N

HAL

open science

Physique nucléaire relativiste et effects de quarks dans
les noyaux

Jean-Francois Mathiot

» To cite this version:

Jean-Francois Mathiot. Physique nucléaire relativiste et effects de quarks dans les noyaux. Ecole
thématique. Ecole Joliot Curie "La matiére dans tout ses états”, Bombannes, (France), du 16-20
septembre 1985 : 4eme session, 1985. cel-00639582

HAL Id: cel-00639582
https://cel.hal.science/cel-00639582

Submitted on 9 Nov 2011

HAL is a multi-disciplinary open access
archive for the deposit and dissemination of sci-
entific research documents, whether they are pub-
lished or not. The documents may come from
teaching and research institutions in France or
abroad, or from public or private research centers.

L’archive ouverte pluridisciplinaire HAL, est
destinée au dépot et a la diffusion de documents
scientifiques de niveau recherche, publiés ou non,
émanant des établissements d’enseignement et de
recherche francais ou étrangers, des laboratoires
publics ou privés.


https://cel.hal.science/cel-00639582
https://hal.archives-ouvertes.fr

PHYSIQUE NUCLEAIRE RELATIVISTE ET EFFETS DE
QUARKS DANS LES NOYAUX

J.F. MaTtHIOT

Division de Physique Théorique, IPN Orsay




Abstract

A new apptoach of nuclear structure and nuclear reactions will be presented
in these lectures. In a relativistic quantum field description of the nucleon and
meson degrees of freedom, the nucleon wave function {in an independant particle
model} is no longer solution of a Schrédinger eguation but rather of a Dirac equation.
In the simplest approximation the interaction potential is constructed from meson
exchange. We shall also discuss the modifications of the nucleon structure which
are expected .in the nuclear medium when its sub-structure (in terms of quarks

and gluons) is explicitly taken into account.
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Reésume

Une nouvelle approche de la structure nucléaire, ainsi que des réactions nucléon-noyau, sera
développée dans ce cours. Cette approche est fondée sur un formalisme relativiste ot la fonction d'onde
des nucléons (dans un modéle de particules indépendantes) est solution non plus d'une équation de Schrédinger
mais d'une équation de Dirac dont les potentiels d'interaction sont construits 3 partir de l'échange
de mésons. Nous verrons ensuite comment ces notions peuvent étre utilisées dans la perspective ou la
structure interne des nucléons (quarks et gluons) est explicitement introduite, et queiles en sont les
conséquences,

Il est un probleme auquel chaque physicien ne cesse d'étre confronté lorsqu'il utilise un modele
théorique particulier pour interpréter telle ou telle partie de la réalité physique : il s'agit de connaltre
les limites exactes de validité de celui-ci. De ce point de vue, il est important de bien comprendre les
différents liens qui existent entre une description non relativiste de la structure nucléaire et une nouvelle
approche fondée sur un formalisme relativistel. En dehors de corrections relativistes "cinématiques" qui,
comme nous le verrons, ne sont pas complétement négligeables malgré la masse élevée du nuciéon, nous
nous intéresserons plus particulierement 3 mettre en évidence les aspects et interprétations nouvelles

que cette approche révele.

Dans une premiere partie nous développerons les bases nécessaires 3 ia bonne compréhension
du fondement de cette approche et aussi pour bien contréler les différentes approximations que l'on sera
amené & faire et qui, toutes, seront d'une maniere ou d'une autre une réduction d'un formalisme de
théorie quantique relativiste des champs & un modele plus proche de ce que les physiciens nucléaires
ont Fhabitude de manipuler. Toutes ces approximations sont, a priori, surmontables mais au prix d'une
complication certaine., Nous essayerons dans la mesure du possible de les justifier dans le cadre que nous
considérons ici. Nous traiterons, pour illustrer cette démarche, le calcul de la matiére nucléaire symétrigue
et infinie et discuterons en détail le méchanisme de la saturation.

La deuxieme partie de ce cours sera consacrée A I'étude de piusieurs applications. En particu-
lier nous détaillerons le calcul de la structure des noyaux finis dans I'approximation Hartree-Fock. Nous
montrerons a cette occasion comment on peut en déduire une interaction effective (dépendante de la
densité} utilisable dans un formalisme non-relativiste. Une deuxiéme application importante concerne
le couplage électromagnétique aux nucléons, tels qu'ils sont décrits dans ce formalisme relativiste. Il
conviendra d'étudier ici les deux aspects des corrections "relativistes” que I'on peut attendre, 3 savoir
correction sur les fonctions d'onde nucldaires et correction sur les opérateurs électromagnétiques eux-
mémes. Nous verrons a propos du moment magnétique de certains noyaux que ces corrections peuvent
&tre importantes. La troisidme application gue nous envisagerons, et qui est trés étudiée actuellement,
concerne la construction du ?otentiel optigue proton-noyau dans un large domaine d'énergie. Nous nous
intéresserons plus particulierement 3 la dépendance en energie du potentiel optique telle qu'elle apparait
dans l'approximation d'impulsion relativiste. Tous ces résultats seront illustrés sur la section efficace
de diffusion proton-wCa ainsi que sur les observables de spin : pouvoir analysewr et fonction de rotation

de spin.

*Laboratoire associé au C.N.R.S.
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Dans la mesure ol les nucléons ne sont pas ponctuels mais possedent une sous-structure définie
a partir de quarks et gluons il est important de savoir dans quelle mesure ceile-ci peut &tre modifice
-polarisée- dans le milieu nucléaire. Nous traiterons dans la troisieme partie ces aspects d'un point
de vue plus qualitatif. Nous rappellerons tout d'abord quelques notions et résultats simples de la Chromody-
namique Quantique et montrerons en particulier comment dans la limite des trés hauts moments de transfert
on peut obtenir certains résultats exacts concernant par exermple la diffusion d'électrons polarisés. En
¢e qui concerne le comportement du nuctéon dans le noyau, il est nécessaire de construire des modeles
pour simuler les effets non perturbatifs des interactions quark-gluor et gluon -gluon . Dans ce cas il
est important de cerner le plus pres possible les résultats expérimentaux. Nous nous attacherens surtout
a connecter le comportement du nucléon dans le milieu nucléaire , et en particuler la variation de sa
masse propre et de son rayon, a la position des excitations du nucléon et plus précisément de la premiére
excitation radiale (résonance Roper). Dans un langage plus familier au physicien nucléaire on pourra parler
alors de la valeur du parametre d'incompressibilité du nucléen. Nous verrons enfin si expérimentalement

de telles modifications sont aussi observeées.
1. POTENTIEL NUCLEON-NUCLEON ET STRUCTURE NUCLEAIRE

1.1. Le noyau est-il un systéme relativiste ?

l.ia - Vitesse moyenne du nucléon

Dans une description classique le caractére relativiste d'une particule est déterminé par
la valeur de sa vitesse, mesurée par rapport i la vitesse de la lumiére. Il est intéressant, pour se fixer
les idées, d'avoir une estimation de la vitesse moyenne d'un nucléon dans la matiére nucléaire. D'une

maniére systématique on pourra définir la vitesse d'un nucléon comme ;

V(P) =—_— ol Elp) est I'énergie d'un nuciéon (1.1
P
de moment p. Pour des particules libres E(p} = \/p*+ M? et vip) = P/ ce qui dans la limite non relati-
viste (p e M) redonne bien v(p) = p/M. E(?]

Bans une description non relativiste de la matiere nuciéaire basée sur une force effective
de type Skyrme, les nucleons acquierent une masse effective M, constante et inférieure a la masse nue.

Dans ce cas

o*
E (p) =,
M (1.2)
Pe
et wvip} = !.n’f, 4 71 pidp p/M* ol /OB représente la densité baryonique de la matiére nucléaire.
D'ou ® 4
P T T 0,29 , (1.3)

<

b =t

pour une valeur standard M*/M = 0,75 et Py = 1, 3% Im. Nous verrons plus loin que dans une approche
relativiste ol les nucléons sont soumis 3 une interaction due 3 'échange de mésons, la valeur de la vitesse
moyenne calculée par (1.1} peut aller jusqu'a « v/c » = 043, Les valeurs que l'on obtient ne sont pas
particuliérement faibles et dépendent bien entendu de I'interaction utilisée. La correction sur ¥ = W 1-vie?
peut varier alors de 2 a 10 %. Ceci n'est pas du tout négligeable dans la mesure ol les énergies mises
en jeu sont de l'ordre d'une centaine de MeV (énergie potentielle due a I'échange d'un ¢ ou wpar exemple}

et sachant que i'énergie de liaison totale sera, elle, de 'ordre de - 16 MeV.
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t.1b - Potentiel NN di & 'échange d'un pion

D'un autre point de vue les physiciens nucléaires sont déja habitués a manipuler la compo-
sante "relativiste" de Ja fonction d'onde du nucléonz. En eifet le potentiel d'échange d'un pion tel qu'il
est écrit habituellement :

Iy e B
« s
bnd — Y q | q r
vig) = A 2351 o g 0

Ak m_ o+ 9

™

provient du couplage entre la grande composante (non nulle lorsque p —»0) et la petite composante (relati-
viste, voir plus loin} de la fonction d'onde du nucléon libre que i'on écrit , au premier ordre en P/M :
> |

“®=12z)- (1.5)

i

2ZM

Les régles de Feynman appliquées au diagramme d'échange d'un pion de la figure 1 s'écrivent

alors 3
z .
VI3) = 2B w@)3 SEN T e T - 2F LT
{ 9 ) {?z) 5 (?,_)—;—_;L £) 5- “’. )avec q = ?2' - ?2
ﬂ'\“ -|-C|
ce qui se réduit a (l.#) compte tenu de (1.3} et en ne considérant que les termes en |/M. L'approche

relativisie de la structure nucléaire permet de geénéraliser

N N cette description au cas du probléeme a N corps {nucléons
en interaction forte) et a l'échange des autres mésons
U
- (G, wet Y ).
N N

Fig.l - Diagramme d'échange d'un pion
entre deux nucleons.

l.1¢ - Excitations NN

Il est enfin connu que les excitations nucléon -antinucléon peuvent jouer un rdle important
en physigue nucléaire. Les contributions des courants d'échange m(:*’.s.(:oniqt.les.2 illustrées sur la figure 2 sont
en effet nécessaires, dans le cas particulier des transitions isovectorielles, pour assurer la conservation du
courant électromagnétique et sont signées expérimentalement de maniere trés nette par la section efficace

difiérentielle de l'électrodésintégration du deutéron pres du seuil.

Toutes ces différentes remarques

N N N Lo
g montrent bien que, deja, on ne peut
—‘;:‘P— échapper a la nécessité d'introduire
de facon plus ou moins phénoménc-
N N N logique dans notre description de la
structure nucléaire certains aspects
a., b. de la réalité relativiste sous-jacente.

Fig.2 -~ Courants d'échange mésoniques dominants pour une Ces corrections se font en general sur
transition isovectorielle. le potentiel d'interaction que
que l'on introduit dans une équation de Schridinger pour obtenir la fonction d'onde non relativiste du

nucléon. La dépendance en p? de certains potentiels nucléon-nucléon en est une illustration.
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L'intérét premier d'une approche relativiste, fondee sur un formalisme de theorie quantique
des champs, est de pouvoir traiter de maniére consistante les propriétés des nucléons en interaction forte
et ceci en faisant intervenir les mémes degrés de liberté que le potentiel nucléon-nuciéon libre. Il s'agit
dans ce cas, outre du nucléon lui-méme, des degrés de liberté associés aux mésons les plus légers : mésons T
(pion), p (rho), w (omega), o (sigma) et qui se couplent trés fortement au nucléon. Les caractéristiques
intrinséques de ces mésons sont rassemblées dans Je tableau l. Remarquons enfin que, a strictement
parler, le méson ¥ n'est pas une particule observée mais est plutdt introduit pour simuler !'échange
de deux pions corrélés dans un état relatif S. Sa masse n'est donc pas aussi précisément fixée que celle

des autres mésons mais peut étre estimee a me_ = 500 MeY + 100 MeV.

T w) m Vs

Spin J 0 1 0 1
Isospin T 0 0 i 1
Parité P + - - -
m (Mev) | _—" | 783 138 770

- Tableau 1 -

Caractéristiques générales des mésons contribuant
au potentiel nucleon-nucleon

1.2. Quelques éléments de théorie des champs

Nous détaillerons simplement ici les éléments necessaires i la compréhension de la suite
de ce cours. Pour plus de détails (et plus de rigueur aussi) il sera indispensable de consulter les différents
livres de re’férence3. Les notations et conventions sont résumées en appendice 1. On supposera aussi

par la suite h = ¢ = 1.

l.2a - Champs physigues

En chaque point de l'espace et & chague instant on associera a chaque degré de liberté un
champ (opérateur dans le cas d'une theorie quantique) contenant toute l'information relative a la particule
représentative de ces degrés de liberté, Ces champs se comportent différemment, par transformation
de Lorentz, suivant le spin de chaque particule, Pour un boson de spin 0 (mésonso-et-m) le champ doit

se comporter comme un scalaire et on le notera :
- I -
q-(ij) pour e méson o , (1.6)
o (¥ k) pour le méson 7,
~ 2
et ot l'on a indiqué par un tilda le caractere isovectoriel de cette particule (T = 1, vecteur dans l'espace

d'isospin, le produit scalaire sera noté dans cet espace par i‘?)' Pour un boson de spin 1 {mésons wet P

photon) le champ se comportera comme un vecteur par une transformation de Lorentz et sera noté :

\jr' 0, E) pour le meson wJ,
(1.7

‘Pf" (¥, €) pour le méson p,
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et Ap sera associé, comme en électrodynamique quantique, au photon.

Pour les nucléons de spin l/Xparticules de Dirac), on aura bescin par la suite de connaitre sa
structure quantique plus précisément. Si l'on recherche un état stationnaire, on pourra décomposer le
champ de nucléon comme suit :

A Egk

WX, )= § LY‘ () e_u.‘;eb‘ Y (¥) e J:] ) (1.8)

b, et d: représentent les opeérateurs de destruction (création) d'un nuciécn (antinucléon) dans l'état o .
Les opérateurs adjoints bl et d ; représenteront quant & eux ks opérateurs de création (destruction)
d'un nucléon {antinucléon). Dans ce formalisme de seconde quantification le systéme formé de un nucléon
dans l'état o sera représenté par |&> = b;;O} ol 10 % est le vide physigue (densité baryonique
nulle) et de méme pour un état composé d'un antinuclécn. Si I'on applique une deuxiéme fois |'opérateur
b;sur | &% alors: b+_‘ | 4% = 0 par le principe de Pauli. De maniere systématique toutes les proprietés
relatives & un fermion (principe de Pauli, antisymétrie de la fonction d'onde) sont contenues dans les

relations d'anticommutation suivantes :
'S
by boale S .,
) & Aok

*
{dd) a&,l 2 S iw

et tous les autres anticommutateurs possibles sont nuls.

(1.9)

Enfin YA ) ( ’7" (@) dans I'expression (1.8) représentent les fonctions d'onde du nucléon

{antinucléon), & quatre composantes, que l'on représentera, pour "f’* (N par exemple :

Y () X
Y‘ (-;) = > 3 E . {1.10)
fOX/ 7

‘f’)&') represente la grande composante (qui dans la limite non relativiste sera la fonction d'onde de

Schrédinger) et ‘ﬂ_{ﬂ est la petite composante (nulle dans la limite des petits moments) ; )C‘ est une

3&:(1) ol (j)’ (.11

suivant le spin (en haut ou en bas) du nucléon 3 ‘g représente quant & lui la fonction d'onde d'isospin.

matrice a deux composantes

[.2b - Lagrangien du systeme

L'état du systéme considéré -matiére nucléaire ou noyaux finis ici- est enfin entiérement
déterminé par la donnée du lagrangien du systeme. Celui-ci est construit de maniére a respecter d'une
part les différentes propriétés de symétrie lies aux degrés de liberté considérés, il doit ensuite évidemment

étre invariant par transformation de Lorentz. On le décompose ict en trols parties :

(1.12)

Ly £ L] L
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,c o représente le lagrangien libre décrivant la propagation d'un nucléon libre {terme cinétique
et terme de masse) de méme pour 'Chg qui décrit le mouvement des mesons. Enfin ‘Cl représente
les termes d'interactions entre méson et nucléon ou entre mesons eux-mémes. Il faut faire ici appel aux
résultats expérimentaux (si possible) pour déterminer quels sont les couplages dominants que I'on doit
prendre en compte dans f et en particulier pour déterminer les constantes de couplage méson-nucléon
d'une part et les dlﬂerentes constantes de couplage méson -méson . Nous considérerons ici les termes

les plus importants. Ces différents lagrangiens s'expriment alors de la maniere suivante :

L xy = Y LAY -w v

2
-[HU): -‘—Y:&ra:hrs* .-m:*:r:\a» ‘ilﬁr 1:'-‘)”: -, 221
© 2

(1.13)
“
R R LA i_ , G 9!,.}:*]
- s Lz i o 1
avec les notations standard : F}“v = 'Bv \!_;t _'}r_ Vu ,

GV“"}Vfr b

et les termes d'interaction sont donnés par

f‘; {(x) = - ‘3'- 'q’(-a) (W W(x)

- g, W VIR W (1.14)

- 49, YV ¥ Tz Y

— csf ‘\-?Ly.)i_b’r - ;:1 q;y'}“] {ﬂ(*)'f Yiv) .

Z- représente ici les matrices de Pauli habituelles dans |'espace d'isospin.
z P P

Nous avons omis, par simplicité, ie lagrangien associé au champ coulombien. Celui-ci est
similaire a celui du oo {avec un terme de masse nulle). On peut remarquer que la forme des termes

d'interaction n'est pas unique a priori et en particulier pour le couplage pion-nucléon on peut aussi conceveir
un couplage de la forme

(1.15)

_ﬁn /m“ "T’h) 3:_ 3;"}1“ "V[x) {couplage pseudo-vectoriel)

3 la place du couplage pseude-scalaire indigué en (l1.14). Ces deux couplages seront comparés par la suite,
Ils ont la particularité d'avoir la méme limite non relativiste (et conduit ainsi au potentiel unique d'échange

d'un pion que I'on a déja discuté) si les constantes de couplage veérifient la relation d'équivalence :
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3 £
== = n ’ (1.18)
2t W)

n

\ \ . N e . .o g
par contre ils donnent des contributions tres differentes dans un formalisme relativiste .

1.Z2c - Equations du mouvement

Une fois le lagrangien du sysiéme defini, les équations du mouvement somt obtenues par

le principe de moindre action. Celui-ci consiste & minimiser l'action :

S = jr' L(xy "% ,

suivant un chemin quelconque. La trajectoire effectivement suivie sera celle pour laquelle Faction est
minimale. On arrive ainsi aux equations suivantes, valables pour tout champ physique ?5 et ses dérivées

intervenant dans le lagrangien :

~ L L -0 (1.17)
P "¢

Cette équation s'applique aussi aux champs conjugués ﬁP Dans le cas du champ scalaire par exemple,

en appliquant (1.17), on obtient l'équation de Klein Gorden suivante :
" —
(ﬂ+m‘_ Y v (%) = - 3r“*’(v)“V{x) - (1.18)

La solution générale de cette équation s'écrit :

0‘(%) = - %‘_./d"‘y '])r (“_y‘) q’[y)“-\’ly) . (1.19)

ou D__(x-y} est la fonction de Green de I'équation de Klein Gordon. Ii faut comprendre cette solution
de la fagon suivante : la valeur moyenne du champ o dans un hoyau représenté par un état \cPO} sera

alors

LT}y = - (ir'[dq‘] Dv‘[x-y) L¢°\Q[$)W($)\+.> . (1.20)

Remarquons tout de suite que seules les valeurs moyennes du champ scalaite @ et vecteur VIJ
{(pour la composante temporelle uniquement) sont non nulles dans un noyau & couches fermées en spin

et isospin.

De facon analogue pour le champ vectoriel associé au méson w on obtient l'équation suivante

{équation de Proca ) :
A

NPE L el V= g YT, Y (1.21)

Cette équation pourra se réduire & une équation de Klein Gordon dans la mesure ou le courant baryonigue

IH Y= Wy M Y(x) (1.22)

{iu
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est conservé c'est-a-dire & “J” = 0. Dans ce cas on peut réduire I'équation (1.21) a :

(n xm ) VW) = 4 (0 v, W) (1.23)

En ce qui concerne le champ du nucléon son evolution est déterminée par l'équation de Dirac
suivante, obtenue en appliquant (1.17) pour ie champ Ay :

I- A YI‘)F + H] '\V(x) = - ir q‘*(*)’\.\-’(,‘) - cxw\/r (“)YH Wh‘) N (1.2%)

5i maintenant les champs meésoniques sont remplaces par leur expression (1.19) et les solutions
analogues pour les champs de oméga, pion et rho, cela conduit & une équation ne faisant plus intervenir
que les degrés de liberté fermioniques (nucléons). On dit alors que les degrés de liberté mésoniques ont

€té éliminés au profit d'un potentiel d'interaction {que I'on construira explicitement en 1.3).

1.2d - Solution pour des particules libres

Il est indispensable, avant d'aller plus loin, de connaitre les solutions de 1'équation de Dirac

(1.24) pour des particules libres. On cherchera tout d'abord une solution (onde plane) de la forme :

R

AP R

\f& {-)‘f-.) = & Mo k-‘;’ "uz) ? (1.2
et u(p,s,z) dit alors &tre solution de I'éguation suivante :

( ;,"? + 7 H) u°($,sﬂr)= E(g) ,u"[;:: 5,T). (1.26)

~ Id . - - i L4
S5i I'on applique a chaque membre de cette équation l'opérateur uk.5.+ ?{OM et compte tenu des proprietes
des matrices de Dirac {voir appendice 1) on en déduit immédiatement :

T

E = . it (1.27)
(.P): ¢ ¥ S0 E[?)= * BL‘*HL = * EP , .
et 'on peut vérifier que les fonctions propres associées a chacune de ces énergies sont :
. A
€. — E_a+¥1
Y e
#m(e.s7)= e X 3 p (1.28a)
, lE z
'S
Ep +™
pour la solution d'energie positive (nucléon)
- -
QO -n E +™ E ™+
viF. e 2) = [—2 et %, Z: ; (1.28b)
2, A

pour la solution d'énergie négative (antinucléon). Dans ce dernier cas v°(-pP,s,z-) est solution de (1.26)

avec E(p) = -E et ia solution de (1.24) sera (E b -ig- ¥ o b +
p w(%) = & € e v (P;s}TJ dd

Les spineurs u®(pys, =) et vo{prs, z ) sont ici normalisés & 1 :

+-
uo(F,er) J..{'(FJG“T) = v°1'({a'_)s,r) v e, s_;c),_«l . {1.29)
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l.2e - Hamiltonien du systéme

De la méme maniére gqu'en mécanique classique, la valeur moyenne du hamiltonien du systéme
nous permettra de calculer son énergie. Celui-ci se déduit de maniére canonique par une transformation
de Legendre & partir du lagrangien général Lo ‘#i’ %“ Séi) ou 951 représente chaque champ physique
(T,w, et }o ):

H =fd5x[.¢,z T(%,07¢ - [:\ ‘ (1.30)

St

Dans cette expression T] i()‘:',t) est le moment conjugué du champ 5bi()?,'t) :

ﬂ;‘(;‘-),__) ey . | | (1.31)
P
%]

On utilisera piutdt par la suite la densité hamiltonienne ‘1{, telle que :
H - jd”x (3¢ . (1.32)

Pour des particules libres on obtient facilement :
h 4 , - ==
%(X) - Y {1.){-..,;. A,V.._)’oﬂlf\.‘)(x) ‘ (1.33)

1.3. Approximation de champ moyen rela.tivistes

1.3a - Energie du systéme

La fonction d'onde nuciéaire est représentée ici par un déterminant de Slater, familier au
physicien nucléaire. Il conviendra bien siir de vérifier, dans la mesure du possible, si cette approximetion
est justifiée dans le cadre de la théorie que nous envisageons ici. Elle a l'avantage, d'une part d'avoir
été développée et étudiée soigneusement dans la limite non relativiste, d'autre part de nous permettre
de mener a bien les calculs de structure nucléaire (matiére nucléaire et noyaux finis). L'état fondamental

de la matiere nucleéaire est donc construit de la fagon suivante :

|\, v = « ‘0:\0\, , (1.34)

ol chague état of est défini par son moment P, son spin s et son isospin z—et l'on remplit ces états

jusqu'a un moment p; -moment de Fermi- de maniére a avoir une densité baryonique fixe :

e
L 3
f - Z' bnip dp - 2 Pg _ (1.3%
2 ST o G‘ﬂ)s An*

L'énergie du systéme sera alors calculée par la valeur moyenne du hamiltonien (1.32) dans

I'état fondamental \ ‘Po % « Suivant les résultats du paragraphe 1.2c le hamiltonien du systeme ne depend
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plus que du champ de fermion '\Y(;Zt) défini par 1.8), une fois les champs mesoniques elimines a l'aide de
leur équation du mouvement (1.18) (et analogues pour les autres mésons)., Dans |'approximation de champ
moyen nous allons d'autre part conserver seulement ta partie a énergie positive du développement {(1.8)

du champ c'est-a-dire que 1'on prendra

-iE, b
YW= 2 P (F) e b, (1.36)
R -
avec Yy 0T M) .

La seconde partie de ce développement fait intervenir la possibilite d'exciter, par l'intermediaire
de l'échange de mésons, des paires nucléon-antinucléon et correspond & ce que l'on appelle la polarisation
du vide. Elle peut étre estimée dans certaines conditions. Nous mentionnerons seulement en 1.4 certains

resultats caractéristiques.

On peut réécrire le hamiltonien du systeme sous la forme plus familiére :

f% d’; = T 4 I' VJ- avec les expressions générales H
T Z Tla .o+ ¥ ™M w(d S W
= o M ( I) e * o (. ;_) &, -lz_ 4
¥
V i . v ~ N (1.37)
.= M (&) +
S A (a) 2t ") “ (q) M) mle,) b-t',_ ‘g-t'\ \D-l. ‘o-t,_ ;
<, Ay

ou l'indice i représente les différentes contributions de ¢, s, 1 et )o .

Nous allons détailler plus particulierement comment on peut déterminer le potentiel d'inter-
action Vi dans le cas simple de l'échange d'un méson G . Les autres mesons s'en déduisent par un calcul

absolument analogue.
Dans l'espace des moments |'équation de Klein Gordon (1.18) s'écrit :

-‘1- [N 3, - e b2
(q -9 .‘.mw)q- =-3_Y(EDYEY), (1.38)
c'est-a-dire

s

- L % 2

q-9em’

(%) Y(2,e WL

It

et I'énergie potentielle est donc

2o W) w @) Kl o)
dl‘*‘—

j #x Ply) q_ v Yy

£ (1.39)
T

[_ e M (a) wldy ) \’:L \,,:' b b,
T \ .

z [
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(Les indices | et 2 se référent a la particule 1 et 2).

Sa valeur moyenne dans le fondamental \560‘,. est ainsi :

z v = L Z )) d b Oﬁﬁ_ - 1;—1
t @w > ‘ Rk g ame
5%
{MPU‘:-) P ARy }4{.4.)11 M“'Lp’.) T, [-’-)MU.,_)] 2§, \,,:' \.,':, \:,4 \,&.} $, >

(1.20)

$

—
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.'U.l
L]
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[ &
I
m
—
1
m
L

-
avec g = p, - py =

Le théoreme de Wick nous permet enfin de calculer la valeur moyenne de I'opérateur
+

b, b:. b,,; b'( dans le fondamental \‘#o'? soit 3
T
T T Y T SRV Y S-d N, (LD
° L S LN o L Ry -{ldb <, o

Le premier terme correspond au terme direct de I'interaction nucléon-nucléon (ou encore
terme de Hartree) et le second terme est le terme d'échange (ou terme de Fock). Ces deux termes sont

représentés graphiquement sur les figures 3.2 et 3.b respectivement. Il sera commode par la suite de

O %

a. b

Fig.3 - Contribution du terme direct (a. Hartree) et d'échange (b. Fock} a l'énergie

faire une approximation supplémentaire pour le calcul des termes de Fock, a savoir de négliger le terme
q, dans le propagateur des mésons. Cette approximation n'est justifiée que dans la mesure ol les transferts
d'énergie E}-E, sont faibles devant la masse des meésons echanges, ce qui est le cas dans les applications
.quenous considérons ici. L'échange de mésons entre nucléons est ainsi supposé instantané, ce qui revient

encore a négliger la dépendance en temps des champs mésoniques {1.6) et (1.7).

1.3b - Fonction d'onde des nucléons dans la matiere nucléaire

Pans la matiére nucléaire, aprés inrégration sur les distributions angulaires et sommation

sur les spins, l'équation de Dirac doit s'écrire, a priori, de la maniére suivante :
- =
Iy L) = £ Mo 4
[.4,?+12M+Y0I’(e)]u() () M) , 42

ot J7(p) est la seli-énergie d'interaction due a i'échange des mésons ¥, 9, M et f+ Elle peut se décom-

poser sur les matrices YU de Dirac :
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Z@=Z )+ LT +% eI . (L43)

Z‘S(p) représente la partie scalaire de la self-énergie (projection sur la matrice unité) ;
Z'o(p) représente la partie vectorielle -composante temporelle- (projection sur la matrice 3’0) et Z'V(p)
est la projection sur la composante spatiale des matrices de Dirac )’ . Dans Mapproximation de champ
moyen seule la pro;ectlon suivant p intervient et toutes les autres composantes (tensorlelles en particulier,
de la forme b’o T.p) sont nulles aprés sommation sur les spins. La décomposition (I.43) est tres importante
en ce sens qu'elle permet de regrouper ces différentes contributions avec, respectivement, la masse du
nucléon, son impulsion et son énergie. 5i I'on définit les caractéristiques du nucléon "habillé" dans la

matiere nucléaire comme suit ¢

M'(P)= M+z‘s(-?) ?

-y - (1.54)
P le)= (e~ )¢,
') = e -7, () .
alors I'équation de Dirac s'ecrit :
[ <. —\;"(e) 7 H‘(e)] M () = £°(p) mnia) (L.45)

et la solution générale de cette équation est évidemment (compte tenu de la forme de la solution de
l'équation libre (1.28)) :

A
L5 %) +m'y T‘g
= e = [N > — (146
M) = o (P) s)r) - - = P*QP) ' )
2 €% (e ——
£ v (e
avec les proprietés importantes
L oy -
£* () = \/9. W) +" S M) My =d (14D

Une fois définie la fonction d'onde des nucléons il est possible alors de calculer explicitement

la valeur moyenne du Hamiltonien (£.20) en fonction de E_*(p), M*(p), ]:ﬂ(p) ou plus précisément de fi(p)
et fp) définis par :

- MY
™ ty} = - ?)
£ (p . (1.48)
$LP) z w*lr)
£* e

Ce calcul est détaillé dans l'appendice 2 pour M'énergie cinétique et le potentiel d'échange

du s~et w pour la partie directe et d'échange.
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1.3¢c - Principe variationnel

~ ~
Comme on vient de le voir le hamiltonien du systeme ne depend que de M{p) et P{p) avec

{1.47) scit encore il ne dépend que d'une seule fonction f(p) telle que

™ () = wos Y_:.“,ﬂ 5 $(P)= %inli(?)l . (1.49)

Celle-ci sera déterminée de telle maniére qu'elle minimise !'énergie totale du systeme c'est-a-dire la

valeur moyenne du hamiltonien (1.30} :

E = <« 11 5. (1.50)

La variation de E par rapport a f{p) doit alors étre nulle et l'on arrive facilement a I'équation

self-consistante suivante :

S - 1 - P-f-
O=z-p ™ (p) + ™M Clg) - 3;2". L e (9) f 9‘15\?' ?"‘K?')
" n* o
(1.51)
rg" - A w A A “ A A
+|-GJ}-'; L ¢'a¢ {%(e,e‘) Rpuld) -l M o)~ 3»(%@)‘_»1 WHig) - Ol eu‘)]} .

ol P'on a utilisé les notations (A.16) pour les termes de Fock et la premiére intégrale sur p' provient
du terme directe de 1'échange du o (voir appendice 2). Cette équation représente alors I'équation Hartree-

Fock 'relativiste” dans la matiére nucléaire.

L.3d - Quelques resultats

Les paramétres du modele développé ici sont les différentes constantes de couplage méson-
nucléon ainsi que les masses de ces meéseons. Celles-ci cependant ne sont pas toutes inconnues et l'on
adoptera le principe suivant : les masses et les constantes de couplage qui sont déterminées expérimentale-
ment avec suffisamment de précision sont fixées a ces valeurs. Les masses ont déja été indiquées dans
le tableau | et I'on prendra g?/4m = 14,5 pour le pion et g?/4m = 0,55 pour le rho avec K = 3,7 ou 646

{couplage faible ou fort pour la partie dérivative de l'interaction rho—nuc]éonz).

Il reste alors trois paramétres libres qui sont les constantes de couplage sigma-nucleon, omega-
nucléon et la masse du méson ¢ qui sera quant a elle choisie toujours entre 400 et 600 MeV. Cette masse
o = 220 MeV pour étre

compatible avec ce qui est généralement considéré dans la llttératures. Par .contre les constantes de

ne joue pas un grand rdle dans la matiére nucléaire et nous l'avons fixée ici a m

couplage g’ /4n et g°, /4®m sont ajustées de maniére a obtenir le point de saturation de la matiere
nucléaire symétrique et infinie a :

Ay -1

E/A = - 15,75 MeV et p§ = 1,30 im
En plus de la valeur moyenne des énergies potentielle et cinétique définies par :

Efa = «T/p > + 2Mpp > — M,

il est aussi intéressant d'avoir la valeur du paramétre d'incompressibilité au point de saturation :
P P
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T
K = o= ﬂ (1.52)
TN ef - z 4
?'F' P = °

¢= e

ainsi que le coefficient d'asymétrie a, défini par la formule de masse !
q Y 4 p

. ik R 2y at
Erp = E7, -9 R -4 E A -a AN-T) A . (1.53)

Tous ces résultats sont rassembiés dans le tableau 2. Afin de bien cerner la contribution de chaque méson
nous avons présenté cing situations différentes en réajustant a chaque fois les constantes de couplage
<N et w N pour obtenir le méme point de saturation. Nous pouvens faire, 3 propos de ces resultats,
les remarques suivantes’

- Dans l'approximation Hartree les contributions non nulles sont celles de 1'échange du & etws (compo-
sante temporelle) {voir (1.20)).

- La valeur du paramétre d'incompressibilité est trés élevée dans le cas ou seul l'échange de o et
ws est considéré. La valeur empirique communément admise est de l'ordre de 210 MeV. La contribution
des meésons isovectoriels 1 et f permettent de la reduire quelque peu et plus particulierement la contri-
bution de la partie dérivative du couplage AN

- La valeur empirique du coefficient d'asymétrie est de l'ordre de 31 MeV et l'on peut noter que
des que les termes de Fock sont pris en compte celle-ci est bien reproduite dans ces modeles.

- La répartition de l'énergie potenticlle totale entre tous les mésons est certainement plus satisfai-
sante pour les modeles (d) et (¢} que dans le modéle (a). Dans ce dernier, I'énergie potentielle totale,
de l'ordre de -25 MeV est le résultat de l'annulation de deux termes de 200 et I75 MeV. Il en résuite
que l'énergie totale est trés sensible 3 de faibles variations des constantes de couplage. Une medification
de | % de g:_/l}-n par exemple entraine une variation de l'énergie de liaison de l'ordre de 2 MeV soit

une variation relative de pius de 10 % !

M’ KNM :-VD/Av A-VE/a >
Cas 2/ : fum (P2 M a, (MeV) &T/A»M o —s s————
&/ g/ P} (MeV)  “a 0 s w © p
a 875 1515 0, 5% 540 19 8 -200 175
b 7,75 12,00 0,51 600 33 6 -175 140 338 =22
c 8,25 11,45 0,51 550 32 7 -190 130 40 ~22 14
d 7,50 9,80 0,35 480 31 9 -170 115 35 ~-19 15 2
e 705 8,25 0,60 400 29 11 ~-163 g5 35 -17 15 9

- Tableau 2 -

Propriétés de la matiére nucléaire dans différents modeles : dans l'approximation Hartree : (@) o+ w;
dans l'approximation Hartree-Fock : B) o+, (c) e+rw+n, (d otwem+ p avec K = 3,7,
{e) ¥+ w+ m+ #avec K = 6,6. Les constantes de couplage <N et w N sont ajustees pour avoir le
point de saturation 3 E°/A = - 15,75 MeV et p$ = 1,30fm. La masse du meson ¢ est fixee icia m_=
520 MeV. Toutes les énergies sont exprimées en MeV.
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- Nous avons considéré seulement dans ce tableau le couplage pseudo-vectoriel (1.5) pour I'échange
du pion. Dans l'approximation de champ moyen relativiste que nous avons utilisé ici on peut montrer
que ce couplage est le plus réaliste’. Nous reviendrons au §.1.% sur Ja contribution du pion a l'energie
potentielle. Celle-la est ici répulsive, en apparente contradiction avec les résultats connus dans un forma-
lisme non-relativiste.

- Les self-énergies d'interaction Z'S{p), Z'o(p) sont pratiquement constantes et valent, dans le

cas du modele {e) :

Z) (oq) =- 380 Mev ,
'Z: (?“) = 300 Mev .

La partie vectorielle 2V(p) de I'interaction est plus faible et varie pratiquement comme p, avec :
2. (p2).M/pS = 35 MeV.
v I f

1.3e - Meécanisme de saturation

Pour comprendre le mécanisme de saturation de la matiere nucléaire dans cette approche
de champ moyen relativiste il est intéressant de discuter en détail le cas du modéle (a). Les résultats
sont tout a fait analogues pour les schémas les plus complets (d,e). L'équation self-consistante se réduit

dans ce cas a :

™ P_'_ T

" 9 e = MY 1

2:_=M 'Hz'—"'t‘_'_lf P de —— z - == P Loy, (5w
b1l 1 -t 5 ’
T 2 ¢ +T Mq"’
et l'énergie de liaison est 3

Pe 2 ™ 1 1

£/ - l PL"\{' 2 ™M + L . § - v i )o/ - {155

A~ - L s
?¥ . ’?1_ 4-\-‘\“' Z mw - 2 ‘M“t %

" . * Id
Remarquons tout d'abord que dans ce modéle la masse effective M ne dépend pas du moment

p du nucléon mais seulement du moment de Fermi P

Nous avons représenté sur la figure % la courbe de saturation correspondante (trait plein).
Le comportement est déterminé & bas moment par |'énergie cinétigue, a haut moment par la contribution
de l'échange du ws et au niveau de la saturation par le bilan entre échange du sigma (attractif) et
du oméga (répulsif). Il faut noter aussi par l'équation (1.54) que, lorsque le moment de Fermi tend vers

. * . - . -
I'infini la masse effective M tend vers 0 et que la densité scalaire P tend vers une constante, au contraire

de la densité baryonique fB’ et donc de la contribution du wr, qui tendent vers l'infini. Pour alier encore
un peu plus loin il est intéressant de considérer plusieurs approximations successives a ce mécanisme

de saturation. Il faut tout d'abord remarquer que la fonctim d'onde du nucléon habillé {1.46) peut se dé-

composer sur une base de spineurs libres (1.28a) et (1.28b), bien que la contribution des nucléons de la mer de

. . . - - - PO ¥ .
Dirac ne soit pas prise en compte explicitement dans (1.36). Cette décomposition s'écrit :
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. o ‘
Tl M o [ B * . . 1
MA(p,57) ;(&lﬂ AL (;J 2 T) + 2 2% 1 G‘.?}s‘, v (-t )o@ (1.56)

1
M¥ e/ Jiaa'te) v

I .
avec a(p) X 2 s c'est-a-dire de l'ordre de 10 %.
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Fig.t - Courbe de saturation dans la matiere nucléaire symetrique et infinie.

Une premiere approximation a l'€nergie de liaison (1.53) consiste donc a supposer a(p)} négli-
geable et donc a prendre des spineurs libres u®( el ) pour évaluer l'énergie. On aura dans ce cas a remplacer
M par M dans I'expression de I'énergie. La courbe de saturation est alors représentée par le trait mixte
sur la figure 4. Cela confirme de fagon tres claire la nécessité de considérer ces composantes d'énergie
négative dans le développement, et plus particuliérement pour des densités au-deld de la densité de satu-
ration. A la saturation la correction & l'énergie due a cette composante est répulsive et de Vordre de
% MeV. 1l faut aussi remarquer que cette correction d'énergie peut, dans une certaine mesure, étre calculée
en théorie des perturbations au premier ordre en a(p). La contribution résultante est indiquée par un tireté
fin sur la figure 4. Cette correction est suifisante pour des densités plus grandes jue la densité de saturation

mais ne donne gu'une répulsion de 4 MeV & la saturation. Enfin la limite strictement non relativiste
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consiste non seulement & prendre M" = M mais aussi a ne retenir que te terme dominant dans un développe-
ment en 1/M. Dans cette limite la densité scalaire ﬁs est alors égale a la densité baryonique fB
et la courbe de l'énergie en fonction du moment de Fermi est représentée par le trait mixte sur la figure
4, Dans ce cas il n'y a méme plus de saturation ! Le terme d'énergie relativiste Wdans (1.54)
et (1.55) est donc essentiel pour obtenir la saturation de la matiére nucléaire. A p = P} cette correction
"cinématique" (difierence entre la courbe en tireté et en trait mixte sur la figure %) est de l'ordre de

8 MeV. Toutes ces courbes sont bien slir relatives aux mémes constantes de couplages <N et wN.

1.4. Au-defa du champ moyen

Beaucoup de corrections sont évidemment a considérer si l'on veut pouvoir fixer avec une
certaine confiance la valeur "théorique" des constantes de couplage que l'on a traitées ici comme parame-
tres et pouveir les comparer aux valeurs "expérimentales" déduites des observables nucléon—nucléons.
Nous ne détaillerons ici que le cas des corrélations a courte portée telles qu'elles sont prises en compte
dans un formalisme de type Bruecknerg. Les corrélations a longue portée de type R.P.A.j, la contribution
des forces a trois corpsw, ou encore la polarisation de la Mer de Dirac sont aussi a prendre en compte -
et ont été considérées, avec certaines approximations, dans la littérature. En particulier citons les résultats
relatifs a la polarisation de la Mer de Dirac“, traitée dans l'approximation Hartree (échange de < et
wseulement). Dans ce cas le parameétre d'incompressibilité de la matiere nucléaire est abaissée d'une
centaine de MeV et la masse effective M {égale ici & 0,54 M) augmente jusqu'a environ 0,75 M. Toutes

ces variations sont compatibles avec les résultats empirigues.

En ce qui concerne les corrélations a courte
portée, la situation est résumée par la figure 5.

- V{l’] En fonction de la variable r représen-
tant la distance relative de deux nucleons le
g $(r) potentiel nucléon-nucléon a alors l'allure indiquée

~~
Y
A _~ &A1)
~

sur cette figure (pour un état relatif 150
par exemple). La répulsion a courte portée est
engendrée par l'échange d'un méson . Dans
I, I'approximation de champ moyen (relativiste

' ou non relativiste d'ailleurs) la fonction d'onde

r=17 -l de deux nucléons est indiguée par ¢ (r) (nous
avons considéré, par simplicité, la fonction

d'onde non relativiste). Un calcul exact, d'autre

part, aurait généré, & partir du potentiel
V(r), la fonction d'onde "corrélée" indiquée par
}ﬁc{r) sur la figure 3. Celle-ci tend vers
0 a l'origine par suite de la forte répulsion

Fig.5 - Potentiel nucléon~-nucléon V(r} et fonctions a courte portée du potentiel NN. Il résulterait
d'onde relatives non corrélées @ (r) et corrélées s'e:(r)‘ alors du choix de }15 () au lieu de B(r) que
toutes les contributions & trés courte portée relative, dans l'énergie par exemple, seraient completement
annulées. De telles contributions existent précisément dans I'énergie potentielle due a l'échange d'un

pion et d'un rho. Dans la limite non relativiste le potentiel d'échange d'un pion a déja été indiqué en

237

(1.4). On peut le décomposer en deux parties :

T

i 1 3
A2 _ T Sy W)
n IfH “\" -‘.ﬂ
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VT(r} représente la partie tenseur de l'interaction (celle-ci donne une contribution nulle 3
I'énergie dans l'approximation de Hartree-Fock) et Vc(r) est la partie centrale. Cette derniére peut se

déecomposer aussi en deux termes :

T . =
Volq) = 2L 3 T8 KJ- Tn : (1.58)
20 4yt wl.q?
bt

-m | Dans l'espace des coordonnées le second terme correspond a la fonction de Yukawa bien
connue e /r et donne une contribution attractive a l'énergie totale. Par contre le premier terme
correspond a une fonction g(rl—rz). Celle-ci est totalement sans effet dans un calcul réaliste du fait
des corrélations a courtes portées que nous venons de mentionner. Dans un calcul Hartree-Fock cependant
celle-ci contribue de maniére appréciable a l'énergie et correspond a une répulsion. C'est pourquoi, dans
cette approximation, la valeur de I'énergie potentielle due a l'échange d'un méson Tt et f indiquée
dans le tableau 2 est répulsive. Une maniére simple de simuler, & moindre frais, l'effet des correlations
sur I'échange d'un . et)o consiste a enlever -a la main- la partie du potentiel d'interaction correspondant
a cette fonction delta. Cela se fait dans l'approximation non relativiste et l'on peut étendre trés facilement
cette manipulation au formalisme relativiste. Dans ce cas, les nouvelles contributions a I'énergie sont
rassemblées dans le tableau 3. Il faut toujours, bien entendu, reéajuster les constantes de couplage &N
et wN pour avoir le méme point de saturation. Ce tableau est a comparer au modele (d} du tableau

2. Comme I'on s'y attendait la contribution de l'échange d'un -n et P est alors attractive.

YP/AS vE/A >
Cas  glftn  glftn MU UM Ky o a,MeV)  T/A>-M

hl w2 o o M p
£ 580 10,95 0,56 %50 32 16 S135 130 28 -22 -7 -19

- Tableau 3 -

Proprietes de la matlere nucleau’e dans le modeéle ou la partie deita (voir (1.58)) du potentiel d'échange
d'un pion et d'un rho a été enlevée. On a choisl ici K = 3,7 pour le couplage dérivatif F-N.

Il conviendrait, enfin, d'estimer la contribution des termes du second ordre a 'énergie (figure &) pour
; avoir une idée plus précise de la contribution exacte du 77
- et pdans la matiere nucléaire. A cet ordre en effet la partie
tenseur de leur interaction (1.57} doit &tre importante. Dans
un calcul non relativiste celle-ci est estimée a environ
- — - 3 MeV.
Vs

Fig.6 - Contributions du second otdre a
I'energie, dues a la partie tenseur de
I'interaction nucleon-nucleon.
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2. APPLICATIONS

Les applications que nous allons détailler dans cette partie seront toutes développees dans
- le formalisme relativiste étudié en detail dans le premier chapitre. Partant d'un lagrangien eifectif
contenant les degrés de liberte nucléoniques et mésoniques et leurs couplages les plus importants, nous
avons pu éliminer les champs mésoniques au profit d'un potentiel nucléon-nucléon. Ces champs mésoniques
sont traités ici dans l'approximation statique c'est-a-dire que l'on néglige les effets de retard dans l'inter-
action NN. Les champs mésoniques définis par (1.6} et (1.7) sont alors indépendants du temps. La deuxiéme
approximation qui est faite consiste & ne pas considérer la polarisation de la mer de Dirac due aux nucléeons
de la mer de Fermi {calcul al'ordre zéro). Tous ces effets sont représentés phénomenologiquement, dans
cette approche, par les constantes de couplage g’q_ fon et ng/uﬂ traitées ici comme paramétres libres.
De méme le noyau sera décrit par un déterminant de Slater et le modele reésolu dans |'approximation
de Hartree-Fock. Les corrélations a courte portée devront elles aussi renormaliser ces constantes de

couplage.

Le point important est que, une fois défini le point de saturation de la matiere nucléaire,
on peut traiter, dans ces mémes approximations et avec la méme interaction microscopique nucléon-
nucléon, la structure des noyaux finis. En particulier, nous calculerons leur spectre a une particule, densité
de charge, €nergie de liaison, rayon de charge, etc.., avec un seul nouveau parametre qui est la masse
du méson sigma. Comme nous Favons vu dans le chapitre 1 ceile-ci ne peut en effet &tre fixée précisément

dans la matiére nucléaire.

2.1. Structure des noyaux finis

2.1a - Equation de Dirac pour la fonction d'onde des nucléons

L'état d'un nucléon sera icl entierement determing par ses nombres quantiques of = n, &,j,m,
et le champ fermicnique est développé suivant (1.36). La partie radiale de la fonction d'onde dépend
quant i elle de a = n, £,j, Z. On écrira la fonction d'onde générale, dans I'espace des coordonnées, sous

la forme :

A Ga' [\r)/r
\F
o

*}
T
1

'Lj'e i M(ﬂ-) Ez_ . (2.1}

Fad
T

\:a Led I 5.

La partie angulaire "‘i (_n_) se décompose ensuite suivant les harmoniques sphériques :
L
P

PR e
(2) = 2, [210.d Y T(a) X (2.2)
1194.-“ ) ", e eopoo" e W 7R

avec la normalisation suivante pour les parties radiales :

_/ [G': (r) + th (")] ar = 4 pour tout a . (2.3)

L'équation de Dirac pour la fonction d'onde des nucléons s'obtient alors en minimisant la
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valeur moyenne du Hamiltonien (1.30) dans le déterminant de Slater (1.34). La partie cinétique et potentielle

— i 4
12,13 &t avec 1a correspondance p —s-i W . La valeur

est alors identique a (1.37) aux fonctions d'onde prés
moyenne de 'énergie potentielle se décompose de la méme maniére en terme direct (figure 3.a) et d'échange
{(figure 3.b). Dans un noyau 3 couches fermées en spin,scules les contributions provenant de ['échange
du 9 et wo (composante temporetle) ainsi que duf) {composante temporelle et pour des noyaux N#Z
seulement) sont non nulles/Par contre tous les mesons contribuent au terme de Fock. Le principe variationnel
s'écrit alors ;

S[A#{,lHlu#,» -ecd vy sl =T 2 0,

(2.4) ‘

ou I'on a introduit sous forme de multiplicateur de Lagrange la condition de normalisation des fonctions

d'onde avec :

N [d QV*(%) "f/(x) .

Les variations se font sur la grande composante - Ga(r) - et la petite composante - Fa(r) -

de la fonction d'onde radiale ;

5T - 7. [ﬁ‘)j 3GA . 2T 5% (2.5)
o G %,

et donc la condition de minimisation s'écrit sous la forme d'un systeme de deux équations difféerentielles

couplées du premier ordre pour chagque orbite a :
NT o e« 2= .o | @.6)
NG, A

Avec les expressions générales (1.37) ce systeme s'écrit explicltementlz’13 :

P 5 ht ).
dGq X GogW e 6 +LM+EQ+WU")—W 3 -w o %
dr

AR

(2.7}
AF < ? T v w 3
a_:' - _;-_ '\:q =z, W Tl\r) Fq -+ LM - l.:“ «~ W o) + W (v-') + W [r_)& G'q

~ Vo Y_G-’ v, rl

Q'Ju)

Les potentiels W > P Fe

) représentent ici les termes de Hartree pour l'échange de &,

tw et fV,T (partie vectorielle et dérivative du couplage @ -N (1.14)) ; les termes non locaux Ua(G,F,r)

12,13

et Va(G,F,r) proviennent des contributions de Fock , enfin w fait intervenir le couplage spin-orbite :
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= + ( '}*\iz) pourj = fg12 . (2.8)

E, représente l'énergie & une particule gque l'on pourra décomposer en E = E,+ME, étant 'énergie

a
Hartree-Fock de l'orbite considerée.

Nous ne mentionnerons ici que les contributions les plus simples :

. [
W“’lf) = - %:' § (?.;bu)jdrmwi (m ) ¥ {\mrr>)[G SR (.-)] (2.9a)
@ ]

“w L
Wiy o Z' (2 andr 3: (m, 0 K Am ) G,:Lf"J +¥: W] (2.95)

&4n
< WPT-{ _J 3 T . o - -
W= =¥ xR (2 +) T are’ T w
e P &\; ) b = ("‘f"&-] \[“‘3r>) (2.9)

] . J_G(f'\:,
oy e )"t]

Il convient de remarquer que les potentiels w (), Wi par exemple sont les analogues,dans les noyaux,
des parties scalaire et vecteur {composante temporelle) de la self-énergie 7 (p) dans la matiére nucléaire
(pour la partie provenant du terme de Hartree tout au moins). Au centre du noyau ces potertiels sont
de l'otdre de :

WY (0) % - 400 MeV , W™(0) v 350 MeV . (2.10)

De mé&me on pourra définir une masse effective, dans l'approximation Hartree toujours :
*
Nr(r) =M+ W () avec M (O)/M = 0,55 . (2.11)

Il est important de noter que i'on peut construire trois densités différentes a partir des grande
et petite composantes de la fonction d'onde dl nueléon. Ces trois densités d'ailleurs interviennent dans
les contributions (2.9.a,b,c) : il s'agit des densités baryonigues, scalaires (aussi présentes dans la matiére

nucléaire Jet tensorielles définies par :

2 2, 2
fb {(r) = ? -:HL::_ [Gb () + ¥ kr')} , (2.12a)
Y N 2
j: ) = Z .:}.“'_*: T_G“‘ ry - Vb (q] , (2.12b)
LY My

1

Z' z}b +\ [ 2, G,b(‘-') 'Fb (,‘-)] ) (2.12c)

° bnet

£
g

Pour réécrire l'équation de Dirac (2.7) de maniére plus condensée il faut transformer les
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termes non locaux Ua et Vq en contributions locales. Cette transformation n'est bien slr pas unique. On

pourra choisir par exemple de décomposer ces termes de la facon s.ui\rantva13

ARSI LaVa g .| Ve i (2.1
G +F* G +¥%*
Q a a a
et de méme pour V_, ce qui conduit alors a 1'égquatien de Dirac :
R O a - -
[_ a K.V l’; " s “'D 2 Lr)} T () = Ea \f& (), (2.14)
o,

a
avec la self-énergie 2, (r), qui dépend de 'état -a- considéré :
a aQ a oA a . At a
Z = 2 )« YT oy e Y ) LY * L@
o v T

Remarquons que dans les novaux et, contrairement a la matiére nucléajre, la self-énergie

comporte un terme tenseur non nul Z'i(r) (celui-ci se réduit a wPr (1) dans 'approximation de Hartree).

2.1b - Quelques résultats

Comme nous verions de le rappeler, le seul nouveau parametre important est la masse du
méson < qui doit &tre choisie entre 400 et 600 MeV environ. Il est facile de se rendre compte que la
portée de l'échange du < va conditionner fortement la valeur du rayen carré moyen, ou du rayon de
charge des noyaux. C'est elle qui définit, dans un systéme fini, I'échelle des distances. Cette masse est

ajpstée ici pour reproduire le rayon de charge de 160 : on obtient ainsi la valeur suivante :

m_ = 440 MeV
o

Il est remarquable de constater alors que les rdons de charge obtenus dans ce cas pour tous les
autres noyaux caractéristiques, et indiqués dans le tableau 4, sont parfaitement en accord, a mieux que
1% prés avec les valeurs expérimentales déduites des expériences de diffusion d'électrons - La densite

de charge est obtenue quant & elle & partir de la densité de proton :

() = Z Ere K_G: )+ B m] . (2.16)

¢ b prokons boet

Cette densité correspond a la répartition de particules ponctuelles chargées et, pour avoir
la densité de charge globale, il convient de convoluer celle-ci avec la densité de charge du proton lui-

méme s0it :

_ X 2 20N a7 (2.17)
poe [0 A, -
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k3
3 -7t
| ° Y
a (1) =( N et € =i._ a5 (2.18)
r;q_“_. k3 (A X
164, 40, 48, 90, 2085,
E/A r g
ch 5 EfA r £.s E/A r Ls E/A r Efd | ¢
(MeV) | (m) | (M) ch| ™p ch § Tp ch ch
Tous -5.6 | 2,73 63 | -68 | 3,47 80 | -7,1 | 3,47 | 4,1 7.4 1 u,26 | -6,7 | 5,47
mesons
Exp. | -7,% [273 |63 | -8,13|3,48) 72 | -85 | 347 | 4,3 -8,7 | 4,27 | -7,8 | 5,50
{CM) | -0,6 -0,2 -0,2 -0,08 -0,02
- Tableau # -

Propriétés  importantes de quelques noyaux caractéristiques, dans 'approximation de Hartree-Fock.
Les contributions indiquées par (CM) repreésentent les corrections {non relativistes} dues au mousement
du centre de masse et £-.sp est le splitting spin-orbite de la derniére couche de protens lp ou ld.

La densite de charge du proton glr) dépend du rayon carré moyen de charge de celui-ci.
On choisira Arp‘y fos T 0,8 fm, valeur expérimentale pour un nucléon libre. Pour tous les calculs
numériques présentés par la suite nous avons choisi de considérer le modele le plus complet tel qu'il
a été¢ résumé dans le tableau 3 du premier chapitre, c'est-a-dire oll la contribution de tous les mésons
a €te prise en compte, avec K = 37 pour le couplage deérivatif P-N, et ou la partie delta dans l'interaction
due a l'échange d'un pion et d'un rho a été enlevée. Les constantes de couplages g’,./4n et g /4m
doivent cependant éire réajustées compte tenu de la masse m __= 440 MeV qui a été choisie ici. Ces

nouvelles cunstantes sont :

Beltm =42 , gi fewm =1L2 .

Les figures 7 représentent les densités de charge de 160, Ycy et *Bea obtenues dans ce

modéle (trait pointillé). Le trait plein représente sur ces figures la densité de charge expérimentale avec
les erreurs correspondantes. Il est important de remarquer que la surface de ces noyaux est particuliére-
ment bien reproduite malgré la valeur quelque peu élevée( % 450 MeV) du parametre d'incomp-essibilite

dans la matiére nucléaire.

.- Nous avons rassemblé dans le tableau 4 différents résultats importants : énergie de liaison

par particule, rayon de charge et splitting spin-orbite des couches lp peur 160 et 1d pour Il“Orza et

#8Ca. Nous avons indiqué d'autre part les données expérimentales ainsi que les estimations des corrections
. . - o]
dues au mouvement du centre de masse, estimations empruntees d'un calcul Hartree-Fock non relativiste

L'énergie de liaison totale peut é&tre calculée facilement par l'expression suivante, valable pour tout
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| 1 1 11 1

T2 3 45 rfm)

Fig.7 - Densités de charge de quelques
0.08 208 noyaux typiques. Les donnfées experi-
Pb mentales sont en trait plein (avec leurs
erreurs) et les résultats theoriques
{voir texte) sont en pointillés,

modéle Hartree-Fock relativiste ou non :

E- :‘L..., '(‘T‘q + E )/1 - AWM , ot T_ est|'énergic cinétique de l'orbite a . (2.19)

Les valeurs indiquées dans le tableau # montrent que tous les noyaux sont ici sous liés d'environ
l,1 MeV par particule, si I'on inclut les corrections du mouvement du centre de masse. La dependance

en fonction du nombre de masse est par contre fort correcte. Enfin le splitting spin-orbite de la derniere

160 &0 48

couche des noyaux y Ca et “Ca apparalt tres naturellement dans cette approche relativiste et

il est, de plus, en parfait accord avec les resultats empiriques. En particulier il n'est pas facile d'obtenir

40 43

simultanément le bon splitting pour les noyaux ' “Ca et Ca. Expérimentalement celui-ci passe en effet

de 7,2 MeV a 4,3 MeV. Il ne peut &tre reproduit dans ces modeles que si les termes de Fock sont calculés
et en particulier 1'échange de mésons isovectoriels 71 et P - Dans un modéle ne comportant que I"échange

48

de < et w le spin-orbite de "“Ca est du mé&me ordre de grandeur que celui de “Oca.

Pour compléter la discussion des propriétés générales des noyaux finis nous pouvens aussi
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envisager d'étudier la distribution de moment de ces noyaux. 1l s'agit de l'équivalent de la densité braryonique

dans l'espace des impulsions. Les fonctions d'onde des nucléons se calculent par transformée de Fourier :

.E >
.~ . o %7 .
¢ (tl) = \f‘ () ’ {2.20}
< \2_"}5
c'est-a-dire en explicitant les deux composantes des spineurs :
Ry (o . . ()3, (2.21)
- P T
(W) ¥R ’
avec respectivement pour la grande et petite composante :
~d A:{ - .
G, (&) = = / cdr -‘ {Qe.r) C’n ),
An* /o £
oo
LY . ,L’ . (2.22)
€ k). 4° f cde BT 0
-2 -] €

ou elgfz-f pour -s.-_f;‘/z.

La distribution d'impulsion s'écrit alors :

n(R) = 20 Ziad ‘-\Engt)\t-. \"Fvatk)\t].

a 4n (2.23)

Celle-ci est normalisée de la maniére suivante :

fdl'.-n &tdez n(qa.) = A .

L

La comparaison de cette distribution d'impulsion, dans cette approche relativiste, avzc celle
obtenue dans un calcul non relativiste avec une interaction de Skyrme est instructive de deux points
de vuelB. D'une part la pente de cette distribution, au-deld de k = 100 MeV/c pour le noyau l60 par
exemple, est trés sensible & la valeur du rayon de charge du noyau tel qu'il est obtenu dans ces rnodéles.
D'autre part, lorsque les calculs théoriques relativiste et non relativiste sont ajustes de fagon A avoir
un rayon de charge identique, leur distribution d'impulsion correspondante sont pratiquement indiscernables
jusqu'a un moment de l'ordre de 350 MeV/c. Il semblerait alors que la distribution d'impulsion calculée

dans I'approximation de particule indépendante soit peu sensible 3 la description dynamique cétaillée

du systéme. Pour ce noyau la valeur moyenne de |'impulsion par particule est de 'ordre de 170 MeV/c.

2.1c - Dépendance en densité de l'interaction effective équh.ralente-16

Nous nous placerons ici dans l'approximation Hartree de maniere a pouveir effectuer facilement
les développements non relativistes. Les résultats obtenus sont bien sdr analogues pour le modele le plus

complet. Dans cette approximation 1'équation de Dirac (2.7) se réécrit simplement :
P PP q
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a_cl‘! .!._K_C, =[H+E'Q+w‘"_w'“”]\‘—‘
r

Ay o a gy

(2.2%)
afa _ X ¥ :LM—E«WT*WW}G.
Ar Y a ° *

En éliminant la petite composante Fa(r) entre ces deux équations on arrive alors immédiatement

a une équation différentielle du second ordre pour G_(r) qui est de la forme :

= 4 oy - -
) .

Cette équation est une équation de Schrédinger pour la grande composante, avec les potentiels

central et spin-orbite suivants :

Vi) =2 Wit « W)

-] +

(2.26)
V (¢ = L A1 _ 2
€s T ode 2R ey

Nous avons représenté par M(r) la nouvelle masse effective qui apparait dans cette équation :

M= ™M 4 ll- \-_w“'w) - w“’L-)] . (2.27)

L'énergie £, dans (2.25) est I'énergie de liaison Hartree-Fock £, = Ea—M. Enfin le potentiel
\r;,(r) est le potentiel de Darwin et n'est pas trés important numériguement. D'apres les valeurs a 'origine
des potentiels W T (r) et W™ (r), eq.(2.10), le potentiel central au centre du noyau sera alors de l'ordre
de -50 MeV. Le potentiel spin-orbite quant & lui fait intervenir la différence de ces deux potentiels qui
est de l'ordre de grandeur de la masse du nucléon. Remarquons aussi que la solution de l'équation de
Schrédinger (2.25) ne doit pas &tre normalisée a 1, comme dans le cas non relativiste, car il ne s'agit
que de la grande composante de la vraie fonction d'onde (2.1). Il convient de reconstruire la petite compo-

sante a l'aide d'une des deux équations (2.24) et ensuite seulement de normaliser le spineur selon (2.3).

Nous allons procéder maintenant 3 un développement non relativiste (en fonction de [/M)
de ces deux potentiels central et spin-orbite afin d'en déduire une interaction effective qui s'exprimera
simplement en fonction de la densité baryonique non relativiste fo(r) que l'on définira. Dans I'approximation
de Hartree les potentiels W ¥ (r) et W (r) s'expriment directement en fonction de la valeur moyenne

des champs de ¢ et ws (Composante temporelle seulement), calculés selon (1.20). On a dans ce cas :

qu(f) = ‘:8 9] 2 Ww\_r) = I% Vc (‘..') . (2.28)
= w
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et |'équation de Klein Gordon pour les champs & et ws'écrira :

- L [
V T - " Tiv) = cs‘_ fa )
{2.29)

—s

‘L‘ +* o
VV(-F)"MMVU') =-‘1w?h).
»

On peut résoudre ces équations différentielles par approximations successives, en négligeant

au premier ordre le laplacien des champs, et l'on obtient ainsi les séries suivantes :

L 1

vy = —.3;‘.. [ fs(.v-) - -{;"‘ﬁb.') _,] )
m; i

(2.30)

Vvlr.) - h‘. L f‘% Lr) - ;:—.‘- v fb Wy + 1
Mg

Cax

Compte tenu de !a masse relativement élevee des mésons « et w»ces développements doivent
converger rapidement et I'on s'arrétera ici au deuxiéme ordre. Enfin il convient d'exprimer les densités
scalaires @ 5(r) et baryoniques JOB(r) en fonction de la densité de matiére non relativiste po(r). On

-

définira celle-ci de la maniére suivante :

f’% (") = f; vy .

(2.31)
Cette définition de j?o(r) a l'avantage de conserver la condition de norme de la fonction d'onde.
D'autre part, en utilisant 1'équation de Dirac (2.7a) on a :
y A z
37 Llatl \:q (v = —3 () , (2.32)
& —
&1 2 [2_ ™ lﬂ‘l‘r
ou T{r} représente la densité d'énergie cinétique :
2y, +1 > :
zi) = 2. Zdar! \ V Gatm \ - (2.33)
o &n v
La densité scalaire s'écrit donc finalement :
! |
Pty = f (r) - ————n r) . (2.34)
5 -

FAN~ lcr)
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Enfin la masse effective (2.27) pourra elle aussi se développer en fonction des quantités

"non relativistes" /Jo{r) et Z{r)} par l'intermédiaire de (2.28) et (2.30) :

— 2 * 8 -
H(r):H-.L.(‘il 1 f(,)_L(‘E x e \TTp (2.35)
2 Vﬂ: m'l. . Z “‘\: iy °
(%) [T )

z
S T
N ‘.’L'_*%wy s Tir) -
‘!’H w.rt m‘:- ‘Fi[,.)

Si Pon rassemble toutes ces contributions au second ordre en /M on arrivera alors a écrire
les potentiels central et spin-orbite en fonction de la densité baryonique f’o(r), de la densité d'énergie

cinétique 7 (r) et de la densité de spin ?(r), définie par :

(2.36)

> . 2y 4t —
Tg= -2 2 g Few 3]
& bt e

En reprenant les notations de la référence 17, on pourra alors définir une densité hamtltonienne

"3 la Skyrme" qui aura la forme générale suivante :

k"

% . T L afttv-) + L \9131} tr)] v = fu)v.:s"(f)
2mM 2 . 2 * 2w 2.9

e

+

) w2 P T .

oo

L
3

Celle-ci est tout a fait analogue & la paramétrisation des forces de Skyrme et de plus, quanti-
tativement, les valeurs numériques des différents coefficients sont similaires a celles qui sont généralement
considéréesl(’. Il convient de remarquer que cette densité hamiltonienne comporte des termes en f, °
qui, dans I'approche non relativiste traditionnelle, correspend a une interaction a trois corps dont l'intensité
est un paramétre, Dans ce formalisme relativiste cette dépendance intervient déja au niveau des interactions
34 deux corps gue nous avons comsidérées jusqu'ici et provient simplement du développement de la masse

effective (2.35) en fonction de la densité de matiere (2.31).

2.2, Interactions électromagnétiques

2.2a - Conservation du courant

Il est primordial, lorsque 'on s'intéresse & des transitions électromagnétiques (moments magné-
tiques, facteurs de forme élastique et inélastique..) de s'assurer que le courant électromagnétique est
effectivement conservé. Dans le cadre d'une théorie non relativiste ce probléme conduit tout naturellement
aux contributions des courants d‘échangez. Le raisonnement est le suivant : les fonctions d'onde individuelles
des nucléons sont sclutions d'une équation de Schrédinger

HY¥ = Ey ol H = T + V est le Hamiltonien du systéme, T l'énergie cinétique et V est le
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. . . s . fy. . - . .
potentiel d'interaction a deux corps. Dans ce cas le courant électromagnétique a un corps 3, (approximation

d'impulsion) veérifie I'équation de conservation suivante pour un nucléon libre :

=
; A 3T, : . .
V.3, + 1 Y_T; —-'3_—1 ]= o, Ay e representant la charge du nucléon (2.38)
2

{supposé ponctuel ici).

g . . . . -
Par contre le courant total J doit verifier 'equation de conservation dans le milieu :

—
v.T +[H,“’r’]e..—.o . (2.39)
)

Lorsque le potentiel V(r) & une partie dépendant de |'isospin {échange d'un pi et rho par
exemple) qui ne commute pas avec T 4, alors I'équation (2.39) génére des composantes isovectorielles,
longitudinales, dans le courant total J Celles-ci ne sont rien d'autre que les contributions des courants

d'échange indiquees sur la iigure 2 (courant pionique et de paire respectivement).

Ce raisonnement s'applique également dans un formalisme relativiste. 11 est important non
seulement de considérer les corrections provenant des fonctions d'onde relativistes -par l'intermédiaire
des self-énergies d'interactions (2.15)- mais aussi de celles provenant de la modification de l'opérateur
électromagnétique lui-méme dans le milieu, représenté par une bulle sur la figure 8. Dans le modele

a particules indépendantes developpé ici l'équivalent de 1'équa-

p' tion (2.38) est precisement |'identite de Ward-Ta cahashi %,
introduite en électrodynamique quantique. Soit I M(p,p')
q ‘ cet opérateur électromagnétique dans le miliew. Dans la

limite de densité nulle it se réduit évidemment & I'operateur nu

p ‘b’u{l v T Y2 du couplage d'un photon sur un nucléon libre (et
qui correspond dans la limite non relariviste au courant J )
On écrira alors :

Fig.8 - Couplage electromagnétique
photon-nucléon dans le milieu.

TH(ee)= Y252 | Nl(ee) (2.40)
2
et lidentité de Ward-Takahashi s'écrit :
Af‘ { A xy . .
qj“' (pp' )= - 227> ZL(’)—T(P)] avecg=p'-p . (2.41)
2

Dans cette approche relativiste le courant 3 un corps 3:) et le courant de paire (figure 2.b)
dans le milieu nucléaire sont inclus automatiquement dans l'opérateur (2.40) et doivent verifer {2.41).
Il convient bien siir de rajouter, dans ce formalisme, les contributions de courant a deux corps ("ccrrélations")
comme par exemple le courant pionique (figure 2.a). Pour un transfert nul l'équation (2.41) conduit 2

la forme explicite suivante de l'opérateur électromagnétique :

AMipe) = - 225 RN (2.62)

2 %
)

. A ‘- 18
Cette expression permet en particulier de calculer les moments magnetiques .
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2.2b - Moments magnetiques des noyaux

Nous allons détailler plus particulitrement dans ce paragraphe les corrections relativistes
sur les fonctions d'ondelg, les plus faciles & comprendre dans une premiere approche. Nous choisirons
donc de calculer les contributions provenant de l'opérateur libre ¥ M ou plutdt de sa généralisation au

cas ol l'on considére des particules non ponctuelles :

Vgt ¥ . i Yl o 9 - (2.43)
' 2™

F0) représente ici la partie anormale du moment magnétique du nucléon et FI(O) = 1 est

sa charge.

Pour les noyaux comportant un proton en plus ou en moins par rapport 3 un noyau a couches

le

fermées comme O par exemple, et sans tenir compte des corrections du centre de masse, leur moment

magnétique se décompose alors en deux contributions :

/A- = /Ad +/-r\a , avec explicitement : (2.44)

. [ 7
}4 = f.i ..1}_*\ ™ / - F[\r) G(,\f) A pour s: £. \{zw ) (2.45a)
a 2 § o+l L
- 2 G Wt
PR | ( } ) e "( : ) /‘:‘(om . ()
a end jnr | . A A

Dans ces expressions B4 représente le moment magnétique de Dirac (ou partie orbitale) et
b, est la partie provenant du moment anormal du nucléon (up,n}' Dans un modeéle A particule independante,
les grande -Gir)- et petite composante -F{r)- sont celles de la fonction d'onde relativiste du proton (ou
du trou) de moment angulaire total j non appari€. Les limites de Schmidt de ces moments sont obtenues

simptement en prenant les valeurs de la fonction d'onde libre du nucléon a l'ordre 1/M, c’est-a-dire :

- -
f C,"(_r) ar =1\ at / \ {(rv) drzo ;
- L4
et, en utilisant 1'équation de Dirac libre :
-
Mf r Y G dr = X (8*l)"'_ . (2.46)
2 4
a 2

15

Nous allons envisager les moments magnétiques des noyaux de "N et Vg qui comportent

respectivement un trou et une particule en plus du coeur de l6

O. Pour ceux-la la valeur expérimentale
du moment magnetique (2.:%) est pratiquement identique & leur valeur de Schmidt. Suivant I'expression

(2.45b) la valeur anormale du moment magnétique doit &tre trés peu modifiée par ces corrections relativistes,
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celles-ci €tant de l'ordre de f F¥(r)dr {(quelques centiémes). Par contre la correction sur les moments
de Dirac {2.45a) doit étre a pr10r1 plus importante. Pour ces noyaux nous avons calculé ces corrections,

rapportées a la valeur de Schmidt, pour deux modeles :

- Approximation de Hartree avec échange de o= et «w» (modéle (a) du tableay 2) ;

/"‘d //l;"" i = 95 % pour =N

= 10 % pour l?F

- Approximation de Hartree-Fock avec échange de o, w, Tlet p (modeéie (d) du tableay 2) :

= 103 % pour £3

Ja /j‘dwn- 175

N
= 10 % pour

Ces valeurs numériques montrent d'une part que les corrections relativistes sur les fonc-
tions d'onde a une particule peuvent &tre trés importantes, et en apparente contradiction avec les résultats
expérimentaux, et d'autre part que les effets de couche sont trés importants : les déviations par rapport
aux valeurs de Schmidt pour les moments magnétiques de Dirac sont beaucoup plus faibles pour les protons

d'une couche j = 1-1/2 (17F) que pour ceux d'une couche j = 1+1/2 (ISN).
Comme nous l'avons indiqué dans le paragraphe 2.Za il convient de tenir compte de la correc-
tion sur les opérateurs électromagnétiques r“(p,p’) (corrections de vertex) pour pouvoir tirer une conclusion

définitive quant & la valeur exacte des moments magnétiques dans cette approche,

2.3. Diffusion proton-noyau

Les principales observables accessibles expérimentalement pour la diffusion élastique de
protons polarisés s'expriment en fonction de l'amplitude de diffusion proton-noyau F(©), définie pour
chaque transfert d'impulsion gq et chaque énergie EP du proton incident. Celle-ci s'écrit pour in noyau

a couches fermées :

Flo)= $(o) vic q(®) , (2.47)

ou v, est la polarisation du proton suivant un axe perpendiculaire au plan de la diffusion.
La section efficace de diffusion est alors :
L 2
= 18 s gyt (2.48)

Il est particulierement intéressant de considérer des observables plus sensibles que la section

efficace totale et en particulier le pouvoir d'analyse :

h‘i= 2 R‘Eg’“c\)*-&/r , (2.49)

et la quantité correspondante, la fonction de rotation de spin :

Q = Z‘J:ML#(A‘:H*}/T ‘ (2.50)
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Remarquons que le pouvoir d'analyse peut s'écrire comme ¢

Tt -ad

Ay
ot + T}
ol w1 ( 9y ) est la section efficace de la diffusion d'un proton polarisé suivant la direction +n

{-n}.

D'un point de vue théorique la donnée du potentiel optique proton-noyau et surtout la connais-
sance de sa dépendance en énergie permet alors de calculer I'amplitude de diffusion F(&) pour toute
énergie et donc toutes les observables (2.48-50).

2.3a - Définition du potentiel 0ptique20’21

Il est instructif tout d'abord de comparer l'approche non-relativiste traditionnelle et le forma-
lisme relativiste fondé sur les développements des chapitres précédents. Dans la premiére (modéle K.M.T22)
I'amplitude de diffusion (2.47) est obtenue par solution d'une équation de Schrédinger, avec cependant

une cinématigue relativiste. Dans la seconde on est amené a résoudre une équation de Dirac, avec un

potentiel optique relativiste.

L‘alément essentiel reste, d'une maniére ou d'une autre 'amplitude de diffusion élémentaire
? )

(complexe) nuciéon-nucléen. Dans un formalisme non-relativiste elle est parametrisée sous la forme suivante:

£ (a) = Pla) s+ Ca)(wm, v ma) v (2.51)

ol les termes non mentionnés ne contribueront pas a la diffusion sur un noyau a couches fermées. Par
contre la parameétrisation relativiste de cette amplitude se fait sur les ¢ing invariants relativistes, c'est-
a-dire en fait sur les 16 matrices indépendantes indiquées dans l'appendice 1. Dans ce cas l'amplitude

relativiste ¥ NN s'écrit, pour chague énergie :
-
_ K H pr
., = Foa) « ¥ e F (@) +» 70 5, @ F_(q)

. s
Y VW T2 V) » YeYD Rm Y Fe ) e

= % ¥, 9 @‘;L-) 19[5(;) ‘

Dans cette expression la sommation sur [3 se fait sur les cing invariants relativistes (appendice
1) 5calaire (1), Vecteur (YP)’ Tenseur (O-HV ), Axial ( Yj) et Pseudo-vecteur { Tj ‘o’u) pour chaque
nucléon | et 2. A partir de ce développement général, et aprés une réduction non relativiste appropriée
(réduction de Pauli} des matrices de Dirac, on peut en déduire facilement les relations de correspondance

entre ces deux arnplitudes. Dans le cas de la diffusion vers l'avant, par exemple, on a :
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——

Al = ¥, (o) » Zo F_ (o), (2.53)

c(o) = ¥ ‘—Fslo) -¥%,19) ;z(&.‘.;) ‘F_rta)l)
24 (B, 41) "

ol P et E représentent respectivement l'impulsion et l'énergie du proton incident.

Dans l'approximation d'impulsion (relativiste) le potentiel optique est alors construit de la

maniére sulvante2! :

A
Uaf\.ﬁﬂﬂ = 2, 2, < e, 1T (a)lg oy (2.5%)
f>

Y ~

T q-(q) est la matrice T de la réaction definie par :
3

6

2
Tha @)= - =2 2 ¥, la) O SACHP (2.55)

R{q) étant un facteur cinématique et l'indice (1) se réfere au proton incident.

En prenant pour | t.f?o v un déterminant de Slater afin de décrire le noyau cible, la réduction
de (2.54), dans l'approximation de Hartree, est immédiate et trés similaire au calcul des potentiels moyens
(2.9}, Cette approximation devrait étre pius justifiée a haute énergie, dans un domaine ou les termes
d'échange sont faibles. On obtient alors la forme explicite suivante pour le potentiel optique relativiste

proton-noyau :

el L 2.56
Uop\— (“ﬂ = -2 2% T [Us Py + % UVL‘”)-r”':"t-‘)-AfUTLVJ].( )

R(9)

avec les différents potentiels de Dirac suivants (en séparant les contributions des protons et neutrons

du noyau cible) :

-dq . . .
\ 3 ~
U ) = e d'q e ¥ow)y £owa) (2.57a)
LZ") teg, wn
LT 4 .
Y nefu)
L/V ) = Z dq e Fv Lq)f () (2.57b)
’ Qz..'l."l).s iaf" )
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—‘.‘?'? ) .

V() - 2 Z . f 2 v )

T e (q (g) {2.57¢)
[__.Z'l'l_)'s -d:‘?'“ q h ) f'r )

- -~ - .
et les densites f(q) dans l'espace des impulsions sont :

~ s “ G\- L3 .
W 3 D
& Lq) = Id Y e f‘s Le) (2.58a)

-~

1]

~ i9 <)
f’ﬂ,) (q) j & e f’; ) (2.58b)

~ g iq.7 : _
Le k) w)
f’_r )Lq) = Jdr e Fro W[ (2.58¢)

Les densités baryonigue fJ(Ell)(r), scalaire f’g)(r) et tensorielle f!ll.){r) dans l'espace des
coordonnées sont quant & elles calculées a partir des fonctions d'onde relativistes des nucléons du noyau

cible, selon (2.12). L'équation de Dirac pour le nucléon incident, de moment P et d'énergie Ep est alors :

[_,c AN A I A ml ‘{’g ) - E, \fpg;) , (2.59)

avec la fonction d'onde relativiste :

A G? ) ]'_
Y @ . (0) § . (2.60)
€ ea}t“" z

¥ =

P[f)/‘. S.e

Rappelons que le potentiel optique (2.56) construit a partir de I'amplitude de diffusion complexe

(2.52) est aussi complexe. 5a partie réelle cependant devrait, par construction, étre compatible avec
les potentiels obtenus en {2.9) pour le calcul de la structure nucléaire, si toutefois les amplitudes de

diffusion sont approximées a tout transfert par leur valeur vers l'avant (transfert nul).

2.3b - Dépendance en énergie du potentiel optique

Il est bien connu phénoménologiquement que la partie centrale du potentiei optique proton-noyau
telle qu'elle est extraite des données experimentales dépend fortement, et lindairement, de ['énergie
du proton incident. Il est important de voir dans quelle mesure cette dépendance est correctement reproduite

dans ce formalisme relativiste"2C. Pour cela il s'agit tout d'abord de réduire I'équation de Dirac (2.59)
en équation de Schrédinger équivalente, comme cela a déja été détaillée en (2.25). Si I'on réduit encore

s -, — + b Ed . .
la partie cinetique V—M-(IFTVon arrive alors a l'equation suivante :

1 AL - a~
[-4 & L 8 LTy w £ xm = E, %00, e
M der 2 rt :
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et aprés avoir effectué le changement de variable GP(r) = /ﬁ(r))ﬂ(r) pour éliminer le terme en dérivée
premiére de GP(r). Les potentiels central et spin-orbite sont ici, en fonction de (2.57) :

E N kN
ad phat v
V' LI“) - o Lv-) -+ W Lf) + \J,h')——L!v‘r) . E U_L—-l) PO {2.62a)
< > v 7\ "
v {r2) = : ! ! 4 ™My
= ~-= — | o= = M+ 2Y Lr).k
C; 2™ Uad ™ lf') dr r 4 (2~62b)

ou la masse effective M{r) s'écrit :

™ ) Jy = A + Yyt - U Lo . (2.63)

E > 2v
P

On voit alors apparaitre immédiatement la dépendance linéaire de Vc(r) en fonction de 1'énergie,
et si I'on prend la valeur numérique, en r = 0, de Uv(r) {pour la partie réelle tout au moins) compatible
avec celle du potentiel de champ moyen (2.9b} soit + 350 MeV (ou méme de la self-énergie I’o dans

la matiére nucléaire) on arrive ainsi a la dépendance en énergie suivante :
n
@eVO)n 0,3 E,

en accord quantitatif avec ies données expérimentales.

2.3¢ - Quelques résultats

Au niveau du potentiel central (2.62a) on peut tout de suite remarquer que la dépendance
en densité de celui-ci sera différent de ce qui apparait dans un calcul strictement non relativiste. En
effet on peut s'en convaincre aisément en suivant une démarche analogue A celle qui a été suivie dans
le paragraphe 2.1.c et en partant des deux expressions suivantes, relativiste et non relativiste, de la partie

centrale du potentiel optigue :

128

\fc (r) g [ ts (o} « ¥+, [o)] fo ) ’

o - Ui U (2.64)
T [_11 o) p ) + vl°)f6*"°] . __.;H__z

Dans le cas relativiste les amplitudes de diffusion scalaire et vectorielle (partie temporelle)
ne correspondent pas a la méme densite et cette différence est d'autant plus sensible gue I'énergie du

proton incident est plus basse (voir plus lein).




268

La figure 9 représente la section efficace totale (&), le paramétre de rotation de spin (Q)

et le pouvoir d'analyse (Ay) correspondant & la diffusion elastique de protons polarisés sur une cible de

#OCa a4 une énergie du proton incident de 500 MeV. Des résultats plus complets sont discutés en détail

40Ca 500 MeV
g HRS DATA
3
' ' Figs.9 - Différentes observables de la
or * ' diffusion élastique p- *0Ca 3 500 MeV :
g o section efficace (o), pouvoir d'analyse
t (A ), et fonction de rotation de spin (Q)
Les traits pleins {mixtes) représentent
les résultats d'un calcul relativiste
3 i {non relativiste). Ces figures sont extrai-
tes de la reférence 21.
? L | 1

dans la référence 21. Il est certain au vu de ces résultats -et en particulier pour les obsetrvables de spin
(2.49) et (2.50) plus sensibles que la section efficace totale (2.48)- que l'approche relativiste reproduit
beaucoup mieux les données expérimentales. Il faut cependant &tre plus prudent quant aux conclusions
que l'on peut tirer d'une telle comparaison. D'une part une étude plus systématiquezgl des resultats obtenus
dans cette approche relativiste, et pour des transitions inelastiques aussi, montrent que l'accord entre
théorie et expérience n'est pas toujours aussi satisfaisant. Enfin,si il n'y a pas de doute qu'une approche
relativiste doit, a priori, décrire de maniére plus consistante les observables de spin, il ne faut tout de

méme pas oublier que tous ces résultats sont obtenus dans l'approximation d'impulsion. A basse énergie

celle-ci n'est sans doute pas totalement justifiée,comme le montrent les calculs de corrélations effectués
dans une approche non relativiste23. Ce point est d'ailleurs illustrée trés clairement par la figure 10 ol

I'on a indiqué la différence des rayons carré moyens de neutron et proton du #OCa tels gu'ils sont extraits
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Oe . T T - ™ T + -
L 4OCO E
12 /2
L Arap= gy - (el .
04 e P Fig.10 - Diiférence de rayons carré mo-
Lig. Y ¥y
i * DIRAC yens de proton et neutron dans le 40Ca
% SCHRODINGER T telle qu'elle est extraite d'une analyse
--HFB relativiste (points) ou non relativiste
02 (croix) de la diffusion élastique p- *“Ca
o a plusieurs énergies. Cette figure est
£ extraite de la reférence 21.
£ o
<]
-0.2
-0.4
200 400 600 800 1000
Emb(MeV’

de ces expériences. Suivant le formalisme utilisé, relativiste ou non relativiste, les densités baryoniques
"expérimentales” seront différentes (voir eq.{(2.64)) et donc aussi les rayons. Le trait pointilié represente
la difference de rayons "théoriques" issus d'un calcul Hartree-Fock—Bogoliubov2[‘ {consistant d'autre part
avec toutes les données de diffusion d'électrons). On peut alors remarquer que, a haute énergie E 5 600 MeV,
ces deux approches coincident pratiquement et tendent asymptotiquernent vers la valeur théorique A rnp =
-0,05 im. Cela semblerait donc indiquer que d'une part,l'approximation d'impulsion utilisée est justifiée

dans ce domaine d'énergie, et que d'autre part, pour cette observable, les corrections relativistes sont

peu importantes. Par contre, 3 plus basse énecrgie,ces deux analyses divergent complétement mais, dans
ce cas, l'approximation d'impulsicn n'est elle-méme plus totalement justifiée, comme le montrent les

déviations par rapport a la valeur théorique de A Fop'

3. PHYSIQUE NUCLEAIRE ET STRUCTURE DU NUCLEON

1l est apparu, tout au long des chapitres précédents, qu'une caractéristique importante
du nucléon avait été ignorée delibérément. Il s'agit de la structure interne de celui-ci qui se traduit
simplement, au niveau macroscopique ,par sa taille finie. D'un point de vue théorique il est nécessaire,
torsque l'on part d'une description en terme de théorie des champs locale, de considérer des particules
ponctuelles dont I'évolution est entierement déterminée par le lagrangien effectif (1.12-14). Tous les
effets de taille finie du nucléon (et des mésons) sont censés &tre inclus dans les valeurs"phénoménologiques™
des constantes de couplage méson-nucléon. Cette démarche est raisonnable, a priori, dans une description
de la structure nucléaire a basse énergie. Il faut cependant noter plusieurs points importants que nous
avons déja eu l'occasion de mentionner. Les nucléons dans le milieu nucléaire sont soumis 3 des inter-
actions fortes dont l'intensité peut &tre estimée par la valeur des seli-énergies I~ (p) et Zoip) dans
la matiére nucléaire, soit respectivement -380 MeV et 300 MeV au point de saturation. Ces valeurs
sont loin d'étre negligeables devant la masse du nucléon (M=938% MeV). On peut s'attendre alors a certaines
modifications des caractéristiques du nucléon lui-méme. Celles-ci se traduiront, essentiellement, par

une moedification de 'énergie propre (masse) du nucléon ainsi que par un changement de son rayon
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{et rayon de charge). Ces deux quantités interviennent précisément dans la description de la structure
nucléaire telle qu'elle a été décrite dans les chapitres 1 et 2, et en particulier pour obtenir la densité
de charge (2.17). Nous allons, dans ce chapitre, présenter quelgues résultats importants, plus qualitatifs

que vraiment quantitatifs, pour illustrer ces queiques remarques.

3.1. Quelques rappels sur la Chromodynamique Quantique

3.1a - Degrés de liberté élémentaires

Les constituants élémentaires de la Chromodynamigue Quan'cique25 {QCD} sont d'une
part les quarks, particules chargées et massives de spin 12 et leurs antiparticules, et d'autre part
les gluons, bosons de spin 1 et de masse nulle. Il existe plusieurs familles de quark, six selon les théories
actuelles. Celles-ci sont nécessaires pour interpréter le spectre complet des baryons et mésons. Dans
les applications que nous considérerons ici, nous utiliserons seulement les premiers états du spectre
baryonique et mésonique que nous construirons a partir des quarks u (up) et d {down) de charge électri-
que respective 2/3 et -1/3, Leur masse est trés faible, de l'ordre de 5 a 10 MeV. En plus de leur charge
électrique les quarks existent en trois états de couleur différente {que I'on notera par l'indice a,b,c).
Cette charge de couleur est associée au boson de jauge, le gluon, de la méme manigre qu'en électrodynamique
la charge électrique est associée au photon, boson de spin 1 et de masse nulle. A la différence du
photon cependant le gluon emporte une charge de couleur et dépend d'un indice i variant de 1 a s
{selon le nombre de générateurs de SU(3) c'est-a-dire 32.1). Les champs élémentaires associés a ces

degrés de liberté seront ainsi notés :

quarks : q(x), a = 1,2,3 ; avec q = Uydye..

) (3.1
gluons : B:l(x), i=1,8

Le lagrangien de QCD s'écrit alors :

, 062

Qoo -
- 3 syt - SR - .
'é = “!(")[ ¥ (.)J' ‘3 ‘B}. :_‘ )] ﬁl}t) - ";Fyv }"J"’ﬁ

avec

Dans ces expressions, »¥ sont & matrices 3 x 3 (générateurs de SU(3)) et 9K st un réel complétement

antisymétrique en i,j,kzj

Il convient de remarquer que, en plus du couplage traditionnel quark-gluon, le giuon
a la possibilité de se coupler a lui-méme étant donné qu'il est aussi chargé de couleur, contrairement
au photon qui lui n'est pas chargé électriguement. Le la grangien (3.2) génere entre autre des couplages

3 3 et 4 photons. Cette particularité est ici trés importante et confére a la QCD toute sa complexité.

Lorsque I'on essaie de résoudre cette théorie en utilisant par exemple les méthodes

de calcul sur réseau, il apparalt rapidement que l'on peut distinguer deux limites importantes de QCD :
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- A trés haut moment de transfert la constante de couplage quark-gluon, que l'on note habituel-

lement par

T
o [.@) = 9 [Q)I[r." ("running coupling constant") (3.3

tend vers 0. On est alors dans le domaine de couplage faible et quarks et gluons sont ainsi pratigquement
libres. C'est aussi, dans l'espace des coordonnees, le domaine des trés courtes distances, Cette propriété

{liberté asymptotique) est trés intéressante, comme nous le verrons dans le chapitre 3.2, car elle permet

de calculer explicitement beaucoup d'observables par un développement perturbatif.

- A bas moment de transfert par contre oA{Q) est trés grand devant 1 et aucun calcul perturba-
tif n'est valable. C'est précisément le domaine qui intéresse le plus le physicien nucléaire lorsqu'il

¢tudie les propriétés de la structure nucléaire dans son état fondamental,

Une autre caracteristigue importante qui nous concernera directement dans ce chapitre
est le fait que des quarks libres n'ont pas été observés jusqu'a ce jour expérimentalement. Cette pro-
pri€té de confinement commence seulement a étre confirmée théoriquement par certains calculs de
QCD sur réseau. Elle motive aussi la plupart des modeles phénoménologiques de quark pour la structure

du nucléon, comme nous le verrons plus loin.

Il est facile maintenant d'en déduire la structure générale des mésons (de spin entier)
et des baryons (de spin demi-entier) en remarquant que les hadrons ne comportent, au niveau macrosco-
pigue, aucune charge de couleur, Ils doivent donc former des états singulets de couleur de telle maniere
que leur fonction d'onde totale soit antisymétrique. La structure des hadrons sera alors, schématiquement:

mésons  q°q" R

(3.4)

eabcabc

baryons q q q , avec q = U,d,..

Pour les baryons, l'etat singulet de couleur a une fonction d'onde de couleur compiete-
ment antisymétrique et par conséquent les parties radiales de spin et d'isospin sont quant a elles totale-

ment symeétriques.

3.lb - Réle particulier du pion

Une symetrie importante du lagrangien de QCD, pour les quarks u et d tout au moins
et lorsque 1'on prend leur masse €gale a zéro, est la symétrie chirale. Soit Y le vecteur a deux compo-

santes formé des champs de quark u et d :

v (3)

o

Le lagrangien (3.2) est alors invariant par la transformation d'isospin suivante :

e 2.z (3.5)
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qui conduit au courant conserve isovectoriel habituel suivant :

JJ:';_::‘-V};E"V. (3.6}

A

Ce lagrangien est aussi invariant par une nouvelle transformation faisant Intervenir
la matrice fj de Dirac et qui est définie par :

iQ-T TV
S S (3.7)

Cette transformation est la transformation chirale agissant sur les spineurs u et d.
Le courant conservé associé a cette symétrie, et calculé par le théoreme de Noether, est le courant

axial qui s'exprime de la maniere suivante :

= L .V T
Py = Lo LA S A (3.3)
avec la relation de conservation "3 IJQP = 0. Dans la nature cependant cette symétrie n'est pas exacte

et le courant axial n'est que partiellement conservé (PCAC). Cette brisure de la symeétrie chirde peut
se faire de deux maniéres : soit explicitement au niveau du lagrangien, par un terme de masse non
nulle pour les fermions par exemple, soit spontanément par un mécanisme dynamigue. Dans ce demier cas,
le pius intéressant, cette brisure de la symétrie chirale genere, d'aprés le théoreme de Goldstone, un
boson de spin zéro, de masse nulle, qui, dans le cas que nous avons considéré ici (quarks u et d), est
assimilé au pion. Lorsque la symétrie chirale est de plus brisée explicitement par un terme de masse
pour ces quarks (mu + m d"l__-lj MeV) alors ce "boson de Goldstone" acquiére une masse non nulle

n

m? am o+ my Le réle du pion, méson de plus faible masse du spectre, est ainsi trés particulier puisqu'il
est €troitement lié a une symeétrie fondamentale du lagrangien de QCDZG. Au niveau de sa structure

interne en termes de quark et antiquark, cela se traduit par une fonction d'onde cohérente27 formée

d'états & lqlq mais aussi 333, 5953,---

3.1c - Facteurs de forme

A I'échelle de la physique nucléaire aux énergies intermédiaires, la structure interne
du nucléon transparait au niveau des facteurs de forme électromagnétique (vertex photon-nucléon) et
hadronique {vertex méson-nucléon). D'un point de vue qualitatif, ces facteurs de forme peuvent étre
schematisés selon les figures I1 et 12, Nous avons indiqué sur celles-ci tout d'abord la représentation
habituelle en terme de nucléon, ot le vertex est remplacé par un facteur phénoménologique dépendant

du moment transfére par le photon ou par le méson seton les expressions suivantes :

% ' :q"/} 1. )z pour le couplageXNN, avec m = 830 MeV )
MO
(3.9)
T
(h“ —m )/{ At * q" pour le couplage n NN par exemple avec
n n
A= 1,25 GeV.

Ces figures illustrent ensuite une des contributions possibles au vertex ¥ NN ou NN dans un modele

ou la structure en quarks est explicitement traitée. Bien évidemment, le nombre de telles contributions
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Fig.il - Diagramme typique, mais pas nécessairement dominant, contribuant au facteur de forme électro-
magnétique du nucléon dans un modéle de quarks. Les états initial et final sont inclus dans la fonction
d'onde du nucléon et g représente ici I'échange d'un gluon.

q
— s % o

1g.12 - Méme legende que celle de la figure 1l mals pour le facteur de forme hadronique. Le pion
peut etre considére scit comme une particule “élémentaire” (boson de Goldstone) soit comme un etat
collectif a plusieurs quarks-plusieurs antiquarks (le premier ordre est représenté ici).

peut étre trés grand, surtout a bas moment de transfert, c'est-a-dire dans le domaine non perturbatif

des couplages quark-gluon et glucn-gluon.

Il n'est possible actuellement de calculer explicitement de telles contributions & partir
du lagrangien de QCD} que dans des cas trés particuliers. Le plus intéressant est sans doute !'étude

de ces facteurs de forme dans la limite des trés hauts moments de transfert.

3.2.Exemple : étude a trés haut moment de transfert

Une étude détaillée de cette partie de la Chromodynamique quantique ("QCD perturbative")
. . . . . 28 o e :
est menee depuis plusieurs annees avec beaucoup de succes™ . Comme on l'a deja vu dans le premier
chapitre, la constante de couplage caractéristique e (Q) tend vers 0 lorsque le transfert devient tres
grand : c'est le domaine de la liberté asymptotique. L'échelle d'éncrgic,ou de transfert, est ici fixée
par l'échelle de masse de QCD, notée M , et qui intervient, par exemple, dans l'expression de &£ (Q)
en fonction de Q :

L 9) A /zoel( %:f) . (3.10)
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Les calculs de QCD sur réseau permettent d'avoir une certaine idée sur cette valeur.

Elle est généralement comprise entre 100 et 500 MeV,.

Il est alors possible, dans cette limite, de calculer a l'ordre dominant en ok {Q)} beaucoup
d'observables accessibles expérimentalement par diffusion d'électrons.En ce qui concerne le facteur
de forme du deutéron, il apparait de maniere trés claire que la limite asymptotique de QCD est effecti-
vement atteinte, et confirmée expérimentalement, 4 des transferts variant de 2 (GeV/c)® a % (GeV/c)?
selon la valeur de A ( A~ 100 3 500 MeV respectivement). L'amplitude de diffusion générale et un
des processus élémentaires importants sont représentés sur les figures 13 et I4. Le moment transféré
est, dans l'état final, équitablement répartl par l'intermédiaire de I'échange de gluons entre les six

quarks de la fonction d'onde. Le calcul des facteurs de forme du deutéror : partie magnétique GM’

%p

Fig.13 - Structure générale des facteurs de forme du deutéron (figure extraite de la référence 28)

T (p+q)/6

1

p/6 {psql/6

Fig.14 - Contribution dominante a trés haut transfert, a I'amplitude de transition
T,, de la figure 13 (figure extraite de la référence 29).

de charge G~ et quadrupolaite G en est une application importante. Ces deux derniéres parties inter-
C q P Q PP P p

viennent simuitanément dans le facteur de forme électrique A{Q?) du deutéron mais par contre elles

peuvent &tre séparées, expérimentalement,d partir de la mesure de la polarisation de I'électron dans

I'état final pour une diffusion d'électrons polarisés. En considérant ia polarisation suivant x, p_, et la
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polarisation tensorielle sz, ou plus exactement leur rapport {pour éliminer dans une certaine mesure

les corrections d'ordre supérieur), on arrive a l'expression suivante®” :

Lim 4 My G, ()

2
Q"-b oo ?,1 9 Q‘ GQ (.Q")

sy =L . (3.11)
3

Cette valeur doit étre comparée a celle qui est obtenue dans un modéle macroscopique
ol le deutéron est formé de deux nucléons interagissant par un potentiel d'échange de mesons. Ces
calculs sont rassemblés dans la figure 15. Plusieurs potentiels nucléon-nucléon ont été envisagés dans
ces calculs macroscopiques. 1ls correspondent a un calcul soit nen relativiste (RSC NR), soit relativiste.

Il faut remarquer que pratiquement tous les calculs a l'échelle du nucléon donnent des valeurs identigues

02 [(GeV/c )2]

Q 04 o8 1.2 16 20
|.O |
T
g:40 »
=0 =@
Q5 ]
~
&
‘\;( O
e — RSC NR o .
Relativistic “‘-\,\ ==
— - RSC "~
-05 ——LF45% “
O3 X oa "~
i ] L 1
¢ 8] 20 a0 40 50

2 -2
Q {(fm )

Fig.L5 - Rapport de polarisation P /P __ a @ = 40° calculé avec différentes fonctions d'onde
nucléon-nucléon (relativiste et non relaﬁvis’ie) dans l'approximation d'impulsion. La valeur asymptotique
prédite par la QCD est indiquée par Q% = == (figure extraite de la référence 29).

pour ce rapport de polarisation, dans l'approximation d'impulsion. A partir d’'un moment transféré de l'ordre
de ! (GeV/c)?, celui-ci devient négatif et reste faible, environ -0,2, contrairement a la valeur prédite
par QCD & tres haut moment de transfert, + 0,66. Ces valeurs sont suffisamment incompatibles pour
pouvoir tester expérimentalement avec assez de précision a partir de quel moment le domaine asymptoti-
que de QCD est atteint ou a partit de quel moment la description macroscopique du deutéron en terme

de nucléons et mesons n'est plus valable. De telles expériences seront possibles dans les années & venir.

3.3 Structure du nucléon dans le noyau

Il est naturel de penser que le nucléon, formé de trois quarks, devrait pouvoir se polariser
dans le milieu nucléaire ou méme lorsqu'il interagit avec un autre nucléon. Dans la diffusion de deux

noyaux, la deformation de ceux-ci est un phénomeéne courant. Une fois admis ce concept, il convient
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30,31

tout de méme de s'interroger sur l'intensite de cette polarisation . Nous allons essayer dans ce chapitre

de répondre a cette question.

3.3a - La compressibilité du nucléon

11 est une notion tres naturelle, intuitive méme, qui sera utile par la suite pour mieux
apprécier ces effets de polarisation : il s'agit de la compressibilité du nucléon, telle qu'elle est mesurée
par le parameétre d'incompressibilité. Rappelons tout d'abord, dans un formalisme non relativiste, comment
ce dernier peut &tre défini32. Le systéme (nucléon) est soumis & une contrainte monopolaire, la plus

simple ici, correspondant a 'opérateur suivant :

Q - 2 ziictips BT b
& = P R B \°;; ; (3.12)
£,y
“ - .
Le hamiltonien du systéme sera ainsi H + A Q, ou A fixe l'intensité de la contrainte.
Toutes les observables physiques, et en particulier le rayon carré moyen <« r? ‘;‘z dépendra alors de

cette intensité. On définira le parametre d'incompressibilité par contrainte de la maniere suivante :

-1
T
v L
K = -4 2¢; [‘i‘_f_‘f_b . (3.13)
d 2 r=Q
Les differentes quantités intervenant dans cette expression sont calculées en = 0. Dans une approche

non relativiste, ce parametre peut &tre reliée par le théoreme de Thouless au moment m_, par I'équation
suivante :

. &
K¢ = LA 2cy /M___‘ avec A = 3 ici. (3.14)

En fonction de la variation d'énergie du systeme, on peut encore écrire :

LS
m o= L 2F (3.15)
R SRR '

A=0O }
De méme, toujours dans un formalisme non relativiste, le moment m, s'exprime facilement

en fonction du rayon carré moyen :

m =£_§.z.r">

. v ol M est la masse des constituants, (3.1}

et l'énergie d'excitation monopolaire (excitation radiale) est simplement :

(3.17)

n

Cette énergie correspondra effectivement a un état physique excité (état collectif} seulement

si elle sature la régle de somme pondérée en énergie :

~ 3
m‘ = Z E \LH\Q\Oﬁ\ ) (3.18)
n "
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Afin d'avoir la structure de 1'état de plus basse énergie, il faudra ensuite comparer cette
énergie a celle de l'état correspondant a l'excitation d'une particule-un trou seulement, que l'on notera
iy Elplh' En ce qui concerne le nucléon, le premier etat excité de méme nombre guantique 1 = 12 et
T = 12 est la résonance Roper, de masse M = 1420 MeV. L'énergie d'excitation "monopolaire" est ici
de I'ordre de 500 MeV.

il est important de s'intéresser non seulement a i'énergie d'excitation de la résonance
Roper mais aussi aux largeurs de désintégration en TN et A . Ces largeurs nous renseignerons quant
a elles sur la fonction d'onde de cet état excité du nucléon. Expérimentalement, elles ne sont pas encore
déterminées avec beaucoup de précision et les différentes valeurs données dans les tables sont comprises

entre les bornes suivantes :

L21-
S - 135 * 70 MeV ,
Ve I
(3.19)

exg.
r‘ = 60 ¥ 30 MeV .
Ry

D'un point de vue théorique elles se calculent facilement A& partir de la régle d'or de Fermi.

On obtient alors 'expression générale suivante :

ot pui 2
r:!"—-a &n Y Lm S( Eﬁ * w‘-..- HP&‘) Z \\1 \ : (3.20)
2m’* Lus,

avec |'élément de matrice isovecteur M défini par :
Ll

e
" “e.r ,
™ =jare, 4 &\ T \B> , (3.21)
-t

et le courant de source du pion est, en premiére approximation (couplage du pilon aux quarks seulement) :

’i‘“ =-.&<3qu5<7 . {3.22)
La sommation I' représente la somme sur les états finals et la moyenne sur les états initiaux. Nous
verrons dans les paragraphes suivants comment ces notions peuvent étre utilisées d'un peint de vue plus

quantitatif,

3.2b - Modeles simples du nucléen

Nous mentionnerons tout d'abord quelques résultats concernant le modele de guark constituant.
Dans ce modale, le nucléon est formé de trois quarks de masse eifective 313 MeV (masse "constituante")

et interagissant par l'intermédiaire d'un potentiel non relativiste de la forme suivante :

¥

. - (3.23)
c \ r, —“f‘l \ - \foes (\1"‘ \"z\) .

—_—
el
I_'H

L

1
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La premiére partie de (3.23} simule le confinement des quarks et le deuxieme terme cotrespond au potentiel
d'échange d'un gluon. Ce dernier est responsable, entre autre, du splitting entre la masse du nucléon
et celle de la résonance delta. La fonction d'onde des quarks est alors solution d'une équatio.n d'onde
non relativiste {équation de Faddeev par exemple pour ce probléme 2 trois corps) et bien siir le mouvement
du centre de masse est traité exactement. Dans l'état fondamental du nucléon, les trois quarks sent

33,34

dans une orbite 15”2. Dans ce modéle les différentes gquantités importantes que nous avons discnées

dans le paragraphe précedent sont alors :

.
4y S 045 fm
W, = 1 Gev (3.24)
AE” =780 Mev

Enfin I'énergie d'excitation une particule-un trou {excitation d'un quark de P'état 1_5”2 a I'état 251/2)
est
AE = 750 MeV
L
~ . . ' N * ~ I .
Dans ce modele non relativiste, l'énergie AE sature la régle de somme en énergie (3.18).
* - P
On pourrait alors en conclure, aux vues des valeurs de A E et BElpl que ce premier etat excité

n'est pas trés collectif mais serait plutét décrit par deux quarks dans I'état s et un dans |'état 251/2.

1/2
Afin d'aller plus loin dans la description du nucléon dans le milieu nucléaire, tel que celui-ci
a été décrit dans les chapitres 1 et 2, il convient de construire un modle du nucléon fondé d'une part
sur un formalisme relativiste, et d'autre part construit & partir d'échange de mésons. Dans cet esprit,
les interactions non perturbatives quark-gluon et gluon-gluon sont représentées par P'échange de mésons
physiques. Le point de départ sera alors un lagrangien effectif, avec un terme de masse nulle pour les
quarks (masse physique) et satisfaisant dans la mesure du possible les mé&mes conditions de symétrie que
ie lagrangien de QCD, en particulier la symétrie chirale. Nous partirons donc du lagrangien du modéle &
tineaire, avec les champs scalaire ( X) et pseudoscalaire (1_1), et rajouterons le champ associé au méson
oméga. Ces champs sont définis de telle maniére qu'ils soient nuls & des grandes distances du nucléon.

Le lagrangien d'interaction aura alors la forme suivante :
- . _ - v
,,(’I____G «5](9‘1-\-*3’;_2-{)@] G-qY}. 9 (.25

Les champs de quark -g{x)- et les champs mésoniques seront iraités dans I'approximation
de Hartree-Fock- relativiste”> décrite en détail dans les chapitres précédents. Le nucléon sera quant
a lui décrit par trois quarks dans un état l5[",2. La constante de couplage quark-méson G est ici le parame -
tre fondamental du modéle. Afin de pouvoir comparer plusieurs conditions physiques différentes nous

choisirons cette constante de couplage de la fagon suivante :

<8

Gz Gy = (\"/r ) ) (3.26)

et nous €tudierons ce modéle pour différentes valeurs de a. La forme de la constante de couplage G{r}
est indiquée sur la figure 16. La valeur de r. sera choisie, pour chaque a, de maniére a obtenir la masse
physique du nucléon. Remarquons que ces différentes formes de la constante de couplage se recoupent
toutes au méme point défini par ry = 0,8 fm et G(ro} = 3,5. La forme (3.26) a bien slir été choisie pour

assurer -a la main- la condition de liberté asymptotique et de confinement de QCD {pour a # 0 tout




279

au moins). La fonction d'onde d'un quark - Po(?)— sera alors solution de l'équation de Dirac self-consistante

suivante :
R -
g_- ALYy jj'tql YWY = e, @) (3.27)
Gir) |
% ro. / avec la self-energie d'interaction :
t/
—— u -0 —— ’ —— p— rw—
.
/) | Py T (v) + ¥ T (0
0':‘ ot X ° W

!

. ’
Vi) -
./ ‘s Q= "":YDY'.}[T try+ 2 (ﬂ:l
™ oy -

{3.28)

Les indices x , o ""'j et représentent respective-
ment la partie correspondante a la contribution du champ

X , w (partie temporelle et spatiale) et =« .

Fig.l6 - Constante de couplage effective pour

differentes valeurs de a, voir éq.(3.26).

Dans ce modele relativiste, le lien entre le paramétre d'incompressibilité (3.13) et I'énergie
d'excitation monopolaire(3.16} n'est pas aussi claire, ceci notamment a cause de la contribution des états
d'énergie négative. Nous serons donc obligés d'adopter un point de vue plus pragmatique et nous calculerons
simplement le “parametre d'incompressibilité" défini par (3.13) sans le relier a4 une quelconque énergie
d'excitation (3.16). Il gardera cependant sa signification premieére,d savoir de mesurer la plus ou moins
grande facilité gu'aura un nucléon de se polariser (radialement ici) sous I'effet d'une contrainte extérieure
monopolaire. Plus ce parameétre sera faible, plus le rayon carré moyen du nucléon sera sensible a toute

contrainte externe. Nous pourrons par contre toujours calculer, dans ce modele, l'énergie d'excitation

Ip-Ih notée A El Ik Les valeurs du rayon carré moyen de la fonction d'onde des quarks, de K

et de ['énergie d' exc1tanon correspondant & la résonance Roper {pour un état{ 51/'2‘ L’Z) sont indiquées
dans le tableau 5. Il est intéressant, dans ce tableau, de comparer les variations du rayon carré moyen
avec celles du parameétre d'incompressibilité pour les différentes valeurs de a envisagées. Ainsi que I'on
pouvait s'y attendre le nucléon sera d'autant plus polarisable que son rayon sera grand. D'autre part
I'énergie d'excitation lp-lh varie fortement avec KC et suit qualitativement la loi {3.16). Les largeurs
de désintégration que l'on peut estimer dans ce modéle sont compatibles avec les bornes inférieures
des valeurs expérimentales (pour la partie R—» n N tout au moins), dans la mesure ol a est supérieur

a 3.

Nous insistons particulierement sur les valeurs relativement élevées des largeurs de désin-
tégration (3.19) car elles sont trés sensibles au caractére collectif ou non de la résonance Roper. Ainsi,
dans un modéle de sac Chiral, cette résonance peut &tre interprétée comme un mode de vibration de
la surface du sac ("breathing mode")as. La position en énergie de la résonance est reproduite trés facilement
mais par contre les largeurs de désintégration obtenues dans ce cas sont inférieures a 20 MeV, Cela tient
en particulier au fait que les fonctions d'onde décrivant e mouvement de la surface du sac dans le cas

de la résonance Roper, d'une part, et du nucléon et de la résonance delta, d'autre part, sont orthogonales,
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a Ke Elplh ez 12 M- M by
(MeV) (MeV) (fm) (MeV)

1,0 - 2,7
0 1,0 300

1,3 0 3,7

0,8 - 2,5
1 1,5 450

1,0 -20 1,6

0,7 - 2,3
3 3 650

0,8 -40 3,5

0,64 - 2,2
20 10 750

0,65 -70 3,2

- Tableau ¥ -

Propriétés du nucléon dans la matiére nucléaire (rayon carré moyen, masse, moment magnétique du
proton) dans le modéle simple du nucléon décrit en 3.3. Pour chaque valeur de a, la premiere li-
gne est relative aux proprietés du nucléon libre. Les valeurs du paramétre d'incompressibilité (K H
et de I'énergie d'excitation correspondant a I'état ( ls ) Zs {résonance Roper) sont aussi
Sooe /2 12

indiquees.

Remarquons enfin qu'il est important de comparer & la fois la valeur du paramétre d'incom-
pressibilité et celle du rayon carre moyen. Dans les deux modéles de quarks présentés dans ce paragraphe
{relativiste et non relativiste), on peut avoir la méme valeur de ce paramétre mais une valeur trés différente

P P
pour le rayon carré moyen du nucléon. Comme celui-ci intervient & la puissance & dans la définition

(3.13) de Kc’ ces modeéles correspondront a des valeurs trés différentes de m_y-

Avant d'aller plus loin, nous résumerons quels sont les enseignements gque l'on peut tirer
d'une telle étude. La position de la résonance Roper permet d'avoir une estimation de la valeur de la
compressibilité du nucléon, en suivant le tableau 5 par exemple. Dans cette démarche il est important
de rester trés prés de tous les différents résultats expérimentaux concernant cet €tat. La valeur de ce
paraméfre d'incompressibilité, selon (3.13), indique alors la plus ou moins grande facilité qu'aura le nucléon
de se polariser dans le milieu nucléaire. Nous envisagerons principalement dans ce cours les modifications

de son rayon carré moyen et de sa masse.

3.3¢ - Polarisation du nucléon dans la matiere nucléaire

Le principe du calcul est résumé schématiquement par la figure 17. Sur celle-ci les champs
moyens de W~ et (. sont générés par les nucléons de la matiére nucléaire selon l'équation (1.20) et I'équa-
tion similaire pour la partie temporelle du w . La fonction d'onde des quarks sera alors solution d'une
équation de Dirac et ils seront soumis, en plus des termes d'interaction propres définis par (3.28), aux

potentiels d'interaction externes suivantscalculés dans I'approximation de Hartree :
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Tlr) = G T Y, 6V, (3-29)

E’L“i.o N
q Pour le modéle {a) de la matiére nucléaire (tableau 2} les champs mo-

yens ont les valeurs suivantes :

Fig.17 - Le nucléon dans la ma-
tiere nucléaire : couplage des
quarks aux champs moyens de @
et w calculés dans la matiére
nucléaire d'aprées (1.20).

T - 40 MeV |, V, = 25 MeV (3.30)

L'équation définissant la fonction d'onde des quarks est alors :

e = A ~ ~ ~
425 nro o Euliw - Lo, o
~ - - . - - - ~ b ~
d'ol l'on en déduit immédiatement les valeurs du rayon carré moyen - «riy - et de la masse -M- du
nucléon dans la matiere nucléaire. Ces valeurs dépendront alors de la valeur a choisie pour la constante
de couplage G(r} et donc de la valeur du paramétre d'incompressibilité, ainsi que cela est indigué dans

le tableau 5. Nous pouvons faire & ce sujet les remarques suivantes :

- Le rayon carré moyen de la fonction d'onde des quarks augmente dans la matiére nucléaire et ce dautant
plus que le parameétre d'incompressibilité est faible, ainsi que nous l'avions déja prevu. Ces variations
peuvent atteindre 30 % dans le cas le plus défavorable. Par contre, pour des valeurs faibles du rayon

carré moyen du nucléon libre, les variations sont beaucoup plus faibles (jusqu'a 3 % au minimum).

- L'énergie propre du nucléon par contre varie trés peu pour des faibles valeurs de KC et elle peut

étre réduite, au maximum, d'environ 10 %.

- Le moment magnétique du proton, calculé ici en tenant compte aussi de la contribution du champ
pionique au couplage électromagnétique, est trés fortement augmenté, guelle que soit la valeur de a. 1l
est certainement important de confirmer quantitativement de telles variations car elles pourraient avoir

des conséquences quant au moment magnétique des noyaux.

1l faut bien réaliser que ces résultats ne sont pas totalement incompatibles avec les différen-
tes approches, au niveau des degrés de liberté nucléonique et mésonique, que l'on est déja habitué¢ a
prendre en Comptez. En particulier pour les moments magnétiques, les corrections dues aux courants
d'échange sont une certaine maniere de représenter ces effets de polarisation du nucléon dans le milieu
nucléaire. Il est certain qu'une étude plus poussée est nécessaire pour pouvoir répondre avec précision
4 toutes ces questions. En tout état de cause, il apparait tout de méme que les variations quantitatives
attendues de la masse et du rayon carré moven du nucléon dépendent de la valeur du paraméire d'incom-
pressibiiité de celui-ci. On I'a vu dans le cadre du modele relativiste simple développé ici. Ces résultats
devraient étre plus généraux, tout au moins d'un point de vue qualitatif. Lorsque ce parametre d'incompres-
sibilité est déterminé de maniére & ce que la position expérimentale de la résonance Roper ainsi que
ses largeurs de désintégration soient correctement reproduites, alors ces variations sont relativement
faibles, au plus de l'ordre de 10 %. 1l n'est pas trés facile, d'un point de vue expérimental, de séparer
de tels effets de ceux, plus triviaux, correspondant a des processus purement nucléaires et cela d'autant
plus qu'ils somt faibles, Citons tout de méme quelques observables qui ont déja été mentionnées dans

la li'ctératurew’31 :

- Les densités de charge des noyaux dépendent directement, par les équations (2.17) et {(2.18) du
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208pb, la densite de charge devrait &tre réduite gquelque

rayon du nucléon. Au centre d'un noyau comme le
peu lorsque le rayon du nucléon augmente. Malheureusement, il apparait que les corrections les plus

importantes sont, dans ce cas, celles provenant des corrélations R.P.A.

- Les fonctions de structure longitudinale et transverse de la diffusion quasi-élastique (e,e',p) sont
sensibles aux facteurs de forme électrique et magnétique du nucléon. Ceux-ci seront fortement modifiés,
a haut transfert, par la variation du rayon du nucléon ainsi que de celles du moment magnétique du proton
et du neutron, Ces variations permettraient, dans une certaine mesure, de reproduire les données expérimen-
tales récentes. La situation n'est cependant pas aussi claire puisqu'il apparait que des corrections relativistes,

dans un formalisme analogue & celui développé dans ces chapitres, peuvent &tre aussi dominantes.

- Enfin, & trés haut moment de transfert dans la diffusion trés inélastique de muon (effet E.M.C.),
les différences entre les fonctions de structure de plusieurs noyaux peut s'expliquer par une augmentation
du rayon de confinement des quarks. Cette explication n'est cependant, peut-&ire, qu'une certaine repré-

sentation des effets de corrélations dans le milieu nucléaire.

Les résultats les plus significatifs actuellement sent, semble-t-il, ceux relatifs a la diffusion
d'électron sur 1'3He, lorsque I'on s'intéresse au scaling ¥ (voir la référence 37 pour plus de détailsh
Une borne supérieure pour la variation du rayon et de la masse du nucléon est estimée a 6 9 dans ces

experiences. Cette valeur est consistante avec l'analyse présentee dans ce chapitre.

Nous pensons avoir montré, dans ce cours, la richesse de cette nouvelle description de
la structure nucléaire et des nombreuses conséquences que cela pouvait entrainer, pour les réactions
proton-noyau par exemple. Ce sujet est loin d'étre clos, comme on peut aisément s'en rendre compte
par toutes les approximations que l'on a é€té obligé de faire, toujours au détriment d'une véritable cova-
riance (invariance relativiste) des résultats. Il n'en reste pas moins que de nombreuses perspectives ont
pu étre ouvertes par cette approche pour une meilleure connaissance microscopique de la structure

nucléaire, et des relations qui peuvent exister entre la structure du nucléon et la structure du noyau.
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Appendices

1. Notations

1} Les coordonnées d'espace temps (t,x,y,z)=(t,X) sont représentées par le quadrivecteur (contravariant) :
o . T 3 -
e {(», %, 2,22 (&,3) -

La norme du quadrivecteur x* est :
£y . - &
X = X'F °

oll X est le quadrivecteur covariant défini par X, 7 By x/ et ol 'on somme sur les indices répétés.

gii y €St une matrice 4 x 4 qui définit la métrique de l'espace-temps (métrique de Minkowsky)

2) De la méme maniére le quadrivecteur impulsion énergie s'écrit :
[ 1 Y - -
P = (FLeLe.e®) = (B)R)

ou encore dans l'espace des coordonnées :

P T P e L T
Dl W

d'oll

?r‘? = "’_)—-—- r)—_ = O = -6‘ -b‘
r an Tah Y

3) Toute matrice 4 x 4 peut étre développée sur une base de 16 matrices particuliéres, indépendantes

que l'on choisira ici comme suit {matrices de Dirac) :

. 410
YY" = ¥ e m——
Q ' 2
o 1
(V)
[
bt - o | <
LR A S R -
- |
_ﬁ'i O

—
Chaque carre represente la reduction de la matrice dans un espace de dimension 2, O sont

les matrices de Pauli habituelles et 4l représente la matrice unité dans cet espace.
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1
s o4
|
(A) ¥9. %, - (__ﬂ_‘_ ,
4 , ©
” .
(T) AR T 10 & pav L ove ot
2
(v ) & "
T /.,,= Jd oy )
On utilisera d'autre part la notation suivante ? = Ypap pour représenter le produit scalaire

d'un quadrivecteur a" avec les matrices Tu de Dirac et enfin a = a’ fo ou a’ est l'adjoint de a.

2. Energies moyennes dans la matiére nucléaire

Nous allons détailler ici le calcul de la valeur moyenne du hamiltonien (1.30} dans la matiere

nucléaire :
Ch v d > = 2, 1 Tid >+ chivid (A.D)

dans le cas simple ol V représente le potentiel d'échange d'un méson @~ et d'un meson ws .

1. Energie cinétique

“d 1ITig y = 2! d¢ -“C(?‘,%T)K_"'-E" +3’°"‘1M(_?: 2F) . (A2
ST @11)1’
fe-S.p

La somme sur l'isespin {cas de la matiere nucléaire symétrique) donne un facteur 2 et Si
représente la sphére de Fermi définie par pg Pg- Le spineur d'un nuciéon dans la matiére nucléaire est
défini par (1.46).

La sommation sur le spin est une opération standard. Si l'on explicite les sommations sur

les indices a, b correspondant a chaque composante du spineur :
-+ - - + o
' W@ anfae % tﬂ“ (pet) = 2 e (D) [4¢€~% w :,b (*), (A.3)
5 ES -

et en utilisant la relation caractéristique
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?uq(?,s,.t) 'J.b (¢,%9= %’(7!+H') *gr ‘;,;’:(f"u-‘\') 3 *S““' (A.4)
A

x + =
2 va 2z o z

pour des spineurs d'énergie positive, on obtient alors immédiatement :

> & ¥ -
2 4;:’ ]‘r|¢° v = .Z/ d_?_ -rr £Y 4 ( T_F - N)l , {A.5)
ves @ys 2t
3

d'ou en reprenant les calculs standard de trace53 3

?
3 - -
< b ITIE, S = [ ¢ dp [vikr) +HHLr)] ; (A6

e

g ~
avec les définitions (1.48) pour P(p) et M(p).

2. Energie potentielle

En suivant une démarche analogue on obtient pour l'échange d'un méson - et w:

2.a) Partie directe

L] oy
a d
> i €. fr
“h1iere 3 2, ﬂ“‘» ,
S. 2w’ (2m)
z

‘&
w.r'_

K‘u\: (;‘9 ‘-.J‘B‘) M (-.é'l ;"’m-a»)]
(A.7)

k"
bt

[_ _3;_1 ] [ IL(?L,',M':;) “‘L(?z.:"za"},)] )

La sommation sur les isospins donne un facteur % et par réduction des sommations sur les spins au profit

de calculs de traces, avec

- - w "

§ KT s, 7)) (7 5,3 )=T LA N LTS V¥ 5
" » L 3
2& £
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on obtient alors :

. q L 2 fe . A * y 3t 7
< Ve Id>= -1 25 —tf vde*"l&’j} 2 -7 = f (A.9)
2 nra. m - Mg
De méme pour I'échange du ¢ !
L fe t 2
» L3 2 J T VS (A.10)
< IV, ¢, >= L 9= - p 4 gz L =
Q g ° 2 w ¥ i ¢ 2 w e g'.':
£k - A¥ Y
ou l'on a utilisé la condition de normalisation des spineurs Uty = L.
2.b) Partie d'échange
e vl g ‘ Yo Lo [ g
-] r ] >= - E M {?ZJ “':TL) M(?‘, ""‘r‘)
*"‘* AN N
{A.11)
3 T
- L2 = - g
[ T sy [ “(P"S"T') (e, '5’-'11)] ’
'ﬂ +9q

et a‘.: ]3; - _p.l représente le moment transféré par le méson T (et l'on a négligé ici les effets de retard

en prenant q = 0). La sommation sur les isospins donne un facteur 2 par la condition :

Z"‘z‘z

C.
308 =¥,
'c'_ rL
D'autre part :

S8y

[M(Pl«a star;-) "M'(-Pn i)][‘# (f ), Z ) J"(?,‘&wt_;)l
T.,rb (A.12)

L] L x k 1 A

-_— v Y | ~ " Sy A

2 I,{fz Mkl fa M, s A {J, 2(.&) Q(Qz):é...g’ .tHL{,)Ml?,)I‘
152* ‘zan*

Enfin I'intégrale sur la partie angulaire fait intervenir les contributions suivantes :
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b L7
]/dﬂ-.dn,_ - LA B SRS N IEA

z P— (9(?”?""“") ’
—_ g T L% L
“-r - (?z,"?\) F.%e Mﬂ' '\'(?.—'?..) ¢

(A.13)
oy © 1 e,
[jdn\ d.nz b ¥y 3‘ *? +m¢ @(QHQ,J ) ...1

\M: + (h‘;q, --é\)‘ ?.e’" e C

9—1 E? (?') ?IJ “G) )

€. 0y

Iy

- L . . . - .
avec cos(@} = PoP)ys 'B representant le vecteur unitaire suivant la direction de p. Finalement

A‘gl\/:l\ﬁ‘,‘.b:

2,
3« jhd?‘ j @, dez_ LJ\ " gy (?1')1@(?"?”“')
13 A

(A.14)
-2 ?(?\) ?(.?:.J ? (.P'J €z, \M‘,')} J

et de méme pour 'échange du

2, IV, Ly = - jf-h /f. de. f(’,,**e1 B\X"*;‘(e.):‘(eu) -?-1@(?-.?:, o)
L6

(A.15)
- A —
+ B Py e e P leLe, ),
De maniere plus générale on écrira les énergies potentielles d'échange sous la forme
A A
«$ vTig, > z‘f (? f g 40, { Ble,en)v Blese) Mieanin)
w
A A N ~ (A.16)

+C'£?.,F:_J 9(?:) P.(?;,) - ?(?u?z) e (o) H[?z.)
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