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LES CORRECTIONS AU CHAMP MOYEN NUCLEAIRE : DES EFFETS NON-RELATIVISTES SEULEMENT ?

P. GRAKGE

Physique Théorique, Centre de Recherches Nucl&aires, Strasbourg

RESUME : A partir des propriété&s générales d'analyticité et du développement de 1'opérateur de
masse en termes de 1'interaction effective entre les nuclBons, on examine les corrections non rela-
tivistes au champ moyen nucléaire. Ceci montre que 1'étude du potentiel du mod&Ele optique dans le
milieu nucléaire domne le lien consistant existant emtre le potentiel nuclaire et les collisions
résiduelles introduites dans les approches de transport nucléaire du type Landau-Vlasov. Des
congsidérations sur le traitemént du canal inélastique nucléon—nucléon et des propriétés saturantes
spéeifiques au formalisme relativisté covariant du Lagrangien effectif indiquent que les correc-
tiong au champ moyen nuclBaire dépassent le simple cadre du formalisme non-relativiste couramment

utilis&. La nécessité d'une théorie quantique relativiste du transport nuclé@aire est discutée.

ABSTRACT : From general analytical properties of the mass operator and from its expamsion in
terms of the effective interaction between nucleons, non-relativistic corrections to the nuclear
mean field are examined. This shows that the study of the optical model potential in the nueclear
wedium provides a consistent link between the nucléar mean field and residual cellisions occuring
in nuclear transport approaches of the Landau-Vlasov form. Considerations on the treatment of the
N-N inelastic channel and specific saturation properties of effective Lagrangian formalisms show
that corrections to the nuclear mean-field go Beyond the usual nen-relativistic framework. Hence

the necessity of a quantum relativistic nuclear transport theory is discussed.

INTRODUCTION

Les collisions d'ions lourds & haute Energie font actuellement 1'objet de nombreuses expé-
riences afin d'8tudier les propriétés de la matidre nucléaire en dehors des conditions normales de
pression, densité et température. A mesuré que les données s'accumulent (transfert en moment,
multiplicité de particules, distribution en masse, ete...) le cadre théorique pour leur interpré-
tation et discut® lors de cette Bcole esszaie de fairé le lien entre la théorie Hartree—-Fock dé-
pendant du temps‘ (TDHF) satisfaisante 3 &nergie incidente faiBle (£5-10 MaV/A) et les modéles de
cascade intranucléaires (INC) utilisés 3 grande énergie2 (2100 MeV/A). Dans ce domaine d'énergie
intermédiaire on s'attend & ce que le mouvement collectif du champ moyen et les excitatioms
nucléoniques individuelles agissent de mani&re compétitive et corrélées enm accord avec les lois
de conservation usuelles.

Le but de cet exposd est de rappeler, & partir des propri&tds générales de 1'op&rateur de
masse M(lk,w) du probléme i N-corps non-relativiste, les contraintes existantes entre le champ
moyen nucléaire et les corrections de correlation lides aux diffusions nuclBoniques individuelles.

Avec les Bnergies de collisions d'ions lourds croissantes cbtenues actuellement, les dis-
tributions en moment des nucldons sont telles que le traitement des canaux inélastiques dans
les diffusions nucléon-nucléon individuelles est & considérer. Jusqu'i une Energie de diffusion
Tlabz‘ GeV le canzl inélastique est dominé par les excitations virtuelles des Etats iscbariques
A et le formalisme approprié & cette description est covariant relativiste. Dans ce méme forma-

lisme les propriétés spécifiques de 1'opérateur de masse indiquent qu‘aux corrections de corré-

lations au champ moyen nucléaire s'ajoutent des contributions spécifiques " saturantes " impor-
tantes liSes & la possibilité d'excitation virtuelle de paires nucléon-antinucléon. Une approche
covariante relativiste du transport semble donc nécessaire pour décrire les collisions d'ioms
lourds méme aux énergies intermédiaires et son développement eat déji un objectif th&orique

R 3
majeur”.
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Les aspects "

standards " des corrections au champ moyen nucldaire non-relativiste feront
1'objet d'un ler paragraphe. Dans une 23 section, le probléme de ces corrections sera reconsidéré
dans le cadre d'une formulation relativiste en essayant de mettre en &vidence certaines propriétés
spécifiques importantes de l'opérateur de masse que le formalisme non-relativiste ne peut pas

prendre en compte ou fait apparaitre de facon moins directe.

I. ASPECTS "STANDARDS " DU PROBLEME NON-RELATIVISTE

Dans le modéle des particules indépendantes (mpi) il est fait 1'hypothZse gque chagque
niucléon se déplace dans un potentiel Ul (k) sans collisions avec les autres nucléons du milieu.
Ce potentiel peut &tre généré€ par les autres nucldons, peut dépendre des vitesses, etc..., mais
agit en fait comme un potentiel externe. Soit eO(k) 1'énerpgie de chaque nucléon, somme de 1l'éner-

gie cinétique (h=1} et de 1'énergie potentielle U (k) :
k_2
e (k) = 7=+ Uwy . {I.1)

L'état fondamental |¢0> du systéme est non corrélé et est celui d'un gaz de Fermi de densité o .
donnée. Tous les &tats sont occupds jusqu'au niveau de Fermi :

(s]
‘EF L eo(kF) . (1_2)

oli, pour un milieu nucldaire symétrique (N=Z),
Ky = Griin '3 \ (1.3

. L ’ " . 4 =
La distribution en moment no(k) des nucléons est donnée par la valeur moyenne sur‘{w0> de 1'opé—

rateur nombre d'occupation a+(k)a(k) :

k) = < a" 0 a@ |y >

= O(kymk) . (I.4)

Supposons qu'en plus du potentiel 1) (k) les nucléons ressentent encore entre eux les effets d'une
q P P

n "

interaction " résiduelle ". Alors le fondamental !$> du systéme sera différent de {wo> et sera

1

dit " corrélé " par 1'effet de cette interaction résiduelle. La distribution en moment

n(k) = <plat (k) a(k)|y> (1.5)

va donc différer de l'expression (I.4) et des considérations généralesb dont 1l sera question plus
loin, indiquent que la forme attendue dé n{k) est célle représentée par la courbe continue de la
figure (I-1).
Cette figure attire 1'attentionm sur deux quantit8s importantes
i} 1'aire hachurée qui est une mesure de 1'importance des corrélations dans 1'état fondamental

>

ii) la discontinuitd en kF de n(k)

n(kF—O) - n(kF+0) = Z(kF)
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n(k) A ———-"——""].'l(k)

- — —— (k)

1 2 k/kp
Fig. I-1

qui, nous allons le voir, est relide & la densit& d'&tats en ]&

Revenons au modéle des particules indépendantes défini par les éqs (L.1) & (I.4). De la définition

générale des fonctions de Greenh de particule simple, les parties " trous " G(h) ' particule "
Gip) du mpi a'é@crivent :
Ggh)(k,t'-t) = i0(t'-e)<p_lat (, Dal, e [,> .
= i exp[*ieo(k)(t~t’)}g§k)9(t’-t)
(1.6)

Qe,t'=t) = -i8(t-t" )<y lalk,t)a’ (e ¥ >
LI ex‘p[—ieo(k)(t-t')]n>(k)8(t-t'),
ol n<(k) = no(k) = G(kF-k) et n>(k) = 1-n<(k).

Dans la gsuite nous serons amenés & développer certaines considérations & partir de la transformie
de Fourier par rapport au temps, G(k,w), de la fonction de Green. Dans le cas de mpl, cette

transformée de Fourier a une expression particuli&rement simple :

G_(k,0) = Géh) (kw) + Ggp)(k,m)

n_{k) o (k)
= < + 2 (I.6")

w-e (k)-in u-e _(k)+in

Dans la relation {I.6')1'infinitésimal *in vient de la représentation int&grale de la fonction
saut. Par exemple
=-iw(t-t")
ey = - Qwe  _ ° 1.7
b(t=ch) 27 win - (T.7)

-0

Cet infinitésimal refléte la nature de la propagation " avancée " (-in) ou " retardée " (+in) de
(h)(k t=t') et G(p (k,t-t'} respectivement. La forme (I.6) montre que les pdles de G(p) (G(h)) se
trouvent dana le dem1 plan inférieur (supérieur) et que G(p) (G(h)) est analytique pour Im w > O
(Im w < 0) (figure I-2).
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Fig. I-2. : les coupures et les pSles respectifs des parties
(p) {h}

(k) (e (O
de la fonction de Green.

" particules " G (zg}et " trou " G

En pratique, comme il est montré par ailleurs (cf. le cours de C. Wagner) les niveaux iden—
tifiables dans un schéma m.p.i. sont rares. Ils sont limités 3 des niveaux au voisinage de 1'&ner-
gie de Fermi des noyaux doublement magiques 3 plus ou moins un nucléon. En général on observe
expérimentalement que toute la force d'une configuration de particule simple {¢} n'est pas contenue
dans un seul &tat du noyau résiduel mais Zfafde sur un intervalle d'énergie. Soit done P; la
largeurd'8talement d'uﬁ &tat de particule simple {a}. Le principe d'incertitude nous dit qu'il

existe un temps ceractéristique maximum T (durée de vie de la configuration {a}) tel que :
+
r,*tT="n (1.8)

La majorité des &tats de particule simple des noyaux sont donc non-gtationnaires, c'est-@-dire ne
se comportent pas en fonction du temps comme dans leg &quations {(I.6) mais décroissent sur un

L1

temps caractéristique donné par T. Le mod&le optique (MO) est l'extension " naturelle " du m.p.i.

qui tient compte de 1'existence de ce temps T. Ainsi on &crira par exemple la partie particule

G&g)(k,t) de la fonction de Green socus la forme suivante :
(p)(k t) = -iexp|-ie(k)t~ —svn, (K)O(L) (1.9)
o ™ P 7T | M . : .

Si on pose :
weo = 1], (1.10)

on obtient pour la transformée de Fourier Gno(k,w) H

S o)
o (k) Gy (ksw) + Gt (k,uw0)
. (T.11)
) n<(k) . nSCk)‘
K’ 2
wo o = V(Ry=iWlk) o " Vik)+iW (k)
Dans ce cas le potentiel optigque M(k) est indépendant de 1'énergie et est donné par :
M(k) = V(k) - iW(k) . : (I.12})

Il est important de noter 3 ce stade que les pdles de GMo(k,w) situés " prés " de 1'axe réel défi-

nissent des configurations voisines de m.p.i : on les appelle " quasi-particules ". La validité

Ll "

du concept de " quasi-particule " est donc liée 2 1l'amplitude de la partie imaginaire de M, ici

W(k). D'une fagon plus générale l'opérateur de masse M{k,w) du systdme corrélé est introduit par
4,

la relation
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G(k,w) = !

2 (I1.13)
k
[ m - M(k,w)

Nous discuterons plus loin quelques propriédtds génériques importantes de cette gquantité. Les pdles
de G{k,w) sont les racines de 1'8quation :

2
W= -— + M(k,w) . (I.14)

2m
Soit e(k) la partie réelle de ces racines. Pour celles qui sont prés de 1'axe réel e{k) est

1'2nergie de quasi-particule. Cn a :

) .
e(k) = % + Re[M(k,e (k)] (1.15)

" n

L'opérateur de masgse M(k,w) &valué 3 la valeur w~e(k) est dit " sur couche ". Pour les valeurs de

W au voisinage de e(k) on peut dcrire :

Re (M(k,u)]= Re[M(k,e(k)] + [u-e(i)] [oRe (u(k,w)} /o] ®
(I.16)

+ O = een?) .

Reportons dans 1’expression de G(k,w), en supposant que Im[H(k,m)] = Im[ﬁ(k,e(k))], pour cbtenir :

ele,w) = 2 (k) v By (1.17)
we (k) +1Z (k) ImM(k,e{k)) ’

avec

27" = [1- 9Re {Mk,w)} /5] ) | (1.18)

w=e (k)

Dans le terme GB(k,w) de 1'8q. (I.17) est cachée la partie incohérente de la fonction de Greens,
c'est-d—dire celle qui ne donne pas lieu i une &volution en temps de type oscillatoire amortie
(cf. &gq. (I.9)). En comparant {I.17) et (I.11), on voit que l'approximation de gquasi-particule

pble simple ".

revient & négliger GB(k.w) et 3 ne considérer que les contributions du type "

~ Notons cependant que par rapport & (I.}1) Z{k)#1 &t que w(k)=z(k).1m[n(k,e(k))] ¢t les parties
imaginaires du potentiel optique et de 1'cpérateur de masse &valué sur couche différent dans le
rapport Z(k) qui est le répidu de la fonction de Green au pdle de quasi-particule.

Revenons 3 l'équation (I.15) déterminant les &nerpgias e(k). Au lieu de chercher & k fixé
les valeurs de w T e satisfaisant (I.15), considérons w fixé et cherchons les valeurs ko(w)
satisfaisant 1'é&quation :

2
W= Re[M(ko,m)] . (I.19)
Pour la elarté du raisonnement suivant, faisons 1'hypoth&se (en fait bien vErifige expérimentale-

ment pour des valeurs de w < 100 MeV)

Re[M(kD(w),m)] =YW =V +aw (1.20)

x .
et définissons a = 1 - %; . Lz solution est alors telle que :
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|
we=_2 .3 . (1.21)
2 m*
Pour ume dépendance non linfaire en w de V(w) on définit en général
x H
m _ dviw}
— | ™ . (I.22)
et on obtient la velation bien comnue de la vitesse de groupe de la quasi-particule :
k
v .._:.._‘%‘9_ . (I.23)
£ o

La durée de vie de 1'&tat de quasi-particule &tant T, la distance parcourue pendant ce temps, ou

libre parcours moyen A, est donc 3

k

o .
A= Vel = E .2z(k)Im[M(ko(m),@)] (1.24)
ko [
= vme | 2Tm|M(k (m),m] . (T.24%)
T, °
Dans la relation (I.24%) nous avoms introduit la quantité m telle que :
a
* M -1
m__o _[z(k )] (I.25)
mn ™ o
mk .
=2, Zu (I.25')
m m
De {I.22), (I.18) et (I.25') on cbtient :
L . 5
== [1- QReH(k,m)le]tO:e(k) (1.26)
. -1
m—k - [1 + I anen(k,w)/ak] . (I.26%)
m k
w=e (lc)

A travers ces quelques rappels on voit done qué 1'étude de la dépendance en (k,w) de 1'bpérateur
de magse est nécessaire pour la connaissance des propriétés de transport (libre parcours moyen A,
masse effective %;~ etc...) du milieu nucléaire.

Nous allons maintenant rappeler quelques propriétds générales de 1'opérateur de masse qui
permettront de faire le liem avec les termes de gain et de parte introduit dans les approches de
transport expos€es par ailleurs dans cette &cole (cours de Ch. Grégoire).

8i v(X;,) représente 1'interaction entre deux nucléons du milieu, le développement pertur-
batif de la fonction de Green4 en puissance de v conduit i celui de l'opérateur de masse. Dans ce
développement un nucléon dans un Etat (k,w) interagira avec un, deux, trois, etc..,. nucldons du
wilieu. Soit, si nous représentons par une ligne pointillée 1'interaction v entre deux nucldons,

la sé&quence :
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e - Y2 awl__¥ _Z

c! d'
M(k.m)-(k))](-_‘.’-EOj_;. c T LAY B % R
d
o

(k,m) __..,_‘i.—-— (k,w) _"\J"___

1 2 | 2

= Hla + Méa + M3a + ... (I.27)

Dans le cas correspondant i Mla}es nucléons (1) et (2) interagissent une fois sans changer leur
&tat respectif (interaction directe). Dans le cas correspondant i M2a’ (1) et (2} interagissent
une premiére fois en changeant d'état, puis une deuxiéme interaction les raméne dans leur &tat
initial respectif etec.... A chaqué graphe ainsi dessiné éorrespond une expression algébrique pré-
cise déterminée par 1'algdbre de commutation des opérateurs de création et d'annihilation a+(k) et
a(k) introduit plus haut. Au cours des interactions successives les états des nucléons (des fer-
mions) ne peuvent changer que vers des nouveanx &tats autorisés par le principe de Pauli, c'est-3—
dire des &tats non occupés et donc au-dessus du niveau de Fermi. Il est possible d'effectuer la
resommation de fous les termes en ™ &chelles " complétant ceux &crits en (I.27) i travers la défi-

nition d'une interaction effective g ob&issant i 1'é&quation intégrale suivante6 H

| cd><ed|
gw) = v+ v § n(cdn (d) —— g(w) . (1.28)
{e,d} w-e{c)-e(d)+in :

~ o~

Dans cette relation e(c) est 1l'énergie du nucléon dans 1'état intermédiaire {¢>. On reconnait en
(I.28) une forme intégrale analogué i 1'équation de Lippman-Schwinger de la diffusion de deux
nucléons libres. Les effets des autres nucléons (effets de milieux) se manifestent par la présence
dag termes n>(c), n>(d) (cf. &q. (I.6)), et par l’énergié e(c) non purement cinftique. 83i on se
limite 3 ce type de contributions ainsi regroupées pour définir g(w), 1'approximation obtenue pour

1'opérateur de masse est dite approximation " Brueckner—-Hartree-Fock " (BHF) pour laquelle on a :

UYpp (ko) = ] 0 (D<kijlatoreGD >, (1.29)
3

Dans cette expression l'interaction effective doit &tre calculée selon (I.2B) pour une valeur de w
déplacée de e(j). Il est clair que g(w) &tant une quantité complexe, MﬁHF(k’m) 1'est aussi. A par-
tir de 1'équation intégrale de g(w) om obtient sans difficulté que les parties réelles et imagi-

naires de MBHF(k,w) obéissent 3 la relation de dispersion suivante :

I (kyw') | dw'
e o] - 72 [ Pl ) : .30

ww'

°F

oli PP désigne la valeur principale de Caudry. Une relation de dispersion analogue est établie& de
fagon tout 3 fait générale pour 1'opératéur dé masse gloﬁaie M(k,w) et il est donc satisfaisant
que 1'approximation BHF soit en accord avec les propriétds analytiques générales de M. Il est
important ici de noter que, en raisom dé la définition (I.28) de g(w), une contribution & M{k,w)

du type :
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g (w)

e

glw}

n'existe pas. Par contre la contribution suivante existe

(W

— mmp e -

+ ore

glw

Nous la noterons MZb(k’w)' Elle a pour valeurj :

<25 lee (i) e (0] fas, |2

1
sz(k’w) = E . (1-31)

ZL S n (dn (@
.]! 2

wré (d)—e(j)-e (L)-in

Cette contribution 2 M(k,w} vient immédiatement aprés le terme Mour (28 ordre en g). Ces deux
contributions sont easentielies dans l'argumentation 3 suivre.

Avant d'aller plus loin il est légitime de se demander pourquoi se limiter 3 cet ordre en
g dans notre approximation & 1'opérateur de masse totale M(k,w). On peut répondre partiellement A
cette question de la fagon suivauté. Il ést facile de représenter et d'écrire 1'expression algé-
brique de la contribution suivante faisant intervenir trois matrices g. Graphiquement elle est

donnée par :

(k)

Dont l'expression algébrique correspondante e5t5’7 $

M (,w) = - 3 Zj a (i)<kj|sfwre (] fxj>,

|<iglefetidre )] |ed>, |

x ] n_(Wn_(c)n_(d) (1.32)
L fe(i)+e()-e(c)-e(d)]?
=~ 2§ 0.Wn, (@, (@ ,<jt|g ear<ca|2 g|j2>
- ch< > > AR2 efasr nle T~ A
0 (ir<kiglkj>, (1.32")

oli nous avons symboliquement &crit le dénominateur d'énergie comme e et représentf les contraintes
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dues au prinecipe de Pauli par Q.

La fonction corrélée i deux corps <r1r2|¢§§%>est telie que :
Q lies - toe (2)
<yr,l ¢ elit> = <ryr,lie <E152ijy, O (1.3

oit <r|r2|j£>=¢j2(r1r2)‘représente une onde plane 3 deux nucléons.

D0 peut donc rédcrire (I.32') comme suit ;

1 ) 2 2
Mylk,w) = - 5'3% “<(E)n<(J)JdE|d£2|¢i&(f152)”wig)(5152)|

-

x<kjlglki>, . (I1.34)

"

En définissant 1'intégrale de " blessure " moyenne K , Dar

2 2
K, - p‘j drydry|o,(ryr)) - ‘J‘Jgn,)(flfz)' >av (1.35)

- " . . . .7 .
ol <'>AV dénote la moyenne prise sur leg états 2,m en—dessous du niveau de Fermi , on voit que

M3(k,m) est tel que i
My (k,w) = = Hz Myplk@) . : (1.36)

A cet ordre la quantité F{Z apparait comme le " petit " paramétre du développement de M(k,w). Les

3 de la densité nucléaire p, Hz est de

calculs montrent que pour une valeur normale po=0.{7 fm '
1'ordre de 0.2 mais varie fortement avec p. La valeur de t{z n'est rien d'autre que l'aire hachu-
rée de la fig. (I-1), si on considére que l'état fondamental corrélé ]w> ne fait intervenir que
des corrélations 3 deux corps.

Nous voyons donec que, sur la base dé 1'8q. (I.36) et de la valeur de H2 4 densité normale,
il semble justifier de ne comsidérer dans un premier temps que les termes MBHF éq. (I1.29) et MZb
€q. (1.31) du développement de l'opérateur de masse M. Toutefois, sachant que ?(2 varie fortement
avec la densité le bien—fondé de cette troncature doit @tre testé lors des calculs i densité
nucléaire plus grande que I tout comme d'ailleurs la validité du concept de gquasi-particule
gous~jacent 1ié & la valeur de Im M(k,w). Le probldme général des ordres supérieurs i celui que
nous considérons ici dans le développemént de 1'opérateur de masse est complexe et dépasse le
cadre de cet expos2. Il est traité dans la Réf. (B8).

A 1'ordre oli nous nous placons 1'énergie de quasi-particule, donnge par (I.15), se réduit3:

2
e(k) = 5=+ Re[MBHF(k,e(k)) + Mﬁ)(k,e(k))] , (1.37)

et définit ainai le champ nucléaine moyen coinigé par rapport 4 1'approximation BHF courante.

Nous allons maintenant &tablir le lien entre les parties imaginaires de 1'opérateur de
masse que nous avons cbtenues et les expressions € et L des termes de gain et de perte de 1'équa-

tion de transport Becrites et &tudifes par ailleurs. Leurs. expressions s'&crivent :

d3p2 d3.p3 a3 4
G- 3 WePy « pypy) £5f, (1-5) (1=fy)

en? en? on
(I.38)

.5(3>[£ . 22-23-24]6[e(P)+e(P2)‘e(P3)'€(P4)]
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Jd%2 a%, a¥,
L= w(pp, + PP EE (1-£) (1-F,)
(2ﬂ)3 (2ﬂ)3 (21)3 ] L3583 2 3 [A

(1.19)

.6(3)[£+Ez-g3—gb15[G(P)+G(P2)‘G(P3)_E(p4)]

Dans ces expressions fn représente lag fonction de distribution du nucléon de moment Py clest=3-
dire :
fn = f(E’En;t) » } (1.40)

avec la normalisation

d3rd32
3 f(r,p;t) = A (I.41)
(2m)

oli A est le nombre de nucléons du systéme.

Enfin w(pp2 - p3p&) est la probabilité de transition pour une collision entre deux particules de
moment p et p, vers un état final de moments Py et p,- Elle est donnée en terme de l'interaction

effective g{w) définie en (1.28) et s'derit :
2
w(ppy > 23Ry) = l‘EEzlg[e(pa)*'e(%)] logpy7 1" (1-42)

Dang cette expression 1'interaction effective g doit 8tre calculée (en principe) pour 1'occupation
instantanée de 1'espace de phase caract&risé par la distribution £(r,p;t).
Considérons donc la contribution MﬁHF(k’m) donnde par (I.29). De 1l'expresssion (1.28) de g{w) on

obtient :

glw) - g'(w) = glw) I:u-\-eqﬁn - w'-f-in];‘(m) s (1.43)

ol nous avonse repris la notation simplifie utilisée aprée l'8quation (I.32). La propriété :

1
0 xtin

= rp{) 5 insto)

appliquée 3 (I.43) donne immédiatément+ :

3 3 3
fd Py d Py d P,

Tom? emn3 eon?

Tm M (po0) = - 5 1 ()0, (p)n, (p,) (1.44)

2 .
<1<ppylature (e [pyp,>, | "6 (ovpypyp, )8 (wrepy)epymelp,)) -

A partir de l'expression (I.31) de M2b(k,m) on obtient directement :
3 3
[d P, d

Tom3 em? (m?

3
Py d7p

Im My, (p,w) = % o, (pyla {py)n (p,)

<pp, | 8Ce(py) +e(p,)) |p42,7, 1 26 (prp,mp,p, ) S wre(py) e () -e(p,)) - (1.45)

+ 3
é'z > f —jLJ%i » la somme sur les spins et isospins est implicite dans toutes les
i spins’ (2m) expressions
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Cea deux relations nous montrent le lien formel entre les parties imaginaires de 1'opérateur de
masse et les termes G, &q. (I.38), et L, &q. (I.39). Cependant il faut noter que ces deux termes
référent 3 une situation dynamique de non-&quilibre, alors que nous avons obtenu (I.44) et (I.45)
pour le cas d'un milieu stationnaire continu non excitd, pour raisons de simplicité. Les référen—
ceag’lo’ll traitent de la dérivation de ces termes en général et ménent aussi & la conclusion que
le champ nucldaire moyen donné par la partie réelle de M et les termes de collisions reliés & la
partie imaginaire, sont mutuellement contraints par les relations de dispersion. Seul un calcul
dynamique de l'interaction effective g() est en mesure de satisfaire cette cohérence. Les pre—
miers pas dans cette direction sont exposés dans les r&fs. (12). Afin d'alléger quelque peu la
tiche que représente un tel ecalcul dynamique, on peut &tre tenté d'utiliser une forme paramé-
trée13 de 1l'interaction effective treproduisant bien de nomﬁreuses propri&tés statistiques des
noyaux. Cependant, il y a des indications que 1'interaction effective d'un systéme excité dif-
fére12 sensiblement de celle d'un systdme dans son &tat fondamental jmais ce qui est plus g@nant
est qu'un sérieux probléme de redondance se pose. En effet, si Geff désigne cette interaction pa-
ramétrée, alors elle est telle que son champ moyen Ueff(k) reproduise, par construction, la partie

téelle de l'opérateur de masse M global :
Ueps (k) = §<‘£i Vorglki®y = Re[MBHF(k’e(k))+M2b(k’e(k))+"'] (I.46)

I1 est donc non . fondé de vouloir calculer les termes de gain G et de perte L en utilisant pour
les E€léments de matrice de transition w de (I. 38) et (I.39) ceux de 1'interaction effective V
La situation satisfaisante de ce point de vue serait celle d'une interaction effective V eff

déterminée de telle sorte que son champ moyen soit :

ol 2
‘ |<kjlv, . [ed>, |
. v : 1 efffio A
G ..(k,w) = n_(<ki[v .. lki>, +5 1 no.(in (c)n (d)
eff § < eff A 2 .0,d < > > wme(e)-e(d)
<z;||v [k,d> [ (1.47)
. £
+% 1 n (0m () (@) ef A
is&sé m+e(d)-e(j)-—e(ﬂ,)
c'est-d-dire incluant d'entrée les contributions de polarisation et de ™ corrélation "5'6. Cette

approche reste peu explorge au-deld de cas modéles pour Geffli—IG.

Pour clore cette section, nous allons examiner un peint impertant 1ié au mBcanisme de
conservation de 1'&nergie présént dans 1l'extension du formalisme TDHF in;luant les termes G
€gq. (1.38) et L Bq. (L.39). Dans l'expression dé ces termes, en raison de la largeur des états
individuels, la stricte condition e(p)+e(p2} = e(p3)+e(p4) imposée par la femction § sur IT? éner-
gies, ne peut &tre qu'un artifact 11e au traitement du propagateur de gquasi-particule
Supposons que, voulant tenir compte de cette considération physique, mous reldchions cette con-
trainte pour la remplacer par ume fonction i;f des quatre &nergies, maximum pour des valeurs tel-
les que E(p)+E(p2) = e(p3)+e(p&) et de dispersion non précisge autour de ce maximum :

Dans (I.38) et (I.39) nous faisons le remplacement suivant :

§ [e(p)*-E(pz)-e (pg)-e(p&)] +T’[e (p)selpy) ;e(pa) ;e(p4)] . (1.48)

Quelle est donc la forme de ﬂF'qui soit compatible avec les lois de comservation usuelles du
nombre total de particules et de 1'#nergie (ler moment de H) 7 La conservation du nombre de parti-

cules implique, & partir de 1"équation TDHF généralis@e pour la fonction de distribution f(f,g;t)
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incluant les termes G et LQ,IU’ que ¢

d7rd p
! . 33 3 .3 2
dtf 3 ETpse) = 0= Jd LI NEAR ALY KRN

{2m)
(1.49)
f;?_ [f3f4(1-f])(1—f2)-f]f2(]—f3)(l—fA)] = {
En jouant avec les variables muettes d'intégration on voit que :
?[e(p]);e(pz);e(pa);e(p4)] =?‘[e(p3);e(Pé);e(pl);e(pz)]
?' (I.50)
= [e(p4);e(pB);e(pz);E(p,)]
La conservation de 1'énergie impose ¢
-—Tr[ p]=o s (I.51)
a A (1) (1Y oy . . . P . A
ol HMEF - Ei=l s Avec 1"Hamiltonien habituel de Hartree-Fock du nucléen 1 et od p est la

dengitd 4 A particules. Dans (I.51) la trace correspond i 1l'intégration sur les coordonnées des A

particules. Pe facon standardl et en utilisant 1'Bquation TDHF &tendue sous la forme Equivalente :

[hMF (])} * coll ! (1.52)
(1)

ol p est la densité & un corps, et Icoll dégigne le terme de collision, on peut écrire le terme

de gauche de 1*&quation (I.5!) sous la forme :

A tr [hm,) 5 (D :] =7 trl{h(l)]:hw (')] + h}(‘]II‘)'Icoll} . : (I.53)

oli tr, correspond & 1l'intégration sur les coordonnées du nucléon. le premier terme de (I.53) est

nul (conservation du ler moment de H dans TDHF usuel) et on doit done avoir :
1
er {b’.1 b =0 (1.54)

Compte tenu de la forme du terme de collision et de la relation (I.50) cette expression peut

s'8crire :
Jd3p,d3p2d3p3d3p,,l<plp2|Glp394>A|2[e(p,)+e(p2)-e(p3)—e(p4)]
FT.o-epa-epese, =0, (1.55)
et entraine que 1F‘doit satisfaire 1'équation ;
[e(pl)+e(p2)—e(p3)-e(pa)]. 3?( Y=0 » (1.56)
dont la solution est une distribution:??proportionnélle 4 la distribution § des gquatre énergies.

8i donc, le terme de collision deit conserver l'énergie par lui-méme, comme 1'indique la relatiom

(I.54), il n'est pas possible de permettre des cellisions nucl&ons-nuclBons hors-couches sans
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violer la conservation du premier moment de H. Néanmoins, l'efficacité du terme de collision dans
le processus de thermalisation du systéme est effectivement lide & la prise en compte de ces pro=
cessus hors-couches. On montre que la conservation de 1'Energie peut alors étreobtenue]7en.consi-
dérant les contributions de corrélations & 1'énergie totale du systime, au-deld de l'énergie de
champ moyen donnée par E'HF = TIA [HWQA .

Nous allons examiner maintenant quelques aspects (nécessairement restreinks par ume vue
personnelle et limitée du probléme) de la diffusion nucléon-nucléon et du formalisme des Lagran—

giens effeectifs qui militent en faveur d'une approche quantique relativiste du transport nucléaire.

IT. AU-DELA DES CORRECTIONS NON-RELATIVISTES ?

Dans la recherche des Bvidences expérimentales susceptibles d'invalider le formalisme non-
_relativiste de la diffusion nucléon-nucléon dans le milieu nucléaire et conduisant & l'interaction
effective g(w) et au champ moyen, il est naturel de regarder la diffusion €lastique relativiste de

deux nucléons libresla’l

? Jusqu'au seuil inélastique (Tlah £ 300 MeV) les effets relativistes sur
les déphasages N~N, en particulier le couplage des &tats nucléon~antinuclBon {paires NN) sont
faibles dans les ondes partielles périphériques et pourvu que le pion et le nucléon se couplent
pseudovectoriellement (voire table I de la Réf. (19) et REF. (20)).

Cependant, dans les ondes partielles £=0 et 1| ces effets croissent rapidement avec 1'&ner-—
gie et dés 1'ouverture du canal inélastique un traitement relativiste 3 trois corps apparait né-
cessaire. Pour la diffusion £lastique l'unitarité de la matrice 8 est garantie par le choix d'él&-

ments de matrice de la forme générale
S, =e s (IT.1)

avec GJ un déphasage réel. Quand les canaux inélastiques s'ouvrent, le module de 1'amplitude de
diffusion reste inférieur ou &gal & 1 et on utilise en général dans le cas non couplé la forme
21 :

suivante pour SJ '

2i8
2 J
= s . 11,2
§; = cos p; e ( )
Ces param@tres n,= coszqJ sont la signature expérimentale du processus inflastique. 5i les canaux
NN sont pris seuls en compte, la solution des &quations de diffusion relativiste (Bethe Salpeter)
peut vicler la condition d'unitarité, c'est-i-dire que le paramétre d'inélasticité pour une onde

partielle donnée peut dépasser un. Ceci est illustyd dans la figure (1I-1), tirée de 1a REE. (21).

! .6

TL(GeV)

Fig. TI-t

Le paramétre d'in&lasticitéd n dans la région inélastique pour différentes ondes partielles du cand
NN non couplé.
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Avec des Energies de collision d'ions lourds croissantes on doit s'attendre 3 une impor-
tance grandissante du couplage aux canaux inélastiques dans les diffusions nucléon-nucléon indi-
viduelles. On voit que 1'inclusion de ces processus dans un formalisme de transport apte 3 décrire
ces collisions ne peut pas se faire de facon maive sans violer l'unitarité de la matrice 5 en
tentant, par exemple, d'ajouter simplement une partie imaginaire ph&noménologique au potentiel
nucléon-nucléon initial. On a affaive 3 un probléme & 3 corps N-m-A non trivial, pour lequel
cependant une extension des Bquations de Bethe Salpeter sarisfaisant 1'unitaritd & 3 particules
est‘possiblezl. Cette extension offre la perspective intéressante qui inclurait le camal inélasti-
que jusqu'3 des énergies de diffusion N-N de 1'ordre de Tlab ® | GeV. Dans ce cadre les correc-
tions nécessaires d'in&lasticité au champ moyen passent par une formulation covariante relativiste”

Nous allons voir que dans un tel formalisme certaines propriétés spécifiques indiquent un

mécanisme de construction des propriétés du champ moyen apparemment plus " efficace " que dans

1'approche non relativiste.
[1]

Considérems le modéle le plus simple de Lagrangien effectif dit modile " g-w ", proposé par

J. Walecka et D. Serotza. Le Lagrangien s'écrit :

= ' 1 Hep_ 2 2
2. Vi 2H0pr 500 Y w7
(IT.3)

1 2

-1 w, 1 Uy o Tutt- o v wvd
4 Fqu *3 mmvuv * gcw(f gmi}-quU'JV ’

ol ¥ représente le champ du nucl&on de masse M, ¢ celui du mézon scalaire ¢ de masse wm et Vu
celui du vecteur w de masse m - Dans (1I.3) la partie de régularisation du Lagrangien n'est pas

indiquée car elle n'intervient pas dans ce qui suit, et, suivant la notation usuelle :

Fuu = Bqu - BVVH . (I1.4)

Dans le milieu nucléaire infini, invariant par translation, 1'approximation de Hartree con-

siste & remplacer les champs scalaires { et vecteur Vu par leur valeur moyenne sur le vide <y>

et <V > = i§ <V >, On obtient23 ces quantités des &quations obéies par GF et V'
u s © "

2 -
-mU-:‘f:» = gd<unp>

= By Py (I1.5)
ai<V > = g <Py y>
W o gm 0

=g, 05 (11.6)

ol pG et P sont respectivement les densités scalaires et baryoniques du milieu. Définissant les
potentiels scalaires et vecteur UU=—g§pG/m§ et Uw= gipB/mi’ on obtient 1'&quation de Dirac a
l-corps que doit satisfaire le spineur u(p,}) du nucléon d"hélicité A(*1) et d'énergie €p H

Lg-g + BQMHY )~ (ep—Um)]u(p,A) =0 (I1.7)

Dans cette &quation les valeurs caractéristiques des champs scalaires et vectoriels pour une demsi-

té baryonique Py donnée, différente de la densitd normale Py = 0.17 fnf3, sont :
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UU = —400.(pﬂfpo) (MaV)
(11.8)
U, = 300.(pp/p ) (MeV)
Posons :

E =g =-U

P P w

~ (11.9)
M =M+ UG .

La solution de (II.7) correspondant EEP >0 est celle d'un quasi-nucldon Libhe de masse effective ﬁ,

de moment p = |p[ et d'hélicité A. Elle a'gerit?d

ulp, Xy = |2 w12 ] (11.10)
Ps P pr{ Xa :

g +M

P
Désignons par u’(p,A) et v°(p,A) les spineurs d'Bnergie ie; positive et négative des nucléons
libres, et sans interaction, c'est~i-dire pour lesquels Ucr = UDJ =0, M =M. Le spineur u(p,}) peut

P . . 2
alors s'"&crire ldenthuementz :

1
u{p,A) =
2M(s:+1~[) 1/2

(~ +ﬁ) 1 /2 * {[(E;"'H) (Ep"’ﬁ) -Pz] uo (P ] }\)

E

P

(11.11)

+pA [(€:+H)-(Ep+ﬁ)] v7(p,-1) }

Cette expression montre que 1'interaction mélange les composantes d'énergie positive et négative
des nucléons libres. A 1'ordre le plus bas en pZIM oi e = +(’Tp2/b0 la correction du(p,A)

au spineur libre uo(p,l) est déterminée par la différence Mp- ﬁ--Uo. C'est donc le champ scalaire
qui induit la premidre correction relativiste 3 la propagation d'um &tat de particule simple

d'énergie positive, comme 1'indique la figure II-2a. La correction correspondante i 1'énergie

u U
..._Q._<:::>r (+ -
(=) .

(+)

(a) ()

Fig. I1-2
(a) correction relativiste 3 la propagation d'um &tat de particule simple
d'énergie positive.
(b) La contribution correspondante i 1'énergie.
. i i g s < . ) s s g2
par particule du milieu infini est donnée par la fig. II-2b. Elle est proportionnelle 2 UU et peut

8tre &valude simplement 3 partir de (II.11)}. Elle s'&crit 3 1'ordre le plus bas en p/M :
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AN _‘fLe(kaﬁiuz 7 (p,-v7 (3,1 (I1.12)
) TP i lGms TER T Te T v | -

Prenant pour Uc la valeur caractéristique donnée en (I1.8), sommant sur 1'hélicité et 1'isospin

en tenant compte que ;ov = 2M, on obtienl:24
pyy8/3
[—AA‘E] = 4.2 MeV [EB] . (Ir.13)

Q

C'est une correction fortement saturante (elle creit avec la densitd) spécifique au traitement
relativiste puisque la propagation des &tats anti-nucléons n'est pas prise en compte dans le for—
malisme standard de la premisre section. Cependant, la figure II-2a met bien en &vidence la nature
de force & trois corps due au couplage scalaire des Stats NN. Le traitement habituel des forces &
trois corp325 dans le milieu nucléaire fait intervenir 1"&change du pion et du méson p entre trois
nucléons par l'intermédiaire des &tats excités du nucléon. L'effer de saturation de ces forces
dans la matiére nucléaire est faib1326 et la question se pose donc de savoir si les corrections
relativistes précédentes traitdes comme force additionnelle 3 trois corps produisent effectivement
le mEcanisme de saturation supplémentaive qui fait défaut dans les approches non relativistes
habituelles du probléme nucléaire i N-corps.

A travers les relations (II.!10) et (II.11) le modZle " O-w " met en Zvidence une propriété
de base du formalisme relativiste en général : les Etats des nuclBons individuels sont " habillds "
& travers 1'apparition de la masse effective M et de 1'énergie ép' Une différence essentielle
entre l'interaction effective g relativiste et non-relativiste en découle : alors que dans les
approches non-relativistes tous les effets de milieu ne peuvent apparaltre que dams 1'interaction
effective, dans 1'approche relativiste ils apparaissent 4 la fois dans la fonction d'onde et dans
l'interaction effective et conduisent 2 une incorporation plus rapidé et plus efficace des pro-
priétés du milieu déterminant le champ moyen. C'est ce que nous allons voir en examinant le poten-
tiel optique dans le modéle " g-w " précédent.

Dang le formalisme non-relativiste nous avons wvu que la dépendance en énergie du potentiel
optique n'apparaissait qu'en incluant les corrections du 2& ordre (" polarisation " et " corréla-
tion ") & 1'approximation Hartree-Fock de 1'opérateur de masse. La dépendance en énergie obtenue
egt 1inéaire5’12 jusque vers 200 MeV.

Considérons 1'équation de Dirac (IT.7) i gquatre composantes. Si on élimin223 les petites
composantes pour se ramener 3 une &quation de Schrodinger locale 3 deux composantes, il apparaft
un terme potentiel central Uzpt(E) et un terme potentiel spin orbite i un corps ULS(E) qui’

s'éerivent

apt E 2 2
Uc {(E) M Um+ UU+ ZH(UG Um) (I1.14)
1 1 1 d _ 1
ULS(E) ~ ™ E—Uw+UU+M r dr (UU Uw) - (Ir.147)

La dépendance lingaire en énergie du potentiel optigue est obtenue 3 1'ordre le plus bas du déve-
loppement de 1l'op&rateur de masse (iei approximation de Hartree) et en accord avec les données

. 3,23 s o s . . . .
empiriques™ . Pour que cet accord persiste aprés introduction des corrections de " polarisation "
et de " corrélation " présentes aussi dans le formalisme relativiste il est donc nécessaire que
1'importance de ces corrections soit fortement réduite par rapport au cas non relativiste, ce qui

impliquerait une meilleure convergence des développements de 1'op&rateur de masse par rapport au
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cas non relativiste. A 1'heure actuelle ceci n'est qu'une conjecture mais 1'hypoth@se mérite

d'étre vérifiée quantitativement. En effet, une &valuation rapide du petit paramétre de convergen—
R i PR . 5

[£] K dans le cas relativiste donne une valeur réduite d'envirom 20 % par rapport 3 la valeur

*‘2 non relativiste. Pour voir cela r8écrivons le spineur u{p,A}, &q. (II.11), sous la forme
-1/2r o o
u(ic, ) = [1+a(e)] " [W0 e, 4+l (e ,-0] . (I1.15)
Pour p = kF, G.(p)max # 0.1 en raison du champ scalaire important23. La fonction d'onde totale du

nucléon s'crit :

E .
AT (I‘) = w(p,A) WXT (IT.16)

et donc la blessure relativiste prend la forme :

ATy h,T AT ALT 2
17 22 | I B a3 3_ 2
>
Z < [¢JJ« (£ysxp) =0 5 ¢ _(5152)] dr,dr,>
l 2 T v
T
8i 1'on fait 1'hypothése raisommable que les parties radiales des fonctions corrélées relativistes

et non relativistes sont identiques, alors :

-2
<[1 +a(p)] Ay KgR

K

t

R

0.8 KI;R ) ' (11.17)

Les calculs d'interaction effective relativiate actuels sont en mesure de donner une valeur préci-

ge du paramétre de blessure, P‘ mais cet aspect du probleme de convergence reste 3 examiner en

P
détail. L'issue en est une appréciation quantitative de 1'importance des collisions résiduelles
dans une approche relativiste du transgport mucléaire. Dans le contexte astrophysique de la descrip-
tion de la matisre nucléaire dense oii une telle approehe27 est communément utilisée, l'effet des
collisions résiduelles est négligé par rapport au champ moyen relativiste sur 1'argument que, dans
le moddle " g ", 1'énergie de corrélation au 2& ordre, repr@sentZe par le diagramme d'interac-

tion 3 2 mésons scalaires o de la figure TI-3,
Figure II-3 : Contribution directe au 2& ordre dans 1'é&change
du méson scalaire g & 1l'&nergie.

se comporte 3 haute densité comme28 :
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| (g2
a, el L M (11.18)
€y(p) ———> - g7 Log|~ 2 ’ '
o]

2 . . s s .
alors que 1'énergie de champ moyen (Hartree) se comporte en p” et fournit donc le terme dominant.

2,31

Cependant, les &tudes mon relativistes et plus récemment relativistes de 1'interaction effective

dans la matigre nucléaire ont montré !'importance des diagrammes de second ordre du type de la

figure II-3 en raisen de la présence d'une force tenseur nucléon-nuclédon importante due d l'&chan-

11 "

ge du pion et du méson p non pr8sents dans le modéle " o—w sur lequel est basée 1"argumentation
précédente. Il semble donc que la question de 1'importance des corrections de corrélation au champ
moyen relativiste reste posée et que l'approche du transport nucléaire telle qu'utilisée en astro-
physiquez7 soit & reconsidérer dans le contexte de la description des collisions d'ions lourds aux
énergies supBrieures i quelques dizaines de HeV/A3.

I1 est clair que les arguments exposés ci-dessus sont assez rudimentaires et non détermi-
nants en 1'&tat actuel de 1'&tude de 1'opérateur de masse relativiste. Si cette &tude débouche ef-
fectivement sur une moindre importance des corrections de polarisation et de corrdlation au champ
moyen que dans le cas non relativiste dans le domaine d'énergie intermédiaire envisagé, alors la
dérivation et 1'utilisation d'une théorie quantique relativiste du transport nuclBaire se trouve-

raiént pleinement justifides.

CONCLUSION

A travers la relation de dispersion reliant parties réelle et imaginaire de 1'op@rateur de
magse nous avons mis en €vidence le lien auto-consistant &treit existant entre les termes de gain
et de perte et le champ moyen dés €quations de tramsport couramment utilisées pour décrire les
collisions d'ions lourds aux énérgies de quelques dizaines de MeV/A. Ces contraintes sont fonda-
mentales car, seules leurs prises en compte permettent d'éliminer les ambiguit&s lides aux choix
semi-phénoménologiques, d'un cfté d'un champ moyen (8quation d'état), et de l'autre 3 1'intensité
du terme de collision29’30.

I1 est donc clair que 1'étudé des limitations du modZle théorique de transport passe par
1'élimination de choix semi-empiriques plus ou moins " habiles " de ces ingrédients de départ.

Cependant, dans la 28 section, nous avons développé quelques arguments tendant i montrer
que 1'8tendue des corrections au champ moyen dépasse le cadre non-relativiste. La formulation
d'une théorie relativiste du transport nucléaire3 est déji adondamment discutée, mais rencontre
des difficultés formelles importantes.

Un aspect intéressant par rapport au cas non-relativiste et qui peut mériter quelques dé&-
veloppements, dans la région d'énergie dé collisions de quelques dizaines de MeV/A, est la possi-
bilité d'une moindre importance des corrections au champ moyen relativiste. A travers 1'habillage
des fonctions d'onde individuelles du nucléon en plus de 1'interaction effective comme c'est seu-

lement le cas dans le formalisme non-relativiste, la construction du champ moyen apparait plus

e "

efficace ". 5i une meilleure convergence de 1'opérateur de masse relativiste s'avérait fondée,
il est clair que les cons8quences sur la formulation de la théorie relativiste du transport

nucléaire seraient importantes.
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