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Résumé

Les effets de la rotation du noyau atomique sur les

corrélations d’appariement ont été étudiés. Dans un

premier temps, la transformation de Goodman a été

utilisée afin de diagonaliser à la fois le terme du modèle

à particules indépendantes et celui du Cranking. Par

cette diagonalisation une nouvelle base a été construite

dans laquelle le bon nombre quantique est la signature.

L’interaction d’appariement a été introduite par la

suite et a été exprimée dans la nouvelle base. Ceci a

permis de résoudre l’équation de Schrödinger dans le

cadre de la théorie BCS, moyennant certaines approxi-

mations.

Les calculs numériques ont été réalisés pour quelques

noyaux de la région des terres rares en utilisant un

champ moyen de Woods-Saxon à déformation axiale.

Le comportement de quelques grandeurs caractéris-

tiques de l’appariement a été étudié en fonction de la

vitesse de rotation du noyau atomique.
.

Mots-clés : Effets d’appariement, Force de Coriolis, Modèle du Cranking, Signature,

Terres-rares, Noyaux pairs.
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Soit A un succès dans la vie Alors : A=x+y+z,

où x=Travailler, y=S’amuser et z=Se taire

Albert Einstien
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"Quelqu’un s’est-il jamais réveillé au milieu de la

nuit et réalisé qu’il avait tout d’un coup besoin d’un

physicien nucléaire de haute volée ? Pensez à toutes

les urgences où vous seriez bien plus content d’avoir

pour voisin un plombier [...] plutôt qu’un professeur."

Isaac Asimov, The Recipe

" Les sciences n’essaient pas d’expliquer, elles essaient

à peine d’interpréter, elles font principalement des

modèles. Par modèle on entend une construction

mathématique qui, par l’addition de quelques inter-

prétations verbales, décrit les phénomènes observés.

La justification d’une telle construction mathéma-

tique est uniquement précisément qu’elle est censée

marcher."

John von Neumann

" Peut-être les grandes questions qui agitent ac-

tuellement la science - comme l’unification de la

physique ou l’hypothèse de Riemann - cesseront-elles

un jour de hanter les esprits non parce qu’on les aura

résolues, mais parce qu’elles auront disparu du champ

intellectuel et paraîtront aussi dépourvues de sens

et de pertinence que les questions des scholastiques..."

Didier Nordon, Pour la Science, octobre 2000
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INTRODUCTION

Pour décrire le noyau atomique et prédire ses propriétés, on peut faire appel à plu-

sieurs modèles [1]. Certains décrivent les aspects dynamiques (vibration ou rotation)

d’autres fournissent une vision complète de la structure nucléaire. Les modèles utilisés sont

plus ou moins élaborés : Certains partent d’interactions microscopiques, d’autres sont phé-

noménologiques et ont juste pour but de fournir une interprétation simple [2]. Le modèle

qui a eu le plus de succès et qui constitue à ce jour la pierre angulaire de toute description

microscopique du noyau est le modèle à particules indépendantes[3]. L’idée centrale de

cette approche est que tout se passe comme si chaque nucléon se déplaçait dans un certain

puits de potentiel (qui le confinerait dans le noyau) indépendamment de la présence des

autres nucléons [4].

Quoique cette hypothèse puisse sembler très grossière et parfois trop simplificatrice,

elle a connue de grands succès [5]. Il faut également noter qu’elle est assez modulaire,

dans le sens qu’on peut aisément décrire certains effets (appariement nucléaire, mouve-

ments collectifs de rotation ou de vibration) en rajoutant dans le formalisme les termes

nécessaires [6, 7, 8].

L’un des termes les plus importants est celui correspondant à l’interaction d’apparie-

ment [9]. En effet, le fait que les noyaux ayant un nombre pair de nucléons soient systé-

matiquement plus stables que ceux ayant un nombre impair a conduit à l’hypothèse de

l’appariement nucléaire [10]. L’idée, fort simple, est que chaque nucléon se lie avec un

autre pour former une paire [11]. Lorsque le noyau possède un nombre pair de nucléons,

chacun d’entre eux trouve un partenaire [12, 13]. Pour exciter un tel système, il faut alors

fournir une énergie au moins égale à l’énergie nécessaire pour briser une paire [14]. Par
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Introduction

contre, dans le cas des noyaux impairs, il existe un nucléon célibataire, qui requiert moins

d’énergie pour l’exciter [15, 16].

La première description théorique de l’appariement nucléaire, proposé à la fin des

années 50 par Aage Bohr et Ben Mottelson, fut la théorie dite de Bardeen, Cooper et

Schrieffer (BCS) qui décrit la supraconductivité dans les métaux [17, 18]. Elle permet

un traitement mathématique simple et élégant par l’introduction de la notion de quasi-

particules qui se meuvent dans un champ moyen [19].

Cependant, ce champ moyen peut changer avec le temps, faisant apparaître des phéno-

mènes collectifs tels que la rotation [20]. Cette dernière réarrange la distribution des

nucléons dans le noyau et affecte le champ nucléaire moyen [21].

Il est à noter à ce niveau que, dans une discipline aussi phénoménologique que la

physique nucléaire, la rotation peut servir comme un outil universel d’investigation de la

structure nucléaire, où le mouvement rotationnel d’un corps et les effets qu’il produit sont

probablement parmi les phénomènes les plus intéressants du point de vue interprétation

physique [22]. L’influence de la rotation sur le mouvement des nucléons peut varier d’une

petite perturbation jusqu’au point où les forces de Coriolis et Centrifuges casse le noyau

en morceaux [23]. Le mouvement de rotation pourrait être alors considéré comme un des

moyens possibles de l’étude de la structure nucléaire [24, 25].

Les noyaux en rotation ont fait l’objet de nombreuses études théoriques et expéri-

mentales, en particulier depuis la découverte des noyaux super-déformés [26]. L’un des

modèles les plus utilisés dans ce cadre, en raison de sa simplicité d’utilisation et de ses

nombreux succès, est le modèle du Cranking [27]. Le principe de base du modèle consiste

à considérer un système de référence fixe par rapport au potentiel nucléaire et de faire

tourner ce potentiel avec une fréquence constante [28]. Le système de coordonnées sera

alors en rotation par rapport au système du laboratoire[29].

Malgré le fait que les noyaux en rotation sont étudiés expérimentalement et théo-

riquement depuis plus de deux décennies, un certain nombre de questions comme, par

exemple, les effets de la rotation sur les corrélations d’appariement ne sont toujours pas
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entièrement résolues et dépendent certainement des développements des outils théoriques

[30].

Dans le but d’étudier ces phénomènes, on se propose dans le présent travail d’étudier

les effets de la rotation sur les corrélations d’appariement en utilisant une méthode dont

la simplicité est comparable à celle de BCS [31, 32].

Dans le premier chapitre de ce mémoire, nous rappellerons la définition et les caracté-

ristiques du potentiel de Woods-Saxon et la paramétrisation correspondante. Un deuxième

chapitre sera consacré à l’étude des corrélations d’appariement par la théorie BCS [33].

Le but de ce chapitre est d’introduire les concepts les plus importants qui serviront dans

les chapitres suivants. La transformation de Goodman sera utilisée au troisième chapitre

pour diagonaliser à la fois l’hamiltonien du modèle à particules indépendantes et le terme

de Coriolis [34, 35]. Une nouvelle base sera ainsi construite, dans laquelle le bon nombre

quantique est la signature. L’interaction d’appariement sera exprimée dans la nouvelle

base et de nouvelles équations du gap seront établies par une méthode BCS modifiée.

Dans le dernier chapitre, les résultats numériques obtenus par la présente méthode seront

présentés et discutés. Les conclusions tirées de ce travail seront en fin présentées.
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1.1. Introduction

1.1 Introduction

Le plus grand succès du modèle en couches a été la mise en évidence des nombres

magiques. Pour de tels nombres, correspondant à une faible densité de niveaux au

voisinage de la surface de Fermi, les effets de couches sont liants. Ces derniers s’ajoutant

à l’énergie moyenne de la goutte liquide, stabilisent les noyaux correspondants dans une

forme sphérique. En revanche au fur et à mesure que l’on s’éloigne de ces nombres ma-

giques, la densité de niveaux augmente au voisinage de la surface de Fermi, produisant un

effet de couches anti-liant. Le noyau devient, graduellement, plus mou envers la déforma-

tion ce qui se manifeste par une diminution de la fréquence de vibrations collectives autour

d’une forme d’équilibre sphérique. C’est ainsi que le minimum de l’énergie du noyau en

fonction de la déformation se déplace vers des déformations non nulles.

Les effets de couches, contrairement au modèle de la goutte liquide, astreint donc

certains noyaux à avoir une forme d’équilibre non sphérique. L’idée d’une forme nucléaire

implique l’existence d’une forme géométrique du champ moyen. En terme de goutte de

matière nucléaire ayant une surface bien définie, les surfaces équipotentielles R(θ, ϕ) sont

définies en fonctions des paramètres de déformations αλμ par :

R (θ, ϕ) = C (α)R0

"
1 +

∞X
λ≥2

λX
μ=−λ

α∗λμ Y μ
λ (θ, ϕ)

#
, (1.1.1)

où le facteurC est introduit pour satisfaire la condition de conservation du volume qui doit

être égal à celui d’une sphère de rayon R0 = r0 A
1
3 et Y μ

λ (θ, ϕ) = Y μ
λ (Ω) représentent

les harmoniques sphériques.

L’incompressibilité de la matière nucléaire se traduit par la condition de conservation

du volume entouré par une surface Σ , supposé indépendante de la déformation nucléaire :Z
r�Σ

d3 r =
4

3
πR30 . (1.1.2)

La relation ci-dessus définit le facteur C(α) :

C (α) =

⎧⎪⎨⎪⎩ 4πR h
1 +

P∞
λ≥2

Pλ
μ=−λ α

∗
λμ Y μ

λ (θ, ϕ)
i3
dΩ

⎫⎪⎬⎪⎭
1
3

. (1.1.3)
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1.1. Introduction

Figure 1.1.1 : Forme générale d’un noyau à symétrie axiale

Dans le présent travail, on se restreint aux noyaux à déformation axiale. Pour ceux-ci

l’équation (1.1.1) prend la fome simplifiée :

R (θ, β) = C (β)R0

"
1 +

∞X
λ≥2

βλ Yλ0 (cos θ)

#
. (1.1.4)

Donc, dans le cas d’un noyau à symétrie axiale (Figure1.1.1 ), les coefficients αλμ pour

lesquels μ 6= 0 sont tous nuls et pour une forme prolate normale (non superdéformée),

le développement (1.1.1) est généralement limité aux termes quadrupolaire (λ = 2) et

hexadécapolaire (λ = 4).

L’expression (1.1.4) devient alors :

R (θ) = CR0

"
1 +

r
2λ+ 1

4π

X
λ=2,4

βλ Pλ (cos θ)

#

= CR0

"
1 +

r
5

4π
β2 P2 (cos θ) +

r
9

4π
β4 P4 (cos θ)

#
(1.1.5)

où Pλ (cos θ) est le polynôme de Legendre de degré λ. Pour un noyau à déformation axiale

seuls les paramètres β2 et β4 qui interviennent.
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1.2. Modèle à particules indépendantes

1.2 Modèle à particules indépendantes

La recherche des états propres d’un système comportant plus de deux constituants se

heurte au problème à N corps. Pour contourner ce problème, on fait recours généralement

à des modèles assez simples pour expliquer une partie plus ou moins importante d’une

multitude de résultats expérimentaux. Un des modèles les plus utilisés et ayant le plus de

succès est le modèle à particules indépendantes, qui suppose que chaque nucléon dans le

noyau se meut dans un potentiel moyen créé par les (A− 1) autres nucléons. Le problème

à N corps se voit ainsi ramené à N problèmes à un corps.

Le champ moyen est déterminé en principe par une méthode self-consistente du type

Hartree-Fock. Cette méthode permet d’obtenir les énergies et les fonctions d’onde indivi-

duelles des nucléons à partir de la donnée d’une interaction nucléon-nucléon ; néanmoins,

elle nécessite un calcul assez hardu, en particulier pour les noyaux lourds où l’on est en

présence d’un grand nombre de nucléons.

C’est pour cette raison que des champs moyens phénoménologiques comme celui de

Nilsson [36], de Woods-Saxon [37] ou de Yukawa [38] sont utilisés. Parmi ces derniers,

le potentiel déformé de Woods-Saxon est le plus réaliste puisqu’il rend compte de cer-

taines caractéristiques du noyau, comme l’existence d’une profondeur centrale V0 presque

indépendante du nombre de masse A et d’une allure caractérisée par une surface diffuse

[39, 40]. C’est l’ensemble de ces considérations qui nous a amené à adopter le potentiel

déformé de Woods-Saxon.

1.2.1 Champ moyen de Woods-Saxon

Le champ de Woods-Saxon dans le cas de la symétrie axiale a été utilisé dans plusieurs

travaux, entre autres :

- pour prédire et expliquer la structure des isomères de haut spin [41].

- pour déterminer les énergies de liaison des nucléons [42].

- pour reproduire les moments et les déformations des noyaux à l’équilibre [43].
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1.2. Modèle à particules indépendantes

- pour déterminer les barrières de fission et l’effet des états de particules indépendantes

sur les noyaux tournants fortement déformés [44, 45].

- et récemment au sein de notre laboratoire pour déterminer le rayon quadratique moyen

des noyaux situés dans la région des terres rares [46].

Il a été également utilisé par notre groupe de recherche dans une multitude de travaux

[47, 48, 49].

L’idée assez simple de Woods-Saxon est la suivante : puisque le champ moyen repré-

sente la moyenne des interactions à deux corps sur toute la distribution de la matière

nucléaire, il est alors tout à fait naturel que ce potentiel ait une intensité de même forme

que la densité nucléaire. La diffusion élastique des électrons à haute énergie par le noyau

atomique suggère que la densité volumique de charge des noyaux varie approximativement

en fonction du rayon r comme une distribution de Fermi :

ρ (r) =
ρ0

1 + exp
¡
r−R0
a

¢ (1.2.1)

où ρ0 est sa densité centrale, R0 son rayon et a son épaisseur (Figure 1.2.1 ).

Cette forme a été généralisée aux noyaux déformés en remplaçant l’expression de

la distance (r −R0) par une expression plus générale l (r, β). La fonction ’quasi-rayon’

l (r, β) s’annule au voisinage de la surface et dépend de la déformation de cette dernière.

La densité de nucléons s’écrit alors [50] :

ρ (r, β) =
ρ0

1 + exp
³
l(r,β)
a

´ (1.2.2)

l (r, β) est égal à la distance (prise avec le signe moins à l’intérieur de la surface) entre

le point r et la surface nucléaire représentée par (1.1.5). La constante a est généralement

appelée paramètre de diffusivité (Figure 1.2.1 ).

Le potentiel de Woods-Saxon prend donc la forme (Figure 1.2.2 ) :

V (r, β) =
V0

1 + exp
³
l(r,β)
a

´ . avec V0 < 0 (1.2.3)

Le choix ci-dessus de la forme du potentiel de Woods-Saxon a des conséquences géomé-
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1.2. Modèle à particules indépendantes

Figure 1.2.1 : Densité de charge nucléaire déterminée par la diffusion d’électrons

Figure 1.2.2 : Forme générale de l’allure du potentiel de Woods-Saxon
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1.2. Modèle à particules indépendantes

Figure 1.2.3 : Forme générale dans la description du champ moyen de Woods-Saxon

triques. En particulier, l’équation V (r, β) = const, qui définit les surfaces équipotentielles

est strictement équivalente à l’équation l (r, β) = const. Par exemple, en choisissant la

surface l (r, β) = 0, qui correspond à la surface Σ définie par (1.1.5), on peut voir que

la surface de diffusion du potentiel est indépendante de la déformation nucléaire.Dans le

cadre du modèle à particules indépendantes, l’hamiltonien décrivant le mouvement d’un

nucléon s’écrit :

Hsp = T + V + V so + (Vc) (1.2.4)

où :

— T est l’opérateur énergie cinétique donné par :

T = − ~
2M

∆ (1.2.5)

∆ est le Laplacien et M est la masse du nucléon.

— V est le potentiel moyen de Woods-Saxon défini précédemment.
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1.2. Modèle à particules indépendantes

— V so est l’opérateur de couplage spin-orbite défini par :

V so = λ

µ
~

2Mc

¶2
�∇
µ

V0
1 + exp (l (r, β))

¶
·
³
�σ ∧−→P

´
(1.2.6)

où λ est l’intensité de l’interaction spin-orbite, M est la masse du nucléon ; l’opé-

rateur vecteur �σ composé de matrices de Pauli est relié à l’opérateur de spin du

nucléon par la relation connue �s = 1
2
�σ, et

−→
P est l’opérateur quantité de mouvement.

— Vc est l’opérateur énergie colombienne défini pour la charge nucléaire (Z − 1) e. Cette

énergie est distribuée uniformément sur la surface Σ et est exprimée en coordonées

cylindriques par [51] :

Vc (z, ρ) = ρe

z2Z
z1

dz0
©£
ρ2Σ − ρ2 − (z0 − z)2

− (z0 − z)
∂ρ2Σ
∂z0

i
F (a, b) +E(a, b)

o
,

(1.2.7)

où ρΣ (z) est la valeur de la densité de charge ρ en un point de la surface de

coordonée z, et :

F (a, b) = a−1
Z π

2

0

dϕ

µ
1− a2 − b2

a2
sin2 ϕ

¶− 1
2

, (1.2.8)

E(a, b) = a

Z π
2

0

dϕ

µ
1− a2 − b2

a2
sin2 ϕ

¶− 1
2

, (1.2.9)

avec :
a2 = (z0 − z)2 + (ρ0 + ρ)2

b2 = (z0 − z)2 + (ρ0 − ρ)2
(1.2.10)

Les valeurs des différents paramètres intervenant dans le calcul du champ moyen

seront définies au chapitre 4.

1.2.2 Energies et fonctions d’onde individuelles

Après avoir défini l’hamiltonien de notre modèle, il s’agit maintenant de résoudre le

problème aux valeurs propres :

H |Ψνi = εν |Ψνi (1.2.11)

oùH, |Ψνi et εν représentent, respectivement, l’hamiltonien, la fonction d’onde et l’énergie

individuelle du ν ème nucléon.
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1.2. Modèle à particules indépendantes

Base de l’oscillateur harmonique déformé

Pour résoudre l’équation de Schrödinger (1.2.11) dans le modèle du champ moyen de

Woods-Saxon, on développe ses solutions sur la base de l’oscillateur harmonique déformé

(à symétrie axiale) exprimé en coordonées cylindriques ρ, ϕ et z qui sont définies par les

relations : ⎧⎪⎪⎪⎨⎪⎪⎪⎩
x = ρ cosϕ

y = ρ sinϕ

z = z

(1.2.12)

Les fonctions propres en représentation (ρ, z, ϕ), qui sont engendrées par les quatres

nombres quantiques nρ , nz , Λ et Σ, sont séparables par rapport aux variables ρ, ϕ ,

z et le facteur de spin. Nous nous référons ainsi à la base donnée par [52] :

Ψnρ ,nz ,Λ,Σ (r, z, ϕ) = hρ, z, ϕ| nρ nz ΛΣi (1.2.13)

= ΨΛ
nρ (ρ) Ψnz (z) ΨΛ (ϕ)χ (Σ)

avec :

ΨΛ
nρ (ρ) = NΛ

nρ

µ
2mω⊥
~

¶ 1
2

L|Λ|nρ (η) η
|Λ|
2 exp

³
−η
2

´
(1.2.14)

Ψnz (z) = Nnz

µ
mωz

~

¶1
4

Hnz (ξ) exp

µ
−ξ

2

2

¶
(1.2.15)

ΨΛ (ϕ) =
1√
2π
exp (iΛϕ) (1.2.16)

Σ = 2ms χ
¡
ms =

1
2

¢
=

µ
1

0

¶
; χ

¡
ms = −12

¢
=

µ
0

1

¶
, (1.2.17)

où nz exprime le nombre de quanta dans la direction oz. Il prend des valeurs entières ≥ 0

et représente l’ordre du polynôme d’Hermite Hnz (ξ). Le nombre quantique nρ prend des

valeurs entières ≥ 0 et représente l’ordre du polynôme de Laguerre L|Λ|nρ (η).

Les coordonnées sans dimension (η, ξ) sont définies par :

η = mω⊥
~ ρ2

ξ =
p

mωz
~ z

ρ2 = x2 + y2 .

(1.2.18)
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1.2. Modèle à particules indépendantes

et les constantes de normalisation sont données par :

Nnz = 1√
2nz nz !

√
π

NΛ
nρ =

q
nρ !

(nρ +|Λ|)! .
(1.2.19)

Dans cette dernière expression, il ne faut pas confondre nρ avec le nombre quantique n⊥

défini par la relation :

n⊥ = 2nρ + |Λ| , (1.2.20)

qui implique que n⊥ et Λ doivent avoir même parité, et donc tous les deux sont pairs

ou tous les deux sont impairs. En outre, nρ = n⊥ −|Λ|
2
≥ 0 implique que |Λ| ≤ n⊥ . Le

nombre quantique Λ prend donc les valaurs suivantes :

Λ ∈ {−n⊥ ,−n⊥ + 2, ..., n⊥ − 2, n⊥ } . (1.2.21)

Dans la base engendrant les état de l’oscillateur harmonique, habituellement on utilise le

nombre quantique principal N au lieu de n⊥ ou nρ tel que :

N = n⊥ + nz , (1.2.22)

et Ω au lieu de Σ, où :

Ω = Λ+ Σ. (1.2.23)

Les nombres quantiques Λ et Σ sont, respectivement, les valeurs propres des projections

du moment angulaire orbital et du spin sur l’axe de symétrie.

On voit bien que les fonctions d’onde (1.2.13) conservent la parité et sont invariantes

par rotation autour de l’axe z [53].

Les trois fonctions dans (1.2.14), (1.2.15) et (1.2.16) sont, respectivement, des fonctions

propres des opérateurs :

lz = ~
³
x ∂
∂y
− y ∂

∂x

´
= −i~ ∂

∂ϕ

Hz = −~
2

2m
∂2

∂z2
+ 1

2
mω2z z

2

H⊥ = −~2
2m

³
∂2

∂x2
+ ∂2

∂y2

´
+ 1

2
mω2⊥ (x

2 + y2 )

(1.2.24)
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1.2. Modèle à particules indépendantes

avec les valeurs propres :

~Λ, ~ωz

µ
nz +

1

2

¶
et ~ω⊥ (2nρ + |Λ|+ 1) . (1.2.25)

En plus des trois fonctions (1.2.14), (1.2.15) et (1.2.16), la fonction (1.2.13) contient le

terme de spin χ (Σ), qui est la fonction propre de l’opérateur sz avec la valeur propre ~Σ.

Les solutions de l’équation (1.2.11) s’écrivent donc :

|νi ≡ |iΩπi =
X

nρ nz ΛΣ

aiΩπnρ nz ΛΣ |nρ nz ΛΣi (1.2.26)

où les états |νi sont caractérisés par le nombre quantique Ω qui désigne la projection du

moment angulaire total, la parité π et un indice supplémentaire i.

Les énergies individuelles et les coefficients aiΩπnρ nz ΛΣ sont obtenus en diagonalisant

l’hamiltonien (1.2.4) dans la base |nρ nz ΛΣi.

De ce qui précéde et d’après (1.2.25) l’énergie d’un état donné dans cette base est :

Enρ ,nz ,Λ = ~ωz

µ
nz +

1

2

¶
+ ~ω⊥ (n⊥ + 1) (1.2.27)
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2.1. Introduction

2.1 Introduction

Les modèles à particules indépendantes ont permis d’expliquer avec succès un certain

nombres de phénomènes comme, l’existence des couches et des nombres magiques,

la discontinuité de l’énergie de liaison en fonction du nombre de particules (noyaux ma-

giques), le spin ou la parité. Cependant, un grand nombre de propriétés comme les effets

pair-impairs et les spectres rotationnels, ne peuvent être prédites dans le seul cadre du mo-

dèle à particules indépendantes. Il est donc nécessaire d’aller au delà du champ moyen et

de tenir compte de l’interaction résiduelle entre les nucléons. La partie la plus importante

de l’interaction résiduelle est celle d’appariement [54, 55].

L’interaction d’appariement justifie l’état fondamental Jπ = 0+ des noyaux pairs et

explique le caractère vibrationnel collectif des premiers états 2+ des noyaux à couches

presque fermées. D’autre part ces corrélations jouent un rôle important dans l’étude de la

structure nucléaire et permettent, entre autre, de déterminer une contribution essentielle

à :

- L’énergie de liaison [56] .

- L’effet pair-impair [57] .

- Les probabilités d’occupation des états de particules indépendantes [58, 59] .

- Le spectre d’excitation de quasi-particules [60] .

- Les probabilités d’émission bêta [61, 62] .

- Les sections efficaces des réactions de transfert [63] .

- Les modes collectifs à basse énergie [64] .

- Le moment d’inertie [65, 66] .

- Le phénomène de backbending [67, 68] .

Par ailleurs, il est important de noter que seuls les noyaux à couches fermées ne

sont pas concernées par l’appariement. Par consequent, il est nécessaire d’introduire

cette interaction résiduelle dans l’étude de la quasi-totalité des des noyaux du tableau

périodique.
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2.2. Hamiltonien du système

2.2 Hamiltonien du système

Soit un système de n nucléons. L’hamiltonien qui régit le mouvement d’un tel système

est donné par :

H = Hsp + V (2.2.1)

où Hsp est le champ moyen du modèle à particules indépendantes (sa valeur moyenne est

l’énergie du système en absence des interactions résiduelles). Ce dernier définit une base

de représentation dans laquelle l’hamiltonien Hsp est diagonal. Dans la présente étude, il

s’agit de l’hamiltonien de Woods-Saxon introduit dans le premier chapitre.

Dans le formalisme de la seconde quantification, il s’écrit :

Hsp =
X
ν

εν a
+
ν aν (2.2.2)

où εν est l’énergie d’une particule dans l’état |νi ; a+ν et aν sont respectivement les opé-

rateurs de création et d’annihilation correspondants. Ils obéissent aux règles générales

d’anti-commutation des fermions :

©
a+ν , a+μ

ª
= {aν , aμ } = 0 (2.2.3)©

a+ν , aμ
ª
= δνμ

V représente l’ensemble des interactions résiduelles. Dans la même base, les termes com-

plémentaires, qui sont dûs à ces interactions résiduelles à deux corps, s’écrivent en seconde

quantification :

V =
1

4

X
klmn

hkl|V |mni a+k a+l an am (2.2.4)

où hkl|V |mni sont les éléments de matrices anti-symétrisés de l’ensemble des interactions

résiduelles V .

Pour rendre compte de l’effet d’appariement, Belyaev [69] a introduit la notion d’inter-

action résiduelle entre deux états renversés l’un de l’autre par rapport au sens du temps.

Cette force est définie par ses éléments de matrices :

hkl|V |mni = −4Gδ
k
∼
l
δ
m
∼
n

G > 0 (2.2.5)
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2.3. Théorie BCS

où G est une constante positive appelée : constante d’appariement ou intensité de la force

d’appariement, faisant ainsi l’hypothèse que la force d’appariement entre les paires (k, l)

et (m,n) est insensible au choix de ces paires. Choisir la constante de force G positive

signifie que l’ensemble des éléments de matrice sont négatifs ; l’interaction d’appariement

étant attractive.

Dans la présente étude, les deux systèmes neutron et proton seront traités séparément,

ceci est dû au fait que dans les noyaux lourds, les niveaux de Fermi neutron et proton sont

énergétiquement fort distants, de sorte que l’interaction neutron-proton est très faible. On

ne tiendra compte, donc, que de l’interaction entre nucléons de même nature [70].

2.3 Théorie BCS

L’interaction d’appariement est souvent prise en compte par la théorie BCS en raison

de sa simplicité. Dans cette théorie l’appariement concerne uniquement des états dégénérés

en énergie et reliés entre eux par renversement du sens du temps (Figure 2.3.1 ).

Le mouvement d’un nucléon dans un état |νi est complètement déterminé par le mou-

vement de celui dans l’état conjugué par rapport au sens du temps
¯̄̄
∼
ν
E
. Ceci permet de

réduire l’espace des états à particules indépendantes de moitié et de ne considérer que les

états correspondant à une valeur positive de la projection du moment angulaire (ν > 0).

Donc, dans le formalisme de la seconde quantification un système de particules appa-

riées est décrit par l’hamiltonien intrinsèque :

H =
X
ν>0

εν
³
a+ν aν + a+∼

ν
a∼
ν

´
−G

X
νμ>0

a+ν a+∼
ν
a∼
μ
aμ (2.3.1)

où le premier terme est celui du modèle à particules indépendantes :

Hsp =
X
ν>0

εν
³
a+ν aν + a+∼

ν
a∼
ν

´
(2.3.2)

Quant au second terme dans (2.3.1), c’est celui d’appariement :

Hp = −G
X
νμ>0

a+ν a+∼
ν
a∼
μ
aμ (2.3.3)
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2.3. Théorie BCS

Figure 2.3.1 : Schéma de diffusion des particules d’un état à un autre due à l’interaction

d’appariement. Les deux particules représentées sont dans des états renversés l’un de

l’autre par rapport au sens du temps.

Comme il a été dit précédemment, dans ces expressions, a+ν et a+∼
ν
sont respectivement

les opérateurs de création d’une particule dans l’état |νi et son renversé par rapport au

sens du temps
¯̄̄
∼
ν
E
, εν est l’énergie de ce couple d’états individuels. Du fait de la forme

particulière de l’interaction (2.3.1), on doit utiliser une forme plus développée qu’un simple

déterminant de Slater comme fonction d’onde d’essai pour l’état fondamental. Par ailleurs

dans l’esprit de la théorie du champ moyen, cette fonction d’onde doit correspondre à un

état de paires de particules indépendantes. De plus, le fait que les nucléons de chaque paire

soient corrélés, l’opérateur de création de cette paire ne doit pas être un simple produit de

deux opérateurs de création de nucléons. Ces considérations ont conduit Bardeen, Cooper

et Schrieffer (BCS) à écrire l’état fondamental correspondant à ce type d’interaction sous
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2.3. Théorie BCS

la forme normalisée [71] :

|BCSi =
Y
ν>0

³
uν + vν a

+
ν a

+
∼
ν

´
|0i , (2.3.4)

où la probabilité que la paire spécifique (ν, ν̃) soit occupée, v2ν, ou vide, u
2
ν, est indépen-

dante des autres paires du système.

La norme de l’état BCS est donnée par :

hBCS| BCSi = h0|
Y
ν>0

(uν + vν aν̃ aν )
Y
μ>0

³
uμ + vμ a+μ a+∼

μ

´
|0i . (2.3.5)

En tenant compte des relations d’anti-commutation des fermions, il vient :

hBCS| BCSi =
Y
ν>0

¡
u2ν + v2ν

¢
, (2.3.6)

et donc la condition de normalisation exige que :

u2ν + v2ν = 1. (2.3.7)

Cet état n’est pas fonction propre de l’opérateur nombre de particules N (brisure implicite

de symétrie), ce dernier n’est conservé qu’en moyenne

hBCS|N |BCSi = n, (2.3.8)

où n est le nombre réel de particules du système. On tient compte de cette contrainte en

introduisant un multiplicateur de Lagrange λ, qui représente le potentiel chimique, pour

assurer la conservation en moyenne du nombre de particules. Ceci revient à minimiser la

valeur moyenne de l’hamiltonien auxiliaire :

H 0 = H − λN, (2.3.9)

soit :

E0 = hBCS| (H − λN) |BCSi . (2.3.10)

Sachant que l’opérateur nombre de particules est donné par :

N =
X
ν>0

³
a+ν aν + a+∼

ν
a∼
ν

´
(2.3.11)
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On verifie facilement qu’avec l’état BCS, on obtient pour la probabilité d’occupation :

hBCS| a+ν aν |BCSi = hBCS| a+∼
ν
a∼
ν
|BCSi = v2ν, (2.3.12)

et pour les éléments de matrice de a+ν a+∼
ν
a∼
μ
aμ :

hBCS| a+ν a+∼
ν
a∼
μ
aμ |BCSi =

⎧⎨⎩ uνvνuμvμ pour ν 6= μ

v2ν pour ν = μ
, (2.3.13)

l’élément de matrice d’appariement prend donc la forme :

hBCS|
Ã
−G

X
νμ>0

a+ν a+∼
ν
a∼
μ
aμ

!
|BCSi = −G

ÃX
ν>0

uνvν

!2
−G

X
ν>0

v4ν. (2.3.14)

L’expression des éléments de matrice de l’hamiltonien réduit devient :

hBCS| (H − λN) |BCSi = 2
X
ν>0

(εν − λ)v2ν −G

ÃX
ν>0

uνvν

!2
−G

X
ν>0

v4ν .

La valeur moyenne (2.3.10) s’écrit alors :

E0 = 2
X
ν>0

µ
εν − λ− G

2
v2ν

¶
v2ν −G

X
νμ>0

uνvνuμvμ, (2.3.15)

2.4 Equations du gap

Le choix optimal des paramètres uν et vν dans (2.3.4) est déterminé par le principe

variationnel :

δ hBCS| (H − λN) |BCSi = 0,

de manière à minimiser E0 d’une part, et d’autre part à ce que la valeur moyenne de N

soit égale à n :
∂E0
∂uν

=
∂E0
∂vν

= 0. (2.4.1)

Nous tenons compte des conditions (2.3.7) directement en introduisant la dérivée varia-

tionnelle :
δ

δvν
=

∂

∂vν
+

∂uν
∂vν

∂

∂uν
=

∂

∂vν
− vν

uν

∂

∂uν
. (2.4.2)
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En introduisant la demi-largeur du gap ∆ définie par :

∆ = G
X
ν>0

uνvν, (2.4.3)

la relation (2.4.1) conduit aux équations :

2eν uνvν −∆
¡
u2ν − v2ν

¢
= 0, (2.4.4)

avec :

eν = εν − λ−Gv2ν (2.4.5)

Le dernier terme dans (2.4.5) représente la contribution de l’interaction d’appariement au

potentiel qui est contenu dans eν . L’effet important de ces interactions s’exprime par le

paramètre du gap ∆ . La résolution du système (2.4.4) conduit aux équations :

v2ν =
1
2

h
1±

q
1− ∆2

e2ν +∆
2

i
= 1

2

∙
1± eν√

e2ν +∆
2

¸
,

u2ν = 1− v2ν

(2.4.6)

On constate qu’une ambiguïté de signe apparaît. Cette ambiguïté est éliminée en notant

que pour des énergies très grandes ( eν →∞ ) des particules indépendantes, les probabi-

lités d’occupation, v2ν , doivent tendre vers zéro. Ceci est réalisé en prenant le signe négatif

dans (2.4.6). Ce qui fait que :

v2ν =
1

2

"
1− eνp

e2ν +∆2

#
, u2ν =

1

2

"
1 +

eνp
e2ν +∆2

#
. (2.4.7)

et l’autre équation du gap est donnée par :

hBCS|N |BCSi = 2
X
ν>0

v2ν = 2P, (2.4.8)

P étant le nombre de paires de particules appariées. Ce sont ces équations qui sont uti-

lisées en pratique. A partir de l’équation (2.4.7), on voit que le paramètre ∆ mesure la

largeur dans l’espace des énergies (εν −Gv2ν) autour de λ où les probabilités diffèrent

essentiellement de 1 et de 0 (voir Figure 2.7.1 ). C’est pour les états dans cet intervalle

que les produits uνvν sont essentiellement non nuls. Le nombre de ces états détermine la

grandeur du gap.
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2.5. Transformation de Bogoliubov-Valatin

Si l’on néglige le terme en v4ν dans l’expression de E0 (puisque v2ν < 1 on peut

supposer que v4ν est suffisamment petit ).

L’expression (2.3.15) devient dans ce cas :

E0 = 2
X
ν>0

(εν − λ) v2ν −G

ÃX
ν>0

uν vν

!2
(2.4.9)

et les probabilités d’occupation et d’inoccupation s’écrivent :

v2ν =
1

2

⎧⎨⎩1− εν − λq
(εν − λ)2 +∆2

⎫⎬⎭ (2.4.10)

u2ν = 1− v2ν

La seconde condition sur uν et vν s’écrit alors :

n = 2
X
ν>0

v2ν (2.4.11)

n =
X
ν>0

⎧⎨⎩1− εν − λq
(εν − λ)2 +∆2

⎫⎬⎭
Les équations du gap sont alors définies par :⎧⎪⎪⎨⎪⎪⎩

2
G
=
P
ν>0

1√
(εν−λ)2+∆2

,

n =
P
ν>0

½
1± εν −λ√

(εν −λ)2 +∆2

¾ (2.4.12)

Ainsi, il apparait que les équations du gap devienent un système non linéaire de deux

équations à deux inconnues : λ et ∆.

2.5 Transformation de Bogoliubov-Valatin

2.5.1 Représentation quasiparticule

Dans le but de diagonaliser H 0 Bogoliubov et Valatin [72] ont défini de nouveaux

opérateurs αν et α+ν , qui sont combinaisons linéaires des opérateurs de création et d’an-
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2.5. Transformation de Bogoliubov-Valatin

nihilation de vraies particules, par une transformation canonique :

α+ν̃ = uνa
+
ν̃ + vνaν,

αν = −vνa+ν̃ + uνaν.
(2.5.1)

Des opérateurs de ce type qui combinent des opérateurs de création et d’annihilation sont

appelés des opérateurs de quasiparticules. La quasiparticule créée par α+ν est une vraie

particule avec une amplitude de probabilité uν et un vrai trou avec une amplitude de

probabilité vν.

Les paramètres variationnels uν et vν sont des nombres positifs qui satisfont aux condi-

tions :

uν = u∼
ν

et vν = v∼
ν

(2.5.2)

Ce qui signifie que l’état
¯̄̄
∼
ν
E
est occupé ou inoccupé avec la même probabilité que l’état

|νi.

D’autre part, les opérateurs αν et α+ν étant aussi des opérateurs de création et d’an-

nihilation de fermions, on a :

©
a+ν , aμ

ª
=
¡
u2ν + v2ν

¢
δνμ = δνμ (2.5.3)

Ce qui entraîne :

u2ν + v2ν = 1 (2.5.4)

La transformation inverse s’écrit donc :

a+∼
ν
= uν α+∼

ν
− vν αν ,

aν = vν α+∼
ν
+ uν αν .

(2.5.5)

2.5.2 Etat fondamental

La transformation de Bogoliubov-Valatin définit une nouvelle représentation dite re-

présentation quasi-particule dont l’état fondamental sera noté |ψi. Il s’avère que cet état

défini par la propriété αν |ψi = 0, n’est rien d’autre que l’état BCS donné par (2.3.4).
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2.5. Transformation de Bogoliubov-Valatin

La forme explicite de cet état n’est pas connue, tout ce qu’on sait c’est que |BCSi est

un état dans lequel toutes les quasi-particules sont absentes, on peut donc l’écrire :

|ψi ∝
Y
ν

αν |0i (2.5.6)

D’après la transformation (2.5.1) et l’équation (2.5.6) on retrouve l’état normalisé (2.3.4) :

|ψi ≡ |BCSi =
Y
ν>0

³
uν + vν a

+
ν a+∼

ν

´
|0i

Il est à noter que ce dernier ne peut décrire qu’un système possédant un nombre pair

de particules. On remarque par ailleurs que cet état est une superposition d’états corres-

pondants à différents nombres de paires de particules, ce qui représente l’inconvénient de

cette théorie. En effet, le produit de l’équation précédente peut être écrit sous la forme :

|ψi ∝
ÃY

ν>0

uν

!Y
ν>0

µ
1 +

vν
uν

a+ν a+∼
ν

¶
|0i (2.5.7)

Ou encore :

|ψi ∝
ÃY

ν>0

uν

!"
|0i+

X
ν>0

vν
uν

a+ν a+∼
ν
|0i+ 1

2

X
νμ>0

vν vμ
uν uμ

a+ν a+∼
ν
a+μ a+∼

μ
|0i+ ...

#
(2.5.8)

L’état |BCSi de Bardeen, Cooper et Schrieffer [71] a été introduit par ces derniers pour

décrire la supraconductivité dans les métaux. En physique de l’état solide, la non conser-

vation du nombre de particules n’est pas vraiment gênante car ce nombre est très grand.

Par contre, en physique nucléaire, ce défaut est nuisible vu le nombre limité des particules

du système et entraîne un certain nombre d’effets non physiques [73].

2.5.3 Diagonalisation de l’hamiltonien

Comme nous venons de le voir dans la section précèdente, le nombre de particules n’est

pas conservé. Pour tenir compte de cette contrainte, nous utilisons, là aussi, la méthode

des multiplicateurs de Lagrange qui conduit à l’hamiltonien auxiliaire :

H 0 =
X
νÂ0

(εν − λ)
³
a+ν aν + a+∼

ν
a∼
ν

´
−G

X
νμ>0

a+ν a+∼
ν
a∼
μ
aμ (2.5.9)
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2.5. Transformation de Bogoliubov-Valatin

et par la transformation de Bogoliubov-Valatin, il est possible d’exprimer cet hamiltonien

en fonction des nouveaux opérateurs α+, α.

En appliquant le théorème de Wick de sorte que les α+ soient du côté gauche des α

(produit normal), l’hamiltonien réduit (2.5.9) s’écrit sous la forme :

H 0 = E0 +H11 +H2 +Hresid (2.5.10)

où,

¨ E0 est une constante qui contient les termes entièrement contractés :

E0 = 2
X
ν>0

µ
εν − λ− G

2
v2ν

¶
v2ν −

∆2

G
(2.5.11)

¨H11 contient les produits normaux de deux opérateurs α+ et α (opérateur de création

et d’annihilation respectivement) :

H11 =
X
ν>0

Eν

¡
α+ν αν + α+ν̃ αν̃

¢
(2.5.12)

¨ H2 contient les termes en α+ α+ et αα :

H2 =
X
ν>0

Hν
2

¡
α+ν α

+
ν̃ + αν̃αν

¢
(2.5.13)

¨ Hrésid contient le produit normale : a+ν a+ν a∼
μ
aμ :

Hrésid = H22 +H3 +H4 (2.5.14)

avec,

H22 =
X
νμ>0

©
Hνμ
22 α

+
ν α

+
ν̃ αμ̃αμ + H̄νμ

22

¡
α+ν̃ α

+
μ̃αμ̃αν̃ + α+ν α

+
μαμαν + 2α

+
ν α

+
μ̃αμ̃αν

¢ª
(2.5.15)

H3 =
X
νμ>0

Hνμ
3

©
α+ν α

+
ν̃

¡
α+μ̃αμ̃ + α+μαμ

¢
+
¡
α+μαμ + α+μ̃αμ̃

¢
αν̃αν

ª
(2.5.16)

H4 =
X
νμ>

Hνμ
4

¡
α+ν α

+
ν̃ α

+
μα

+
μ̃ + αμ̃αμαν̃αν

¢
(2.5.17)
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2.6. Etats excités

et la notation

Eν =
¡
εν − λ−Gv2ν

¢ ¡
u2ν − v2ν

¢
+ 2∆uνvν (2.5.18)

Hν
2 = 2

¡
εν − λ−Gv2ν

¢
uνvν −∆

¡
u2ν − v2ν

¢
(2.5.19)

Hνμ
22 = −G

¡
u2νv

2
μ + v2νu

2
μ

¢
(2.5.20)

H̄νμ
22 = −Guνvνuμvμ (2.5.21)

Hνμ
3 = G

¡
u2ν − v2ν

¢
uμvμ (2.5.22)

Hνμ
4 =

G

2

¡
u2νv

2
μ + u2μv

2
ν

¢
(2.5.23)

La partie Hrésid peut être interprétée comme une interaction entre les quasi-particules.

L’approximation BCS consiste à négliger Hrésid et à choisir les paramètres uν et vν de

manière à ce que la partie H2 s’annule (ce qui est exprimé par l’équation (2.4.4)).

2.6 Etats excités

Un noyau constitué de nucléons appariés peut être excité dans un état vibrationnel.

S’il est déformé, il peut être également excité dans un état rotationnel. En dehors de ces

deux cas, on peut aussi envisager des états où l’excitation est obtenue par brisure d’une

ou plusieurs paires. En effet, on voit à partir de (2.5.11) que l’appariement fournit un

gain d’énergie de liaison de ∆uνvν par paire de nucléons appariés. On peut donc exciter

le système en brisant ces paires.

Dans la représentation quasiparticules, les états excités du système sont obtenus en

créant des quasiparticules dans le vide |ψi. Par exemple, l’état excité à une quasiparticule

est donné par : ¯̄
ψμ

®
≡ α+μ |ψi = a+μ

Y
ν>0(6=μ)

¡
uν + vνa

+
ν a

+
ν̃

¢
|0i . (2.6.1)

L’état excité est donc obtenu en remplaçant dans l’état |Ψi la paire de particules appariées

(μ, μ̃) par une seule particule dans l’état |μi. Ainsi, pour tout μ, α+μ |ψi est une superpo-

sition d’états à nombre impair de nucléons et ne peut convenir que pour la description

d’un nombre impair de nucléons de l’espèce considérée.
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2.6. Etats excités

L’état à deux quasiparticules est obtenu de la même manière mais par la création de

deux quasiparticules. Il est donné par :

¯̄
ψμσ

®
≡ α+μα

+
σ |ψi = a+μ a

+
σ

Y
ν>0(6=μσ)

¡
uν + vνa

+
ν a

+
ν̃

¢
|0i . (2.6.2)

Comme l’état BCS, cet état décrit un système à nombre pair de particules appariées sauf

deux qui sont dans les états a+μ |0i et a+σ |0i.

L’état excité à deux quasiparticules appariées est représentés par :

¯̄
ψμμ̃

®
≡ α+μα

+
μ̃ |Ψi =

¡
vμ − uμa

+
μ a

+
μ̃

¢ Y
ν>0(6=μ)

¡
uν + vνa

+
ν a

+
ν̃

¢
|0i . (2.6.3)

Puisque αμ |ψi = 0, pour tout μ, α+μα
+
μ̃ |ψi est orthogonal à |ψi comme tous les autres

états excités considérés ici.

Une question que l’on se pose lorsqu’on est peu habitué à ce genre de système est : d’où

vient la quasiparticule ? et pourquoi n’y-a-t-il pas un terme traduisant l’énergie qu’une des

deux particules dans l’état ν vient de quitter ? Il faut bien reconnaître que les ouvrages

ne sont pas d’une grande clarté sur ce sujet.

On peut reformuler autrement la question et se demander quel est le coût énergétique

de dissociation d’une paire. Le problème est que le nombre de paires n’est pas fixé et que

chacune appartient à une combinaison linéaire d’états |νeνi. On ne peut en aucun cas dire
que l’on retire une paire d’un état |νeνi et que l’on met les nucléons ailleurs.
La seule chose que l’on peut dire est que l’on retire deux nucléons, on les fixe au sens

des quasi-particules (avec leurs trous associés) sur les kets |νeνi et |μeμi. Les états bien
identifiés |νeνi et |μeμi sont retirés des états concernés par l’appariement et le reste des
nucléons s’organise à nouveau en paires sur les états disponibles.

Dissocier une paire, c’est créer deux quasi-particules et l’énergie de dissociation ne se

réfère pas à la paire mais aux états ν et μ des deux quasi-particules.

Cela redonne tout son sens à la quasi-particule comme éxcitation d’un système BCS.
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2.6. Etats excités

Les énergies de ces états à quasi-particules sont obtenues en calculant sur ces derniers

la valeur moyenne de E0 +H11 :­
ψμ

¯̄
(E0 +H11)

¯̄
ψμ

®
= hψ|αμ

∙
E0 +

P
ν>0

Eν

¡
α+ν αν + α+ν̃ αν̃

¢¸
α+μ |ψi ,

= E0 +Eμ,

= E0 +

q
(εν − λ−Gv2ν)

2 +∆2 ≥ E0 +∆. (2.6.4)

De la même manière :

­
ψμσ

¯̄
(E0 +H11)

¯̄
ψμσ

®
= E0 +Eμ + Eσ ≥ E0 + 2∆, (2.6.5)­

ψμμ̃

¯̄
(E0 +H11)

¯̄
ψμμ̃

®
= E0 + 2Eμ ≥ E0 + 2∆. (2.6.6)

On remarque que pour avoir un état excité à une (resp. deux) quasi-particule indépen-

dante, il faut fournir au noyau un minimum d’énergie égale à ∆ (resp.2∆).
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2.7. Solution triviale

2.7 Solution triviale

En faisant une étude de la variation de ∆ en fonction de la constante d’appariement

G, on constate que lorsque G ≤ Gc
(1), ∆ s’annule.

La solution triviale donnée par les équations du gap dans ce cas est :⎧⎨⎩ u2ν = 1, v2ν = 0 si εν > λ

u2ν = 0, v2ν = 1 si εν 6 λ
(2.7.1)

et les énergies de quasi-particules deviennent :

Eν = εν − λ, pour les états d’énergies εν > λ

Eν = −εν + λ+G, pour les états d’énergies εν < λ
(2.7.2)

Créer une quasiparticule revient alors soit à enlever une particule d’un état occupé, soit

à mettre une particule dans un état vide.

Dans ce cas λ correspond à l’énergie du niveau de Fermi dans le modèle à particules

indépendantes et l’énergie du système devient :

EBCS (∆ = 0) = 2
X
ν

0 εν −G
X
ν

0 1 , (2.7.3)

où :
P

ν
0 correspond à la sommation sur les niveaux occupés [74].

(1)Gc est une valeur critique de G
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2.7. Solution triviale

Figure 2.7.1 : Variation de la probabilité d’occupation en fonction de l’énergie en présence

(∆ 6= 0) et en abscence (∆ = 0) d’appariement.
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3.1. Hamiltonien du système

La méthode du cranking, initialement introduite par Inglis [75], est le traitement

microscopique qui a eu le plus de succès dans l’étude des noyaux en rotation. L’idée

de cette méthode est d’utiliser un système de référence fixe par rapport au potentiel

nucléaire et de faire tourner ce potentiel avec une fréquence constante ω. Le système

de coordonnées sera alors en rotation par rapport au système du laboratoire [76]. Tout

comme pour un système macroscopique (la terre par exemple) cette transformation d’un

système dans un autre fait apparaître des forces de Coriolis et centrifuges qui agissent sur

le système en rotation [77].

3.1 Hamiltonien du système

La rotation d’un champ moyen asymétrique par rapport à l’axe de rotation, présente

une dépendance explicite du temps dans l’équation de Schrödinger. Celle-ci peut être

réduite, cependant, à une équation de mouvement stationnaire quand le référentiel (x, y, z)

du laboratoire est transformé en référentiel tournant (x0, y0, z0) [78] :⎧⎪⎪⎪⎨⎪⎪⎪⎩
x0 = x

y0 = y cosωt+ z sinωt

z0 = −y sinωt+ z cosωt

(3.1.1)

Ici x0 = x , car l’axe x est choisi comme axe de rotation. En effet, nous considérons un

noyau à symétrie axiale qui tourne avec une vitesse angulaire ω, l’axe de rotation ox étant

perpendiculaire à l’axe de symétrie oz.

L’équation de Schrödinger dépendante du temps s’écrit dans le système du laboratoire

[79] :

i
∂

∂t
φL = HL φL (3.1.2)

où HL et φL sont repectivement l’hamiltonien du système et sa fonction d’onde rapportés

au référentiel non tournant du laboratoire au moyen de l’opérateur de rotation :

R = e−iJx ωt (3.1.3)

Jx = Jx0 étant la composante du moment angulaire suivant l’axe x.
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3.2. Signature

Les paramètres intrinsèques sont exprimés dans le système du laboratoire à l’aide de

l’opérateur de rotation :

φL = Rφint , HL = R Hint R−1 (3.1.4)

En substituant (3.1.4) dans (3.1.2), on obtient l’équation de Schrödinger dans le système

intrinsèque :

i
∂

∂t
φint = (H − ωJx )φint = Hω φint (3.1.5)

d’où finalement :

i
∂

∂t
φint = Hω φint

avec

Hω = H +HCrank (3.1.6)

où

HCrank = −ωJx

est dit hamiltonien du Cranking.

Donc, l’hamiltonien d’un système en rotation, constitué de particules appariées, peut

s’écrire :

Hω = Hsp +HCrank +Hp (3.1.7)

Hsp et Hp étant donnés, respectivement, par les relations (2.3.2) et (2.3.3).

3.2 Signature

Pour une vitesse angulaire nulle (ω = 0), la composante Jz =
P

ν (jz)ν du moment

angulaire est conservée, où (jz)ν est la composante du moment angulaire d’un nucléon

suivant l’axe de quantification. Dans ce cas l’état individuel peut être identifié par Ων (la

valeur propre de (jz)ν) et la parité πν ; K =
P

ν Ων et π =
Q

ν πν sont de bons nombres

quantiques. L’hamiltonien du système peut être alors diagonalisé dans chaque sous-espace

de valeur fixe de K et de π.
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3.2. Signature

Par contre, pour ω 6= 0, Jz n’est plus conservé et les Ων ne peuvent être utilisés pour

indexer les différents états individuels. L’hamiltonien intrinsèque reste, toutefois, invariant

sous l’effet des trois rotationsRk d’un angle π autour des trois principaux axes du champ

nucléaire [78] :

Rk = exp(−iπJk ) (3.2.1)

où k dénote les directions des trois axes x0, y0, et z0. Cependant, l’hamiltonien du Cranking

est invariant uniquement par rapport à la rotation autour de l’axe x.

Une rotation de 2π, réalisée par R2
x (π), laisse invariante la fonction d’onde décrivant

un système constitué d’un nombre A pair de nucléons et change le signe d’une fonction

d’onde d’un nombre A impair, telle que :

R2
x (π) = (−1)

A

Les valeurs propres de Rx (π) sont alors données par :

r = ±1 pour A pair (3.2.2)

r = ±i pour A impair.

On appelle signature le nombre quantique α, défini par :

r = e−iπα (3.2.3)

qui a l’avantage d’être additif.

La signature et le moment angulaire totale sont reliés par :

A pair =⇒ J entier

⎧⎨⎩ α = 0, r = e−iπJ = +1, J = 0, 2, 4, ...

α = 1, r = e−iπJ = −1, J = 1, 3, 5, ...

A impair =⇒ J demi− entier

⎧⎨⎩ α = 1
2
, r = e−iπJ = −i, J = 1

2
, 5
2
, 9
2
, ...

α = −1
2
, r = e−iπJ = +i, J = 3

2
, 7
2
, 11
2
, ...
(3.2.4)

A partir de ces relations on en déduit que les valeurs possibles de la signature dans le cas

d’un seul nucléon sont 1
2
et −1

2
de sorte que :

αtot =
X
i

αi ,

rtot =
Y
i

ri , (3.2.5)
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3.3. Représentation de Goodman

où αi est la signature du iième nucléon.

Les quatre relations de (3.2.4) peuvent être regroupées dans une expression équiva-

lente :

J = αmod (2) (3.2.6)

Puisque

[Hω,Rx (π)] = 0 (3.2.7)

Il convient alors de diagonaliser l’hamiltonien dans le sous-espace de valeur fixe de la

signature et de la parité [80].

3.3 Représentation de Goodman

En tenant compte du fait que [81] :

£
J2z ,Rx (π)

¤
= 0

les états propres de Rx (π) peuvent être exprimés comme combinaisons linéaires des états

propres doublement dégénés de J2z . Afin de tirer profit de ces symétries, Goodman a

introduit une nouvelle base dans laquelle l’hamiltonien du système peut être diagonalisé

[82] : ¯̄
ν, 1

2

®
= 1√

2

h
− |νi+ (−1)Ων −

1
2 |eνii¯̄

ν,−1
2

®
= 1√

2

h
(−1)Ων −

1
2 |νi+ |eνii Ων > 0. (3.3.1)

On peut écrire les équations (3.3.1) sous une forme plus générale :

|ν, αi = 1√
2

n¡
α+ 1

2

¢ h
− |νi+ (−1)Ων −

1
2 |eνii

−
¡
α− 1

2

¢ h
(−1)Ων −

1
2 |νi+ |eνiio (3.3.2)

3.3.1 Propriétés des états de Goodman

En adoptant une convention de phase [78] telle que :

Rx (π) |νi = i (−1)Ων −
1
2 |ν̃i (3.3.3)
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3.3. Représentation de Goodman

et

Rx (π) |ν̃i = i (−1)Ων −
1
2 |νi (3.3.4)

Il est facile de montrer que les états de Goodman possèdent les propriétés suivantes :

Rx (π)
¯̄
ν, 1

2

®
= −i

¯̄
ν, 1

2

®
Rx (π)

¯̄
ν,−1

2

®
= i

¯̄
ν,−1

2

® (3.3.5)

ou encore :

Rx (π) |ν, αi = e−iπα |ν, αi α = ±1
2

(3.3.6)

On montre également que :

J2z |ν, αi = Ω2ν |ν, αi (3.3.7)

ce qui signifie que les états |ν, αi sont simultanément états propres de Rx (π) et J2z .

Par ailleurs, l’action de l’opérateur renversement du sens du temps T sur les états de

la nouvelle base est donnée par :

T
¯̄
ν, 1

2

®
= 1√

2

h
(−1)Ων −

1
2 T |νi+ T |eνii

= 1√
2

h
(−1)Ων −

1
2 |eνi− |νii

=
¯̄
ν,−1

2

®
T
¯̄
ν,−1

2

®
= 1√

2

h
−T |νi+ (−1)Ων −

1
2 T |eνii

= 1√
2

h
− |eνi− (−1)Ων − 1

2 |νi
i

= −
¯̄
ν, 1

2

® (3.3.8)

Donc finalement, on a :

T |ν, αi = (−1)
1
2
−α |ν,−αi , (3.3.9)

Ainsi, on constate que le terme du Cranking détruit la symétrie de renversement du

sens du temps, et permet d’introduire un concept similaire qui est la signature [83]. Dans

le formalisme de la seconde quantification, les nouveaux états s’écrivent alors comme suit :

|ν, αi = c+να |0i . (3.3.10)
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3.4. Expression de l’hamiltonien dans la base de Goodman

On définit ainsi les nouveaux opérateurs de création de particules dans la base de

Goodman [80] :

c+ν =
1√
2

h
(−1)Ων −

1
2 a+ν + a+ν̃

i
, (3.3.11)

c+ν̄ =
1√
2

h
−a+ν + (−1)Ων −

1
2 a+ν̃

i
,

où c+ν crée une particule dans un état de signature positive (|νi ≡
¯̄
ν, 1

2

®
) et c+ν̄ crée une

particule dans un état de signature négative (noté |ν̄i ≡
¯̄
ν,−1

2

®
).

On peut tirer la transformation inverse des opérateurs de création de Goodman à

partir des relations (3.3.11). On obtient alors :

a+ν =
1√
2

h
(−1)Ων −

1
2 c+ν − c+ν̄

i
, (3.3.12)

a+ν̃ =
1√
2

h
c+ν + (−1)Ων −

1
2 c+ν̄

i
. (3.3.13)

3.4 Expression de l’hamiltonien dans la base de Good-

man

3.4.1 Eléments de matrice de Hsp

Pour tenir compte de l’interaction entre la rotation et la structure intrinsèque du

noyau, on commence par diagonaliser la partie à un corps :

hω = Hsp − ωJx (3.4.1)

de l’hamiltonien (3.1.7) dans la base des états définis par la transformation de Goodman.

En tenant compte de la propriété :

hν, α|Hsp |ν 0 , α0 i = hν|Hsp |ν 0 i δαα0 = εν δαα0 , (3.4.2)

on peut écrire les éléments de matrice de Hsp dans la base de Goodman comme suit :

Hsp =
X
ν>0

εν
¡
c+ν cν + c+ν̄ cν̄

¢
. (3.4.3)

ce qui montre que cette base diagonalise exactement l’hamiltonien à particules indépen-

dantes.
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3.4. Expression de l’hamiltonien dans la base de Goodman

3.4.2 Eléments de matrice de Jx

Pour un noyau déformé, un état |νi de la base de Woods-Saxon peut être développé

sur la base des états sphériques :

|νi =
X
jν

Cν
jν |jν Ων i (3.4.4)

On a :

Jx =
1

2
(J+ + J− ) (3.4.5)

Donc :

hν| Jx |μi =
X
jν jμ

Cν
jν Cμ

jμ

1

2

⎡⎣ hjν Ων |J+ |jμ Ωμ i

+ hjν Ων | J− |jμ Ωμ i

⎤⎦ (3.4.6)

Pour une symétrie axiale, on a alors :

hν|Jx |μi =
X
jν jμ

Cν
jν Cμ

jμ

1

2

£
δΩν Ωμ +1 + δΩν Ωμ −1

¤
(3.4.7)

Ces éléments de matrice sont nuls sauf si :⎧⎨⎩ou
Ων = Ωμ + 1

Ων = Ωμ − 1
(3.4.8)

Il s’en suit que :

hν| Jx |μ̃i = hν̃| Jx |μi pour Ων = Ωμ =
1

2
(3.4.9)

Par ailleurs, l’opérateur Jx est impair par renversement du sens du temps ; il vérifie

donc les propriétés suivantes :

hν|Jx |μi = − hν̃|Jx |μ̃i (3.4.10)

hν|Jx |μ̃i = hμ| Jx |ν̃i

De plus, de l’herméticité de Jx et du fait que ces éléments de matrice sont réels, on a :

hν| Jx |μi = hμ|Jx |νi (3.4.11)
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3.5. Diagonalisation

On en déduit alors que les éléments de matrice de Jx vérifient les propriétés suivantes :

hν, α| Jx |ν 0 , α0 i = hν, α|Jx |ν 0 , αi δαα0 . (3.4.12)

­
ν, 1

2

¯̄
Jx
¯̄
ν 0 , 1

2

®
=

⎧⎨⎩ − hν 0 |Jx |νi si Ων 6= 1
2
ou Ων0 6= 1

2

hν|Jx |ν̃i si Ων = Ων0 =
1
2­

ν,−1
2

¯̄
Jx
¯̄
ν 0 ,−1

2

®
=

⎧⎨⎩ hν 0 |Jx |νi si Ων 6= 1
2
ou Ων0 6= 1

2

− hν|Jx |ν̃i si Ων = Ων0 =
1
2

(3.4.13)

D’où : ¿
ν,−1

2

¯̄̄̄
Jx

¯̄̄̄
ν 0 ,−1

2

À
= −

¿
ν,
1

2

¯̄̄̄
Jx

¯̄̄̄
ν 0 ,

1

2

À
(3.4.14)

Donc, on aboutit à l’expression du terme de rotation dans la nouvelle représentation :

HCrank = −ω
X
νμ>0

hν, α|Jx |μ, αi
¡
c+ν cμ − c+ν̄ cμ̄

¢
(3.4.15)

Finalement notre hamiltonien à diagonaliser est donné par :

hω =
X
νμ>0

©
(εν δνμ − ωJνμ

x ) c
+
ν cμ + (εν δνμ + ωJνμ

x ) c
+
ν̄ cμ̄

ª
(3.4.16)

3.5 Diagonalisation

On peut écrire l’hamiltonien (3.4.16) sous la forme matricielle :⎛⎝ (εν δνμ − ωJνμ
x ) 0

0 (εν δνμ + ωJνμ
x )

⎞⎠ (3.5.1)

Le problème revient alors à diagonaliser deux sous matrices pour obtenir la matrice dia-

gonale suivante : ⎛⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎜⎝

⎛⎜⎜⎜⎝
ek

. . .
. . .

⎞⎟⎟⎟⎠ 0

0

⎛⎜⎜⎜⎝
ek

. . .
. . .

⎞⎟⎟⎟⎠

⎞⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎟⎠
(3.5.2)
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3.6. Inclusion de l’interaction d’appariement

Dans la nouvelle base l’hamiltonien hω s’écrit :

hω =
X
k>0

¡
ek b

+
k bk + ek̄ b

+
k̄
bk̄
¢

(3.5.3)

où ek est la kième valeur propre, et les nouveaux opérateurs b+k sont les transformés des

opérateurs de création de la base déformée, en rotation, de Woods-Saxon dans le cadre

du modèle à particules indépendantes. Ils s’écrivent :

b+k =
X
ν>0

Aνk c
+
ν

b+
k̄

=
X
ν>0

Āνk c
+
ν̄ (3.5.4)

où Aνk est la νième composante du kième vecteur propre.

3.6 Inclusion de l’interaction d’appariement

Il s’agit maintenant d’inclure les corrélations d’appariement. Pour cela, il est indispen-

sable d’écrire Hp en terme d’opérateurs c+ν et c+ν̄ , qui ne sont pas reliés entre eux par le

renversement du sens du temps, nous obtenons ainsi [84] :

Hp = −G
X
νμ>0

c+ν c+ν̄ cμ̄cμ (3.6.1)

où c+ν et c+ν̄ sont reliés au opérateurs de la base diagonale par les relations (3.5.4). En

utilisant les relations inverses de ces dernières, on peut écrire le terme (3.6.1) comme suit :

Hp = −G
X

νμklmn>0

Aνk Āνl Āμm Aμn b+k b
+
l̄
bm̄ bn (3.6.2)

qui peut être ramenée à la forme :

Hp = −G
X

klmn>0

Fkl̄ Fnm̄ b+k b
+
l̄
bm̄ bn (3.6.3)

avec :

Fkl̄ =
X
ν>0

Aνk Āνl (3.6.4)
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3.7. Fonction d’onde

Dans le cas d’un système qui n’est pas en rotation (ω = 0), Fkl̄ = δkl , et la théorie BCS

habituelle peut être appliquée [85]. Par contre, quand le noyau tourne avec une grande

vitesse l’appariement sera complètement détruit dû à la force de Coriolis. Dans ce qui

suit, nous considérons un noyau en rotation avec une vitesse assez faible de sorte que les

éléments non diagonaux de F soient négligeables ce qui permet de faire l’approximation :

Hp = −G
X
kl>0

Fkk̄ Fll̄ b
+
k b+

k̄
bl̄ bl (3.6.5)

Les éléments non diagonaux de F peuvent être traités par la suite comme perturbation

[86, 87] .

3.7 Fonction d’onde

La théorie BCS peut être ainsi appliquée à l’hamiltonien :

H =
X
k>0

³
ek b

+
k bk + ek b

+
k
bk

´
−G

X
kl>0

Fkk̄ Fll̄ b
+
k b

+
k̄
bl̄ bl (3.7.1)

Par analogie avec BCS, on considère un état |Ψi qui est de la forme :

|Ψi =
Y
k>0

¡
uk + vk b

+
k b+

k̄

¢
|0i (3.7.2)

Or, là aussi |Ψi n’est pas fonction propre de l’opérateur nombre de particules N , qui est

donné par :

N =
X
k>0

¡
b+k bk + b+

k̄
bk̄
¢

(3.7.3)

alors que H commute avec N .

Ceci entraîne une résolution approximative du problème, en introduisant un hamilto-

nien auxilaire H 0 tel que :

H 0 = H − λN (3.7.4)

où λ est paramètre de Lagrange. Il est déterminé par la condition de conservation en

moyenne du nombre de particules :

hΨ| N |Ψi = n (3.7.5)
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3.8. Equations du gap

Ainsi, on obtient l’expression de H 0 suivante :

H 0 =
X
k>0

©
(ek − λ) b+k bk + (ek̄ − λ) b+

k̄
bk̄
ª
−G

X
kl>0

Fkk̄ Fll̄ b
+
k b+

k̄
bl̄ bl (3.7.6)

En calculant la moyenne de cet hamiltonien sur l’état |Ψi on tire l’énergie du système :

E = 2
X
k>0

µ
ēk − λ− G

2
F 2
kk̄ v

2
k

¶
v2k −

∆2

G
(3.7.7)

avec :

ēk =
1

2
(ek + ek̄ ) (3.7.8)

et la nouvelle demi-largeur du gap ∆, définie par l’expression suivante :

∆ = G
X
l>0

Fll̄ ul vl (3.7.9)

3.8 Equations du gap

La détermination des paramètres uk et vk s’effectue en utilisant le principe varia-

tionnel, c’est à dire en minimisant l’énergie de l’état fondamental du système (3.7.7) par

rapport à ces derniers :
∂Esys

∂uk
=

∂Esys

∂vk
= 0 (3.8.1)

soit : µ
∂

∂vk
+

∂uk
∂vk

∂

∂uk

¶
Esys = 0 (3.8.2)

Compte tenu de la condition de normalisation de l’état (3.7.2) :

u2k + v2k = 1 (3.8.3)

on déduit :
∂uk
∂vk

= −vk
uk

(3.8.4)

de là, on aboutit à l’expression suivante :

2
¡
ēk − λ−GF 2

kk̄ v
2
k

¢
uk vk −∆Fkk̄

¡
u2k − v2k

¢
= 0 (3.8.5)

43



3.8. Equations du gap

Tenant compte de la condition (3.8.3), on pose :

uk = cos θk

vk = sin θk
(3.8.6)

L’équation (3.8.5) devient alors :¡
ēk − λ−GF 2

kk̄ v
2
k

¢
sin 2θk = ∆Fkk̄ cos 2θk (3.8.7)

soit :

tan 2θk =
∆F

kk̄

ēk − λ−GF 2
kk̄

v2k
(3.8.8)

Sachant que :

2uk vk = sin 2θk =
∆F

kk̄q¡
ēk − λ−GF 2

kk̄
v2k
¢2
+∆2 F 2

kk̄

(3.8.9)

et

u2k − v2k = cos 2θk =
ēk − λ−GF 2

kk̄
v2kq¡

ēk − λ−GF 2
kk̄

v2k
¢2
+∆2 F 2

kk̄

(3.8.10)

On aboutit ainsi au système suivant :

u2k

v2k

⎫⎬⎭ =
1

2

⎧⎨⎩1± ēk − λ−GF 2
kk̄

v2kq¡
ēk − λ−GF 2

kk̄
v2k
¢2
+∆2 F 2

kk̄

⎫⎬⎭ (3.8.11)

La condition de conservation du nombre de particules devient :

n = 2
X
k>0

v2k (3.8.12)

soit :

n =
X
k>0

⎧⎨⎩1− ēk − λ−GF 2
kk̄

v2kq¡
ēk − λ−GF 2

kk̄
v2k
¢2
+∆2 F 2

kk̄

⎫⎬⎭ (3.8.13)

De (3.7.9) et (3.8.9), on trouve :

2

G
=
X
k>0

F 2
kk̄q¡

ēk − λ−GF 2
kk̄

v2k
¢2
+∆2 F 2

kk̄

(3.8.14)

Les équations (3.7.9) et (3.8.14) constituent les équations du gap pour un système en

rotation ayant un nombre pair de particules appariées [88].
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3.9. Transformation de Bogoliubov-Valatin

3.9 Transformation de Bogoliubov-Valatin

Dans le but de déterminer les énergies des quasi-particules dans la nouvelle base de

Goodman, on utilise la transformation inverse de Bogoliubov Valatin :

bk = uk βk + vk β
+
k̄

b+k = uk β
+
k + vk βk̄

(3.9.1)

pour diagonaliser l’hamiltonien (3.7.6).

A partir du système précédent et en appliquant le théorème de Wick, l’hamiltonien

auxiliaire du système (3.7.6) prend la forme :

H 0
sys = Esys +H11 +H20 +Hrés (3.9.2)

où le premier terme est celui trouvé dans l’équation (3.7.7) :

Esys = 2
X
k>0

µ
ēk − λ− G

2
F 2
kk̄ v

2
k

¶
v2k −

∆2

G
(3.9.3)

Le terme le plus important dans notre calcul est celui qui fait apparaître les énergies des

quasi-particules de signatures positive et négative :

H11 =
P
k>0

©
(ek − λ)

£
u2k β

+
k βk − β+

k̄
βk̄ v

2
k

¤
+(ek̄ − λ)

£
u2k β

+
k̄
βk̄ − v2k β

+
k βk

¤ª
−G

P
kl>0

Fkk̄ Fll̄

©
−ul vl uk vk

¡
β+k βk + β+

k̄
βk̄
¢

+vk vl δkl
¡
uk ul β

+
k βl − vk vl β

+
l̄
βk̄ δkl

¢
−ul vl uk vk

¡
β+
l̄
β l̄ + β+l βl

¢
+vk vl δkl

¡
uk ul β

+
k̄
β l̄ − vk vl β

+
l βk δkl

¢ª
(3.9.4)

après l’arrangement des termes semblables, et en tenant compte des expressions de u2k et

v2k données par (3.8.11) on arrive à :

H11 =
P
k>0

½h¡
ēk − λ−GF 2

kk̄
v2k
¢2
+∆2F 2

kk̄

i 1
2
+ ē0k

¾
β+k βk

+
P
k>0

½h¡
ēk − λ−GF 2

kk̄
v2k
¢2
+∆2F 2

kk̄

i 1
2 − ē0k

¾
β+
k̄
βk̄

(3.9.5)
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3.9. Transformation de Bogoliubov-Valatin

avec :

ē0k =
1

2
(ek − ek̄ ) (3.9.6)

D’où l’expression des énergies des quasi-particules :

Ek =
h¡
ēk − λ−GF 2

kk̄
v2k
¢2
+∆2F 2

kk̄

i 1
2
+ ē0k

Ek̄ =
h¡
ēk − λ−GF 2

kk̄
v2k
¢2
+∆2F 2

kk̄

i 1
2 − ē0k

(3.9.7)

Ek est l’énergie des quasi-particules de signature positive, Ek̄ celle de signature négative.
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CHAPITRE

4 RESULTATS ET

DISCUSSION
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4.1. Paramètres du modèle à particules indépendantes

Pour effectuer les calculs numériques, un choix doit être fait concernant les valeurs nu-

mériques des différents paramètres (quoique des changements légers de leurs valeurs

ne changent pas qualitativement les résultats).

4.1 Paramètres dumodèle à particules indépendantes

Les différents opérateurs du modèle à particules indépendantes font intervenir plu-

sieurs paramètres. Ces paramètres sont généralement ajustés de façon à reproduire les ni-

veaux d’énergie, déterminés par spectroscopie nucléaire, d’un nombre maximum de noyaux

stables. Ainsi, la profondeur du potentiel moyen de Woods-Saxon est donnée par [39] :

V0 = −V 0
0 [1± κ I] MeV avec V 0

0 > 0 (4.1.1)

où

I =
N − Z

A
(4.1.2)

avec le signe plus pour les protons et le signe moins pour les neutrons.

Concernant les paramètres V 0
0 , κ et λ ainsi que le rayon r0 et la diffusivité a (exprimés

en fermi), plusieurs ensembles de valeurs sont disponibles dans la littérature (voir tableaux

4.1 et 4.2). Pour la présente étude, nous avons adopté les paramètres dits universels [39].

A ce niveau, il faut rappeler que l’on s’est restreint dans le présent travail aux noyaux

à symétrie axiale, et que nous avons utilisé les paramètres de déformation β tirés des

tables de Möller et al. [89] pour décrire la forme de l’état fondamental de ces noyaux.

Enfin, les constantes d’appariement ont été choisies de façon à reproduire les valeurs

expérimentales de la différence de masse pair-impaire.

4.2 Application à quelques isotopes d’Erbium

La méthode décrite dans le chapitre précédent a été utilisée pour l’étude de l’effet de la

rotation sur les corrélations d’appariement. Dans ce qui suit, nous exposerons les résultats
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4.2. Application à quelques isotopes d’Erbium

Paramètrisation λ(MeV ) r0 −so (fm) r0 (fm) κ V 0
0 (MeV ) a(fm)

Blomqv._Wahlb. 32.0 1.270 1.270 0.67 51.0 0.67

Rost 17.8 0.932 1.275 0.86 49.6 0.70

Chepurnov calc. 1.240 1.240 0.63 53.3 0.63

"optimale " dépend de A 1.275 0.86 49.6 0.70

"universelle " 36.0 1.20 1.275 0.86 49.6 0.70

Table 4.1: Ensemble des valeurs des différents paramètres du modèle de Woods-Saxon

pour le système Protons.

Paramètrisation λ(MeV ) r0 −so (fm) r0 (fm) κ V 0
0 (MeV ) a(fm)

Blomqv._Wahlb. 32.0 1.270 1.270 0.67 51.0 0.67

Rost 31.5 1.280 1.347 0.86 49.6 0.70

Chepurnov calc. 1.240 1.240 0.63 53.3 0.63

"optimale " dépend de A 1.347 0.86 49.6 0.70

"universelle " 35.0 1.310 1.347 0.86 49.6 0.70

Table 4.2: Mème chose que le tableau 4.1 pour le système Neutrons.

49



4.2. Application à quelques isotopes d’Erbium

obtenus dans le cas des systèmes neutrons et protons de quelques isotopes d’Erbium

(162−170Er) pris à titre d’exemple.

Sur les figures 4.2.1 à 4.2.10 sont représentées quelques grandeurs caractéristiques

de l’appariement en fonction de la fréquence de rotation ω pour le cas neutrons (figures

impaires) et protons (figures paires). Il apparaît de ces figures que le paramètre du gap

est très sensible à la rotation du noyau atomique. En effet, il décroît rapidement pour

s’annuler à une fréquence critique ωC . Ce comportement est assez similaire à celui obtenu

en réduisant artificiellement la constante d’appariement (voir réf.[70]). Toutefois, dans le

présent cas on remarque que la décroissance du paramètre du gap n’est pas monotone.

En effet, on constate sur la majorité des figures l’apparition de plusieurs plateaux quand

la vitesse de rotation du noyau augmente.

La disparition des corrélations d’appariement dans les noyaux en rotation est due à

la force de Coriolis agissant sur deux nucléons dans des états renversés l’un de l’autre

par rapport au sens du temps. La force de Coriolis agit dans des directions opposées sur

chaque nucléon de la paire et à une fréquence critique les équations BCS ne possèdent

que les solutions triviales et les nucléons cessent brusquement d’être appariés (∆ = 0).

On peut alors penser que sur certains intervalles assez restreints, la vitesse de rotation

peut augmenter sans briser de paires ou modifier de façon significative l’appariement

nucléaire. Ceci explique l’apparition des plateaux sus-cités.

Par ailleurs, la comparaison entre les courbes des figures paires et impaires montre

que l’appariement disparait du système neutrons avant de disparaitre du système protons

(ωC de l’ordre de 0.1MeV dans le cas des systèmes neutrons et de 0.25MeV dans le cas

des systèmes protons). Ceci peut être dû d’une part au fait que les niveaux concernés

par l’appriement dans le système neutrons sont plus sensibles à la force de Coriolis que

les niveaux du système protons et d’autre part au fait que dans ce dernier le nombre de

niveaux qui contribuent à l’appariement est plus important que dans le système neutrons.

Les différentes figures montrent les variations de l’énergie BCS en fonction de la vitesse

de rotation. On constate de ces figures que l’augmentation de la vitesse de rotation et
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4.2. Application à quelques isotopes d’Erbium

donc des forces de Coriolis et centrifuges fait que le gain d’énergie, dû à l’interaction

d’appariement, soit réduit progressivement jusqu’à son annulation.

Le potentiel chimique λ a été de même représenté en fonction de la fréquence de

rotation. On a constaté que les forces de Coriolis n’ont pas d’effets remarquables sur le

niveau de Fermi pour les deux systèmes.

Les énergies des quasi-particules des états les plus proches du niveau de Fermi ont été

également évaluées et tracées en fonction de la fréquence de rotation.

On constate que dès que ω > 0, l’invariance par renversement du sens du temps n’existe

plus et les énergies de quasi-particules se scindent en deux correspondant aux deux signes

possibles de la signature (voir eq. 3.9.7).

Par ailleurs, d’après la relation (3.5.1), on voit que les états qui ont de grandes valeurs

de jx (grandes valeurs de j et petites valeurs de Ω) sont les plus modifiés par les forces de

Coriolis et centrifuges. Ceci est bien illustré sur la figure 4.2.4 , par exemple, qui montre

à travers les énergies des quasi-protons que le niveau 36 (correspondant à un moment

angulaire j = 11/2 et une projection Ω = 1/2) est le plus sensible à la rotation que le

niveau 35 ( j = 3/2 et Ω = 1/2).
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Figure 4.2.1 : Evolution du paramètre du gap ∆, de l’énergie du système E BCS, du

potentiel chimique λ et des énergies des quasi-particules Eν en fonction de la fréquence

de rotation pour le système neutrons du noyau d’162Er.
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Figure 4.2.3 : Même chose que la figure (4.2.1 ) pour l’164Er.
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4.2. Application à quelques isotopes d’Erbium
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Figure 4.2.4 : Même chose que la figure (4.2.2 ) pour l’164Er.
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Figure 4.2.5 : Même chose que la figure (4.2.1 ) pour l’166Er.
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Figure 4.2.6 : Même chose que la figure (4.2.2 ) pour l’166Er.
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Figure 4.2.7 : Même chose que la figure (4.2.1 ) pour l’168Er.
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Figure 4.2.8 : Même chose que la figure (4.2.2 ) pour l’168Er.
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Figure 4.2.9 : Même chose que la figure (4.2.1 ) pour l’170Er.
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Figure 4.2.10 : Même chose que la figure (4.2.2 ) pour l’170Er.
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CONCLUSION

Le présent travail avait essentiellement pour but l’étude de l’influence des forces de

Coriolis induites par la rotation du noyau atomique sur les corrélations d’appa-

riement.

Dans un premier temps, le modèle à particules indépendantes a été introduit. Un

champ moyen déformé de Woods-Saxon a été adopté, en raison de caractère réaliste et

simple, pour l’obtention des énergies et des fonctions d’onde individuelles des nucléons.

L’interaction d’appariement, vu son importance dans les noyaux, a été également intro-

duite dans le cadre de la théorie BCS.

Il a été montré par la suite comment introduire les effets de la rotation dans l’hamil-

tonien du système en partant de l’équation de Schrödinger et en utilisant l’approximation

du Cranking.

Une fois l’hamiltonien total établit, la partie à un corps, constituée du terme du mo-

dèle à particules indépandantes et de celui du cranking, a été diagonalisée de façon à

construire une nouvelle base. Pour cela nous avons utilisé la transformation de Goodman

en introduisant la signature comme un nouveau bon nombre quantique. Le terme d’appa-

riement a été écrit par la suite dans la base en rotation, et l’hamiltonien résultant a été

traité à la BCS moyennant certatines approximations.

Comme deuxième étape, le comportement de quelques grandeurs caractéristiques de

l’appariement a été étudié en fonction de la fréquence de rotation du noyau pour quelques

noyaux de la régions des terres rares. Il a été montré que :
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4.2. Application à quelques isotopes d’Erbium

1. le paramètre du gap décroit rapidement et s’annulle à une valeur critique de la

fréquence de rotation.

2. le niveau de Fermi est indépendant de la vitesse de rotation du noyau.

3. l’énergie du système augmente progressivement avec la vitesse de rotation.

4. plusieurs énergies de quasi-particules présentent un dédoublement dès que ω > 0

selon les valeurs de leurs signatures.

Enfin, il a été constaté que les corrélations d’appariement disparaissent de façon

brusque à une valeur critique de la fréquence de rotation. Cette transition de phase étant

non physique, elle peut être éliminée par l’utilisation d’une méthode qui va au-delà de

la théorie BCS en restaurant la symétrie nombre de particules. La présente méthode

constituera ainsi une première étape pour une discription correcte des corrélations d’ap-

pariement dans les noyaux en rotation, en particulier pour l’étude de la structure déformée

des noyaux exotiques dont l’instabilité constitue un sérieux handicap pour l’étude expé-

rimentale.
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ANNEXE A

Dans le cadre de la rotation avec une vitesse angulaire ω l’hamiltonien du système

est :

Ĥ =
p2

2m
+ U (r)− ω · (r ∧ p) (A1)

On veut montrer que les forces de Coriolis et centrifuge sont introduites par le terme du

Cranking.

Autrement notre hamiltonien peut être écrit comme suit :

Ĥ =
X
i

p2i
2m

+ U (ri )− ωk (εijk ri pj ) (A2)

Les équations hamiltoniennes du mouvement sont :

ṙi =
pi
m
− ωk (εjik rj )

ṗi = − ∂U
∂ri

+ ωk (εijk pj )
(A3)

La force agissant sur la particule est :

Fi = m
d2 ri
dt2

= m
d

dt
ṙi (A4)

Donc finalement la résultante des forces est :

F = −∂U
∂r
− 2m(ω ∧ V )−mω ∧ (ω ∧ r)−m(ω̇ ∧ r) (A5)

De sorte que l’hamiltonien H contient à la fois la force de Coriolis et centrifuge et proba-

blement une force résultante de la dépendance du temps de la vitesse angulaire.
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