des petites déformations, expérimentalement l’état fon-
damental du mercure 180Hg est mesuré comme étant oblate. Or, beaucoup d’interactions
ne sont pas en mesure de reproduire cette donnée qui fût une des réussites de SLy5s1. Sur
la figure 3.6, on constate qu’aucunes des interactions du type 1F2F(X) ne sont en mesure
de reproduire la déformation mesuré pour l’état fondamental. Ceci s’explique certainement
(mais pas seulement) par une valeur de aMTF

surf trop petite. Malgré tout, on voit aussi que
SLy7 avec aMTF

surf = 18,0 MeV prédit plutôt un minimum prolate.
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Pour cette barrière, on voit une différence notable entre la nouvelle série de paramétri-
sations 1T2T(X) et SLy5s1 ou SLy7. Les paramétrisations 1T2T(X) sont non seulement
capables de donner, comme SLy5s1, une déformation oblate pour l’état fondamental du
180Hg, mais également de donner une hauteur de barrière plus proche de l’expérience.

Figure 3.6 – Barrière de fission du 180Hg. Estimation de la hauteur de la barrière
indiquée par la zone grise horizontale. La courbe d’énergie s’arrête là où le calcul
donne une solution avec deux fragments quand la déformation devient trop grande.
La figure dubas représente la contribution de la correction du centre de masse à
l’énergie totale.

3.2.2 Déformation octupolaire β30 dans le 226Ra

Pour finir, nous avons exploré, et représenté sur la figure 3.7, l’énergie de déformation
du 226Ra en fonction de la déformation axiale octupolaire β30. Le décalage entre les minima
prédits par chaque paramétrisation semble une fois de plus être impacté par la valeur du
coefficient d’énergie de surface. Une valeur plus grande de aMTF

surf semble entraîner une
diminution de la déformation octupolaire. Néanmoins, ce paramètre ne peut à lui seul
expliquer ce que l’on observe. Les paramétrisations SLy5s1 et SLy7 ont une valeur de
aMTF
surf similaire aux paramétrisations 1T2T(X) et prédisent une valeur de β30 bien plus

petite. On voit aussi que l’interaction 1T2T(0.85) se rapproche plus des 1T2F(X).

3.2.3 Énergies de liaisons

Comme nous avons pu le discuter auparavant, l’amélioration des capacités prédictives
concernant les propriétés de déformation qui a pu être obtenue avec SLy5s1 par rapport
à SLy5 s’est faite au détriment de la reproduction des énergies de liaison. Les résultats
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Figure 3.7 – Énergie de déformation du 226Ra en fonction de β30. Les losanges
indiquent l’état de plus basse énergie.

discutés jusqu’à maintenant semblent montrer que les paramétrisations 1T2T(X) donnent
de meilleurs résultats que SLy5s1 pour l’étude des barrières de fissions. Il est donc mainte-
nant intéressant de voir si ces résultats ont pu être obtenus sans compromettre leur pouvoir
prédictif concernant les énergies de liaison.

Énergies de liaison de noyaux sphériques

Pour faire cette comparaison, nous avons utilisé une liste de 214 noyaux supposés
sphériques (ou presque sphériques) et pour lesquelles l’énergie de liaison est soit connue
soit extrapolée de l’expérience (voir [70]). Les résultats sont présentés sur la figure 3.8. La
valeur moyenne (mean) et la déviation standard (rms) sont aussi indiquées sur la figure.

Le panneau du haut nous montre qu’une augmentation de la masse effective nous per-
met d’obtenir un meilleur accord avec les valeurs expérimentales. De plus, si nous regardons
le panneau du bas, nous voyons que sans la correction du centre de masse à un et deux
corps, les prédictions sur les énergies semblent aussi s’améliorer à masse effective égale.
L’interaction 1T2F(0.80) donne une valeur moyenne meilleure que 1T2T(0.80), mais une
déviation plus grande. D’après les résultats obtenus jusqu’à présent dans cette étude, il
semble donc être plus satisfaisant de prendre en compte les deux termes pour la correction
du mouvement du centre de masse (interactions du type 1T2T) ou de n’en prendre aucun
en compte (interactions du type 1F2F). Le choix fait le plus couramment et qui consiste à
ne prendre en compte que le terme à un corps (interactions du type 1T2F) semble être le
moins satisfaisant.
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Figure 3.8 – Résidus des énergies de liaison pour un ensemble de 214 noyaux
sphériques ou quasi-sphériques.

43



Chapitre 3. Résultats obtenus et analyse de données

Énergies de liaison de noyaux déformés

Dans cette partie, nous allons nous intéresser aux séries isotopiques de différents acti-
nides (Cm, Pu, U) et du mercure (Hg).

Pour les actinides (figures. 3.9), les nouvelles paramétrisations ont tendance à sous-
estimer l’énergie de liaison d’environ 10 MeV dans cette région. On voit que l’augmentation
de la masse effective donne de meilleurs prédictions, et il en va de même selon le traitement
de la correction du mouvement du centre de masse en allant de 1T2F à 1T2T pour finir
avec les paramétrisations 1F2F. Malgré des écarts relativement élevés, on constate tout
de même une nette amélioration par rapport à SLy5s1 qui donne une différence d’énergie
de liaison par rapport à l’expérience pour les actinides de l’ordre de 15 MeV, et pour
les isotopes du mercures d’environ 10 MeV. Nous avons aussi fait cette évaluation avec
SLy7, qui donne des résultats meilleurs que les nouvelles paramétrisations. En revanche,
même si SLy7 semble plus prédictive pour cet ensemble de noyaux, il faut rappeler que son
utilisation est limitée aux systèmes pairs par renversement du temps à cause d’instabilités
de taille finie dans les canaux S = 1.

∆
E

(M
eV

)

Mass Number A

Figure 3.9 – Résidus des énergies de liaison pour les états fondamentaux des séries
isotopiques des Pu, U, Cm, et du Hg. Les valeurs positives correspondent à des
systèmes sous-liés.

3.2.4 États à déformation normale et superdeformés

Après cette étude sur les énergies de liaisons pour les noyaux sphériques et déformés,
nous allons étudier les prédictions concernant plus spécifiquement la déformation.
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Étude sur les actinides à déformation normale

Commençons par étudier les actinides (Cm, Pu, U) pour des petites valeurs des para-
mètres de déformation βlm. Le premier constat assez frappant que l’on peut faire à l’aide
de la figure 3.10 est qu’il n’y a presque aucune différence entre les résultats obtenus avec
chaque paramétrisation. Elles permettent toutes de reproduire la déformation quadrupo-
laire β20 pour chaque noyau étudié. Les résultats sont plus contestables pour la déformation
hexadecapolaire β40. Les résultats pour les valeurs de β40 sont cependant compatibles avec
les valeurs expérimentales accompagnées de leurs barres d’erreur pour les plutoniums et
les uraniums et légèrement plus éloignés pour les curiums.

β
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β20

β40

β
ℓm
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β20

β40

β
ℓm

Mass Number A

β20

β40

Figure 3.10 – Paramètres multipolaires caractérisant la déformation. Les valeurs
expérimentales des β20 et β40 sont prises de [68,71].

Étude concernant la super-déformation

Pour la partie super-déformée (SD), nous avons pris les mêmes séries isotopiques que
pour l’étude sur la déformation normale tout en ajoutant les séries des plombs sur la
figure 3.12.

Encore une fois, pour les états SD sur les figures 3.11 et 3.12, on voit que l’on obtient
les mêmes différences de tendance entre les interactions avec des traitements du centre de
masse différents que celles observées avec les barrières de fission. Les 1T2F(X) surestiment
toujours les valeurs expérimentales et, à l’opposé, les 1F2F(X) vont sous-estimer les don-
nées. La prise en compte des deux termes de la correction du mouvement du centre de
masse, avec les paramétrisations 1T2T(X), permet de mieux reproduire les données pour
les états SD.
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β20 β20
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Figure 3.11 – Panneaux du bas : Énergie d’excitation de l’état 0+ des isomères de
fission des isotopes pairs-pairs des Pu, U et Cm. Les valeurs des énergies expérimen-
tales sont tirées de [67,72].
Panneaux du haut : Valeurs calculées et expérimentales de β20. Voir le tableau 3 de
Singh et al. [72] pour les déformations. Seuls les isomères identifiés comme tête de
bande 0+ sont gardés comme dans Nikolov et al. [67].
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β
2
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β20
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Figure 3.12 – Panneaux du bas : Énergie d’excitation 0+ de la tête de bande de
la bande rotationnelle de l’état superdeformé des isotopes du Hg et Pb.
Panneaux du haut : Valeurs des β20 calculées comparées aux données expérimentales.
Voir les discussions sur les tableaux III et IV de [15].

3.2.5 Étude concernant l’appariement

Oscillation des masses pairs-impairs

Le phénomène que l’on nomme « oscillation » 2 pairs-impairs des masses se manifeste
lorsque l’on regarde la différence des énergies de liaison entre les isotopes pairs et impairs
d’un élément.

Il s’avère que l’énergie de liaison d’un noyau impair est inférieure (en valeur absolue) à
la moyenne arithmétique des énergies de ces deux voisins pairs. En traçant l’évolution des
énergies de liaison d’une série d’isotopes, on observe donc un décalage entre les énergies
de liaison des noyaux pairs et celles des noyaux impairs. On explique ce décalage par les
corrélations d’appariement dans les noyaux pairs-pairs ce qui a pour conséquence une aug-
mentation de l’énergie de liaison pour ces noyaux. On pourra se servir de cette observation
pour quantifier l’appariement à l’aide d’une formule à trois points donnée par [73] :

∆(3)
q (N0) ≡

(−1)N0

2
[E(N0 − 1)− 2E(N0) + E(N0 + 1)] . (3.2)

Nous avons donc étudié ce phénomène dans la série isotopique des mercures AHg, les
résultats sont représentés sur la figure 3.13. Ici, nous comparons les résultats obtenus avec
SLy5s1 et la série d’interactions avec des masses effectives m∗

0/m = 0,80 pour les trois
traitements de la correction du mouvement du centre de masse sur le panneau du haut
et avec les interactions avec la même correction pour le centre de masse, mais des masses
effectives différentes sur le panneau du bas.

2. staggering en anglais.
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Pour commencer, nous pouvons constater que toutes les paramétrisations ont une ten-
dance à sous-estimer les corrélations d’appariement dans cette chaîne isotopique. Il y a
aussi une diminution de la valeur de ∆

(3)
n pour les isotopes avec un nombre de neutrons

entre 99 et 105 avec l’interaction 1F2F(0.80) (panneau du haut) et entre 99 et 103 pour
l’interaction 1T2T(0.70) (panneau du bas). La raison de cette diminution n’est pas bien
comprise et nécessite plus d’investigations, elle ne sera pas discutée dans ce manuscrit.

L’interaction 1T2F(0.80) donne en moyenne une valeur de ∆
(3)
n plus grande qu’avec

les deux autres interactions et se retrouve donc plus proche des données expérimentales.
Nous avons ensuite l’interaction 1T2T(0.80) et enfin 1F2F(0.80). Sur le panneau du bas,
hormis pour un nombre de neutrons entre 99 et 103 c’est l’interaction 1T2T(0.70) qui
reproduit au mieux les données suivie de 1T2T(0.80) puis de 1T2T(0.85). Néanmoins,
SLy5s1 reste l’interaction donnant les meilleurs résultats pour l’évaluation des corrélations
d’appariement pour cette série isotopique.
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Figure 3.13 – Oscillations des masses pairs-impairs pour les isotopes des mercures
de 176Hg à 194Hg avec les interactions SLy5s1, 1F2F(0.80), 1T2F(0.80), 1T2T(0.80),
1T2T(0.70), 1T2T(0.85).

Moment d’inertie et appariement

Lorsqu’un noyau présente un état non sphérique, on voit apparaître un spectre en
énergie d’excitation identifiable à un système en rotation. On nommera ce type de spectre
une bande rotationnelle. Les bandes rotationnelles sont un type de spectre assez caracté-
ristiques et peuvent, en première approximation, s’expliquer à l’aide du modèle du rotor
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rigide où l’énergie en fonction du moment angulaire est donnée par :

E(J) =
~
2J(J + 1)

2I
, (3.3)

avec :

• I → le moment d’inertie ;

• J → le moment angulaire.

Le modèle du rotor rigide permet une bonne description qualitative des spectres, mais
peine à bien reproduire les données car il a tendance à surestimer les valeurs expérimen-
tales [22]. C’est avec un modèle intégrant l’appariement proposé par Bohr et Moddelson [21]
que les résultats ont pu se rapprocher des données expérimentales. Dès lors, nous savons
que la superfluidité va avoir un impact sur les bandes rotationnelles. On va donc pouvoir
se servir de cette information pour étudier les corrélations d’appariement.

Nous avons étudié la bande rotationnelle du 194Hg qui présente un état SD à β20 ≈ 0,58±
0,03 . Dans les états SD, on voit apparaître une cascade de désexcitation rendant la connais-
sance du moment angulaire difficile d’accès expérimentalement. On va donc étudier le
moment d’inertie dynamique car il est plus simple à extraire et défini comme :

I(2) ≡
(

d2E

dJ2

)−1

=

(

dω

dJ

)−1

. (3.4)

avec ω la fréquence de rotation donnée par :

ω ≡ dE

dJ
. (3.5)

Pour obtenir le moment d’inertie dynamique du noyau, nous avons effectué des calculs
HFB contraints dits « crankés » dans un référentiel en rotation. La structure interne du
noyau en rotation de moment angulaire total J , est décrite par l’état de quasi-particules
|ψ(J)〉 qui minimise la fonctionnelle.

Le principe de ce calcul consiste à prendre l’axe de symétrie du noyau comme étant
l’axe dans la direction Jx puis de faire varier la valeur de la fréquence de rotation ωz

considérée comme une contrainte. Ceci se traduit par l’équation :

δ〈ψ(J)|(Ĥ− ωzĴz)|ψ(J)〉 . (3.6)

Pour un noyau pair-pair et avec des transitions ∆J = 2~, la fréquence de rotation
et le moment d’inertie dynamique expérimental peuvent être extraits avec les définitions
suivantes prises de [15] :

~ωexp =
1

4
[Eγ(J + 2 → J) + Eγ(J → J − 2)] , (3.7)

et

I(2)
exp =

4

[Eγ(J + 2 → J)− Eγ(J → J − 2)]
. (3.8)

Dans [15], le même calcul a été effectué et les résultats sont en très bon accord avec les
données expérimentales. Ceci nous a donc motivés pour étudier cette bande pour pouvoir
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faire la comparaison avec les nouvelles paramétrisations, puisque le but est d’obtenir des
interactions dont les qualités prédictives soient à minima aussi bonnes que celles de SLy5s1.
En regardant la figure 3.14, on constate que les résultats sont cependant décalés par rapport
aux résultats expérimentaux contrairement à ce qui avait été obtenu dans [15].

Une possible explication pour cette différence pourrait être que, dans l’étude menée
dans [15], les calculs ont été effectués en utilisant la méthode Lipkin-Nogami [74]. Or, dans
notre cas nous ne l’avons pas utilisée. Il semblerait, pour des raisons qui ne sont pour
l’instant pas totalement comprises, que sans l’utilisation de Lipkin-Nogami la description
de cette bande rotationnelle ne soit que très peu satisfaisante. Une étude plus approfondie
semble nécessaire pour mieux comprendre l’origine de ce désaccord.
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Figure 3.14 – Moment d’inertie dynamique en fonction de la fréquence de rotation
pour la bande de l’état SD du mercure 194Hg.

3.2.6 Oscillations des rayons de charges

Cette fois, nous allons nous intéresser à l’oscillation des rayons de charges toujours pour
la chaîne isotopique des mercures AHg. On définira le décalage isotopique δ〈r2〉 comme la
différence entre le rayon quadratique moyen de charge d’un noyau par rapport à un isotope
de référence, qui sera ici le 186Hg :

δ〈r2〉 = 〈r2〉A − 〈r2〉186 . (3.9)

Cette série présente un intérêt particulier du fait de la coexistence de forme présente
dans certains mercures avec trois minima très proches en énergie. De par cette coexistence
de forme, le passage d’un noyau à un autre peut faire passer d’un état oblate pour l’un à un
état prolate pour le suivant. Ceci va donc entraîner un changement de rayon relativement
important entre des isotopes successifs et donc une amplitude d’oscillation des rayons bien
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plus grande que ce que l’on observerait sans ce phénomène. Pour les mercures entre A = 181
et A = 185, on va donc avoir des états fondamentaux oblates pour les isotopes pairs et
prolates pour les impairs. Ce phénomène à été étudié dans l’article de Sels et al [41] et les
données expérimentales pour les noyaux de mercure 181Hg à 185Hg viennent de cet article.

Sur la figure 3.15, on voit que SLy5s1 prédit bel et bien cet effet, mais avec un déca-
lage vers les noyaux plus légers. On a donc le 179Hg qui est prolate au lieu d’être oblate
et inversement le 185Hg est oblate au lieu d’être prolate. Avec l’interaction 1T2T(0.80),
contrairement à SLy5s1, on obtient bien un état oblate pour le 179Hg, mais nous n’obte-
nons pas des états prolates pour les mercures 183Hg et 185Hg. Pour l’interaction 1T2F(0.80),
ce phénomène de forte augmentation de l’amplitude du staggering n’apparaît pas car tous
les noyaux sont prédits comme étant oblates. La paramétrisation 1F2F(0.80) prédit seule-
ment des noyaux prolates pour les mercures 179Hg et 185Hg. Enfin, l’interaction 1T2T(0.70)
donne des résultats similaires à SLy5s1. La figure 3.16 permet aussi une visualisation de
ce résultat, mais en regardant plutôt les différences d’énergie entre les états faiblement ou
fortement prolates et l’état oblate prédit par chaque interaction pour chaque isotope. Une
valeur négative de cette différence correspond à un état prolate. On peut donc, à l’aide de
cette figure, prédire l’oscillation des rayons de charges due au changement de forme.

L’oscillation des rayons dépend de la forme des noyaux et donc des propriétés de sur-
face. On peut constater encore une fois qu’une valeur de aMTF

surf trop petite donne des
noyaux principalement prolates (1F2F) et, à contrario, une valeur trop grande seulement
des noyaux oblates (1T2F).
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Figure 3.15 – Décalage isotopique des rayons de charges pour les interactions
SLy5s1, 1F2F(0.80), 1T2F(0.80), 1T2T(0.80), 1T2T(0.70), 1T2T(0.85) dans les mer-
cures 176,194Hg.

Avant de conclure sur cette partie, il est important de noter qu’aucune des interactions
présentées ici ne reproduit l’oscillation des rayons avec le bon signe à partir du 187Hg.
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SLy5s1, 1F2F(0.80), 1T2F(0.80), 1T2T(0.80), 1T2T(0.70), 1T2T(0.85).
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4
Conclusion

Dans cette partie de la thèse, nous avons prolongé le travail entamé par R. Jodon
et al. [40] pour la mise en œuvre d’un protocole visant à décrire de manière simple les
propriétés des noyaux liées à leur déformation. Il a été montré, dans la thèse de R. Jodon,
qu’une bonne description des barrières de fission pouvait se faire à l’aide d’un protocole
d’ajustement simple n’impliquant que de contraindre la valeur du coefficient de l’énergie
de surface asurf (pouvant être calculé à l’approximation MTF) au lieu de passer par des
calculs plus complexes comme cela a été fait avec l’interaction SKM∗ [75]. Ces travaux ont
débouché sur l’ajustement de l’interaction SLy5s1 qui est un succès pour la description des
déformations des noyaux [15], mais qui peine à reproduire leurs énergies de liaison avec
une précision suffisante.

En nous inspirant des travaux de M. Bender et al. [49] qui a montré que le terme à deux
corps de la correction du mouvement du centre de masse était lié au coefficient d’énergie
de surface asurf nous avons décidé d’ajuster une nouvelle série d’interactions en considérant
différent traitement possibles pour cette correction.

Au cours de cette thèse, nous avons redéfini le protocole d’ajustement en élargissant
l’intervalle de recherche pour asurf . Nous avons explorer les différentes conséquences qu’im-
plique l’ajout partiel ou total de la correction du mouvement du centre de masse et testé
plusieurs valeurs pour la masse effective m∗/m.

À la suite de ces ajustements, nous avons pu conclure que le simple fait de prendre
en compte les deux termes de la correction du mouvement du centre de masse toute la
correction permettait, sans contrainte sur asurf , d’obtenir une valeur pour asurf proche de
celle attendue et, surtout, une bonne description des barrières de fission. On a aussi pu
constater que les interactions 1T2F(X) en donnaient une valeur trop grande et à l’inverse
les interactions 1F2F(X) une valeur trop petite. En explorant différents résultats sur la
déformation nous avons pu constater que les paramétrisations 1T2T(X) et particulièrement
1T2T(0.80) permettaient de reproduire aussi bien, voire mieux que SLy5s1, l’ensemble des
systèmes que nous avons considérés.

Un point clef de cette étude était d’obtenir de meilleurs prédictions sur les énergies
de liaison. Les paramétrisations 1T2T(X) ont permis de réussir à mieux reproduire ces
observables. Les résultats ont été comparés avec ceux obtenus avec SLy7. Cette dernière
interaction donne de meilleurs résultats sur ce point. Néanmoins, il faut rappeler le fait
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que SLy7 n’est utilisable que pour des systèmes pairs par renversement du temps en raison
d’instabilités de tailles finies dans les canaux S = 1. Or, les paramétrisations mise au point
au cours de ce travail sont toutes stables dans les différents canaux (S, T ) et sont donc
utilisables pour tout type de calcul à l’approximation du champ moyen. La paramétrisation
qui a donnée les meilleurs résultats est la 1T2T(0.80) que l’on nommera désormais SLy7s1.
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Troisième partie

Interaction de Gogny D2
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5
Interactions & fonctionnelles de Gogny

Dans la seconde partie de ce manuscrit, nous allons passer à l’étude des interactions de
portée finie et plus particulièrement l’interaction de Gogny [66,76] et ses différentes para-
métrisations. Le but est d’étudier la paramétrisation D2 pour laquelle le terme dépendant
de la densité a été modifié pour passer d’une portée nulle à une portée finie [77]. Ensuite,
nous regarderons les implications de cette modification en faisant une étude comparative
entre D2 et un ensemble de paramétrisations de Gogny. Nous allons surtout considérer
la stabilité de ces paramétrisations et étudier s’il existe une corrélation avec les résultats
concernant les densités de charge et les densités isovectorielles.

De plus, notre intérêt pour D2 vient du fait que le terme de portée finie dépendant de la
densité donne, dans la fonctionnelle, des contributions ayant une structure très similaires
à ceux obtenus avec une interaction à trois corps semi-régularisée. Cette dernière nous
servira donc d’interaction test avant de passer à l’implémentation numérique de la nouvelle
interaction qui fera l’objet de la dernière partie.

Contents
5.1 Interaction standard de Gogny . . . . . . . . . . . . . . . 57

5.2 Évolution de la dépendance en densité. Vers une portée
finie . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 59

5.3 Résultats . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 61

5.3.1 Étude des densités avec les interactions de Gogny . . . . . 61

5.3.2 Gouttelettes de neutrons . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 70

5.3.3 Conclusion concernant l’interaction D2 . . . . . . . . . . . 74

5.1 Interaction standard de Gogny

Comme l’interaction de Skyrme, celle de Gogny est une interaction effective utilisée à
l’approximation du champ moyen (et au-delà). La différence entre ces deux interactions
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vient de la portée utilisée pour modéliser l’interaction nucléaire effective. Pour les interac-
tions de Skyrme, comme précisé dans le chapitre 2, équation (2.1), un delta de Dirac est
utilisé, ce qui donne une interaction de contact non-locale, mais conduit à un champ moyen
local. Pour les interactions de Gogny, on utilise explicitement une portée avec deux gaus-
siennes comme facteurs de forme, ce qui donnera un champ moyen non-local. De plus, pour
les mêmes raisons que dans le cas d’une interaction de type Skyrme, un terme dépendant
de la densité a été rajouté. La forme usuelle de l’interaction de Gogny s’écrit alors :

V̂Gogny(x1, x2;x3, x4) = δ(r1 − r3)δ(r2 − r4)

×
[

∑

j=1,2

e
−

(r1−r2)
2

µ2
j

{

Wj 1̂σ1̂τ +BjP̂σ1̂τ −Hj 1̂σP̂τ −MjP̂σP̂τ

}

+ t0

(

1̂12 + x0P̂
σ
12

)

ρα0 (R)δ̂r12

+ iW0 (σ̂13δσ2σ4 + σ̂24δσ1σ3) · (k̂∗
12 × k̂34)

]

. (5.1)

Les notations dans cette équation sont les mêmes que celles utilisées dans la première
partie de ce manuscrit( 2). Cette fois il y aura 13 paramètres à ajuster (W1,2, B1,2, H1,2,
M1,2, µ1,2, t0, α, W0, le paramètre α étant en général constant et égal à 1/3). Il existe
beaucoup moins de paramétrisations pour les interactions de Gogny que pour celles de
Skyrme. Les paramétrisations D1 et D1’ sont les premières mises au point par J. Dechargé
et D. Gogny [78]. La paramétrisation D1S [79], qui vise à une amélioration des prédic-
tions sur les propriétés de surface des noyaux, est aujourd’hui la plus utilisée. On peut
également citer D1N [80] qui a pour but une meilleure description des systèmes présentant
une forte asymétrie entre neutrons et protons, mais cette paramétrisation conduit à des
instabilités de taille finie si elle est utilisée dans un programme traitant les équations HFB
en représentation position [81]. Plus récemment, la paramétrisation D1M [82] a été ajustée
avec l’intention de mieux reproduire les énergies de liaison des noyaux. Comme D1M est
en mesure de faire de bonnes prédictions concernant les masses mais donne cependant une
valeur assez basse de la pente de l’énergie de symétrie (avec L ≃ 24,8 MeV), une nouvelle
paramétrisation, D1M∗ [83], fut construite à partir d’elle avec pour but d’augmenter ce
paramètre qui, même s’il est toujours relativement mal connu, semble être environ égal à
L = 70 ± 20 MeV [34, 84, 85]. La majorité des paramétrisations de Gogny en donne une
valeur bien inférieure comme on peut le voir dans le tableau 5.1.

À cause de la valeur de L trop petite, aucune paramétrisation de Gogny (à part D1M∗)
n’est en mesure de reproduire la valeur maximale observée d’environ deux masses solaires
pour les étoiles à neutrons. La paramétrisation D1M∗ a donc pour but une augmentation
de L pour une utilisation tournée vers l’astrophysique tout en essayant de conserver les
bonnes propriétés de D1M.

Dans la suite de ce manuscrit, nous allons comparer D2 avec l’ensemble de ces para-
métrisations.
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5.2 Évolution de la dépendance en densité. Vers une
portée finie

Presque tous les termes de l’interaction de Gogny contiennent une portée, hormis le
terme dépendant de la densité et le terme spin-orbite. Il semble à priori plus « naturel » de
vouloir que ces deux termes soient eux aussi de portée finie [86]. Dans sa thèse F. Chappert
a proposé une modification du terme dépendant de la densité dans le but de lui mettre une
portée. Cette évolution est aussi motivée par le fait qu’une dépendance en densité avec une
portée nulle comme prise jusqu’à maintenant ne peut être active dans les canaux (S, T ) =
(0, 0) et (1, 1) (voir partie III.1 de la référence [87]). Dans les interactions traditionnelles de
Gogny, le paramètre x0 vaut 1 pour éviter une contribution dans le canal d’appariement qui
engendrerait des divergences si aucun cut-off n’était appliqué. Cette modification permet
donc de pouvoir agir dans chacun de ces canaux et en plus d’avoir quatre paramètres
supplémentaires à ajuster (W3, B3, H3, M3 et µ3 au lieu de t3) et, par conséquent, d’avoir
une plus grande souplesse de la fonctionnelle. Le terme dépendant de la densité est choisi
de la forme suivante :

V̂DD(x1, x2;x3, x4) =
ρα(r1) + ρα(r2)

2

e
−

(r1−r2)2

µ23

(a3
√
π)3

×
[

W31̂σ1̂τ +B3P̂σ1̂τ −H31̂σP̂τ −M3P̂σP̂τ

]

, (5.2)

ce qui donne la nouvelle interaction ci-dessous :

V̂Gogny(x1, x2;x3, x4) = δ(r1 − r3)δ(r2 − r4)

×
{

∑

j=1,2

e
−

(r1−r2)2

µ2
j

[

Wj 1̂σ1̂τ +BjP̂σ1̂τ −Hj 1̂σP̂τ −MjP̂σP̂τ

]

+
e
−

(r1−r2)2

a23

(µ3
√
π)3

ρα(r1) + ρα(r2)

2

[

W31̂σ1̂τ +B3P̂σ1̂τ −H31̂σP̂τ −M3P̂σP̂τ

]

+ iW0 (σ̂13δσ2σ4 + σ̂24δσ1σ3) ·
(

k̂∗
12 × k̂34

)

}

. (5.3)

Avant de passer à une étude concernant les systèmes finis, nous avons exposé dans
le tableau 5.1 certaines observables caractéristiques de la matière nucléaire infinie pour
plusieurs paramétrisations de Gogny qui seront utilisées à titre de comparaison dans la
suite de ce chapitre.

Dans ce tableau, on observe que D1 et D1S donnent une masse effective plus petite que
les autres paramétrisations. Pour ce qui est du module d’incompressibilité, cette fois D2 et
D1S donnent une valeur plus faible mais toujours dans un intervalle de valeurs acceptables.
La grande différence est surtout observée pour la pente de l’énergie de symétrie L bien
plus élevée avec D2 que pour les anciennes paramétrisations sans pour autant que cette
observable ne soit contrainte comme c’est le cas pour D1M∗.

Nous allons donc voir dans la partie suivante quelques résultats et dans quelle mesure
cette modification de la dépendance en densité permet de meilleures prédictions.
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Matière nucléaire infinie
ρsat E/A m∗/m K∞ J L

[fm−3] [MeV] [MeV] [MeV] [MeV]
D1 0,166 −16,303 0,670 229,353 30,697 18,365
D2 0,163 −15,995 0,738 209,251 31,110 44,831
D1S 0,163 −16,007 0,697 202,841 31,125 22,441
D1N 0,161 −15,955 0,748 225,537 29,585 33,553
D1M 0,165 −16,023 0,746 224,965 28,552 24,834
D1M∗ 0,165 −16,061 0,746 225,401 30,249 43,177
Est. 0,160± 0,002 −16,0± 0,2 0,70 à 0,80 210 ±20 30 ±2 70±20

Table 5.1 – Grandeurs caractéristiques des paramétrisations de l’interaction de
Gogny dans la matière nucléaire infinie. Les estimations (sur la dernière ligne) pro-
viennent de [51] et de [34, 84,85].
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5.3 Résultats

Nous allons maintenant présenter l’ensemble des résultats que nous avons obtenus.
Nous étudierons la stabilité des différentes paramétrisations via les résultats otbtenus avec
les densités de charge et les densités isovectorielles pour un ensemble de noyaux. Puis
nous nous intéresserons aux systèmes totalement asymétriques que sont les gouttelettes de
neutrons.

Il est bon de préciser que tous les calculs ont été effectués avec les termes à un et deux
corps de la correction du mouvement du centre de masse. L’interaction coulombienne a été
traitée de manière exacte en considérant les protons comme des charges ponctuelles.

5.3.1 Étude des densités avec les interactions de Gogny

Comme nous l’avons mentionné dans la première partie de ce manuscrit, il peut arriver
qu’une interaction présente des instabilités de taille finie. Nous avons vu comment mettre
en évidence ces instabilités à l’aide d’un calcul de réponse linéaire, mais surtout à les éviter
lors de l’ajustement des paramètres d’une interaction. Tous ces procédés sont relativement
simples à mettre en œuvre avec une interaction de Skyrme, car le coût numérique des calculs
reste raisonnable. En revanche, tout ceci semble bien plus compliqué pour une interaction
de portée finie [55, 88]. Le temps de calcul demandé pour le calcul de la réponse linéaire
pour une interaction de portée finie est bien trop important pour envisager l’utilisation de
cette méthode dans une procédure d’ajustement.

Il existe des critères de stabilité qui sont imposés par les paramètres de Landau, spé-
cifiquement, on doit avoir FST

ℓ > −(2ℓ + 1) [89] (les notations pour les paramètres de
Landau sont ici celles de [87]). De ce point de vue, toutes les paramétrisations présentées
ici respectent ces conditions de stabilité à la densité de saturation comme le montre le
tableau 5.2 et la figure 5.1. Sur cette figure, on présente les paramètres de Landau pour
ℓ = 0, ce qui impose notamment FST

0 > −1 pour avoir des interactions stables. Pour le
canal (S, T ) = (0, 0), l’instabilité à faible densité est due à un effet physique appelé instabi-
lité spinodale [90]. Dans le canal (S, T ) = (0, 1), on voit que seul D1M∗ et D2 sont stables
à très haute densité, en ce qui concerne D1, D1S, et D1N, on voit que le critère F 01

0 > −1
n’est plus respecté pour ρ0 > 0,5 fm−3 (à une densité un peu plus élevée que pour D1S)
ce qui correspond à des densités que l’on ne rencontrera pas dans les systèmes étudiés. On
voit aussi des instabilités apparaître pour (S, T ) = (1, 1), mais cette fois avec D1S, D1M,
D1N et D1M. Les interactions D1 et D2, semblent rester stables. Malgré tout, ces instabi-
lités arrivent à des densités bien supérieures à ce que l’on attend dans un noyau. On peut
donc considérer que toutes les paramétrisations présentées ici respectent les conditions de
stabilité sur un intervalle de densité assez grand pour ne pas avoir à s’en inquiéter pour
des calculs concernant des noyaux. Les paramètres de Landau donnent donc des conditions
nécessaires, mais non suffisantes pour inférer sur l’éventuel caractère pathologique d’une
paramétrisation dans les noyaux.

Il est aussi possible de faire une analyse post-ajustement comme cela a été fait dans
la référence [55] à l’aide de la RPA. Dans cet article, les auteurs ont montré que les den-
sités critiques auxquelles apparaissaient les instabilités dans le canal scalaire-isovectoriel
(S,T) = (0,1) sont plus proches de la saturation avec D1N, suivie de D1M puis D1S et enfin
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Paramètres de Landau pour ℓ = 0 (F ST
0 > −1)

F 00
0 F 01

0 F 10
0 F 11

0

D1 −0,323 316 0,630 232 0,466 278 0,602 136
D2 −0,308 987 0,849 242 0,197 302 0,961 978
D1S −0,369 032 0,742 754 0,466 101 0,631 028
D1N −0,241 161 0,791 719 0,761 175 0,374 916
D1M −0,255 411 0,701 047 −0,013 155 0,710 549
D1M∗ −0,254 950 0,799 738 0,085 885 0,644 516

Paramètres de Landau pour ℓ = 1 (F ST
1 > −3)

F 00
1 F 01

1 F 10
1 F 11

1

D1 −0,990 749 0,570 066 0,062 797 0,342 345
D2 −0,784 699 0,696 080 0,069 482 0,639 014
D1S −0,908 860 0,470 433 −0,184 390 0,610 333
D1N −0,757 267 −0,054 990 −0,596 704 0,937 428
D1M −0,761 932 0,378 172 −0,379 783 0,651 448
D1M∗ −0,762 386 0,093 300 −0,665 569 0,842 451

Paramètres de Landau pour ℓ = 2 (F ST
2 > −5)

F 00
2 F 01

2 F 10
2 F 11

2

D1 −0,333 578 0,138 198 0,124 164 0,076 248
D2 −0,828 976 0,557 270 0,285 508 −0,032 018
D1S −0,557 772 0,342 395 0,244 971 −0,037 692
D1N −0,283 462 0,324 104 0,468 623 −0,140 733
D1M −0,302 014 0,632 497 0,483 422 −0,243 453
D1M∗ −0,302 634 0,777 505 0,628 095 −0,339 726

Table 5.2 – Paramètres de Landau (pour ℓ =0, 1 et 2) pour les paramétrisations
utilisées.
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Figure 5.1 – Paramètres de Landau pour ℓ = 0 dans les quatre canaux (S, T )
en fonction de la densité ρ0 pour les interactions D1, D1S, D1N et D1M. Le trait
pointillé vertical représente la position de la densité de saturation empirique
ρsat = 0,16 fm−3.

D1 comme on peut le voir sur la figure 5.2 sur laquelle ont été représentées les densités
auxquelles apparaissent des pôles dans la fonction réponse dans le plan (q, ρ0) (q étant le
moment transféré entre une particule et un trou et ρ0 la densité de la matière nucléaire
infinie symétrique).

Dans la partie suivante, nous allons donc étudier les distributions des densités de charge
et des densités isovectorielles pour un certain nombre de noyaux avec les paramétrisations
D1, D1S, D1N, D1M, D1M∗ et D2 afin de voir si l’on observe aussi une corrélation entre
l’apparition des pôles dans la fonction de réponse RPA à certaines densités et les instabilités
dans les noyaux.

Nous avons choisi 9 noyaux représentant un ensemble de masses assez variées ainsi
qu’une grande diversité vis-à-vis des moments orbitaux des couches voisines du niveau
de Fermi. Les noyaux sont soit simplement soit doublement magiques. Nous avons aussi
pris des noyaux saturés ou non en spin. La liste des noyaux considérés est donnée dans le
tableau 5.3.

Il n’existe pas de données expérimentales pour les profils de densité de charge (ou de
neutrons) pour chacun de ces noyaux mais, quand cela a été possible, nous avons comparé
les densités de charge avec les valeurs expérimentales tirées de [91]. Dans ces cas, nous
avons représenté sur chaque figure la déviation par rapport à l’expérience pour chaque
paramétrisation. Cette déviation est définie par :

∆ρch =

√

∫

dr 4πr2
(

ρcalcch (r)− ρexpch (r)

)2

. (5.4)
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Figure 5.2 – Densité critique ρc divisée par la densité de saturation ρsat = 0,16 fm−3

(notée ρ0 sur cette figure) en fonction du moment transféré q (en fm−1) pour D1,
D1S, D1N et D1M. Cette figure est tirée de [55].

Noyaux étudiés
noyau magique pour

les neutrons
magique pour
les protons

saturé en spin
(neutrons)

saturé en spin
(protons)

30Si × × X ×
34Si X × X ×
40Ca X X X X
48Ca X X X ×
60Ni × X × ×
80Zr × × X X
90Zr X × × X
120Sn × X X X
208Pb X X × ×

Table 5.3 – Tableau contenant l’ensemble des noyaux utilisés pour cette étude. Il
est indiqué s’ils sont simplement ou doublement magiques et s’ils sont saturés ou
non en spin.
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Noyaux doublement magiques

Nous allons commencer par regarder ce que l’on obtient avec les noyaux doublement
magiques qui seront ici les calciums 40,48Ca, et le plomb 208Pb.

Sur les figures 5.3, 5.4 et 5.5, on peut constater que toutes les paramétrisations, hormis
D1M∗, donnent des résultats qui convergent et donnent des solutions à priori physiques
pour ces systèmes.

Pour le 208Pb, sur la figure 5.5, on voit que D1N surestime la densité de charge au
centre du noyau par rapport aux autres interactions et surtout par rapport à l’expérience
(toutefois il est bon de rappeler que les des barres d’erreurs sur les valeurs expérimentales
ne sont pas fournis). Les différences au centre du noyau peuvent en partie s’expliquer par
la valeur de la densité de saturation qui est différente pour chaque paramétrisation (voir le
tableau 5.1). Pour ce noyau, aucune paramétrisation ne semble donner une reproduction
précise du profil expérimentale (même si, encore une fois, l’absence de barres d’erreur sur
les données rend cette observation délicate). Par contre, en s’intéressant aux déviations par
rapport aux profils de densité de charges expérimentales ∆ρch qui sont données dans le
tableau 5.4, on voit des différences plus marquées entre les paramétrisations. Pour ces trois
noyaux doublement magiques, D2 semble être la paramétrisation reproduisant au mieux
les données expérimentales. Nous avons ensuite D1M, D1S, D1N et enfin D1.

noyaux I D1 D2 D1S D1N D1M
40Ca 0 0,0192 0,0143 0,0275 0,0193 0,0141
48Ca 0,166 0,0218 0,0151 0,0286 0,0237 0,0131
208Pb 0,211 0,0552 0,0343 0,0361 0,0510 0,0504

Somme 0,0962 0,0637 0,0922 0,0940 0,0776

Table 5.4 – Déviation à la densité de charge expérimentale ∆ρch pour chaque
paramétrisation. La somme sur les trois noyaux est mise à titre indicatif.

Nous pouvons tirer plus d’informations sur un caractère éventuellement instable en re-
gardant la densité isovectorielle pour chaque noyau. On voit que, de manière systématique,
les amplitudes de la densité isovectorielle sont extrêmement grandes pour D1N par rap-
port aux autres paramétrisations. Dans certains cas, l’interaction D1M donne également
des amplitudes assez grandes, on a ensuite D1S et enfin D1 et D2 qui produisent des profils
assez similaires. Ce qui est à mettre en avant semble être la possible corrélation entre la
proximité des pôles dans la fonction de réponse présentée sur la figure 5.2 et la hiérarchie
entre l’amplitude des oscillations de la densité isovectorielle dans les noyaux.

Noyaux semi-magiques

Nous allons maintenant nous intéresser aux noyaux semi-magiques 34Si, 60Ni, 90Zr et
120Sn.

Cette fois, nous observons des noyaux pour lesquels les calculs ne convergent pas pour
toutes les paramétrisations (en plus de D1M∗). Pour le 34Si, le 60Ni et le 120Sn respecti-
vement sur les figures 5.6, 5.7 et 5.9, on voit que D1N et D1M∗ ne conduisent pas à une
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Figure 5.3 – Sur la figure de gauche est représenté le profil de la densité de charge
pour le 40Ca. La densité isovectorielle est représentée à droite.
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Figure 5.4 – Sur la figure de gauche est représenté le profil de la densité de charge
pour le 48Ca. La densité isovectorielle est représentée à droite.
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Figure 5.5 – Sur la figure de gauche est représenté le profil de la densité de charge
pour le 208Pb. La densité isovectorielle est représentée à droite.

convergence des calculs. Nous avons des valeurs expérimentales concernant les densités
de charge pour seulement deux des noyaux considérés dans ce paragraphe. Les ∆ρch sont
représentés dans le tableau 5.5. Malgré des écarts pouvant paraître grands au centre du
noyau par rapport à l’expérience pour certaines paramétrisations, on voit que la valeur de
la déviation ∆ρch nous informes sur les différences globales entre les prédictions de chaque
paramétrisations. Néanmoins, ce chiffre seul ne peut suffire à englober toute la discussion.
Par exemple, il ne prend pas en compte les oscillations des densités de charge obtenues avec
chaque paramétrisation autour des valeurs expérimentales. En effet, si on ne se fie qu’à ce
nombre alors D1S semble être la paramétrisation permettant la meilleure reproduction de
la densité de charge du 60Ni, mais si on regarde la figure on voit que cette paramétrisation
présente un profil plus éloigné de l’expérience au centre que D1 ou D2. Il nous faudra donc
bien ces deux informations pour juger des différentes paramétrisations.

Pour le 90Zr toutes les paramétrisations convergent et on observe toujours le même
schéma concernant l’amplitude de la densité ρ1 prédite pour chaque noyau.

noyaux I D1 D2 D1S D1N D1M D1M∗

60Ni 0,066 0,0387 0,0312 0,0306 NC 0,0359 NC
90Zr 0,111 0,0424 0,0365 0,0312 0,0176 0,0266 0,0280

Table 5.5 – Déviation à la densité de charge expérimentale pour chaque paramé-
trisation (NC signifie « Non conservé »).
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Figure 5.6 – Sur la figure de gauche est représenté le profil de la densité de charge
pour le 34Si. La densité isovectorielle est représentée à droite.
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Figure 5.7 – Sur la figure de gauche est représenté le profil de la densité de charge
pour le 60Ni. La densité isovectorielle est représentée à droite.
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Figure 5.8 – Sur la figure de gauche est représenté le profil de la densité de charge
pour le 90Zr. La densité isovectorielle est représentée à droite.
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Figure 5.9 – Sur la figure de gauche est représenté le profil de la densité de charge
pour le 120Sn. La densité isovectorielle est représentée à droite.
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Autres noyaux

Les deux derniers noyaux considérés ici sont le 30Si et le 80Zr, ils ne sont cette fois pas
magiques. Le 80Zr est en revanche un noyau symétrique avec N = Z. Pour le 80Zr, D1M∗

est la seule interaction qui ne donne pas de résultat convergé.
Le 30Si, représenté sur la figure 5.10, il n’est pas saturé en spin, et il présente une légère

asymétrie avec I = 0,067. Cette fois, nous avons quatre interactions qui ne parviennent
pas à converger pour ce noyau. Seules les interactions D1 et D2 donnent des résultats.
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Figure 5.10 – Sur la figure de gauche est représenté le profil de la densité de charge
pour le 30Si. La densité isovectorielle est représenté à droite.

Grâce à l’étude des densités dans les noyaux, nous pouvons émettre l’hypothèse qu’il
existe une corrélation entre la présence d’un pôle de la fonction réponse dans le canal
(S, T ) = (0, 1) au voisinage de la saturation (comme représenté sur la figure 5.2) et l’am-
plitude des densités isovectorielles ρ1 dans les noyaux. De fortes oscillations de cette densité
peuvent laisser envisager un caractère pathologique pour une paramétrisation. Si on sup-
pose que cette hypothèse est valide, alors un moyen d’éviter l’apparition d’instabilités de
taille finie pourrait être de contraindre la densité isovectorielle de certains noyaux durant
l’ajustement des paramètres. Comme des mesures précises de la densité isovectorielle ne
sont pas disponibles, on peut envisager de contraindre des densités de charge en supposant
que ces dernières auront un impacte indirecte sur les densités isovectorielles, ou éventuel-
lement utiliser des résultats de calculs ab initio (pour des noyaux relativement légers).

5.3.2 Gouttelettes de neutrons

Nous avons vu dans la partie précédente que plusieurs paramétrisations de l’interaction
de Gogny ne permettent pas de donner des résultats convergés pour certains noyaux. Nous
savons qu’il existe un lien entre la présence d’un pôle dans la fonction réponse au voisinage
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Figure 5.11 – Sur la figure de gauche est représenté le profil de la densité de charge
pour le 80Zr. La densité isovectorielle est représenté à droite.

de la densité de saturation et l’apparition d’instabilités comme discuté dans [55] et visible
sur la figure 5.2. Comme le montre le tableau 5.2, aucun des paramètres de Landau ne
nous a permis de prédire le comportement potentiellement instable des paramétrisations
dans les noyaux.

En revanche, on constate une différence notable entre les interactions en ce qui concerne
la valeur de la pente de l’énergie de symétrie L dans la matière nucléaire infinie (voir le
tableau 5.1). Il semble en effet que plus la valeur de L est grande plus le caractère instable
des paramétrisations de Gogny a pu se manifester, sauf dans le cas de D2 qui a une forme
différente, alors que les autres sont des paramétrisations différentes d’une même interaction.

Dans cette partie, nous allons étudier les gouttelettes de neutrons qui sont des systèmes
pour lesquels la valeur de L peut jouer un rôle significatif.

Sur la figure 5.12, est représentée l’équation d’état de la matière infinie symétrique et
de la matière de neutrons pour chaque interaction utilisée dans ce chapitre.

Toutes les paramétrisations ont un comportement à peu près similaire dans la matière
nucléaire symétrique. Pour ce qui est de la matière de neutrons, on observe des différences
notables. À grande densité, D1 et D1S finissent par s’effondrer. Pour ce qui est de D2, D1N,
D1M et D1M∗, on voit qu’aucun effondrement de l’équation d’état ne semble se manifester
avec l’augmentation de la densité. Malgré des similarités en ce qui concerne les comporte-
ments,on voit tout de même l’impact que jouent les valeurs de J et L (voir tableau 5.1). En
effet, on sait qu’au voisinage de la densité de saturation, la pente de l’énergie de symétrie
L est corrélée à la pente de l’équation d’état de la matière de neutrons, et l’énergie de sy-
métrie est reliée à la différence entre les énergies par particule dans la matière de neutron
et dans la matière symétrique (dans l’approximation dite « parabolique »).

Passons maintenant à des systèmes de taille finie. Les expériences pour sonder les
noyaux très asymétriques en neutrons sont peu nombreuses en raison de la difficulté qu’en-
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Figure 5.12 – Sur la figure de gauche est présentée l’énergie par nucléon dans la
matière nucléaire infinie symétrique en fonction de la densité ρ0. À droite dans la
matière de neutron.

traîne la création de ces noyaux. Mieux connaître les propriétés de ce type de matière
permettrait d’évaluer d’une manière plus approfondie les caractéristiques de l’écorce des
étoiles à neutrons, mais également d’éventuellement mieux comprendre comment se pro-
duit le « processus r » en astrophysique. Malgré l’impossibilité évidente d’avoir des données
expérimentales, il existe des calculs ab-initio permettant de modéliser des gouttelettes de
neutrons piégées dans un potentiel harmonique (caractérisé par ~ω avec ω la pulsation
classique de l’oscillateur) à l’aide d’une interaction dite « réaliste » comme dans [92]. Les
calculs effectués dans [92] (pour ~ω = 5 MeV et 10 MeV) donnent une évaluation de ce
que pourrait être le comportement de la matière de neutrons et feront office de données
« expérimentales ».

Ici, le point que nous voulons mettre en avant est seulement la possibilité de calculer
les propriétés de ces gouttelettes, nous ne rentrerons pas dans une discussion quant à la
capacité de décrire précisément ces systèmes (énergie par neutron, taille etc...). On peut
toutefois constater que toutes les paramétrisations considérées dans ce chapitre donnent
grossièrement une tendance similaire (les résultats obtenus sont présentés sur la figure 5.13).
Pour un piège avec ~ω = 5 MeV, D1M∗ est cependant la paramétrisation la plus éloignée
des valeurs « expérimentales » mais la plus proche lorsque l’on prend un piège avec ~ω =
10 MeV, l’interaction D2 étant alors la plus éloignée.

Pour un potentiel ~ω = 5 MeV on voit que toutes les paramétrisations permettent,
avec plus ou moins de précision, de reproduire l’énergie des gouttelettes. En revanche,
pour un potentiel avec ~ω = 10 MeV, et donc un confinement plus intense des neutrons,
on commence à observer des différences de comportement.

Pour commencer, les paramétrisations les plus instables et avec une pente de l’énergie
de symétrie plus élevée semblent plus aptes à produire des gouttelettes. On voit que D1M∗,

72



Chapitre 5. Interactions & fonctionnelles de Gogny

0 10 20 30 40 50
N

0.70

0.75

0.80

0.85

0.90

0.95

1.00

1.05

1.10

E/
ħω

A
4/
3

0 10 20 30 40 50
N

0.70

0.75

0.80

0.85

0.90

0.95

1.00

1.05

1.10

E/
ħω

A
4/
3

EAFDMC
EGFMC

D1N
D1M

D1M*
D2

D1
D1S

Figure 5.13 – Énergies des gouttelettes de neutrons (exprimées sous la forme
E/~ωA4/3 où A est le nombre de neutrons) piégées dans un potentiel harmonique
avec ~ω = 5 MeV à gauche et 10 MeV à droite. Les données auxquelles sont com-
parées sont les résultats venant de [92]. Les acronymes AFDMC et GFMC corres-
pondent respectivement à « auxiliary field diffusion Monte Carlo » [93] et « Green’s
function Monte Carlo » [94] Les points manquants correspondent à des calculs qui
n’ont pas convergé.

73



Chapitre 5. Interactions & fonctionnelles de Gogny

D1N et D1M convergent pour tous les calculs effectués. Ceci peut s’expliquer en regardant le
comportement de ces paramétrisations dans la matière de neutrons. D’après la figure 5.12,
on voit que D1M∗, D1N et D1M donnent une équation d’état pour la matière de neutrons
qui ne s’effondre pas à haute densité. En revanche, la convergence n’est pas assurée dans
tous les cas pour D1, D1S et D2. La paramétrisation D1S ne converge plus du tout à
partir de N = 12. Nous observons aussi le même problème avec D1, mais elle donne
cependant des résultats pour N = 16 et N = 20. Si l’on reprend l’équation d’état, on
voit que ces paramétrisations aboutissent à un effondrement de la matière de neutrons. On
comprend donc mieux le fait qu’à partir d’un certain nombre de neutrons assez fortement
confinés, il devient difficile d’aboutir à une convergence des calculs pour ces systèmes. En
ce qui concerne l’interaction D2, toutes les valeurs de A ont conduit à des résultats ayant
convergé pour les deux valeurs de ~ω sauf dans le cas N = 32 pour ~ω = 10 MeV pour une
raison qui n’est pas comprise. On peut émettre deux hypothèses concernant cette absence
de convergence pour N = 32 :

— elle pourrait être due à un pôle dans la fonction réponse dans la matière de neutrons ;

— elle pourrait être liée à une transition de phase (comme celle discutée dans l’appen-
dice B de [32]) due à une augmentation de la densité de spin non-locale s(r1, r2),
ceci est envisageable puisque N = 32 correspond pour un potentiel d’oscillateur à
un remplissage des états 1f7/2 et 2p3/2.

Des calculs supplémentaires devront être entrepris pour mieux comprendre l’origine de ce
problème.

5.3.3 Conclusion concernant l’interaction D2

Dans ce chapitre, nous avons étudié la stabilité des différentes paramétrisations stan-
dard de Gogny et comparé les résultats avec la version évoluée D2. On a pu constater qu’il
était impossible de prédire le caractère stable d’une paramétrisation en se basant seulement
sur l’étude des paramètres de Landau. Les paramétrisations présentées dans cette étude
ont toutes déjà été utilisées par le passé sans poser de problème apparent du même type
que ceux discutés dans ce chapitre. Ceci vient du fait qu’elles ont été la plupart du temps
utilisées en développant les fonctions d’onde individuelles sur une base d’oscillateur har-
monique, ce qui a pour effet de régulariser les divergences et donc de les masquer, comme
expliqué dans [53,81].

En effet, sans un code de réponse linéaire et une étude comme celle menée dans [55]
pour déceler la position de la densité critique, il est difficile de détecter les instabilités d’une
paramétrisation à moins de travailler en représentation position (ce qui semble actuellement
inenvisageable pour les instabilités dans les canaux avec S = 1).

Néanmoins, nous avons vu qu’il semblait impossible, ou en tout cas très peu probable,
avec une interaction de Gogny standard de reproduire à la fois les données concernant les
noyaux et en même temps d’obtenir une valeur raisonnable pour la pente de l’énergie de
symétrie. En augmentant ce paramètre, on observe dans le canal scalaire-isovectoriel de
très grandes amplitudes de la densité ρ1 qui peuvent suggérer un caractère pathologique.
Un changement du protocole d’ajustement en ajoutant des profils de densité de charge
comme contrainte pourrait aider à éloigner la densité critique et empêcher les divergences.
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En revanche, le passage d’un terme dépendant de la densité de portée nulle à une portée
finie permet en même temps d’avoir une interaction qui semble stable , mais en plus d’avoir
des résultats pour les densités que l’on pourrait qualifier de raisonnables et une pente de
l’énergie de symétrie d’une valeur plus élevée que les paramétrisations précédentes. De
plus, contrairement à toutes les autres paramétrisations de Gogny, l’interaction D2 est la
seule avec laquelle il est possible d’obtenir des résultats à la fois pour les noyaux et pour
les gouttelettes de neutrons.
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Quatrième partie

Interaction à 3 corps semi-régularisée
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6
Nécessité d’une interaction à 3 corps

Pour la dernière partie de cette thèse, nous allons essayer de construire une interaction
à trois corps permettant de faire des calculs au-delà de l’approximation du champ moyen.
Nous allons commencer ce chapitre en expliquant la raison pour laquelle nous voulons
construire une telle interaction. Ensuite nous verrons quelles sont les contraintes à satisfaire
et quelles ont été les tentatives dans cette direction jusqu’à présent.
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6.1 Insuffisance d’une interaction à deux corps . . . . . . . . 79

6.1.1 Problème de la masse effective . . . . . . . . . . . . . . . 79
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6.2.2 Interactions permettant d’aller au-delà du champ moyen . 82

6.1 Insuffisance d’une interaction à deux corps

6.1.1 Problème de la masse effective

Il a été démontré, par Weisskpof [95] puis plus tard dans [29], qu’il est impossible avec
une interaction à deux corps (sans terme dépendant de la densité) de portée finie ou non,
de reproduire l’ensemble des données de la matière nucléaire infinie symétrique ou même
des noyaux. Le problème vient de l’impossibilité avec ce type d’interaction d’obtenir une
masse effective m∗/m supérieure à environ 0,4 . Des interactions comme SV [96], SHZ2 [97]
ou B1 [98] donnent approximativement cette valeur pour la masse effective.

Des interactions plus raffinées avec des termes dérivatifs d’ordre 4 (N2LO) voire d’ordre
6 (N3LO) 1 permettent d’ajouter des contributions qui ne sont que négligeables à m∗/m
et ne permettent pas d’outrepasser cette difficulté. Dans la matière infinie symétrique, on

1. NnLO correspond à des termes dérivatifs allant jusqu’à l’ordre 2n.
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peut exprimer la masse effective d’une quasi-particule se propageant à la surface de Fermi
(c’est à dire avec une énergie εF ) par l’intermédiaire de l’expression suivante :

m

m∗

∣

∣

∣

∣

2B

=
11

8
+

5

72

1

εF
(K∞ − 21E0) + ∆FR , (6.1)

avec E0 l’énergie par nucléon, K∞ le module d’incompressibilité et ∆FR un terme com-
prenant toutes les contributions au-delà de NLO ou venant des termes pouvant apparaître
avec une interaction de portée finie. Ce dernier terme étant très petit par rapport aux deux
premiers [29].

La masse effective a un impact sur la densité d’états des particules individuelles. Ceci a
donc des conséquences non-négligeables notamment pour l’intensité des corrélations d’ap-
pariement. Si la densité d’états est trop faible alors le gap d’appariement risque de se
retrouver trop petit ce qui aura tendance à faire disparaître ces corrélations. La solution
la plus évidente est donc l’utilisation d’une interaction comportant des contributions à 3
corps (voire 4). Le choix le plus simple, celui d’un à trois corps « de contact » (de portée
nulle) entraîne cependant une transition ferromagnétique à haute densité et donne donc
une interaction qui ne peut pas être utilisée pour des systèmes brisant le renversement du
temps.

Une méthode simple pour contourner ce problème est de remplacer ce à 3 corps de
contact par un à 2 corps dépendant de la densité [18] (ce qui donne la même densité
d’énergie dans la matière infinie symétrique).

L’interaction ainsi obtenue donne cependant un module d’incompressibilité dans la
matière infinie symétrique K∞ de l’ordre de 300 MeV. Or certaines observables, comme
l’énergie de la résonance géante monopolaire iscoscalaire du 208Pb, montrent que K∞ ne
doit pas être supérieur à 250 MeV [99]. Une solution simple permettant de régler ce dernier
problème consiste à remplacer le terme à 2 corps dépendant linéairement de la densité par
un terme dépedant d’une puissance fractionnaire de celle-ci.

Nous allons détailler les avantages, inconvénients et implications d’un tel choix dans la
partie suivante.

6.1.2 La solution de la dépendance en densité

Comme énoncé précédemment, la solution au problème d’une masse effective trop petite
dans la matière nucléaire infinie fût résolu grâce à l’ajout d’un terme dépendant de la
densité. On peut justifier ce choix pour une interaction utilisable à l’approximation du
champ moyen en considérant qu’il permet de « mimer » les effets de corrélations d’ordre
supérieur dans la fonctionnelle.

Ce terme peut s’écrire sous la forme :

V123 = t3 δ(r1 − r2)δ(r2 − r3) . (6.2)

Il permet d’obtenir une fonctionnelle donnant une masse effective dans l’intervalle em-
pirique 0,7 . m∗/m . 0,8 [51].

Comme expliqué dans le paragraphe précédent, la nécessité d’éviter l’effondrement à
haute densité de la matière polarisée (ferromagnétisme) et le besoin d’obtenir une valeur
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raisonnable pour le module d’incompressibilité ont motivé le remplacement du terme (6.2)
par un 2 corps dépendant d’une puissance fractionnaire de la densité :

VDD = 1
6 t3(1 + x3P̂σ)ρ

α
0 . (6.3)

On peut également remarquer que le fait de remplacer l’expression (6.2) par (6.3) permet
d’introduire un opérateur d’échange de spin P̂σ avec un poids relatif x3 ce qui donne plus
de souplesse pour la fonctionnelle ainsi obtenue.

Comme cela a été discuté dans [57], pour une interaction de portée nulle, la puissance α
de la densité doit être choisie telle que 1/6 . α . 1/3 afin d’obtenir des valeurs acceptables
pour m∗/m et K∞.

De même, le paramètre x3 est un paramètre libre pour la plupart des interactions de
Skyrme mais est fixé à 1 pour les interactions de Gogny (pour lesquelles il est noté x0)
afin que l’interaction (6.3) ne contribue pas dans le canal d’appariement (sauf dans le cas
où on mélange les protons et les neutrons comme on peut le voir avec les équations (41a)
et (66a) dans l’article [20]).

La dépendance en densité est donc un moyen astucieux et simple pour compenser les
manques que présente une interaction à deux corps. La masse effective verra une nouvelle
contribution apparaître et prendra à la densité de saturation ρsat la forme ci-dessous :

m

m∗

∣

∣

∣

∣

2B

=
11

8
+

5

72

1

εF
(K∞ − 21E0) + ∆FR − 5

384
α(10 + 3α)

t3ρ
α+1
sat

εF
. (6.4)

Cette expression contient maintenant suffisamment de degrés de liberté pour pouvoir ob-
tenir (avec une valeur de α correctement choisie) des valeurs pour E0, ρsat, K∞ et m∗/m
proches de ce qui est attendues empiriquement.

6.2 Interaction permettant d’aller au-delà du champ
moyen

Nous avons évoqué le fait qu’une interaction à deux corps n’est pas suffisante pour
décrire les propriétés empiriques de la matière nucléaire infinie et donc, indirectement, celles
des noyaux. Cette difficulté, comme nous avons pu en discuter, fut dépassée par l’ajout
d’une dépendance en densité. Malgré tout, jusqu’à présent, nous nous sommes contenté de
considérer des problèmes éventuellement rencontrés lors des calculs à l’approximation du
champ moyen.

Or comme nous l’avons énoncé dans le premier chapitre, il est nécessaire d’aller au-delà
de cette l’approximation pour décrire correctement certaines observables. Le principe est
en théorie simple, mais la mise en application l’est beaucoup moins.

Un des problèmes dont nous allons discuter est lié à l’interprétation du terme dépendant
de la densité et aux manipulations qui devront être faites avec ce terme dans des calculs
« multi-référence » (MR).

6.2.1 Contraintes pour des calcul MR

On appellera « pseudo-potentiel » une interaction effective à 2 corps ou plus ne conte-
nant pas de termes qui dépendent de la densité. On dira qu’une fonctionnelle dérive d’un
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pseudo-potentiel (ou d’une interaction effective) si tous les termes de cette fonctionnelle
sont calculés à partir d’un seul et même pseudo-potentiel (ou interaction effective) et si
aucun terme n’est omis ou modifé.

De nombreuses fonctionnelles notamment celles de Skyrme ne dérivent pas directement
d’un pseudo-potentiel, ni même d’une interaction effective. En effet, bon nombre d’entre
elles, pour des raisons diverses et variées, ont été construites en faisant le choix de retirer
ou de modifier certains termes comme par exemple : (i) des contributions proportionnelles
aux densités J2

t (t = 0, 1) sont parfois omises, (ii) le terme d’échange de l’interaction
coulombienne est omis ou traité à l’approximation de Slater ou encore (iii) l’interaction
utilisée dans le canal d’appariement est choisie avec une forme plus simple que dans le
canal particule-trou.

Tous ces choix, bien que pouvant être justifiés par des raisons pratiques, vont entraîner
des conséquences dans le cas de calculs au-delà du champ moyen. Le fait de ne pas utiliser
une fonctionnelle dérivant d’un pseudo-potentiel ne respecte pas le principe de Pauli. Il a
été montré que ce type d’approches entraînait l’apparition de pôles [9–11] et de sauts [12,13]
dans l’énergie obtenue après mélange de configurations ou restauration de symétrie.

De nombreuses méthodes ont été mises au point au fil du temps dans le but de contour-
ner ce problème [11, 100–102], mais elles présentent toutes soit un domaine d’application
limité, soit sont des recettes ad hoc et l’interprétation physique des résultats peut être
questionnée.

Ces considérations nous obligent si l’on veut effectuer un calcul allant au-delà du champ
moyen sans rencontrer de difficultés à respecter certaines contraintes pour la création d’une
nouvelle interaction, explicitement :

• utiliser une fonctionnelle dont tous les termes dérivent d’une seule interaction,

• calculer cette fonctionnelle à partir d’une interaction ne faisant pas intervenir de
dépendance en densité. Ce qui implique nécessairement, à minima, l’utilisation d’un
terme à trois corps.

6.2.2 Interactions permettant d’aller au-delà du champ moyen

Par le passé, plusieurs pistes ont été explorées dans le but de construire une fonctionnelle
permettant d’aller au-delà du champ moyen. Nous allons ici brièvement exposer les quelques
interactions qui ont eu pour but d’effectuer de tels calculs et discuter des difficultés qui ont
été rencontrées. Lors de leurs travaux de thèse, R. Jodon [36] et J. Sadoudi [103] ont testé
de nouvelle forme pour l’interaction de Skyrme. Ils ont ajouté des termes à 3 et 4 corps de
contact, ainsi qu’un terme NLO à 3 corps.

SLyMR0 (interaction NLO à 2 corps, termes de contact à 3 et 4 corps)

La première tentative a été un travail exploratoire. Le pseudo-potentiel considéré a
été choisi avec une forme relativement simple puisqu’il s’agit d’une interaction de Skyrme
standard à 2 corps (2.1) sans terme dépendant de la densité complétée de deux termes de
contact à 3 et 4 corps sans termes dérivatifs. Ce pseudo-potentiel a été nommé SLyMR0 [37].
Les intensités des contributions à 3 et 4 corps sont déterminées par deux constantes de
couplage notées u0 et v0.
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Cette évolution à permis une légère augmentation de la masse effective comparée à une
interaction à deux corps sans dépendance en densité, mais sa valeur (m∗/m = 0,47) reste
bien trop petite [37]. La description des énergies de liaison à l’aide de SLyMR0 laisse aussi
à désirer et la valeur du coefficient d’énergie de symétrie (J = 23 MeV) ne permet pas
de faire des calculs pour des système trop exotiques. Cette interaction permet cependant
d’obtenir une intensité raisonnable pour les corrélations d’appariement tout en évitant les
instabilités de taille finies. Finalement, elle permet de donner une description acceptable
des déformations et des bandes rotationnelles dans la région des noyaux des couches (sd)
et (fp) [104].

La construction de cette interaction étant un travail exploratoire, elle devait princi-
palement servir de test pour donner une première direction et valider les outils de calcul
avant l’élaboration d’une interaction plus complexe et plus satisfaisante. Il a vite été mis
en évidence qu’une version plus raffinée de l’interaction était nécessaire si l’on veut une
meilleure description des noyaux. Néanmoins, elle a permis de donner la voie permettant
d’aller plus loin dans la construction d’une interaction permettant des calculs au-delà de
l’approximation du champ moyen.

SLyMR1 (interaction NLO à 2 et 3 corps)

Le pseudo-potentiel SLyMR1 [36] a été construit à la suite de SLyMR0. Cette interac-
tion est constituée d’une interaction de Skyrme standard à 2 corps et d’un terme à trois
corps à l’ordre NLO (c’est à dire contenant des termes dérivatifs jusqu’à l’ordre 2). Les
termes à 3 corps sont déterminés par 6 paramètres notés u0, u1, u2, y1, y21 et y22. Sa forme
complète est détaillée dans [37].

Comme cela est discuté dans la thèse de R. Jodon, l’interaction SLyMR1 est moins
performante que d’autres paramétrisations de Skyrme à l’approximation du champ moyen,
mais elle a été conçue dans le but de faire des calculs au-delà de cette approximation
sans apparition de pathologies. Bien que certaines améliorations aient été obtenues par
rapport à SLyMR0 (concernant la valeur de J et les énergies de liaison des noyaux), il est
apparu qu’il était extrêmement difficile (voire impossible) de satisfaire en même temps les
trois contraintes suivantes : (i) avoir une interaction suffisamment attractive dans le canal
d’appariement, (ii) éviter les instabilités de taille finie et (iii) obtenir une masse effective
dans l’intervalle des valeurs empiriques 0,7 . m∗/m . 0,8 .
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7
Développement du pseudo-potentiel

Dans ce chapitre nous allons expliquer le cheminement de pensée qui a permis de
définir la forme du pseudo-potentiel à trois corps. Une fois sa structure établie, nous verrons
comment dériver les équations permettant d’obtenir les différentes contributions à l’énergie
dans le canal particule-trou et particule-particule. Pour finir nous donnerons la contribution
du terme à trois corps aux différentes propriétés de la matière infinie.

Contents
7.1 Structure recherchée pour le pseudo-potentiel . . . . . . 85
7.2 Développement de l’interaction semi-régularisée . . . . . 87

7.2.1 Construction du pseudo-potentiel . . . . . . . . . . . . . . 87
7.2.2 Densité d’énergie . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 87

7.3 Caractéristiques de la matière nucléaire infinie . . . . . . 89
7.3.1 Point de saturation . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 89
7.3.2 Paramètres de Landau . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 90

7.1 Structure recherchée pour le pseudo-potentiel

Comme nous l’avons vu dans le chapitre ??, la construction d’un pseudo-potentiel
utilisable à l’approximation du champ moyen et au-delà et reproduisant correctement les
propriétés empiriques de la matière nucléaire infinie nécessite l’utilisation d’un terme à 3
corps à minima. Comme le travail que nous présentons dans cette partie s’inscrit dans la
continuité des travaux [5–8] concernant les pseudo-potentiels régularisés dont nous don-
nerons l’expression dans le chapitre suivant. Le choix le plus naturel est de considérer un
trois corps de portée finie comme par exemple

t3 e
−

(r2−r1)
2+(r3−r1)

2+(r3−r2)
2

a23 , (7.1)

avec t3 un paramètre permettant d’ajuster l’intensité de l’interaction et a3 la portée.
Comme ce terme est de portée finie, il ne nécessite pas l’utilisation d’un cut-off permettant
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de régulariser la divergence de l’énergie pour les noyaux à couche ouverte (cette divergence
étant elle-même due à la divergence de la partie locale de la densité anormale [105]).

Un terme tel que celui de l’équation (7.1) pose évidemment plusieurs problèmes. Le
premier est le temps de calcul. En effet, pour un calcul à trois dimensions, le calcul de
l’énergie nécessite l’évaluation d’intégrales dans R

9, ce qui n’est pas envisageable actuelle-
ment, du moins pour des calculs de production. Un autre problème est l’implémentation
de ce terme dans des systèmes de coordonnées autres que les coordonnées cartésiennes.
Par exemple, en coordonnées sphériques, le facteur de forme de l’équation (7.1) dépend
des trois coordonnées radiales r1, r2 et r3 mais également des trois angles relatifs entre les
vecteurs r1, r2 et r3, ce qui rend le calcul de l’énergie (et celui du champ moyen) extrêment
non-trivial.

Les auteurs de [106] ont envisagé une forme alternative plus simple dite de « semi-
contact » combinant une gaussienne ga3 et un delta de Dirac. Cette interaction s’écrit :

t3 ga3(r1 − r2)δ

(

r3 −
r1 + r2

2

)

. (7.2)

Ce terme est à priori plus intéressant car le fait d’utiliser un delta de Dirac permet de
réduire les dimensions des integrales à calculer et donc le temps de calcul. En outre, avec
ce terme, l’énergie ne dépend pas de la densité anormale locale et ne diverge donc pas [107].

Dans l’article [106], les auteurs ont utilisé cette expression conjointement avec les termes
à deux corps des interactions de Skyrme SLy5 et de Gogny D1M et ont effectué des calculs
dans la matière nucléaire infinie. Ceci leurs à permis de conclure que ce nouveau terme
permet de donner des résultats très prometteurs. Cette interaction reste cependant très
délicate à implémenter en trois dimensions ou en symétrie sphérique en raison de l’argument
du delta de Dirac 1.

Dans cette thèse nous allons reprendre l’idée d’une interaction de semi-contact donnée
par l’équation (7.2) mais en prenant une autre forme pour l’argument du delta de Dirac.
Nous prendrons la structure suivante :

ga3(r1 − r2)δ (r2 − r3) . (7.3)

Cette forme permet également de diminuer les dimensions des intégrales à calculer pour
évaluer l’énergie. Il est facile de montrer qu’elle donnera dans la densité d’énergie des termes
qui seront, au plus, des produits d’une densité locale et de deux densités non-locales, c’est
à dire des termes qui auront la même structure que ceux obtenus avec l’interaction de
Gogny D2. Cette interaction peut donc être utilisée pour des calculs en symétrie sphérique
comme nous l’avons fait dans la partie précédente ou en symétrie axiale [109].

Nous allons montrer dans le paragraphe suivant qu’une interaction dont la dépendance
vis-à-vis des coordonnées d’espace tel que de (7.3) peut être utilisée sans la nécessité
d’introduire un cut-off.

1. L’implémentation en symétrie sphérique est cependant peut-être envisageable en utilisant les
techniques proposées par T. Sawaguri et W. Tobocman [108]
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7.2 Développement de l’interaction semi-régularisée

7.2.1 Construction du pseudo-potentiel

Comme énoncé, le pseudo-potentiel contient une gaussienne et un delta de Dirac. Pour
en prendre la forme la plus simple, nous avons limité son expression à un terme sans
échange de spin et un avec :

V̂ =W3

(

V̂1 + V̂2

)

, (7.4)

avec W3 l’intensité de l’interaction et les opérateurs V̂1 et V̂2 définis comme :

V̂1 = 1̂r1̂q1̂σga3(r1 − r2)δ(r2 − r3) , (7.5)

V̂2 = 1̂r1̂qP̂
σ
23ga3(r1 − r2)δ(r2 − r3) . (7.6)

Entre des états propres des coordonnées généralisées |xi〉 = |riσiqi〉, les opérateurs V̂1 et
V̂2 donnent :

〈x1x2x3|V̂1|x4x5x6〉 = δr1r4δr2r5δr3r6δq1q4δq2q5δq3q6δσ1σ4δσ2σ5δσ3σ6ga(r12)δr2r3 , (7.7)

〈x1x2x3|V̂2|x4x5x6〉 = δr1r4δr2r5δr3r6δq1q4δq2q5δq3q6δσ1σ4δσ2σ6δσ3σ5ga(r12)δr2r3 , (7.8)

où on a noté δ(ri − rj) ≡ δrirj et rij = ‖ri − rj‖ pour alléger les notations. L’expres-
sion (7.4) ne peut cependant pas représenter une interaction entre particules indiscernables
puisqu’une telle interaction doit être symétrique par rapport à l’échange des coordonnées
des particules. Nous allons donc considérer la forme symétrisée contenant six termes :

〈x1x2x3|V̄i|x4x5x6〉 =
1

6

(

〈x1x2x3|V̂i|x4x5x6〉+ 〈x1x3x2|V̂i|x4x6x5〉

+〈x2x1x3|V̂i|x5x4x6〉+ 〈x2x3x1|V̂i|x5x6x4〉

+〈x3x1x2|V̂i|x6x4x5〉+ 〈x3x2x1|V̂i|x6x5x4〉
)

. (7.9)

On peut montrer que certaines permutations des coordonnées sont équivalentes et que cette
expression peut en fait être réécrite sous la forme :

〈x1x2x3|V̄i|x4x5x6〉=
1

3

(

〈x1x2x3|V̂i|x4x5x6〉+ 〈x2x1x3|V̂i|x5x4x6〉+ 〈x3x1x2|V̂i|x6x4x5〉
)

.

(7.10)

7.2.2 Densité d’énergie

Dans le canal particule-trou l’énergie s’exprimera de la manière suivante :

Eph =
W3

6

∑

σ1σ2σ3
σ4σ5σ6

∑

q1q2q3
q4q5q6

∫

d3r1 d
3r2 d

3r3 d
3r4 d

3r5 d
3r6 〈x1x2x3|V̂i|x4x5x6〉

[

ρ(x6, x1)ρ(x4, x2)ρ(x5, x3) + ρ(x4, x1)ρ(x5, x2)ρ(x6, x3)

− ρ(x6, x1)ρ(x5, x2)ρ(x4, x3)− ρ(x5, x1)ρ(x4, x2)ρ(x6, x3)

+ ρ(x5, x1)ρ(x6, x2)ρ(x4, x3)− ρ(x4, x1)ρ(x6, x2)ρ(x5, x3)
]

.
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Pour le canal particule-particule, nous allons utiliser la densité d’appariement que nous
avons définie au chapitre 1 avec l’équation (1.12). Avec cette forme pour la densité d’ap-
pariement, l’énergie dans le canal particule-particule s’écrit :

Ẽpp =
W3

6

∑

σ1σ2σ3
σ4σ5σ6

∑

q1q2q3
q4q5q6

∫

d3r1 d
3r2 d

3r3 d
3r4 d

3r5 d
3r6 〈x1x2x3|V̂i|x4x5x6〉

×
[

−4σ2σ4ρ̃
∗(x1, x2)ρ̃(x5, x4)ρ(x6, x3) + 4σ2σ4ρ̃

∗(x1, x2)ρ̃(x6, x4)ρ(x5, x3)

− 4σ2σ5ρ̃
∗(x1, x2)ρ̃(x6, x5)ρ(x4, x3) + 4σ3σ4ρ̃

∗(x1, x3)ρ̃(x5, x4)ρ(x6, x2)

− 4σ3σ4ρ̃
∗(x1, x3)ρ̃(x6, x4)ρ(x5, x2) + 4σ3σ5ρ̃

∗(x1, x3)ρ̃(x6, x5)ρ(x4, x2)

− 4σ3σ4ρ̃
∗(x2, x3)ρ̃(x5, x4)ρ(x6, x1) + 4σ3σ4ρ̃

∗(x2, x3)ρ̃(x6, x4)ρ(x5, x1)

− 4σ3σ5ρ̃
∗(x2, x3)ρ̃(x6, x5)ρ(x4, x1)

]

. (7.11)

avec xi ≡ (ri, −σi, qi). Après avoir sommé sur les différentes projections du spin et de
l’isospin et intégré sur r3, on obtient :

Eph =

∫

d3r1 d
3r2 ga3(r12)

×
{

Aρ0
3 ρ0(r1)ρ

2
0(r2) +Aρ1

3 ρ0(r1)ρ
2
1(r2) +As0

3 ρ0(r1)s
2
0(r2) +As1

3 ρ0(r1)s
2
1(r2)

+ 1
2 B

ρ1
3 [ρ1(r1) + ρ1(r2)] [ρ0(r1, r2)ρ1(r2, r1) + s0(r1, r2) · s1(r2, r1)]

+ 1
2 B

s0
3 [s1(r1) + s1(r2)] · [ρ0(r1, r2)s1(r2, r1) + s0(r2, r1)ρ1(r1, r2)]

+ 1
2 B

s1
3 [s0(r1) + s0(r2)] · [s0(r2, r1)ρ0(r1, r2) + s1(r2, r1)ρ1(r1, r2)]

+ 1
2 B

ρ0
3 [ρ0(r1) + ρ0(r2)] [ρ0(r2, r1)ρ0(r1, r2) + ρ1(r2, r1)ρ1(r1, r2)

+s0(r1, r2) · s0(r2, r1) + s1(r1, r2) · s1(r2, r1)]
}

, (7.12)

et

Ẽpp =
∑

q

∫

d3r1 d
3r2 ga3(r12)

×
{

Cρ
3 [ρq̄(r1) + ρq̄(r2)] [ρ̃q(r1, r2)ρ̃q(r2, r1) + s̃q(r1, r2) · s̃q(r2, r1)]

+ Cs
3 [sq̄(r1)− sq̄(r2)] · [ρ̃q(r1, r2)s̃q(r2, r1) + s̃q(r1, r2)ρ̃q(r2, r1)]

}

, (7.13)

où on a noté q̄ = −q. Les différentes constantes de couplage sont définies dans l’annexe A.
Comme on peut le voir, l’énergie dans le canal d’appariement ne dépend pas de la densité
anormale locale et aucun cut-off n’est donc nécessaire.

Dans un système pair par renversement du temps, les densités vectorielles locales vont
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être nulles. La fonctionnelle va donc se simplifier et être réduite aux deux termes suivants

Eph =

∫

d3r1 d
3r2 ga3(r12)

{

Aρ0
3 ρ0(r1)ρ

2
0(r2) +Aρ1

3 ρ0(r1)ρ
2
1(r2)

+ 1
2 B

ρ1
3 [ρ1(r1) + ρ1(r2)] [ρ0(r1, r2)ρ1(r2, r1) + s0(r1, r2) · s1(r2, r1)]

+ 1
2 B

ρ0
3 [ρ0(r1) + ρ0(r2)] [ρ0(r2, r1)ρ0(r1, r2) + ρ1(r2, r1)ρ1(r1, r2)

+s0(r1, r2) · s0(r2, r1) + s1(r1, r2) · s1(r2, r1)]
}

. (7.14)

et

Ẽpp =
1

2

∑

q

∫

d3r1 d
3r2 ga3(r12)

× C ρ̃
3 [ρq̄(r1) + ρq̄(r2)] [ρ̃q(r1, r2)ρ̃q(r2, r1) + s̃q(r1, r2) · s̃q(r2, r1)] . (7.15)

7.3 Caractéristiques de la matière nucléaire infinie

Maintenant que nous avons dérivé la forme de l’énergie pour le terme à trois corps,
nous allons présenter sa contribution dans la matière infinie. Nous ne reviendrons pas sur
les particularités de chaque état de matière infinie déjà détaillées dans la première partie 2.

7.3.1 Point de saturation

L’énergie dans la matière infinie symétrique non polarisée et sans appariement va
prendre la forme suivante :

E =
W3

2

∫

d3r1 d
3r2 ga(r12)

[

1
4 ρ0(r1)ρ

2
0(r2)− 1

8 ρ0(r2)ρ0(r1, r2)ρ0(r2, r1)
]

. (7.16)

On peut en tirer l’expression pour l’énergie par nucléons :

E

A
=
W3

8

[

1− 1
2 F0(ε)

]

ρ20 , (7.17)

où on a introduit ε = a3kF . La fonction auxiliaire F0 est définie à la fin de l’annexe C. La
contribution à la pression dans la matière nucléaire est donnée par :

P =
W3

8

[

2− F0(ε)−
ε

6
F ′
0(ε)

]

ρ30 . (7.18)

Nous pouvons aussi exprimer le module d’incompressibilité :

K∞ =
9

18

[

2− F0(ε)− 5
9 εF

′
0(ε)− 1

18ε
2F ′′

0 (ε)
]

ρ20 . (7.19)

Et enfin, pour la matière symétrique nous aurons la masse effective isoscalaire m∗

m donnée
par :

~
2

2m∗
=

3ρ2sat
16k2F

e−a2k2F

a4k4F

[

2
(

1− ea
2k2F

)

+ a2k2F

(

1 + ea
2k2F

)]

=
3ρ2sat
16k2F

G2(ε) , (7.20)

avec G2 une autre fonction auxiliaire définie à la fin de l’annexe C.
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7.3.2 Paramètres de Landau

Comme nous l’avons vu au cours de cette thèse, les paramètres de Landau sont des
quantités nous permettant de vérifier la stabilité d’une interaction. Nous aurons donc besoin
de connaître la contribution du terme à trois corps à ces paramètres.

Les paramètres de Landau sont obtenus à partir de l’interaction résiduelle définie par
l’équation (7.21). Cette équation donne l’interaction entre une particule et un trou au
voisinage de la surface de Fermi avec des moments respectifs tels que |k1| = |k2| = kF
échangeant un moment q. Cette interaction résiduelle peut être développée sur les poly-
nômes de Legendre de la manière suivante :

Vph(q,k1,k2) =
δ2E [ρ]

δρ(k1 + q,k1)δρ(k2,k2 + q)

= N−1
0

∑

ℓ

[

Fℓ + F ′
ℓ τi · τj +Gℓ σi · σj +Gℓ′ σi · σj τi · τj

]

Pℓ(cos θ) ,

(7.21)

avec N0 =
2m∗

0
π2~2

kF le facteur de normalisation et θ l’angle entre les moments k1 et k2. Les
coefficients de ce développement sont les paramètres de Landau. Dans ce manuscrit nous
utilisons la notation introduite par D. Gogny et R. Padjen [110] FST

ℓ :

Fℓ = F 00
ℓ , F ′

ℓ = F 01
ℓ , (7.22)

Gℓ = F 10
ℓ , G′

ℓ = F 11
ℓ . (7.23)

La partie à 3 corps semi-régularisée de l’interaction va donner les contributions sui-
vantes aux paramètres de Landau :

F 00
ℓ =

ρsat
4

{

[3−G3(ε)] δℓ0 − 1
2 e

− ε2

2 (2ℓ+ 1) iℓ

(

ε2

2

)

}

, (7.24)

F 01
ℓ =

ρsat
4

{

[1 +G3(ε)] δℓ0 − 1
2 e

− ε2

2 (2ℓ+ 1) iℓ

(

ε2

2

)

}

, (7.25)

F 10
ℓ =

ρsat
12

{

[1−G3(ε)] δℓ0 − 3
2 e

− ε2

2 (2ℓ+ 1) il

(

ε2

2

)

}

, (7.26)

F 11
ℓ =

ρsat
12

{

[−1 +G3(ε)]δℓ0 − 3
2 e

− ε2

2 (2ℓ+ 1) iℓ

(

ε2

2

)

}

. (7.27)

Dans ces équations, les fonctions iℓ sont les fonctions de Bessel modifiées de première
espèce [111]. De nouveau l’expression de la fonction auxiliaire G3 est donnée en fin d’annexe
C.

Maintenant que nous avons présenté la forme du terme à trois corps semi-régularisée et
calculé la contribution de ces termes à l’énergie et à la matière infinie, nous allons discuter
dans la partie suivante de la procédure qui a été employée pour ajuster les paramètres de
cette interaction.
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8
Protocole d’ajustement de la fonctionnelle

Nous avons, dans la partie précédente, dérivé la forme du pseudo-potentiel à trois corps
semi-régularisé. Il va maintenant nous falloir développer une stratégie pour déterminer la
forme complète de l’interaction avec les termes à deux et trois corps. Dans ce chapitre
nous allons aborder les différentes possibilités envisagées puis discuter du protocole qui a
été employé pour ajuster les différents paramètres. Nous verrons les difficultés qui ont été
rencontrées et les solutions ayant permis la construction de la nouvelle interaction. Il est
important de souligner que l’interaction obtenue ne doit pas être considérée comme un
résultat final mais comme une première tentative d’ajustement et une démonstration des
possibilités que peut offrir une telle interaction.

Contents
8.1 Forme complète de l’interaction . . . . . . . . . . . . . . . 91

8.2 Ajustement des paramètres . . . . . . . . . . . . . . . . . 93

8.2.1 Matière nucléaire infinie . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 94

8.2.2 Noyaux . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 94

8.2.3 Contraintes pour contrôler les instabilités . . . . . . . . . 96

8.1 Forme complète de l’interaction

Comme nous l’avons discuté dans le chapitre 7, le développement de cette interaction
à 3 corps semi-régularisée est un prolongement de travaux consacrés à la construction d’in-
teractions régularisées à 2 corps [5–8]. La forme général d’un terme d’odre n de l’interaction
régularisée à deux corps est donnée par (on pourra consulter [7] pour une discussion plus
détaillée, notamment en ce qui concerne les notations) :

V̂ (x1, x2;x3, x4) = δ(r1 − r3)δ(r2 − r4)ga(r12)Ô
(n)
j (k12,k34)

×
{

W (n)
ν 1̂σ1̂τ +B(n)

ν P̂σ1̂τ −H(n)
ν 1̂σP̂τ −M (n)

ν P̂σP̂τ

}

, (8.1)
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avec la même définition pour les kij que celle donnée par l’équation (2.8). L’opérateur

différentiel Ô(n)
j (k12,k34) est un scalaire d’ordre n construit à partir des opérateurs mo-

ments relatifs kij . L’indice ν permet d’énumérer les différents opérateurs scalaires que l’on
peut former à chaque ordre et les constantes de couplage associées. Dans cette étude, nous
nous sommes limités à des interactions locales, c’est à dire pour lesquelles les opérateurs
kij commutent avec les distributions delta δ(r1 − r3)δ(r2 − r4) caractérisant la localité de
l’interaction. Cette condition est toujours vérifiée à l’odre 0. À l’ordre 1 elle correspond à

W
(1)
2 = −W (1)

1 , B
(1)
2 = −B(1)

1 , H
(1)
2 = −H(1)

1 , M
(1)
2 = −M (1)

1 , (8.2)

et pour les ordres supérieurs

W
(n)
2 = −W (n)

1 , B
(n)
2 = −B(n)

1 , H
(n)
2 = −H(n)

1 , M
(n)
2 = −M (n)

1 , (8.3)

et

W (n)
ν = B(n)

ν = H(n)
ν =M (n)

ν pour ν > 2 . (8.4)

Le fait d’utiliser une interaction locale limite la flexibilité de la fonctionnelle mais
simplifie grandement son implémentation. En effet, comme les opérateurs moment relatifs
commutent avec les delta de Dirac, ils peuvent être transférés sur le facteur de forme
gaussien lorsqu’on calcule la valeur moyenne de l’énergie. Il suffit alors de calculer l’énergie
et le champ moyen à l’ordre 0 et on obtient les termes d’ordres supérieurs en utilisant la
relation

1

2
∆ ga(r) =

1

a

∂

∂a
ga(r) . (8.5)

Pour parvenir à ajuster une interaction donnant des résultats satisfaisant, nous avons
procédé par essais successifs.

La première tentative que nous avons considéré a consisté à prendre une interaction
régularisée à 2 corps avec des termes NnLO (n = 0, 1, 2 et 3) en allant jusqu’à l’ordre 3
au plus ainsi que l’interaction à trois corps semi-régularisée, tous les termes ayant la même
portée a. Les résultats obtenus pour la matière infinie n’étaient pas convaincants et des
instabilités faisaient leurs apparitions dans les noyaux.

Pour la deuxième tentative, nous avons décidé de ne pas prendre les mêmes portées
pour les termes à 2 et 3 corps. Ce changement n’a pas permis d’obtenir des résultats
significativement meilleurs et ceci pour toutes les valeurs des portées a (pour le terme à 2
corps) et a2 (pour le terme à 3 corps) que nous avons considérées.

Finalement, nous avons essayé de prendre 2 termes à deux corps d’ordre 0 (notés LOa

et LOa′ avec des portées a et a′ telles que a′ < a) ainsi que le terme à 3 corps (avec une
portée a3). Après avoir obtenu des résultats plus encourageants, nous avons fait varier les
différentes portées et constaté que le choix le plus judicieux semblait être a3 = a′ < a (ce
qui permet d’introduire seulement deux portées).

Nous avons enfin complété cette interaction avec des termes d’ordres supérieurs avec la
portée a ou a′. Nous avons constaté que les résultats étaient plus satisfaisant en utilisant des
termes d’ordres supérieurs de portée a (c’est-à-dire avec la plus grande des deux portées).

Cette série d’ajustements préliminaires nous a conduit à prendre les valeurs suivantes
pour les portées

a′ = 0,8 fm et a = a3 = 1,2 fm. (8.6)
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Les interactions que nous avons ainsi construites contiennent donc 2 termes à deux
corps d’ordre 0, un terme à 3 corps semi-régularisé et, éventuellement, des termes à 2
corps d’ordres supérieurs allant jusqu’à n = 1, 2 ou 3. Ces interactions seront nom-
mées RegMR(X) avec X l’ordre le plus élevé considéré dans l’interaction à 2 corps. Le
tableau (8.1) donne un résumé des termes contenus dans chaque interaction. Chaque terme
à 2 corps est caractérisé par 4 paramètres, le terme à 3 corps par 1 paramètre et le terme
spin-orbite (de portée nulle dans ce travail exploratoire) 1 paramètre également. Le nombre
total de paramètre à ajuster N est également donné dans le tableau.

Type d’interactions
interaction 2bLOa 2bLOa′ 2bNLOa 2bN2LOa 2bN3LOa 3bLOa′ N
RegMR0 X X × × × X 10
RegMR1 X X X × × X 14
RegMR2 X X X X × X 18
RegMR3 X X X X X X 22

Table 8.1 – Noms des interactions ainsi que les termes intervenant dans chacune
d’entre elles.

Après avoir choisi la forme des interactions, il reste à définir la fonction de pénalité qui
va permettre d’ajuster les paramètres. Nous ne reviendrons pas sur l’ensemble des détails
concernant la procédure de minimisation de cette fonction car ils ont déjà été traités dans la
première partie de ce manuscrit. En revanche nous allons discuter et justifier les observables
qui ont été prises en compte pour cet ajustement ainsi que les modifications sur le protocole
qui ont été faites à mesure que des problèmes sont apparus.

8.2 Ajustement des paramètres

Au cours du processus d’ajustement des paramètres il arrive dans certains cas que nous
ne recherchions pas à atteindre la valeur d’une observable, mais plutôt à en obtenir une
borne supérieure ou inférieure. Pour cela en plus de ce qui a été utilisé dans la première
partie nous utiliserons des contraintes asymétriques [112] de la forme :

χi = exp

(

± Oth
i (p)−O(0)

i

∆Oi

)

. (8.7)

Dans cette expression, O(0)
i est la valeur que l’on choisit comme maximum ou comme

minimum. La quantité ∆Oi n’est plus une tolérance mais un paramètre donnant l’intensité
de la contrainte. On utilise un signe « + » pour avoir

Oth
i (p) < O(0)

i (8.8)

et un signe « - » dans le cas contraire.
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8.2.1 Matière nucléaire infinie

Les contraintes dans la matière infinie sont présentées dans le tableau (3.1). Nous
avons tout d’abord considéré ρsat = 0,160 fm−3 mais nous avons ensuite constaté que
ρsat = 0,159 fm−3 donnait de meilleurs résultats pour les rayons de charge des noyaux.
Pour la masse effective isoscalaire, nous avons considéré des valeurs allant de 0,65 à 0,95
par pas de 0,05 .

En plus des quantités caractérisant la matière infinie symétrique, nous avons ajouté
une équation d’état de la matière de neutrons [113] avec des points allant de 0,03 fm−3 à
1,5 fm−3 avec une tolérance de 15 %. Afin de nous assurer qu’aucun état lié n’apparaissait
dans la matière symétrique polarisée (ce qui est parfois le cas [8]), un point dans la matière
polarisée [114] a également été pris en compte à la densité 0,1 fm−3 avec une tolérance de
1,5 MeV.

Enfin, le paramètre de Landau F 11
0 = 0,60± 0,05 a aussi été ajouté. Cette valeur a été

choisie car des calculs exploratoires [115] ont montré que cette valeur pouvait permettre
une meilleure reproduction des moments magnétiques des noyaux.

ρsat E/A K∞ J L m∗/m
[fm−3] [MeV] [MeV] [MeV] [MeV]

0,1590 −16,0 230 32 45 0,650 à 0,950
± 0,0005 ± 0,2 ± 10 ± 2 ± 5 ± 0,001

Table 8.2 – Contraintes concernant les caractéristiques de la matière nucléaire
infinie appliquées lors de l’ajustement des paramètres.

8.2.2 Noyaux

Nous avons en partie repris les noyaux qui ont été utilisés dans le protocole de la
première partie de cette thèse. Nous avons cependant ajouté quelques noyaux à la liste afin
de mieux couvrir l’ensemble de de la table de masse mais également pour mieux contraindre
les paramètres qui sont en plus grand nombre que dans le cas d’une interaction de Skyrme
standard.

Nous avons considéré 10 noyaux doublement magiques : 4He, 16O, 40Ca, 48Ca, 48Ni,
56Ni, 78Ni, 100Sn, 132Sn et 208Pb. L’hélium 4 n’est pas, à priori, un bon candidat pour un
calcul à l’approximation du champ moyen. Nous avons cependant remarqué qu’un impor-
tant excès d’énergie de liaison pour ce noyau était un signe annonciateur de l’apparition
d’une instabilité de taille finie dans le canal (S, T ) = (0, 1). Nous avons donc ajouté l’éner-
gie de liaison de ce noyau à la fonction de pénalité en espérant réduire la probabilité de
voir une instabilité apparaître.

À cette liste, nous avons ajouté 2 noyaux qui peuvent être en première approximation
considérés comme doublement magiques : le 80Zr et le 90Zr. Cette approximation est faite
car les sous-couches N, Z = 40 peuvent être considérées comme fermées. La contribution
de l’appariement sera soit nulle soit assez petite pour pouvoir être négligée. Nous avons
également fait l’hypothèse que le 80Zr pouvait être considéré comme sphérique ou, du
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moins, que sa déformation ne donnait pas une trop grande contribution à son énergie de
liaison.

Les énergies de liaison ont été tirées de la table de masse de Audi et Wang [116, 117]
après avoir retiré la contribution des électrons.

Des contraintes ont aussi été prises en compte pour les rayons de charge des calciums
40Ca et 48Ca ainsi que de l’étain 132Sn et du plomb 208Pb. Les rayons de charge sont extrait
de la table de Angeli [118].

Pour contraindre le terme spin-orbite, nous avons sélectionné une série de différence
d’énergies individuelles tirée de [70]. Une tolérance de 250 keV a été ajouté en plus de
l’incertitude expérimentale. L’ensemble des contraintes concernant les noyaux est résumé
dans les tableaux (8.3) et (8.4).

Données Otarget
i ∆Oi Unités

Énergies de liaison
E(4He) −28,296 1,0 MeV
E(16O) −127,617 1,0 MeV
E(40Ca) −342,034 1,0 MeV
E(48Ca) −415,983 1,0 MeV
E(48Ni) −347,286 1,0 MeV
E(56Ni) −483,954 1,0 MeV
E(78Ni) −642,522 2,0 MeV
E(80Zr) −669,102 2,0 MeV
E(90Zr) −783,799 2,0 MeV
E(100Sn) −824,995 1,0 MeV
E(132Sn) −1102,675 1,0 MeV
E(208Pb) −1635,862 1,0 MeV
Rayons de charge
rch(

40Ca) 3,4776 0,01 fm2

rch(
48Ca) 3,4771 0,01 fm2

rch(
132Sn) 4,7093 0,01 fm2

rch(
208Pb) 5,5012 1,0 fm2

Table 8.3 – Contraintes employées pour l’ajustement des paramètres des interac-
tions.

Avec ces contraintes dans le protocole les problèmes suivants sont cependant apparus :

• De larges oscillations des densités isovectorielles se sont développées, signe d’une
potentielle instabilité scalaire-isovectorielle.
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Différences d’énergies de particules individuelles
Neutrons unité Protons unité

1i13/2 − 3p1/2 MeV 1g7/2 − 3d3/2 MeV
3p3/2 − 3p1/2 MeV 2d5/2 − 1h11/2 MeV
2f5/2 − 3p1/2 MeV 1h11/2 − 2d3/2 MeV
2g9/2 − 1i11/2 MeV 2d3/2 − 3s1/2 MeV
2g9/2 − 1j15/2 MeV 1h9/2 − 2f7/2 MeV

MeV 1h9/2 − 1i13/2 MeV

Table 8.4 – Contraintes sur les différences d’énergies de particules individuelles
employées pour l’ajustement des paramètres des interactions.

• De grandes augmentations de la densité isoscalaire au centre de certains noyaux
(notamment le 40Ca) qui sont également des signes précurseurs de l’apparition d’in-
stabilités.

• De très grandes valeurs (en valeur absolue) pour les paramètres de l’interaction
donnant des compensations entre des termes très grands et de signes opposés dans
le calcul des observables (nous avons constaté que ce phénomène était également
annonciateurs d’instabilités même s’il n’est pas clair s’il s’agit d’instabilités de taille
finie ou de problèmes numériques).

• De grandes valeurs pour les constantes de couplage des termes contenant des densités
non locales de spin (normales ou anormales), c’est à dire les constantes déterminant
le poids des termes de la fonctionnelle contenant

st(r1, r2) · st(r2, r1) pour t = 0, 1 (8.9)

ou

s̃q(r1, r2) · s̃q(r2, r1) pour q = n, p. (8.10)

Lorsque le poids de ces termes devient trop grand dans la fonctionnelle, on peut
observer une transition de phase similaire à celle concernant les densités Jt décrite
dans [119].

• Un appariement trop intense à la surface des noyaux ce qui a pour conséquence une
convergence très lente en fonction du nombre total d’ondes partielles utilisées pour
développer les densités et une évolution non satisfaisante des gaps moyens avec la
masse et l’asymétrie des noyaux.

8.2.3 Contraintes pour contrôler les instabilités

Pour pallier à tous ces problèmes d’autres contraintes ont dû être ajoutées au protocole.
Pour éviter les instabilités, trois contraintes symétriques sur les densités de charge ont
été prises en compte. Comme nous avons pu le voir dans la seconde partie, contraindre
les densités peut être un moyen d’éviter les instabilités. Nous avons donc ajouté dans le
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protocole des contraintes sur les densités de charge des 40Ca, 48Ca et 208Pb avec

χ2
i =

1

Ncut

Ncut
∑

j=1

(

ρcalcch (rj)− ρexpch (rj)

∆ρch

)2

, (8.11)

avec Ncut l’indice, sur le réseau d’intégration, du dernier point pour lequel la densité
de charge est supérieure à 0,02 fm−3 (afin de contraindre la densité de charge dans
le volume du noyau, là où des instabilités peuvent se développer). La tolérance est de
∆ρch = 0,000 35 fm−3

Nous avons cependant constaté que ces contraintes sur les densités de charge ne suffi-
saient pas à empêcher l’apparition d’instabilités.

Pour des noyaux très asymétriques, comme le 60Ca, de larges amplitudes de la densité
isovectorielle sont visibles au centre des noyaux lorsque des instabilités commencent à se
développer. Une contrainte asymétrique sur ρ1(0) dans le 60Ca a donc aussi été prise pour
les éviter :

χi = exp

(

ρcalc1 (0)− ρ01
∆ρ1(0)

)

, (8.12)

avec ρ01(0) = 0 fm−3 et ∆ρ1(0) = 0,0035 fm−3 (ces valeurs ont été choisies empiriquement).
Une contrainte de même type pour la densité isoscalaire dans le 40Ca a également été

utilisée :

χi = exp

(

ρcalc0 (0)− ρ00
∆ρ0(0)

)

, (8.13)

avec cette fois ρ00(0) = 0,190 fm−3 et ∆ρ0(0) = 0,0035 fm−3 (la valeur obtenue avec
D1S a été considérée comme une valeur maximale acceptable et la tolérance a été choisie
empiriquement).

Les transitions de phases liées aux densités non locales de spin ont été controlées
en choisissant (de manière empirique) des intervalles acceptables pour les constantes de
couplage correspondantes. Nous avons utilisé dans la fonction de pénalité

χi =
BsT

n − 0

∆BsT
n

, (8.14)

pour T = 0 ou 1 (pour les densités isoscalaires ou isovectorielles) pour tous les termes
venant de l’interaction à deux corps (ainsi que des contraintes similaires dans le canal
d’appariement).

La dernière contrainte sert à contrôler l’interaction dans le canal d’appariement et en
particulier sa répartition dans le noyau. Nous avons constaté qu’il était possible d’obtenir
un appariement suffisamment intense dans le volume des noyaux sans être trop intense au
niveau de leurs surfaces en contraignant les termes d’ordre 0 (c’est à dire LOa, LOa′ ainsi
que le terme à 3 corps) qui donne l’essentiel des contributions. Nous avons déterminé de
manière empirique des valeurs pour les constantes de couplage des termes LOa et LOa′

dans le canal d’appariement, ces valeurs sont :

C ρ̃
0 ≈ −1000,5 MeV fm−3 , C ρ̃′

0 ≈ 590 MeV fm−5 . (8.15)

Ces valeurs (contraintes avec des tolérances de 0,5 MeV fm−3 et 0,5 MeV fm−5) permettent
d’obtenir une valeur du gap moyen pour les neutrons dans l’étain 120 voisine de celle
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obtenue avec D1S. Afin d’obtenir un champ d’appariement approximativement similaire à
tous les ordres, nous avons contraint les constantes de couplage des termes d’ordre n > 0
à valoir 0± 2 MeV fm−(3+2n).

Dans cette partie nous avons détaillé l’ensemble des contraintes intervenant dans le
protocole d’ajustement. Ceci a permis le développement d’une série d’interaction avec des
masse effectives variant de 0,65 à 0,95 et avec des termes allant jusqu’à l’ordre N3LO dans
chaque cas. À la suite de cette série d’ajustements, nous avons pu observer que pour les
interactions RegMR0 seule une valeur de 0,7 de la masse effective permettait d’obtenir des
résultats convergés pour l’ensemble des noyaux que nous avons testés.

Parmi l’ensemble de ces interactions, nous avons décidé de présenter celle qui semble la
plus prometteuse à savoir une interaction RegMR3 avec une masse effective de 0,80. Dans
la partie suivante nous allons donc faire une étude comparative des résultats obtenus avec
cette nouvelle interaction et les paramétrisations de Gogny D1S et D2.
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9
Résultats

Nous allons exposer un ensemble de résultats obtenus avec l’interaction RegMR3 dont
le protocole d’ajustement a été discuté dans le chapitre 8. Nous commencerons par étudier
les propriétés de cette interaction dans la matière nucléaire infinie, ensuite nous commente-
rons les spectres de particules individuelles. Nous continuerons la discussion avec une étude
sur les prédictions concernant les densités dans les noyaux et les calculs pour les goutte-
lettes de neutrons. Pour finir, nous présenterons les résultats pour les énergies de liaison
d’un ensemble de noyaux sphériques ainsi que les rayons de charge et les gaps moyens
d’appariement.

Comme pour la seconde partie, tous les calculs ont de nouveau été effectués avec la
correction totale de la correction du mouvement du centre de masse. L’interaction cou-
lombienne a été traitée de manière exacte en considérant les protons comme des charges
ponctuelles.
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9.1 Propriétés dans la matière nucléaire

Nous allons ici étudier les résultats de la nouvelle paramétrisation RegMR3 dans la
matière nucléaire infinie.

Sur le tableau (9.1) nous présentons les paramètres de Landau de RegMR3 ainsi que
ceux obtenus avec D1S et D2 qui nous servirons d’éléments de comparaison. On peut
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remarquer que, contrairement à ce qui est obtenu avec l’ensemble des paramétrisations
de Gogny présentées dans le tableau (5.2), le paramètre F 00

0 pour RegMR3 est positif. Ce
résultat s’explique par la valeur relativement grande du module d’incompressibilité obtenue
avec RegMR3, on a en effet [51]

F 00
0 =

1

6

2m∗

~2k2F
K∞ − 1 . (9.1)

Un module d’incompressibilité plus élevé conduit donc à une valeur supérieure de F 00
0 et

éventuellement positive.
Sur la figure (9.1), on voit que RegMR3 est stable dans les canaux (S,T) = (0,0),

(1,0) et (1,1). En revanche, on voit dans le canal (S,T) = (0,1) que RegMR3 comme D1S
devient instable à environ trois fois la densité de saturation. Malgré tout, cette densité
étant bien plus grande que les densités rencontrées dans les systèmes étudiés nous pouvons
nous permettre de considérer cette instabilité comme ne présentant aucun problème.

Paramètres de Landau pour ℓ = 0 (F ST
0 > −1)

F 00
0 F 01

0 F 10
0 F 11

0

D2 −0,308 987 0,849 242 0,197 302 0,961 978
D1S −0,369 032 0,742 754 0,466 101 0,631 028
RegMR3 0,041 937 1,097 959 0,837 803 0,403 847

Paramètres de Landau pour ℓ = 1 (F ST
1 > −3)

F 00
1 F 01

1 F 10
1 F 11

1

D2 −0,784 699 0,696 080 0,069 482 0,639 014
D1S −0,908 860 0,470 433 −0,184 390 0,610 333
RegMR3 −0,600 087 −0,537 675 0,421 006 0,515 593

Paramètres de Landau pour ℓ = 2 (F ST
2 > −5)

F 00
2 F 01

2 F 10
2 F 11

2

D2 −0,828 976 0,557 270 0,285 508 −0,032 018
D1S −0,557 772 0,342 395 0,244 971 −0,037 692
RegMR3 −2,441 345 0,389 635 0,122 768 0,041 90

Table 9.1 – Valeurs des paramètres de Landau pour ℓ = 0, 1 et 2 obtenus avec les
paramétrisations D1S, D2 et RegMR3.

Les valeurs obtenues pour les propriétés de la matière nucléaire infinie sont présentées
dans le tableau (9.2). Comme nous l’avons mentionné maintes fois dans ce manuscrit, un
point majeur de la nouvelle paramétrisation devait être l’augmentation de la valeur de la
masse effective tout en conservant une interaction stable et avec des résultats au moins
comparables à ceux obtenus avec les paramétrisations fréquemment utilisées à l’approxima-
tion du champ moyen. Nous avons donc contraint m∗/m à 0,8 à la densité de saturation.
On voit l’évolution de cette quantité dans la matière nucléaire infinie symétrique sur la
figure (9.2). On observe que la masse effective est une fonction décroissante de ρ0 à haute
densité comme c’est le cas pour la plupart des interactions standard. On voit cependant
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Figure 9.1 – Paramètres de Landau en fonction de la densité ρ0 pour D1S, D2 et
RegMR3.

que pour RegMR3, la masse effective n’est pas une fonction monotone de la densité sur
l’intervalle 0 6 ρ0 6 ρsat, elle passe par un minimum légèrement inférieur à 0,7 pour une
densité voisine de celle correspondant à la surface des noyaux. On peut s’attendre à ce
que cette évolution inhabituelle de la masse effective avec la densité ait un impact sur les
énergie de particules individuelles.

Comme nous l’avons dit précédemment, la valeur du module d’incompressibilité K∞ est
assez grande en comparaison aux autres paramétrisations. En ce qui concerne la pente de
l’énergie de symétrie L, malgré une volonté de contraindre sa valeur à environ 45 ± 5 MeV,
on voit que RegMR3 en donne une valeur extrêmement faible de 12,8 MeV encore plus
petite que les paramétrisations standard de Gogny. Cependant, en regardant l’équation
d’état de la matière de neutrons, représentée sur la figure (9.3), on voit que contrairement
à D1S (et D1), la matière de neutrons ne s’effondre pas à grande densité. On semble plutôt
obtenir, pour ρ0 entre 0,2 et 0,3 fm−3 un plateau pour l’énergie par nucléons qui finit
ensuite par augmenter de nouveau avec la densité. Nous verrons par la suite l’implication
de cette structure de l’équation de la matière de neutrons.

9.2 Spectres de particules individuelles

Maintenant, nous allons voir les résultats de RegMR3 pour les spectres d’énergie de
particules individuelles des noyaux utilisés dans le protocole d’ajustement.

Pour le 40Ca, le spectre neutron et proton est légèrement plus dilaté que pour D1S
et D2. On ne voit pas d’inversion d’état mais la déviation par rapport à l’expérience est
bien plus grande pour RegMR3 que pour D1S et D2. En ce qui concerne le 48Ca, on
voit que les états 1d3/2 et 2s1/2 sont inversés et non dégénérés contrairement aux données
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ρsat E/A K∞ J L m∗/m
[fm−3] [MeV] [MeV] [MeV] [MeV]

D2 0,163 −16,000 209,251 31,110 44,831 0,738
D1S 0,163 −16,007 202,840 31,125 22,441 0,697
RegMR3 0,158 −16,237 285,654 31,954 12,798 0,800

Table 9.2 – Caractéristiques du voisinage du point de saturation de la matière
nucléaire infinie pour les paramétrisation considérées ici.

0.0 0.1 0.2 0.3 0.4 0.5
ρ0 [fm−3]

0.0

0.2

0.4

0.6

0.8

1.0

m
* /m

NNM

D2 D1S RegMR3

Figure 9.2 – Masse effective isoscalaire en fonction de la densité ρ0 dans la matière
symétrique pour D2, D1S et RegMR3.
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Figure 9.3 – Équation d’état de la matière symétrique à gauche et de la matière
de neutrons à droite pour D2, D1S et RegMR3.

expérimentales pour les neutrons et les protons même si, pour ces derniers, l’effet est moins
prononcé. Le même problème de (non) dégénérescence est observé dans le 56Ni pour les
mêmes couches, c’est aussi le cas avec D1S et D2 même si l’écart est moins accentué.

On note aussi que, contrairement à D2 qui donne une dégénérescence pour les états
1p1/2 et 1f5/2, l’interaction RegMR3 prédit une dégénérescence pour les états 1f5/2 et 3p3/2.
Pour D1S les états 1p1/2 et 1f5/2 sont séparés mais inversés contrairement à ce que montre
l’expérience.

Dans l’étain 120, RegMR3 donne une déviation plus petite que D1S pour les neutrons
et meilleure que D1S et D2 pour les protons. Les états neutron 2d3/2, 1h11/2 et 3s1/2
sont inversés pour les trois paramétrisations. En revanche pour les protons seul RegMR3
est en mesure de reproduire la dégénérescence des états 2d3/2, 1h11/2. Pour finir, dans le
plomb 208 (dont des énergies de particules individuelles ont été intégrées à la fonction de
pénalité), on voit que RegMR3 donne de nouveau une déviation plus petite que les deux
autres interactions que ce soit pour les neutrons ou les protons. L’ordre des états est aussi
respecté.

Pour conclure cette partie, on peut dire que RegMR3 donne des résultats globalement
moins bons que D1S et D2 mais qui restent tout de même acceptables pour un premier
essai d’ajustement. On peut tout de même noter qu’avec RegMR3 les désaccords entre les
valeurs calculées et les données concernent surtout les noyaux légers et que les résultats
semblent meilleurs pour les noyaux plus lourds.
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Figure 9.4 – Spectres d’énergies de particules individuelles des 40Ca, 48Ca et du
56Ni pour les trois paramétrisations D2, D1S et RegMR3, à gauche pour les neutrons
et à droite pour les protons.
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Figure 9.5 – Spectres d’énergies de particules individuelles du 120Sn et du 208Pb
pour les trois paramétrisations D2, D1S et RegMR3, à gauche pour les neutrons et
à droite pour les protons.
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9.3 Densités dans les noyaux

Le protocole d’ajustement a été construit de sorte que RegMR3 ne présente pas d’in-
stabilités scalaires-isovectorielles. Nous pouvons être relativement confiants sur ce point
car nous n’avons pas rencontré de problèmes de convergence dans l’ensemble des calculs
que nous avons faits. Comme nous avons émis l’hypothèse qu’il existait une corrélation
entre la présence (ou la proximité) d’instabilités et l’allure des profils des densités, nous
allons discuter de quelques profils de densité de charge. Cette fois, nous allons cependant
nous limiter à des noyaux pour lesquels des données sont disponibles.

Pour le 40Ca et le 48Ca dont les densités sont représentées sur les figures 9.6 et 9.7, on
constate que la densité de charge est légèrement mieux reproduite avec RegMR3 qu’avec
D1S dans le 40Ca et aussi bien qu’avec D2 dans le 48Ca. Pour ce qui est des densités
isovectorielles ρ1, on voit un comportement obtenu avec RegMR3 très différent de ceux
obtenus avec D2 ou D1S dans le 48Ca (la densité isovectorielle est pratiquement égale à 0
au centre du noyau avec RegMR3). Ceci s’explique probablement par la contrainte mise
sur la densité isovectorielle du 60Ca comme nous en avons discuté au chapitre précédent.
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Exp 40Ca D2,   Δρch = 0.0143 D1S, Δρch = 0.0275 RegMR3, Δρch = 0.0271 

Figure 9.6 – Sur la figure de gauche est présenté le profil de la densité de charge
pour le 40Ca. La densité isovectorielle est représenté à droite.

La densité de charge dans le 60Ni est à priori moins bien reproduite avec RegMR3
qu’avec D2 ou D1S, avec une déviation mesurée par ∆ρch presque deux fois plus grande
pour RegMR3 que pour D1S ou D2. Il faut cependant relativiser ce résultat. En effet, on
constate que la densité prédite par RegMR3 dans le volume du noyau est en moyenne
assez éloignée de la densité expérimentale mais, comme cette dernière, elle est relativement
constante alors que D2 et D1S qui sont plus proche en moyenne donnent un maximum au
centre et une assez forte oscillation. On peut également souligner une fois de plus que les
données sont dépourvues de barres d’erreur. Pour ce qui est de la densité isovectorielle,
on voit que son amplitude est bien plus faible pour RegMR3 que pour D2 ou D1S ce qui
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Figure 9.7 – Sur la figure de gauche est présenté le profil de la densité de charge
pour le 48Ca. La densité isovectorielle est représenté à droite.

est probablement le signe que les éventuelles instabilités isovectorielles sont bien contrôlées
pour RegMR3.

La distribution de charge dans le noyau de 90Zr est globalement aussi bien reproduite
par RegMR3 que pour D2 ou D1S comme le montre la figure 9.9.

Finalement, les résultats pour le plomb 208, représentés sur la figure 9.10, sont globa-
lement moins bons avec RegMR3 qu’avec D2 ou D1S (ce qui semble être dû à une légère
dépletion juste avant la surface du noyau) mais on peut tout de même remarquer que
RegMR3 et D2 ne donne pas un écart par rapport aux données aussi grand que D1S au
centre du noyau. La partie droite de la figure montre que cet écart est corrélé à la valeur
de la densité isovectorielle au centre.

Pour conclure ce paragraphe, on peut dire que les contraintes utilisées pour tenter
d’éviter les instabilités isovectorielles avec RegMR3 donnent une interaction qui prédit des
densités isovectorielles ayant des amplitudes plus faibles que celles obtenues avec D2 ou
D1S.

9.3.1 Gouttelettes de neutrons

Comme dans le chapitre 5, nous allons utiliser cette nouvelle interaction pour calculer
les propriétés de gouttelettes de neutrons. Cette partie présente un intérêt particulier et
représente un test important puisque la valeur de la pente de l’énergie de symétrie L obtenue
avec RegMR3 est trop faible mais l’équation d’état fournie par cette paramétrisation ne
s’effondre pas à haute densité. Les résultats sont représentés sur la figure 9.11.

Pour commencer, on voit que tous les calculs pour des gouttelettes dans un potentiel
avec ~ω = 5 MeV ont convergé. Pour un potentiel avec ~ω = 10 MeV, certains calculs n’ont
par contre pas convergé.
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Figure 9.8 – Sur la figure de gauche est présenté le profil de la densité de charge
pour le 60Ni. La densité isovectorielle est représenté à droite.
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Figure 9.9 – Sur la figure de gauche est présenté le profil de la densité de charge
pour le 90Zr. La densité isovectorielle est représenté à droite.
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Figure 9.10 – Sur la figure de gauche est présenté le profil de la densité de charge
pour le 208Pb. La densité isovectorielle est représenté à droite.

On constate cependant, que ce soit avec ~ω = 5 MeV ou 10 MeV, que les résultats
ne sont absolument pas en accord avec les prédictions des calculs ab-initio et très loin
de ce que D1S et D2 donnent dans les cas où ces interactions donnent des résultats qui
convergent. On observe cependant, en particulier avec ~ω = 5 MeV, que le désaccord est
moins important lorsque le nombre de neutrons est égal à un nombre magique, c’est à dire
lorsque l’appariement devient faible ou disparaît.

L’origine de ces désaccords très importants obtenus avec RegMR3 vient du fait que les
gaps moyens neutrons sont beaucoup trop importants pour les gouttelettes (de l’ordre de
3 MeV environ avec D2 ou D1S et 9 MeV avec RegMR3). Pour comprendre le mécanisme
qui donne de tels gaps moyens, on peut rappeler que, dans le cas des interactions de Gogny,
la densité d’énergie dans le canal d’appariement ne contient que des termes quadratiques
en densité anormale, c’est à dire des termes du type :

ρ̃q(r, r
′)ρ̃q(r

′, r) , (9.2)

(avec q = n ou p). L’évolution de l’intensité de l’appariement avec l’isospin ne sera donc pas
trop importante car essentiellement dominée par l’évolution du champ moyen de Hartree-
Fock.

La densité d’énergie obtenue dans le canal d’appariement avec RegMR3 est par contre
plus complexe. Elle contient des termes similaires à (9.2) mais également des contributions
du terme à 3 corps qui sont répulsifs et de la forme :

ρq̄(r)ρ̃q(r, r
′)ρ̃q(r

′, r) , (9.3)

avec q = n et q̄ = p ou l’inverse. Ces termes donnent une contribution repulsive maximale
dans la matière symétrique mais disparaissent dans la matière de neutrons.
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Figure 9.11 – Énergie des gouttelettes de neutrons piégées dans un potentiel har-
monique de ~ω = 5 MeV à gauche et 10 MeV à droite.

Comme l’appariement a été ajusté de manière à donner des gaps moyens raisonnables
dans les noyaux, là ou les deux contributions (9.2) et (9.3) sont présentes, il est inévitable
qu’il soit beaucoup plus fort dans les gouttelettes là où la contribution répulsive (9.3)
disparaît.

Nous évoqueront dans le conclusion de ce chapitre une piste envisageable pour corriger
ce défaut.

9.4 Calculs pour des noyaux sphériques

9.4.1 Énergies de liaison et dérive isotopique

Comme dans la partie 1, nous avons calculé 214 noyaux supposés sphériques et comparé
les résultats avec ceux obtenus avec D2 et D1S (il est important de rappeler que ces deux
interactions ne sont pas censées être utilisées à l’approximation du champ moyen pour
calculer des énergies de liaison totales de noyaux, même si ce type de calcul est fréquemment
fait). Les résultats donnés sur la figure 9.12 sont plutôt encourageants puisque RegMR3
permet d’obtenir des prédictions significativement meilleures que celles données par D1S
et D2 avec un écart moyen de 0,0016 MeV et une déviation standard de 2,438 MeV. On
constate également que l’interaction D2 sous-estime plus les énergies totales des noyaux
considérées par rapport à D1S ou RegMR3, les écarts moyens pour ces deux dernières
interactions étant voisins de 0 MeV.

Nous avons aussi étudié la dérive isotopique des énergies de liaison. Il est connu que
l’interaction D1S donne une assez forte dérive des résidus d’énergies de liaison avec l’aug-
mentation de l’asymétrie des noyaux. La figure 9.13 représente les résidus d’énergies de
liaison en fonction du paramètre d’asymétrie I pour l’ensemble des noyaux calculés. On
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Figure 9.12 – Résidus des énergies de liaison de 214 noyaux sphériques en fonction
de A. Les résultats sont donnés pour RegMR3, D1S et D2.

constate que RegMR3 donne une dérive avec l’asymétrie moins importante que celle obte-
nue avec D1S. L’interaction D2 semble, quant à elle, donner une évolution avec l’asymétrie
qui ne dérive que très peu.

Sur la figure 9.14, nous avons spécifiquement représenté les résidus d’énergie de liaison
pour les trois séries isotopique des calciums ACa, des étains ASn et des plombs APb mais
cette fois en fonction du nombre de neutrons N . En observant les distributions des résultats
autour de 0, on constate que RegMR3 donne de meilleurs résultats que D2 ou D1S.

Dans les ACa les trois paramétrisations donnent des comportements qui sont qualita-
tivement assez semblables avec une diminution des résidus au voisinage de N = 24 sans
doute dû au fait que l’appariement est assez intense dans la couche 1f7/2 puis une « arche »
au-delà de N = 28. Les phénomènes d’arches ancrés sur les nombres magiques N = 50,
82 et 126 visibles dans les étains et dans les plombs avec D1S et D2 sont largement atté-
nués avec RegMR3. Cette atténuation est sans doute due à l’appariement plus qui est plus
intense pour les neutrons avec RegMR3 (comme nous le discuterons dans le paragraphe
suivant) et à son augmentation avec l’asymétrie dans la direction des noyaux riches en
neutrons.

Nous avons ensuite décidé de regarder plus en détail les résultats concernant la valeur
moyenne des gaps pour les protons et les neutrons pour l’ensemble des noyaux considéré
dans ce paragraphe. Nous rappelons que le gap moyen pour les nucléons d’une espèce q
peu être estimé à partir du calcul HFB dans un noyau pair-pair par la formule

〈∆〉q = − 1

Nq

∑

σσ′

∫

d3r d3r′ h̃q(rσ, r
′σ′)ρq(r

′σ′, rσ) , (9.4)

avec h̃q le champ d’appariement et Nq le nombre de nucléons de l’espèce q.
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Figure 9.13 – Résidus des énergies de liaison pour les 214 noyaux sphériques en
fonction du facteur d’asymétrie I.
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Figure 9.14 – Résidus des énergies de liaison pour les séries isotopiques des calcium,
des étains et des plombs en fonction du nombre de neutrons N .
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D’après [120], les gaps moyens suivent schématiquement une évolution selon une loi en
12/

√
A. Les résultats obtenus avec RegMR3, D2 et D1S ainsi que cette loi sont représentés

sur la figure 9.15. Les noyaux avec un nombre magique de neutrons ne sont pas représentés
sur la partie gauche de la ficgure et ceux avec un nombre magique de proton ne le sont
pas sur la partie drote. On voit que les interactions D1S et D2 suivent assez bien la loi en
12/

√
A. La valeur moyenne des gaps tombant cependant parfois à 0 pour les protons pour

des noyaux non magiques en protons. On peut rappeler que l’appariement a été ajusté de
manière très schématique pour l’interaction RegMR3 (comme cela a été discuté dans le
chapitre 8). On constate cependant que les gaps moyens obtenus et leur évolution avec A
sont raisonnables, même si les gaps moyens pour les neutrons sont significativement plus
grand que ceux prédits par les interactions de Gogny et la loi empirique, en particulier
pour les noyaux légers. On constate que l’appariement ne disparaît pour aucun des noyaux
calculés ici avec RegMR3.
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Figure 9.15 – Gaps moyens en fonction de A pour les neutrons à gauche et pour
les protons à gauche pour les interactions RegMR3, D2 et D1S.

9.4.2 Rayons de charge

Pour finir, nous avons étudié les rayons de charge des séries isotopiques des calciums, des
étains et des plombs, toujours avec les trois mêmes interactions. Les résultats représentés
sur la figure 9.16 sont de nouveaux très encourageants puisque RegMR3 donne de meilleurs
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prédictions que D2 et D1S pour les calciums et les plombs. En ce qui concerne les étains,
RegMR3 donne des résultats qui sont meilleurs que ceux obtenus avec D1S et comparables
à ceux obtenus avec D2.
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Figure 9.16 – Différences des rayons de charge dans les calciums, les étains et les
plombs en fonction de A pour les interactions RegMR3, D2 et D1S.
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9.5 Conclusion

Pour cette dernière partie nous avons montré des résultats concernant la matière in-
finie et des noyaux sphériques obtenus avec la première interaction, RegMR3, construite
sans terme dépendant de la densité et contenant un terme à trois corps semi-régularisé.
Cette interaction est utilisée de manière cohérente dans le canal particule-trou et le canal
particule-particule. Nous avons obtenu des résultats à l’approximation du champ moyen
globalement aussi bons que ceux obtenus avec D1S qui est une interaction effective cou-
ramment utilisée et que ceux obtenus avec D2 qui en est une amélioration avec un terme
dépendant de la densité de portée finie.

L’absence d’instabilités de taille finie dans les canaux S = 1 n’a pas pu être vérifiée
mais les calculs que nous avons faits semblent confirmer que cette interaction est stable
dans les canaux S = 0.

Comme l’interaction RegMR3 ne contient pas de terme dépendant de la densité, elle
peut être utilisée sans ambiguïtés pour tout type de calcul au-delà de l’approximation du
champ moyen.

Il reste néanmoins des axes d’amélioration possible :

(i) Cette interaction, à l’ordre N3LO, contient un grand nombre de paramètres. L’utili-
sation d’une méthode d’analyse covariante [121] pourrait permettre de voir si certains
paramètres correspondent à des directions qui ne sont pas pertinentes pour la fonc-
tion de mérite que nous avons construite. Une telle méthode permettrait également
de calculer des barres d’erreur statistiques sur les paramètres et de les propager sur
les observables calculées.

(ii) L’ajustement des paramètres a été fait de manière assez grossière (en particulier
en ce qui concerne le choix des portées, l’intensité de l’appariement et les différentes
recettes utilisées pour tenter d’éviter les instabilités). Il serait interessant de modifier
le protocole d’ajustement afin d’améliorer certaines grandeurs caractéristiques de la
matière infinie comme le module d’incompressibilité K∞, la pente de l’énergie de
symétrie ou la masse effective à basse densité.

(iii) L’appariement devrait être ajusté de manière plus fine. Ceci pourrait être fait en
calculant et en contraignant l’équation du gap [122] dans la matière infinie durant
l’ajustement des paramètres.

(iv) Les gaps moyens gigantesques obtenus dans les gouttelettes de neutrons devront
bien évidemment être corrigés. Une stratégie assez simple à mettre en œuvre pour-
rait consister à utiliser deux termes à trois corps semi-régularisés. Par exemple, un
permier terme à l’ordre LO comme celui que nous avons utilisé dans ce travail et
un second terme local et à l’ordre NLO qui pourrait être calculé simplement en uti-
lisant la relation (8.5). Les deux termes à trois corps ainsi utilisés pourraient être
contraints à se compenser (au moins partiellement) dans la matière symétrique ce
qui permettrait d’avoir une interaction à deux corps moins attractive dans le canal
d’appariement et ainsi de corriger les gaps moyens dans la matière et les gouttelettes
de neutrons. La validité de cette méthode devra bien évidemment être vérifiée.

(v) Nous n’avons pas envisagé l’utilisation d’un terme spin-orbite de portée finie (et
éventuellement d’un terme tenseur, lui aussi de portée finie). Des calculs préliminaires
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permettant d’implémenter ces termes dans nos programmes de calcul ont récemment
été fait lors du stage de M2 de Kahina Kélaï et seront utilisés pour les prochaines
version des interactions régularisées. Cette évolution permettra de prendre en compte
l’interaction spin-orbite dans le canal d’appariement (sans introduire de cut-off )
mais aussi (et surtout) de disposer d’un degré de liberté supplémentaire permettant
d’ajuster l’évolution de la contribution de l’interaction spin-orbite au champ moyen
en fonction de l’isospin.

Une difficulté importante que nous risquons de rencontrer sera également sans doute
de convaincre nos collègues d’implémenter ce type d’interactions dans les codes dont ils
disposent et qui permettent de faire des calculs en deux (ou trois) dimensions à l’approxi-
mation du champ moyen et au-delà...



Conclusion générale
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Au cours de cette thèse nous avons exploré les différentes formes d’interaction effective
non-relativiste à l’approximation du champ moyen. Nous avons commencé avec l’interaction
de Skyrme pour étudier les propriétés des noyaux déformés. Ceci nous a permis de mettre
en évidence le fait que la prise en compte de la correction du mouvement du centre de
masse pouvait permettre d’obtenir une valeur de aMTF

surf compatible avec l’intervalle de
valeurs permettant une bonne reproduction des barrières de fission. Il s’avère que le choix
qui a souvent été fait consistant à ne prendre que la partie à un corps de la correction du
mouvement du centre de masse est le moins pertinent.

Si aucune contrainte n’est mise sur la valeur du coefficient d’énergie de surface pour
une interaction ajustée uniquement avec la partie à un corps, alors le coefficient d’énergie
de surface devient trop grand. De ce fait, il vaut mieux traiter en intégralité la correction
du mouvement du centre de masse puisque le terme à un corps, seul, n’apporte pas d’amé-
liorations sur les prédictions d’observables. La solution consistant à totalement négliger la
correction du mouvement du centre de masse n’est en fait pas un plus mauvais choix que
de se limiter à la partie à un corps.

Cette étude nous a permis de construire la nouvelle paramétrisation SLy7s1 qui donne
des résultats aussi bons si ce n’est meilleurs que SLy5s1 pour les déformations et qui
permet des prédictions pour les énergies de liaison plus proches de l’expérience. Nous nous
sommes aussi assurés que cette paramétrisation était utilisable pour des systèmes brisant
la symétrie par renversement du temps (c’est à dire dans les canaux S = 1).

Dans la seconde partie de cette thèse nous avons étudié les interactions de Gogny et plus
particulièrement l’interaction D2. Nous avons vu que plusieurs paramétrisations de l’inter-
action standard de Gogny menaient à des instabilités de taille finie scalaires-isovectorielles.
Ces manifestations ont été mises en évidence par l’observation d’oscillations de forte am-
plitude de la densité isovectorielle dans les noyaux. Ceci est en accord avec les analyses
qui ont été effectuées à l’aide d’un code de réponse linéaire pour identifier la position de
la densité critique pour chaque paramétrisation. Il s’avère que ces instabilités sont souvent
passé inaperçues à cause de l’utilisation d’une base d’oscillateur harmonique pour repré-
senter les fonctions d’onde individuelles. Cette représentation est couramment utilisée car
elle présente l’avantage de pouvoir réduire le temps de calcul par rapport à un calcul sur
un réseau mais ceci a pour effet de masquer les divergences (en les « régularisant »). La
petite valeur de la pente de l’énergie de symétrie L est un défaut des paramétrisations de
Gogny souvent pointé du doigt. Lors de notre étude sur les gouttelettes de neutrons nous
avons vu que les paramétrisations avec les plus grandes valeurs de L étaient celles le plus
à même de reproduire ces systèmes. Or il s’avère que ce sont aussi celles qui présentent le
plus d’instabilités.

Cependant avec le passage d’une dépendance en densité de portée nulle à une portée
finie, il est possible d’obtenir une augmentation de la pente de l’énergie de symétrie tout
en conservant une interaction stable comme le montre l’interaction D2 qui est au final la
seule interaction de Gogny en mesure de reproduire à la fois des noyaux et des gouttelettes
sans présenter d’instabilité.

Notre étude consacrée à l’interaction D2 a surtout eu pour but de nous donner la
possibilité de nous familiariser avec la forme de sa fonctionnelle avant de passer à l’implé-
mentation d’un terme à trois corps semi-régularisé. Les résultats concernant la nouvelle
interaction RegMR3 sont très encourageants. Nous avons été en mesure de construire une



interaction au moins aussi prédictive (pour les systèmes étudiés) que D1S et D2 à l’ap-
proximation du champ moyen. Le point le plus important est que cette interaction n’a
pas de dépendance en densité et aucune instabilité de taille finie n’a été observée dans les
canaux S = 0.

Nous avons donc construit la première interaction contenant un terme à trois corps,
reproduisant correctement les propriétés de la matière infinie (notamment la valeur de la
masse effective), donnant un appariement suffisamment intense dans les noyaux et avec
laquelle les calculs au-delà du champ moyen sont possibles sans ambiguités ou problèmes
formels. Certaines propriétés de cette interaction doivent cependant être améliorées.

En effet, cette interaction présente beaucoup de paramètres (22) ce qui est peu satis-
faisant. Une analyse covariante pourrait nous permettre d’identifier les paramètres dont la
contribution à la fonction de mérite ne semble pas pertinente. Ceci pourrait nous donner
la possibilité de réévaluer le protocole d’ajustement qui pourrait être éventuellement plus
satisfaisant pour des ordres plus petits et donc contenant moins de paramètres. En outre,
nous avons pu constater que les corrélations d’appariement étaient trop fortes pour per-
mettre une description raisonnable de certaines propriétés de systèmes nucléaires comme
les gouttelettes de neutrons. Ce problème semble pouvoir être résolu en ajoutant l’équa-
tion de gap dans la matière symétrique mais aussi en considérant une version NLO pour la
partie à trois corps. Nous avons également obtenu une valeur pour la pente de l’énergie de
symétrie L bien en dessous des valeurs estimés malgré une équation d’état qui ne s’effondre
pas à haute densité.

Il reste encore du chemin à parcourir avant d’obtenir une interaction satisfaisante mais
ce premier ajustement laisse à penser que cette direction peut nous mener à une interaction
permettant un calcul complet et satisfaisant au-delà du champ moyen.



Annexes
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A
Constantes de couplage de l’interaction RegMR3

Dans cette première annexe nous donnons l’expression des constantes de couplage de
l’interaction RegMR3. Les constantes pour la partie à deux corps sont les suivantes :

Aρ0
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2
Wk +

1

4
Bk −

1

4
Hk −

1

8
Mk , (A.1)

Aρ1
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4
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Pour la partie à trois corps on a :
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Aρ0
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B
Densités et transformations
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B.1 Densités et propriétées de base

La plupart des calculs qui ont été effectués au cours de cette thèse concernaient des
systèmes invariant sous la symétrie du renversement du temps. Dans cette annexe nous
allons étudier comment la densité normale et la densité d’appariement se comportent sous
cette symétrie.

B.1.1 Densité normale

Nous avons introduit au premier chapitre la densité à un corps (1.12) :

ρ(r1σ1q1, r2σ2q2) = 〈φ|a†(r2σ2q2)a(r1σ1q1)|φ〉
ρ∗(r1σ1q1, r2σ2q2) = 〈φ|a†(r1σ1q1)a(r2σ2q2)|φ〉
ρ∗(r1σ1q1, r2σ2q2) = ρ(r2σ2q2, r1σ1q1) . (B.1)

Renversement du temps

Commençons par définir comment se transforme les opérateurs de création et d’anni-
hilation sous T :

T †a†(rσ)T = −2σa†(r − σ) , (B.2)

T †a(rσ)T = −2σa(r − σ) . (B.3)
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Avec ces définitions, la densité normale va se transformer sous T comme ci-dessous :

ρT (r1σ1q1, r2σ2q2) = 〈φ|T †a†(r2σ2q2)a(r1σ1q1)T |φ〉
= 〈φ|T †a†(r1σ1q1)TT

†a(r2σ2q2)T |φ〉∗

= 4σ1σ2〈φ|a†(r1 − σ1q1)a(r2 − σ2q2)|φ〉∗ , (B.4)

ce qui nous conduit à :

ρT (r1σ1q1, r2σ2q2) = 4σ1σ2ρ
∗(r1 − σ1q1, r2 − σ2q2)

= 4σ1σ2ρ(r2 − σ2q2, r1 − σ1q1) . (B.5)

Nous pouvons maintenant étudier comment les différentes partie de la densité normale
vont être impactés par cette transformation :

Densité scalaire-isoscalaire :

ρT0 (r1, r2) =
∑

σq

ρT (r1σq, r2σq)

=
∑

σq

+4σσρ∗(r1 − σq, r2 − σq)

=
∑

σq

ρ∗(r1 − σq, r2 − σq)

=
∑

σq

ρ(r2 − σq, r1 − σq)

ρT0 (r1, r2) = ρ0(r2, r1)

ρT0 (r) = ρ0(r) . (B.6)

Densité scalaire-isovectorielle :

ρT1 (r1, r2) =
∑

σq1q2

ρT (r1σq1, r2σq2)〈q2|τ̂z|q1〉

=
∑

σq1q2

4σσρ∗(r1 − σq, r2 − σq)〈q2|τ̂z|q1〉

=
∑

σq1q2

ρ∗(r1 − σq, r2 − σq)〈q2|τ̂zq1〉

=
∑

σq1q2

ρ(r2 − σq, r1 − σq)〈q2|τ̂z|q1〉 (B.7)

ρT1 (r1, r2) = ρ1(r2, r1)

ρT1 (r) = ρ1(r) . (B.8)
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Densités vectorielle-isoscalaire :

sT0 (r1, r2) =
∑

σ1σ2q

ρT (r1σ1q, r2σ2q)〈σ2|σ̂|σ1〉

=
∑

σ1σ2q

4σ1σ2ρ
∗(r1 − σ1q, r2 − σ2q)〈σ2|σ̂|σ1〉

=
∑

σ1σ2q

4σ1σ2ρ
∗(r1σ1q, r2σ2q)〈−σ2|σ̂| − σ1〉

= −
∑

σ1σ2q

ρ∗(r1σ1q, r2σ2q)〈−σ2|σ̂| − σ1〉∗

= −
∑

σ1σ2q

{ρ(r1σ1q, r2σ2q)〈−σ2|σ̂| − σ1〉}∗

sT0 (r1, r2) = −s0(r2, r1)

sT0 (r) = −s0(r) = 0 . (B.9)

Ici nous avons utilisé la relation : 4σσ
′〈σ′ |σ̂|σ〉∗ = −〈σ′ |σ̂|σ〉

Densités vectorielle-isosvectorielle :

sT1 (r1, r2) =
∑

σ1σ2q1q2

ρT (r1σ1q1, r2σ2q2)〈σ2|σ̂|σ1〉〈τ2|τ̂z|τ1〉

=
∑

σ1σ2q1q2

4σ1σ2ρ
∗(r1 − σ1q1, r2 − σ2q2)〈σ2|σ̂|σ1〉

=
∑

σ1σ2q1q2

4σ1σ2ρ
∗(r1σq, r2σq)〈−σ2|σ̂| − σ1〉

= −
∑

σ1σ2q1q2

ρ∗(r1σ1q1, r2σ2q2)〈−σ2|σ̂| − σ1〉∗〈τ2|τ̂z|τ1〉

= −
∑

σ1σ2q1q2

{ρ(r1σ1q1, r2σ2q2)〈−σ2|σ̂| − σ1〉}∗〈τ2|τ̂z|τ1〉

sT1 (r1, r2) = −s1(r2, r1)

sT1 (r) = −s1(r) = 0 . (B.10)

Si on considère le système étudié comme étant invariant sous le renversement du temps
ce qui correspond à T |ψ〉 = |ψ〉 −→ ρT (r1σ1q1, r2σ2q2) = ρ(r1σ1q1, r2σ2q2) alors toutes les
densités normales suivent les relations ci-dessous :

ρ0(r1, r2) = ρ0(r2, r1) , s0(r1, r2) = −s0(r2, r1) , s1(r1, r2) = −s1(r2, r1) , (B.11)

ρ1(r1, r2) = ρ1(r2, r1) , s0(r) = −s0(r) = 0 , s1(r) = s1(r1) = 0 . (B.12)

B.1.2 Densité anormale

De même que pour la densité normale, nous allons étudier les transformations de la
densité anormale d’appariement :

Nous repartons de la définition donnée par l’équation (1.12) et allons considérer la
situation sans mélange entre les protons et les neutrons (1.14) :
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ρ̃(r1σ1, r2σ2) = −2σ2〈φ|a(r2 − σ2)a(r1σ1)|φ〉 (B.13)

−2σ2ρ̃(r1σ1, r2 − σ2) = 〈φ|a(r1σ1)a(r2σ2)|φ〉 (B.14)

2σ2ρ̃∗(r1σ1, r2 − σ2) = 〈φ|a†(r1σ1)a†(r2σ2)|φ〉 , (B.15)

ρ̃q(r1σ1, r2σ2) = 4σ2σ1ρ̃q(r2 − σ2, r1 − σ1) (B.16)

ρ̃q(r1σ1, r2 − σ2) = −4σ1σ2ρ̃q(r2σ2, r1 − σ1) . (B.17)

Pour les densités anormales sans mélange nous aurons seulement les projections sur le
spin :

ρ̃q(r1σ1, r2σ2) =
1

2
{ ρ̃q(r1, r2)δσ1σ2 + s̃q(r1, r2)〈σ1|σ̂|σ2〉} . (B.18)

Renversement du temps pour la densité anormale

ρ̃T (r1σ1, r2σ2) = −2σ2〈φ|T †(r2 − σ2)a(r1σ1)T |φ〉
= −2σ2〈φ|T †a(r2 − σ2)TT

†a(r1σ1)T |φ〉∗

= 4σ1σ22σ2〈φ|a(r2σ2)a(r1 -σ1)|φ〉∗ , (B.19)

ce qui est résumé par :

ρ̃T (r1σ1, r2σ2) = 4σ1σ2ρ̃
∗(r1 − σ1, r2 − σ2) = ρ̃∗(r2σ2, r1σ1) . (B.20)

Les différentes projections de la densité anormale sous le renversement du temps seront
données par :

ρ̃Tq (r1, r2) =
∑

σ

ρ̃Tq (r1σ, r2σ)

=
∑

σ

4σσρ̃∗q(r1 − σ, r2 − σ)

=
∑

σ

ρ̃∗q(r2σ, r1σ)

ρ̃Tq (r1, r2) = ρ̃∗q(r2, r1) , (B.21)

128



Chapitre B. Densités et transformations

s̃Tq (r1, r2) =
∑

σ1σ2

ρ̃Tq (r1σ1, r2σ2)〈σ2|σ̂|σ1〉

=
∑

σ1σ2

4σ1σ2ρ̃
∗
q(r1 − σ1, r2 − σ2)〈σ2|σ̂|σ1〉

=
∑

σ1σ2

4σ1σ2ρ̃
∗
q(r1σ1, r2σ2)〈−σ2|σ̂| − σ1〉

= −
∑

σ1σ2

ρ̃∗q(r1σ1, r2σ2)〈σ2|σ̂|σ1〉∗

= −
∑

σ1σ2

{ρ̃q(r1σ1, r2σ2)〈σ2|σ̂|σ1〉}∗

s̃Tq (r1, r2) = −s̃∗q(r1, r2) = s̃∗q(r2, r1) . (B.22)

Comme pour la densité normale, la densité anormale dans un système invariant sous
cette symétrie donne ρ̃T (r1σ1q1, r2σ2q2) = ρ̃(r1σ1q1, r2σ2q2). Il en découle les propriétés
suivantes :

ρ̃q(r1, r2) = ρ̃∗q(r2, r1) = ρ̃∗q(r1, r2) , s̃q(r1, r2) = s̃∗q(r2, r1) = −s̃∗q(r1, r2) , (B.23)

ρ̃q(r) = ρ̃∗q(r) , s̃q(r) = −s̃q(r) = 0 . (B.24)
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Calculs dans la matière nucléaire infinie

Contents
C.1 fonction d’onde et densité . . . . . . . . . . . . . . . . . . 131

C.2 Interaction de Skyrme . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 132

C.3 Interaction de Gogny D2 . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 133

C.4 Fonction auxiliaires utilisées . . . . . . . . . . . . . . . . . 134

C.1 fonction d’onde et densité

La matière nucléaire infinie est un système invariant par translation. Les fonctions
d’onde vont alors prendre la forme d’onde plane :

ϕkmsmt
(rσq) =

1

(2π)3/2
e-ik·rχms

σ (σ)χmt
τ (q) , (C.1)

avec χms
σ (σ) = δms,σ et χmt

τ (q) = δmt,q les parties de spin et d’isospin de la fonction
d’onde. Une fois que l’on a définie les fonctions d’onde des particules individuelles on peut
construire les différentes densités relativement à l’état de la matière infinie.

• Matière symétrique non polarisée :

ρ0(r1, r2) =
2k3F
π2

j1(kF r12)

kF r12
, (C.2)

ρ0(r) =
2k3F
3π2

. (C.3)

On introduit la fonction de Bessel sphérique :
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j1(x) =
sin(x)

x2
− cos(x)

x
, (C.4)

lim
x→0

j1(x) =
1

3
. (C.5)

Les autres densités ρ1, s0, et s1 sont nulles.

• Matière de neutrons :

ρ0(r1, r2) = ρ1(r1, r2) =
k3F
π2

j1(kF r12)

kF r12
, (C.6)

ρ0(r) = ρ1(r) =
k3F
3π2

. (C.7)

• Matière symétrique polarisée :

ρ0(r1, r2) = s0(r1, r2) =
k3F
π2

j1(kF r12)

kF r12
, (C.8)

ρ0(r) = s0(r) =
k3F
3π2

. (C.9)

• Matière de neutrons polarisée :

ρ0(r1, r2) = ρ1(r1, r2) = s0(r1, r2) = s1(r1, r2) =
k3F
π2

j1(kF r12)

kF r12
, (C.10)

ρ0(r) = ρ1(r) = s0(r) = s1(r) =
k3F
6π2

. (C.11)

C.2 Interaction de Skyrme

Pour une interaction de Skyrme standard comme définie par l’équation (2.1) L’énergie
par nucléons dans la matière symétrique est donnée par :

E

A
=

3

5

~
2

2m
csρ

2/3
0 +Aρ

0ρ0 +
3

5
csA

τ
0ρ

5/3
0 +

1

16
t3ρ

α+1
0 , (C.12)

avec le coefficient :

cs =

(

3π2

2

)2/3

.

La pression prendra la forme suivante :

P (ρsat) = ρ20
dE/ρ0
dρ0

∣

∣

∣

∣

ρ0=ρsat

= 0 =
2

5

~
2

2m
csρ

5/3
sat +Aρ

0ρ
2
sat + csA

τ
0ρ

8/3
sat +

1

16
t3(α+ 1)ρα+2

sat .

(C.13)
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Le module d’incompressibilité s’écrit :

K∞ = 9ρ20
d2E/ρ0
dρ20

∣

∣

∣

∣

ρ0=ρsat

= −6

5

~
2

2m
csρ

2/3
sat + 6csA

τ
0ρ

5/3
sat +

9

16
α(α+ 1)t3ρ

α+1
sat . (C.14)

La masse effective isoscalaire sera :
(

m∗
0

m

)−1

=
2m

~2

∂E
∂τ0

= 1 +
2m

~2
Aτ

0ρsat . (C.15)

Dans la matière asymétrique l’équation d’état prend la forme :

E
ρ0

(ρ0, I) =
3

5

~
2

2m
csF5/3ρ

2/3
0 +Aρ

0ρ0 +Aρ
1I

2ρ0 +
3

5
csA

τ
0ρ

5/3
0

+
1

48
t3ρ

α+1
0 [2(2 + x3)− (1 + 2x3)F2(I)] , (C.16)

avec la fonction :

Fm(I) =
1

2
[(1 + I)m + (1− I)m] . (C.17)

À partir de l’équation d’état, on peut en déduire l’énergie de symétrie :

aI ≡ J =
1

2

d2

dI2
E(I, ρ0)
A

∣

∣

∣

∣

I=0

=
1

3

~
2

2m
csρ

2/3
0 +Aρ

1ρ0 +
1

3
Aτ

0csρ
5/3
0 +Aτ

1csρ
5/3
0 , (C.18)

et enfin la pente de l’énergie de symétrie :

L = 3ρ0
∂J

∂ρ

∣

∣

∣

∣

I=0

=
2

3

~
2

2m
csρ

2/3
0 + 3Aρ

1ρ0 +
5

3
Aτ

0csρ
5/3
0 + 5Aτ

1csρ
5/3
0 . (C.19)

C.3 Interaction de Gogny D2

Dans cette partie nous donnerons les propriétés de la matière infinie pour l’interaction
de Gogny D2 (5.3). L’énergie dans la matière symétrique est donnée par :

E =

∫

d3r1d
3r2ga(r1 − r2)

ρα0 (r1) + ρα0 (r2)

2

{

Aρ0
3 ρ0(r1)ρ0(r2) +Bρ0

3 ρ0(r1, r2)ρ0(r2, r1)

}

.

(C.20)

Ce qui permet d’exprimer l’équation d’état comme :

E

A
= [Aρ0

3 +Bρ0
3 F0(ε)]ρ

α+1 . (C.21)

La pression :

P = {[α+ 1][Aρ0
3 +Bρ0

3 F0(ε)] +
1

3
εF ′

0(ε)B
ρ0
3 }ρα+2 . (C.22)

133



Chapitre C. Calculs dans la matière nucléaire infinie

Le module d’incompressibilité :

K∞ = 9

{

α[α+ 1][Aρ0
3 +Bρ0

3 F0(ε)] +
2

3
[α+

2

3
]εF ′

0(ε)B
ρ0
3 +

1

9
ε2F ′′

0 (ε)B
ρ0
3

}

ρα+1 . (C.23)

La masse effective :

~
2

2m∗
= −1

2
Bρ0

3 ρ
α+1a2G0(ε) . (C.24)

Pour la matière asymétrique l’énergie de symétrie est donnée par :

J = −1

6
Bρ0

3 ρ
α+1
0 ε2G0(ε) + ρα+1

0 [Aρ
1 +Bρ1

3 H0(ε)] , (C.25)

et enfin la pente de l’énergie de symétrie :

L = ρα+1

{

−Bρ0
3

[

(3α+ 5)
ε2

6
G0(ε) +

ε3

6
G′

0(ε)

]

(C.26)

+ 3(α+ 1)[Aρ1
3 +Bρ1

3 H0(ε)] +Bρ1
3 εH

′
0(ε)

}

. (C.27)

C.4 Fonction auxiliaires utilisées

Nous allons présenter ici les fonctions auxiliaires qui ont été utilisées au cours de cette
thèse.

F0(x) =
12

x3

[

1− e−x2

x3
− 3− e−x2

2x

√
π

2
Erf(x)

]

. (C.28)

avec

lim
x→0

F0(x) = 1 , (C.29)

lim
x→0

F ′
0(x) = 0 , (C.30)

lim
x→0

F ′′
0 (x) = −3

5
, (C.31)

lim
x→0

F ′′′
0 (x) = 0 . (C.32)

H0(x) =
1− e−x2

x2
. (C.33)

G0(x) =
12

x6
(e−x2 − 1) +

6

x4
(e−x2

+ 1) . (C.34)

G2(x) =
2(e−x2 − 1) + x2(x−2 + 1))

x4
, (C.35)

lim
x→0

G2(x) = 0 . (C.36)

134



Chapitre C. Calculs dans la matière nucléaire infinie

G3(x) =
6

x4

{

e−x2 − 1 + x

√
π

2
Erf [x]

}

, (C.37)

lim
ε→0

G3(ε) = 1 . (C.38)
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Calcul dans un système à symétrie sphérique
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D.1 Noyaux sphériques

D.1.1 Développement multipolaire de l’interaction

Nous allons commencer par développer le facteur de forme gaussien en onde partielle :

ga(r1 − r2) =
e−

(r1−r2)
2

a2

(a
√
π)3

=
e−

r21+r22
a2

(a
√
π)3

e
2r1ṙ2
a2

=
∑

LM

gaL(r1, r2)Y
∗L
M (r̂1)Y

L
M (r̂2) (D.1)

=
∑

L

2L+ 1

4π
gaL(r1, r2)PL(r̂1 · r̂2) , (D.2)

avec :

gaL(r1, r2) =
4e−

(r21−r22)

a2

a3
√
π

iL

(

2r1r2
a2

)

. (D.3)
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D.1.2 Développement mulitpolaire des densités dans un noyau
sphérique

Dans un noyau à symétrie sphérique nous définirons les fonctions d’onde de la manière
suivante :

Vnℓjm(rσq) =
∑

mℓ

vqnℓj(r)

r
〈ℓmℓsσ|jm 〉Y (ℓ)

m (r̂) , (D.4)

Unℓjm(rσq) =
uqnℓj(r)

r
〈ℓmℓsσ|jm 〉Y (ℓ)

m (r̂) . (D.5)

À partir de ces fonctions d’onde on peut construire la densité à un corps non-locale :

ρq(r1, r2) =
∑

nℓjm

V ∗
nℓjm(r2σq)Vnℓjm(r1σq)

=
∑

nℓjmℓ

∑

m
σ

vqnℓj(r1)vqnℓj(r2)

r1r2
〈ℓmℓsσ|jm〉2Y ∗(ℓ)

mℓ
(r̂1)Y

(ℓ)
mℓ

(r̂2)

=
∑

nℓjmℓ

vqnℓj(r1)vqnℓj(r2)

r1r2

2j + 1

2ℓ+ 1
Y ∗(ℓ)
mℓ

(r̂1)Y
(ℓ)
mℓ

(r̂2) (D.6)

=
∑

ℓj

2ℓ+ 1

4π
ρqℓj(r1, r2)Pℓ(r̂1 · r̂2) . (D.7)

Avec :

ρqℓj(r1, r2) =
2j + 1

2ℓ+ 1

∑

n

vqnℓj(r1)vqnℓj(r2)

r1r2
. (D.8)

Pour la densité local :

ρq(r) =
∑

nℓjm

V ∗
nℓjm(rσq)Vnℓjm(rσq)

=
∑

nℓjmℓ

∑

m
σ

v2qnℓj(r)

r2
〈lmℓsσ|jm〉2Y ∗(ℓ)

mℓ
(r̂)Y ℓ

mℓ
(r̂)

=
∑

nℓjmℓ

∑

m
σ

v2qnℓj(r)

r2
2j + 1

2ℓ+ 1
〈j-msσ|ℓ-mℓ〉2Y ∗(ℓ)

mℓ
(r̂)Y (ℓ)

mℓ
(r̂)

=
∑

nℓjmℓ

v2qnℓj(r)

r2
2j + 1

2ℓ+ 1
Y ∗(ℓ)
mℓ

(r̂)Y (ℓ)
mℓ

(r̂)

=
∑

nℓj

v2qnℓj(r)

r2
2j + 1

2ℓ+ 1

2ℓ+ 1

4π

=
∑

ℓj

2ℓ+ 1

4π
ρqℓj(r) . (D.9)
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Pour la densité d’appariement le calcul est presque similaire :

ρ̃q(r1, r2) = −
∑

nℓjm

U∗
nℓjm(r2σq)Vnℓjm(r1σq)

= −
∑

nℓjmℓ

∑

m
σ

uqnℓj(r1)vqnℓj(r2)

r1r2
〈ℓmℓsσ|jm〉2Y ∗(ℓ)

mℓ
(r̂1)Y

(ℓ)
mℓ

(r̂2)

= −
∑

nℓjmℓ

uqnℓj(r1)vqnℓj(r2)

r1r2

2j + 1

2ℓ+ 1
Y ∗(ℓ)
mℓ

(r̂1)Y
ℓ
mℓ

(r̂2) (D.10)

=
∑

ℓj

2ℓ+ 1

4π
ρ̃qℓj(r1, r2)Pℓ(r̂1 · r̂2) . (D.11)

ρ̃qℓj(r1, r2) = −2j + 1

2ℓ+ 1

∑

n

uqnℓj(r1)vqnℓj(r2)

r1r2
. (D.12)

Dans un noyau à symétrie sphérique la densité vectorielles prend la forme ci-dessous :

sq,µ(r1, r2) =
∑

n ℓjmσσ′

V ∗
nℓjm(r2σ

′q)Vnℓjm(r1σq)〈sσ′|σµ|sσ〉 . (D.13)

En utilisant le théorème de Wigner-Eckart on peut exprimer 〈sσ′|σµ|sσ〉 comme :

〈sσ′|σ(1)µ |sσ〉 = (-1)s−σ′

(

s 1 s
−σ′ µ σ

)

〈s||σ(1)||s〉 (D.14)

= (-1)s−σ′

(

s 1 s
−σ′ µ σ

)√
6 . (D.15)

À l’aide de cette définition et des différentes relations entre les symboles 3j et 6j on peut
réécrire la densité vectorielle :
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sq,µ(r1, r2) =
∑

nℓjm1m2

∑

m
σ1σ2

√
6(2j + 1)

vqnℓj(r1)vqnℓj(r2)

r1r2
(−1)2s−2ℓ−2m+s−σ2

×
(

s 1 s
−σ2 µ σ1

)(

ℓ s j
m1 σ1 −m

)(

ℓ s j
m2 σ2 −m

)

Y ∗(ℓ)
m2

(r̂2)Y
ℓ
m1

(r̂1)

=
∑

nℓjm1m2

√
6(−1)−2ℓ+s+j+m1(2j + 1)

vqnℓj(r1)vqnℓj(r2)

r1r2
Y ∗(ℓ)
m2

(r̂2)Y
(ℓ)
m1

(r̂1)

×
∑

m
σ1σ2

(−1)2s+j+m+σ1+σ2

(

s s 1
σ1 −σ2 µ

)(

s j ℓ
σ2 −m m2

)(

j s ℓ
m −σ1 −m1

)

=
∑

nℓjm1m2

√
6(−1)−2ℓ+s+j+m1(2j + 1)

vqnℓj(r1)vqnℓj(r2)

r1r2
Y ∗(ℓ)
m2

(r̂2)Y
(ℓ)
m1

(r̂1)

×
(

ℓ ℓ 1
m2 −m1 µ

){

ℓ ℓ 1
s s j

}

=
∑

nℓjm1m2

√
6(−1)−2ℓ+s+j+m1+ℓ+s+j+1(2j + 1)

vqnℓj(r1)vqnℓj(r2)

r1r2
Y ∗(ℓ)
m2

(r̂2)Y
(ℓ)
m1

(r̂1)

×
(

ℓ ℓ 1
m2 −m1 µ

)

α(ℓ, j, s)

2
√

ℓ(ℓ+ 1)(2ℓ+ 1)s(s+ 1)(2s+ 1)

=
∑

ℓjm1m2

α(j, ℓ, s)(−1)m1+ℓ

√

2ℓ+ 1

ℓ(ℓ+ 1)
ρqℓj(r1, r2)Y

∗(ℓ)
m2

(r̂2)Y
(ℓ)
m1

(r̂1)

(

ℓ ℓ 1
m2 −m1 µ

)

.

(D.16)

Nous allons poser les notations :

• α(j, ℓ, s) = j(j + 1)− ℓ(ℓ+ 1)− s(s+ 1) ,

• γ(ℓ) =
√
2ℓ+ 1 ,

• β(ℓ) =
√

ℓ(ℓ+ 1) .

Maintenant que nous avons une forme simplifié de la densité vectorielle nous allons déve-
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lopper les produits de densité pouvant intervenir dans les différents calculs :

s(r1, r2) · s(r2, r1) =
∑

µ

(-1)µsµ(r1, r2)s-µ(r2, r1)

= −
∑

ℓℓ′

jj′

α(j, ℓ, s)α′(j′, ℓ′, s)
γ(ℓ)γ(ℓ′)

β(ℓ)β(ℓ′)
ρqℓj(r1, r2)ρq′ℓ′j′(r2, r1)

×
∑

m1m2
m1′m2′

µ

(−1)1+ℓ+ℓ′+µ+m1+m2′

(

1 ℓ ℓ
µ m2 −m1

)(

1 ℓ′ ℓ′

−µ m1′ −m2′

)

× Y ∗(ℓ)
m2

(r̂2)Y
(ℓ′)
m2′

(r̂2)Y
(ℓ)
m1

(r̂1)Y
∗(ℓ′)
m1′

(r̂1)

= −
∑

ℓℓ′

jj′

∑

LL′

MM ′

∑

m2m2′

α(j, ℓ)α′(j′, ℓ′)
γ2(ℓ)γ2(ℓ′)γ(L)γ(L′)

β(ℓ)β(ℓ′)

ρqℓj(r1, r2)ρq′ℓ′j′(r2, r1)

4π

×
(

ℓ ℓ′ L
0 0 0

)(

ℓ ℓ′ L′

0 0 0

)(

ℓ ℓ′ L′

m2 m2′ −M ′

)

Y
∗(L′)
M ′ (r̂2)Y

(L)
M (r̂1)

×
∑

m1m1′ µ

(−1)1+ℓ+ℓ′+µ+m1+m1′

×
(

1 ℓ ℓ
µ m2 −m1

)(

1 ℓ′ ℓ′

−µ m1′ −m2′

)(

ℓ ℓ′ L
m1 m1′ −M

)

= −
∑

ℓℓ′

jj′

∑

LL′

MM ′

α(j, ℓ)α′(j′, ℓ′)
γ2(ℓ)γ2(ℓ′)γ(L)γ(L′)

β(ℓ)β(ℓ′)

ρqℓj(r1, r2)ρq′ℓ′j′(r2, r1)

4π

×
(

ℓ ℓ′ L
0 0 0

)(

ℓ ℓ′ L′

0 0 0

){

ℓ ℓ 1
ℓ′ ℓ′ L

}

Y
∗(L′)
M ′ (r̂2)Y

(L)
M (r̂1)

×
∑

m2m2′

(

ℓ ℓ′ L′

m2 m2′ −M ′

)(

ℓ′ ℓ L
−m2′ m2 −M

)

= −
∑

ℓℓ′

jj′

∑

LL′

MM ′

α(j, ℓ)α(j′, ℓ′)α(L, ℓ, ℓ′)
γ2(ℓ)γ2(ℓ′)γ(L)γ(L′)

β2(ℓ)β2(ℓ′)

× ρqℓj(r1, r2)ρq′ℓ′j′(r2, r1)

4π
Y

∗(L′)
M ′ (r̂2)Y

(L)
M (r̂1)

(

ℓ ℓ′ L
0 0 0

)(

ℓ ℓ′ L′

0 0 0

)

× γ2(L)

γ2(L)

∑

m2m2′

(

ℓ ℓ′ L′

m2 m2′ −M ′

)(

ℓ′ ℓ L
−m2′ m2 −M

)

= −
∑

ℓℓ′

jj′

∑

LM

α(j, ℓ)α(j′, ℓ′)α(L, ℓ, ℓ′)
γ2(ℓ)γ2(ℓ′)

β2(ℓ)β2(ℓ′)

(

ℓ ℓ′ L
0 0 0

)2

× ρqℓj(r1, r2)ρq′ℓ′j′(r2, r1)

4π
Y

∗(L)
M (r̂2)Y

(L)
M (r̂1) . (D.17)

La forme final du produit de deux densités vectorielle en fonction des polynomes de
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Legendre s’écrit :

s(r1, r2) · s(r2, r1) = −
∑

ℓℓ′

jj′

∑

L

α(j, ℓ)α(j′, ℓ′)α(L, ℓ, ℓ′)
γ2(L)γ2(ℓ)γ2(ℓ′)

β2(ℓ)β2(ℓ′)

(

ℓ ℓ′ L
0 0 0

)2

× ρqℓj(r1, r2)ρq′ℓ′j′(r2, r1)

(4π)2
PL(r̂1 · r̂1) . (D.18)

D.1.3 Champ moyen

ED
ph =

∫

dr1 dr2 4πr
2
1r

2
2g0(r12)

{

[Aρ0
3 −Aρ1

3 ]ρ0(r1)ρ
2
0(r2) + 2Aρ1

3 ρ0(r1)
∑

q

ρ2q(r2)

}

(D.19)

EX
ρ0 = Bρ0

3

L
∑

ℓ1ℓ2
j1j2

γ(ℓ1)
2γ(ℓ2)

2γ(L)2
(

ℓ1 ℓ2 L
0 0 0

)2{

1− α(j1, ℓ1)α(j2, ℓ2)α(L, ℓ1, ℓ2)

β2(ℓ1)β2(ℓ2)

}

∫

dr1 dr2 4πr
2
1r

2
2

gaL(r12)

(4π)2
[ρ0(r1) + ρ0(r2)]

∑

q

ρqℓ1j1(r1, r2)ρqℓ2j2(r2, r1) (D.20)

EX
ρ1 =

1

2
Bρ1

3

L
∑

ℓ1ℓ2
j1j2

γ(ℓ1)
2γ(ℓ2)

2γ(L)2
(

ℓ1 ℓ2 L
0 0 0

)2

[1− α(j1, ℓ1)α(j2, ℓ2)α(L, ℓ1, ℓ2)

β2(ℓ1)β2(ℓ2)
]

∫

dr1 dr2 4πr
2
1r

2
2

gaL(r12)

(4π)2

{

∑

q1

[ρq1(r1) + ρq1(r2)]ρq1ℓ1j1(r2, r1)ρ0ℓ2j2(r1, r2)

− ρ0(r1) + ρ0(r2)

2
ρ0ℓ1j1(r2, r1)ρ0ℓ2j2(r1, r2)

}

(D.21)

Ẽpp =
1

2
Cρ
3

L
∑

ℓ1ℓ2
j1j2

γ(ℓ1)
2γ(ℓ2)

2γ(L)2
(

ℓ1 ℓ2 L
0 0 0

)2

[1− α(j1, ℓ1)α(j2, ℓ2)α(L, ℓ1, ℓ2)

β2(ℓ1)β2(ℓ2)
]

∫

dr1 dr2 4πr
2
1r

2
2

gaL(r12)

(4π)2

{

∑

q

[ρq̄(r1) + ρq̄(r2)] ρ̃qℓ1j1(r1, r2)ρ̃qℓ2j2(r2, r1)

}

, (D.22)

hDtot = 2γ(j)2
∫

dr2r
2
2g0(r1, r2)

{

[Aρ0
3 −Aρ1

3 ][ρ0(r2) + 2ρ0(r1)]ρ0(r2)

+ 2Aρ1
3 [

∑

q′

ρ2q′(r2) + 2ρ0(r2)ρq(r1)]

}

vqnℓj(r1) (D.23)
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hXρ0 = 4γ2(j)Bρ0
3

L
∑

ℓ1j1ℓ2j2

γ2(L)γ2(ℓ2)γ
2(ℓ1)

(

ℓ1 ℓ2 L
0 0 0

)2

[1− α(L, ℓ1, ℓ2)α(j2, ℓ2)α(j1, ℓ1)

β2(ℓ1)β2(ℓ2)
]

×
{

∫

dr2r
2
2

gaL(r1, r2)

(4π)2

∑

q′

ρq′ℓ1j1(r1, r2)ρq′ℓ2j2(r2, r1)

}

vqnℓj(r1)

+ 4γ2(j)Bρ0
3

L
∑

ℓ2j2

γ2(L)γ2(ℓ2)

(

ℓ2 ℓ L
0 0 0

)2

[1− α(L, ℓ2, ℓ)α(j2, ℓ2)α(j, ℓ)

β2(ℓ)β2(ℓ2)
]

×
{

∫

dr2r1r2
gaL(r1, r2)

(4π)2
[ρ0(r1) + ρ0(r2)] ρqℓ2j2(r1, r2)vqnℓj(r2)

}

(D.24)

hXρ1 = 2γ2(j)Bρ1
3

L
∑

ℓ1j1ℓ2j2

γ2(L)γ2(ℓ2)γ
2(ℓ1)

(

l1 l2 L
0 0 0

)2

[1− α(L, ℓ1, ℓ2)α(j2, ℓ2)α(j1, ℓ1)

β2(ℓ1)β2(ℓ2)
]

×
{

∫

dr2r
2
2

gaL(r1, r2)

(4π)2
[ρqℓ1j1(r2, r1)ρ0ℓ2j2(r1, r2)−

1

2
ρ0ℓ1j1(r2, r1)ρ0ℓ2j2(r1, r2)]

}

vqnℓj(r1)

+Bρ1
3

L
∑

ℓ2j2

γ2(L)γ2(ℓ2)γ
2(j)

(

ℓ2 ℓ L
0 0 0

)2

[1− α(L, ℓ2, ℓ)α(j2, ℓ2)α(j, ℓ)

β2(ℓ)β2(ℓ2)
]

∫

dr2r1r2
gaL(r1, r2)

4π

×
{

[ρq(r1) + ρq(r2)] ρ0ℓ2j2(r1, r2) +
∑

q′

[

ρq′(r1) + ρq′(r2)
]

ρq′ℓ2j2(r2, r1)

− [ρ0(r1) + ρ0(r2)] ρ0ℓ2j2(r1, r2)

}

vqnℓj(r2) (D.25)

h̃D = 2γ(j)2Cρ
3

L
∑

ℓ1ℓ2
j1j2

γ(ℓ1)
2γ(ℓ2)

2γ(L)2
(

ℓ1 ℓ2 L
0 0 0

)2

[1− α(j1, ℓ1)α(j2, ℓ2)α(L, ℓ1, ℓ2)

β2(ℓ1)β2(ℓ2)
]

{
∫

dr2r
2
2

gaL(r1, r2)

(4π)2
ρ̃q̄ℓ1j1(r1, r2)ρ̃q̄ℓ2j2(r2, r1)

}

vqnℓj(r1) (D.26)

h̃X = −Cρ
3

L
∑

l2j2

γ2(L)γ2(ℓ2)γ
2(j)

(

ℓ2 ℓ L
0 0 0

)2

[1− α(L, ℓ2, ℓ)α(j2, ℓ2)α(j, ℓ)

β2(ℓ)β2(ℓ2)
]

×
∫

dr2r1r2
gaL(r1, r2)

4π
[ρq̄(r1) + ρq̄(r2)] ρ̃qℓ2j2(r2, r1)uqnℓj(r2) (D.27)
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E
Valeurs des paramètres des interactions
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E.1 Skyrme SLy7s(X)

1F2F(0.70) 1T2F(0.70) 1T2T(0.70)
t0 -2468.19232 -2492.20327 -2482.01791
x0 0.73901192 0.66548036 0.70880764
t1 407.403624 488.947227 449.121591
x1 -0.0203348 0.0191680 0.00134578
t2 -324.038823 -392.603927 -375.678254
x2 -0.99266563 -0.88183244 -0.94475262
t3 13676.2537 13843.8484 13772.7553
x3 1.10829912 0.96032479 1.05033970
Wso 118.877268 131.849204 127.004391

1F2F(0.80) 1T2F(0.80) 1T2T(0.80)
t0 -2662.21727 -2686.06097 -2676.13238
x0 0.62618396 0.51864075 0.57471304
t1 421.249500 381.547873 310.651142
x1 0.00134578 -0.01097828 0.04002872
t2 -414.996723 -432.402764 -438.549084
x2 -0.95014318 -0.81905903 -0.89299585
t3 15962.3839 15893.0830 16668.6021
x3 0.85677506 0.65718133 0.76473564
Wso 124.361746 119.182854 106.479498

1F2F(0.85) 1T2T(0.85) 1T2T(0.85)
t0 -2742.08508 -2765.35122 -2755.97168
x0 0.57857518 0.46054935 0.51843108
t1 310.651142 392.625848 353.862596
x1 -0.00078207 0.06009614 0.02878070
t2 -446.701427 -442.683837 -457.372125
x2 -0.93321552 -0.79145805 -0.86974799
t3 16668.6021 16830.9981 16765.5296
x3 0.76131848 0.54715920 0.65611850
Wso 106.479498 120.924395 115.999019
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E.2 Interaction semi-régularisée RegMR3

RegMR3
LO

W0 -83.4255420
B0 -167.974874
H0 22.72042469
M0 -479.5436580

LO′

W ′
0 560.361240

B′
0 363.715626

H ′
0 105.512261

M ′
0 736.986542

NLO
W1 65.9291683
B1 -36.4015637
H1 21.9073903
M1 -79.6674345

N2LO
W2 32.3250459
B2 -111.079059
H2 28.6023259
M2 -113.368628

N3LO
W3 31.7172802
B3 -5.68874128
H3 3.21525144
M3 -29.7316007
W3c 8877.03982
Wso 139.931582
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