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Introduction

L’émergence de la physique quantique au début du XX¢ siecle a offert
un cadre théorique aux découvertes aux échelles atomiques et en deca qui
avaient lieu a la méme époque. Apres la mise en évidence expérimentale du
noyau par Rutherford en 1911 et la découverte du neutron par Chadwick en
1932, la physique subatomique a rapidement pris son essor. Il est vite ap-
paru que la force nucléaire était autrement plus complexe que celles connues
jusque-la, les forces gravitationnelle et électromagnétique.

Plusieurs voies se sont alors ouvertes aux physiciens. D’une part, la
physique nucléaire s’en contentée pour commencer de formuler les inter-
actions en terme de forces phénoménologiques de plus en plus élaborées,
généralement non relativistes, qui permettent aujourd’hui de décrire avec
précision les éléments de la carte des noyaux et leurs propriétés : rayons,
masses, niveaux d’énergie, mais également radioactivité, modes de vibra-
tions, etc. Les expériences d’ions lourds, toujours plus sophistiquées, telles
celles menées au GANIL pres de Caen, ont permis de mettre en évidence des
phénomenes de plus en plus exotiques : disparition de nombres magiques,
halos nucléaires ou dans un registre voisin la dynamique nucléaire, de fusion
ou fission par exemple. D’autre part, la physique hadronique et la physique
des particules se sont intéressées aux plus petites distances, avec I’étude des
nucléons ou plus généralement des hadrons, puis des quarks et de l'interac-
tion forte décrite par la chromodynamique quantique (QCD). Grace a des
sondes électromagnétiques comme les électrons, il a été possible d’expliquer
la structure du nucléon en terme de partons, assimilés aux quarks et aux
gluons, vecteurs de l'interaction forte. Comprendre les contributions de ces
différentes composantes a la masse, au spin, etc. du nucléon est un domaine
encore tres actif. La description de l'interaction entre quarks, faible aux
courtes distances (liberté asymptotique) et forte au-dela du fermi (confine-
ment), est un enjeu actuel tant des nouvelles expériences (plasma de quarks
et gluons au LHC par exemple) que des modeles théoriques. Une description
succincte de ces physiques est présentée dans le premier chapitre qui peut
étre vu comme un développement de cette introduction.

Malgré le succes des approches non relativistes pour la physique nucléaire,
les nucléons sont par essence des objets relativistes (I'impulsion de Fermi
dans la matiére nucléaire est supérieure a un quart de la masse du nucléon).



Pour tenir compte correctement de la structure du milieu nucléaire (le spin-
orbite par exemple), il est donc nécessaire de se placer dans le cadre de la
théorie quantique des champs relativiste. Cette approche a débuté des les
années 70. Initiée par Walecka [1], elle consiste a décrire les interactions fortes
entre nucléons par un lagrangien contenant des échanges de mésons. On peut
remarquer que ces échanges sont naturels en physique hadronique dans la
mesure ou a ces échelles d’énergies, les degrés de liberté sont les hadrons et
non les quarks et les gluons. Les mésons impliqués ont été choisis de maniere
a reproduire les propriétés de saturation de la matiére nucléaire, c’est-a-dire
de maniere a obtenir une compensation entre un terme attractif di au méson
scalaire sigma et un terme répulsif di au méson vecteur oméga. Ce modele
de Walecka a ensuite été affiné par ’ajout de nouveaux mésons, notamment
isovecteurs [2]. Il a également été remarqué que la prise en compte de termes
non linéaires au potentiel scalaire permettait d’améliorer les prédictions du
modeéle, mais sans que la valeur des parametres introduits ne soit justifiée a
prior.

Ces théories effectives relativistes, bien que partiellement justifiées par
un mécanisme microscopique, sont toutefois largement déconnectées des pro-
priétés sous-jacentes de QCD. Une théorie effective ne peut tenir compte des
détails précis des mécanismes d’interaction entre quarks et gluons. Cepen-
dant, une théorie hadronique doit pouvoir décrire un certain nombre de
phénomenes globaux qui interviennent entre basse et haute énergie. En par-
ticulier, a basses température et densité, les quarks sont confinés dans les
hadrons, mais & haute température ou grande densité, la matiere consiste
en une phase de quarks déconfinés. L’étude de la transition constitue un do-
maine de recherche en soi. A température nulle, les nucléons sont généralement
traités comme ponctuels, mais ils peuvent aussi étre considérés comme un
ensemble de trois quarks, 'interaction étant portée par un échange de mésons
entre quarks : le choix du confinement va alors contraindre le modele. On
peut montrer que cela revient & prendre en compte 'effet de réarrangement
des quarks confinés (réponse scalaire du nucléon) en présence du champ
scalaire nucléaire. Ceci peut alors se reformuler en terme de potentiel sca-
laire tadpole répulsif [3]. De ce fait les parametres du potentiel scalaire ne
sont plus phénoménologiques. Par ailleurs, QCD posséde une symétrie parti-
culiere, la symétrie chirale. A Dbasses température et densité, cette symétrie
est brisée a la fois spontanément et explicitement. La brisure spontanée,
selon le mécanisme de Nambu—Goldstone, conduit & la présence de bo-
sons de Goldstone, les pions, et a une valeur non nulle du condensat de
quarks, relié a la constante de désintégration du pion par la relation de
Gell-Mann-Oakes—Renner (voir équation 4.10). La brisure explicite est due
a la masse des quarks, elle est donc petite & 1’échelle hadronique. Cette
symétrie est restaurée a hautes température et densité; lorsque seule la
température est grande, la restauration semble se faire en méme temps que
le déconfinement. Un parametre d’ordre de la transition chirale est le conden-



sat de quarks. La compréhension de cette restauration est un enjeu aussi bien
théorique qu’expérimental brilant. Il est donc particulierement intéressant
de construire un modele effectif qui tienne compte a la fois de la symétrie
chirale et du confinement.

Cette these est organisée en deux parties. La premiere partie est consacrée
a une introduction a la physique nucléaire relativiste. Aprés un survol du
contexte dans le premier chapitre, qui constitue comme il a déja été dit une
grosse introduction, le deuxieme chapitre a pour but d’introduire le forma-
lisme nécessaire dans le reste de 'ouvrage. En particulier, on y trouvera
une description du champ moyen a ’approximation de Hartree—Fock, cadre
de la premiere moitié de ce travail de these. Afin de raffiner I'approche,
des corrélations sont ensuite ajoutées a l'approximation des anneaux. Le
troisiéme chapitre présente le modele de Walecka, base de toutes les théories
nucléaires construites a partir d’'un lagrangien relativiste. La seconde par-
tie est consacrée & la mise en place d’'un modele incluant les effets de la
symétrie chirale et du confinement. Au chapitre 4 est développé un lagran-
gien chiral s’inspirant du modele . On verra qu'un tel lagrangien est in-
suffisant pour expliquer les propriétés de la matiere nucléaire, en particulier
la saturation. En effet, le terme scalaire trop attractif fait s’effondrer la
matiere nucléaire. Ce probleme sera résolu au chapitre 5 par I'ajout d’un
terme de confinement via la réponse nucléonique. La valeur du parameétre
de réponse nucléonique est obtenu a partir de calculs sur réseau, c’est-a-dire
ab initio. Ce chapitre constitue la premiere moitié de ce travail de these.
Apres la construction du lagrangien et le calcul de I’énergie a I’approxima-
tion Hartree-Fock, on y trouvera les résultats qui reproduisent correctement
les propriétés du point de saturation ainsi qu’'un certain nombre de propriétés
de la matiere nucléaire. Cependant, quelques points restent a améliorer, en
particulier la valeur trop forte de la compressibilité. Il a donc été décidé
d’inclure des effets au-dela du champ moyen en ajoutant des excitations
particule-trou via des corrélations a I’approximation des anneaux. On trou-
vera le développement de I’énergie de corrélation ainsi que les résultats qui
en découlent au dernier chapitre, qui correspond a la seconde moitié de ce
travail.

Cette these est I'objet de trois publications régulieres :

« Relativistic calculation of the pion loop correlation energy in nuclear
matter in a theory including confinement »

E. Massot and G. Chanfray

Phys. Rev. C 80, 015202 (2009) ;



« Relativistic chiral Hartree-Fock description of nuclear matter with
constraints from nucleon structure and confinement »

E. Massot and G. Chanfray

Phys. Rev. C 78, 015204 (2008) ;

« Chiral symmetry, confinement and nuclear matter properties »
G. Chanfray, M. Ericson and E. Massot
European Physical Journal ST 156, 199 (2008) ;

et d’une publication dans un compte-rendu de conférence :
« Propriétés de la matiere nucléaire dans une approche incluant symétrie

chirale et confinement »
Journées de Rencontres Jeunes Chercheurs, Dinard, (2007).



Premiere partie

Introduction a la physique
nucléaire relativiste






Chapitre premier
Généralités

Les sujets abordés dans cette thése sont a mi-chemin entre la physique
nucléaire et la physique hadronique. Afin de comprendre la cohérence entre
les différents sujets et les conséquences qu’ils peuvent avoir pour notre étude,
nous allons commencer par un bref survol de ces physiques.

1.1 Physique nucléaire

La physique subatomique a démarré avec de nombreuses expériences
au début du XX€ siecle. En particulier, en 1909, Geiger et Marsden bom-
barderent une mince feuille d’or avec des particules a. Les résultats observés
conduisirent Rutherford a postuler en 1911 I'existence de tres petits noyaux
atomiques (modélisation discrete) [4], contrairement au modeéle de Thomp-
son jusque-la largement employé qui proposait que la masse des atomes soit
distribuée dans tout 'atome (modélisation continue). Suite a 'expérience de
Chadwick en 1932 [5] mettant en évidence le neutron - prédit par Rutherford
en 1920 - le noyau apparait comme un ensemble de nucléons, c’est-a-dire un
ensemble de protons et de neutrons, en interaction a des énergies de ’ordre
de quelques dizaines de MeV.

Aujourd’hui, le modele standard de la physique est basé sur un en-
semble de quatre interactions dont certaines seront ignorées dans toute
cette these. L’interaction gravitationnelle, tout d’abord, est négligeable aux
échelles d’énergies que nous considérons. L’interaction électromagnétique
concerne les protons et les neutrons (a travers le facteur de forme électroma-
gnétique des neutrons) dans les noyaux finis, mais dans le contexte de la
matiere nucléaire on omettra cette interaction. L’interaction faible est res-
ponsable de la désintégration 3 des noyaux, elle n’apparaitra pas dans la
suite. Enfin, 'interaction forte, de portée courte, est cachée derriere la plu-
part des sujets abordés dans cette these. Cette derniere interaction, qui ne
peut étre traitée par une méthode perturbative a basse énergie, est mal
connue. Dans le noyau, les échelles d’énergies sont tres faibles devant celles
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8 CHAPITRE PREMIER. GENERALITES

de linteraction forte : l'interaction entre nucléons doit étre vue comme un
« résidu » de celle créant la masse des nucléons.

1.1.1 Modele de la goutte liquide

Le modele le plus simple de noyau est celui de la goutte liquide ou, comme
son nom l'indique, les noyaux sont décrits comme un fluide. En premiere ap-
proximation, le rayon du noyau, ou de la goutte, est proportionnel a la racine
cubique du nombre de nucléons ou particules r ~ ryAY/3 (ot A est le nombre
de nucléons présents). Ceci est assez bien vérifié expérimentalement, sauf
pour les noyaux les plus légers. Comme dans une goutte, I’énergie de liaison
a, d’un nucléon est indépendante du nombre total de nucléons. Une premiere
contribution a l’énergie de liaison totale du noyau est donc F, = a,A.
Cette énergie de liaison est valable pour une goutte de matiere infinie. Dans
une goutte finie, les nucléons de surface ne peuvent contribuer de la méme
maniere que les nucléons de coeur. On introduit donc une énergie de tension
de surface proportionnelle a celle-ci et contribuant négativement a ’énergie
de liaison : Ey = —asA%/3. Les protons étant chargés, il faut rajouter un
terme coulombien répulsif, & savoir —a,.Z> /Al/ 3 ol Z est le nombre de pro-
tons. L’énergie obtenue ne pourrait rendre compte de la vallée de stabilité.
Or pour l'instant il n’a pas été fait de différence entre les protons et les neu-
trons autre que leur charge. De maniere générale, leurs natures différentes
conduisent tant dans le potentiel que dans I’énergie cinétique a un terme
dépendant de 6 = N — Z, N étant le nombre de neutrons. Un terme linéaire
conduirait a un noyau composé uniquement d’une des deux espéces. On pos-
tule donc une énergie proportionelle & §2 de la forme Eyym = —asym52 /A qui
permet de reproduire les noyaux stables. Enfin, un terme d’appariement FE,
doit étre rajouté ou retranché suivant que le noyau est pair-pair ou impair-
impair respectivement. Il est du a la nature fermionique des nucléons. En
résumé, ’énergie de liaison d’un noyau composé de A nucléons (Z protons
et N neutrons) peut étre résumée par la formule de Bethe-Weizsécker :

72 (Z — N)?

_ _ 2/3 _ _ S
FE = CLUA (ISA Qe A1/3 Asym, A

te, (1.1)

Cette formule phénoménologique reproduit tres bien les énergies de liaison
des noyaux connus en prenant comme valeurs pour les parametres [6, 7] :

a, = 15,96 MeV,
as = 17,23 MeV,
a. =~ 0,7 MeV,
asym =~ 30 MeV. (1.2)

Les théories développées dans cette thése s’attachent a reproduire ces valeurs
a partir de modeles théoriques plus proches de la théorie fondamentale des
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interactions. Le traitement des noyaux finis y devient tres lourd a la fois
d’un point de vue analytique et d’un point de vue numérique™®.

Dans la suite nous n’évoquerons que tres rapidement le cas des noyaux
pour nous concentrer sur celui de la matiere infinie. Celle-ci a cependant un
champ d’applications important comme par exemple les étoiles a neutrons
dont nous reparlerons a la fin de cette introduction. Le concept de matiere
nucléaire infinie est défini par les assertions suivantes :

— comme son nom l'indique, ¢’est un milieu infini uniforme sans surface ;

— Dinteraction coulombienne entre les protons y est négligée®

— il n’est pas forcément nécessaire de tenir compte des corrélations d’ap-
pariement entre les nucléons, on les omettra ici;

— le milieu est invariant par translation, les fonctions d’onde y sont des
ondes planes ;

— sa densité a I’équilibre est extrapolée a partir de celle a 'intérieur des
gros noyaux, a savoir pg = 0,16 fm=3.

En conséquence, on s’intéressera uniquement dans la partie principale de
cette these a I’énergie de volume a, et a I'énergie d’asymétrie agy,,. En effet,
les énergies de surface et d’appariement n’y ont plus de sens et ’énergie
coulombienne est négligée. Lorsqu’on trace I’énergie par nucléon en fonction
de la densité, la courbe obtenue présente un minimum appelé point de sa-
turation. Ses coordonnées doivent étre celles données ci-dessus, c’est-a-dire
(po, —ay).

Cependant, ce modele de la goutte liquide n’est pas adapté pour expli-
quer et prédire les détails des spectres d’énergie de toute la carte des noyaux
puisqu’il a été construit pour décrire ’état fondamental. Une premiere chose
qu’il n”’aborde pas est la plus grande stabilité (relative) des noyaux possédant
un nombre de protons ou de neutrons égal a 2, 8, 20, 50, 82, 126, dits noyaux
magiques. Ce phénomene rappelle celui qu’on observe en physique atomique
lorsqu’une couche d’électrons est entierement remplie. Il en est de méme
en physique nucléaire : on peut introduire des couches pour les nucléons
(modele dit « en couche »), mais le potentiel est bien plus sophistiqué qu’un
potentiel de Coulomb. Malgré cela, les parties a 3 (voire 4) corps sont moins
bien connues; dans tous les cas le cceur dur rend les calculs délicats. Un
bon test pour un modele nucléaire est la précision avec laquelle il prédit
les couches d’un noyau donné (en particulier un noyau magique) et leurs
énergies respectives.

MEn particulier, 'approche relativiste choisie complique considérablement les calculs.

(2 En réalité, le potentiel coulombien est infini et constant dans une matiére chargée
infinie uniforme. Le concept de matiere nucléaire s’affranchit de cette difficulté, on peut
s’en convaincre en remarquant que la force dérivant d’un potentiel constant est nulle. Dans
le cas des étoiles a neutrons, un gaz d’électrons libres assurant 1’électroneutralité de I’étoile
permet par exemple de se ramener & la notion de matiere nucléaire.
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1.1.2 Approche microscopique

Bien qu’on ne puisse le dériver analytiquement, le point de départ pour
les approches microscopiques est toujours le potentiel d’interaction nucléon-
nucléon dans le vide représenté figure 1.1. Depuis les années 50, de nom-

500
400
300
200
100
0
-100

potentiel n-n 1SG(MeV)

distance n-n (fm)

—
—
(Y
w

F1G. 1.1: Potentiel d’interaction nucléon-nucléon dans le vide (figure repro-
duite avec l’aimable autorisation de J. Dobaczewski).

breuses expériences de diffusion neutron-proton et proton-proton ont per-
mis de connaitre ce potentiel nucléon-nucléon de facon extrémement précise.
Divers potentiels & deux corps, qui sont en général empiriques, permettent
de le décrire. Leurs parametres sont choisis pour reproduire les données
expérimentales comme par exemple celui de Paris, ou plus récemment les
potentiels d’Argonne [8]. D’autres, comme celui de Bonn, reproduisent les
données de diffusion mais sont construits a partir d’une interaction d’échange
de mésons. Pour décrire la matiere nucléaire ou ont lieu des interactions entre
de nombreux nucléons, les forces a trois corps ne peuvent étre ignorées. Les
potentiels précédents doivent donc étre complétés par des forces a trois corps,
ici encore choisies empiriquement ou a partir d’échange de mésons, princi-
palement de deux pions. Cependant, ces modeéles pechent par leur manque
de lien avec la théorie sous-jacente qui est la chromodynamique quantique
(QCD). Une propriété essentielle de la QCD qui a une influence sur les
théories effectives est la symétrie chirale (voir le chapitre 4 pour la définition
de cette symétrie), spontanément brisée a basse température et basse den-
sité. Celle-ci peut étre incorporée dans les interactions entre nucléons par une
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méthode proposée par Weinberg [9] et développée dans les années 90 [10],
connue sous le nom de théorie des champs effective chirale. Cette derniere
approche permet en plus de rendre cohérentes les descriptions des forces a
deux et trois corps (voire plus), et de tronquer les calculs & un ordre donné,
en général le quatrieme (N®LO)[11]. Une autre propriété essentielle de la
QCD est la liberté asymptotique et le confinement. Etant donné que ce
point constitue un élément essentiel de ce travail de these, on y reviendra
de fagon plus détaillée au paragraphe 1.2.7. Une interaction nue permet de
décrire un systeme de quelques nucléons avec un calcul ab initio [12]. Bien
que les prédictions obtenues soient tres bonnes, les limites des moyens infor-
matiques sont rapidement atteintes. Certaines techniques de calcul, comme
la configuration d’interaction, sont utilisables jusqu’a un nombre de nucléons
de T'ordre de 20. Au-dela, mises a part de rares exceptions (noyaux double-
ment magiques), le principal probléeme provient des forces & courte portée.
En effet, si on prend la valeur moyenne du potentiel Viyn sur 1’état fon-
damental choisi comme un déterminant de Slater noté |¢o) et qu’on integre
sur tout ’espace, I’énergie obtenue diverge rapidement aux petites distances.
Pour s’en affranchir, il faut introduire de tres fortes corrélations dans le fon-
damental qui annulent sa fonction d’onde aux petites distances de fagon a
compenser la divergence de V. Mais les calculs effectués a partir de fonc-
tions d’onde corrélées sont extrémement lourds. En supposant par exemple
qu’on sache obtenir la fonction d’onde du °Fe, U, (ry,--- ,rs6), le calcul de
I'énergie, E = [dry---drsgUpe(ry, -+ ,r56)H(r1, -+ ,r56)Ppe(rs, -+ ,Ts6),
prendrait avec les moyens de calcul actuels un temps supérieur a l’age de
I'univers. Il faut donc partir sur une approche différente pour les noyaux
moyens et lourds.

1.1.3 Théorie effective phénoménologique

On introduit une interaction effective représentée par une matrice G dont
la valeur moyenne prise sur |¢g) donne les mémes résultats (pour I’énergie,
la densité, etc.) que l'interaction nue sur le fondamental corrélé |¢g) :

(Yol VN |[to) = (#0|Glo)- (1.3)

On calcule G en ajustant le braket de droite sur celui de gauche jusqu’a des
densités de 'ordre de la densité nucléaire, ce qui est suffisant.

Les premiéres interactions effectives proposées, a la fin des années 60,
étaient phénoménologiques et non relativistes. Le principe est de décomposer
la force sur un certain nombre d’opérateurs (spin, isospin, etc.) et d’ajuster
les coefficients sur des mesures expérimentales. Ces forces peuvent étre de
portée finie, telle la force de Gogny [13] trés employée depuis les années
80. Cette approche est naturelle dans la mesure ou elle modélise bien les
moyenne et longue portées de I'interaction entre deux nucléons. Cependant,
il est bien plus aisé de travailler avec des forces de portée nulle telles les
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forces de Skyrme [14, 15]. La 1égitimité de cette approche est faite a poste-
riori en notant que les prédictions sont trés bonnes et les calculs nettement
plus faciles que dans le cas de portée non nulle [16]. Il est possible d’inclure
dans ces forces différents ingrédients qui permettent de raffiner le modele.
Les premiéres interactions utilisées sont les forces SIII [17]. On peut citer
également la force Skm™ qui donne une description plus réaliste des effets de
surface [18]. Mais ce sont sans conteste les forces de Saclay-Lyon qui sont les
plus utilisées. Elles ont été proposées dans les années 90 par une collabora-
tion entre Saclay et Lyon et sont notées Slyn [19, 20]. Leur originalité tient
au fait qu’elles utilisent I’équation d’état de la matiere nucléaire de neutrons
pour ajuster les parametres. La plus courante d’entre elles (et sur laquelle
sont basées les autres), la force Sly4, est obtenue a partir du potentiel

r)

[P26(r) + 6(r)P?]

P’ -5(r)P

étg(l + 3Py [p(r))73(r)

FiWoo - [P/ % 5(1.)13] (1.4)

V(I‘l,I‘Q) = t0(1+l‘opg)5

—_
—~

_tl(l + xIPO'

[\

+to(1 4+ 29 P,

~— ~—  —

oir =r; —ro, P = (V) —V3)/2i et P’ = P* agit a4 gauche. 0 = 07 +
ooy et P, = %(1 + 01 - 09) tiennent compte de la dépendance en spin. La
premiere ligne correspond a un terme central. Les deux lignes suivantes sont
des termes non locaux qui permettent de relier cette force aux propriétés
de portée non nulle de l'interaction réelle. Le terme en t3, x3 dépend de la
densité. Enfin, la derniere ligne est un terme de spin-orbite.

A partir du hamiltonien construit grace a ce potentiel, il est possible
de construire une densité d’énergie £(p) a I'approximation de Hartree-Fock
(voir le chapitre 2). Elle est liée a I’énergie par particule comme dans ’équation
(3.22). On trouve pour l’énergie par particule dans la matiére nucléaire
symétrique :

E 3 /3e2\** L. 3 3 /3x2\*® 1
(p) 10m< 5 > P op+80®s< 5 > P+ etsr” (L)

ou O4 = 3t + (5 + 4x2)ts. On s’est placé comme dans tout le reste de cette
these dans le systeme d’unités ou A = ¢ = 1. On peut également calculer la
pression et le module de compressibilité, définis respectivement par

OE 0% (p)

P — 7| —,2zA 1.
P 18P oL

Ky = 98—:8——1—9,02—‘4. (1.7)

odp  p Ip?
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Ils s’écrivent donc en fonction des quatre parametres tg, Oy, t3 et 0. On écrit
les trois quantités ci-dessus au point de saturation de la matiere nucléaire,
ainsi que o, avec les valeurs

%(po) = —16 MeV, (1.8)
Ky =~ 230 MeV, (1.9)
P(pg) = 0, (1.10)
- é (1.11)

E/A(po) est obtenu par les modeles de goutte liquide (voir ci-dessus), K o, est
extrapolé a partir des données sur les modes monopolaires (ou de respiration)
des noyaux et P(pg) = 0 correspond & la définition du point de saturation.
La derniere équation est une prescription habituelle permetant d’avoir un
couple raisonnable (K, m*) o m* est la masse effective. On a ainsi acces
aux quatre premiers parametres du hamiltonien.

En utilisant de plus les propriétés de la matiere nucléaire asymétrique et
I’énergie d’asymétrie choisie a la valeur 32,5 MeV, on peut fixer un nouveau
parametre, Oy, = 3t121 — t2(5 + 4a2). L’équation d’état de la matiere de
neutrons est ensuite utilisée pour fixer trois nouveaux parametres, xg, T3
et ©, = t1(2 + x1) + t2(2 + z2). Malgré tout, les parametres tq, xi, t2, T2
ne sont pas tous connus car ils ne sont fixés que par G4 et ©,. On impose
x9 = —1 pour éviter les problemes de matiere de neutrons ferromagnétique.

Le reste des parametres est fixé a ’aide des propriétés des noyaux finis,
en particulier les rayons de charge et les énergies de liaison. Les noyaux sont
choisis doublement magiques pour éviter les effets de corrélation compliqués.
Le noyau 0 n’est pas utilisé dans la mesure ou il est trés petit et ol
les corrélations au-dela du champ moyen sont trop importantes. On évite
également "®Ni dont la masse est estimée par extrapolation mais n’a pas été
mesurée.

Au final, la paramétrisation des forces de Skyrme obtenue avec ce proto-
cole est appelée Sly4. On pourrait citer Sly5, 6,7 qui incorporent notamment
la contribution d’un couplage tenseur entre spin et gradient (elle est nulle
dans les noyaux magiques saturés en spin) et les corrections du centre de
masse. Les prédictions de ces forces, ajustées sur des noyaux pres de la vallée
de stabilité, sont relativement robustes autour de celle-ci.

Les forces de Skyrme sont phénoménologiques dans la mesure ou elles ne
proviennent pas de processus d’échange clairement identifiés. A contrario,
on peut essayer de construire des interactions a partir d’échanges de mésons ;
dans le cas relativiste cette approche a été initiée par Walecka (chapitre 3).
Les interactions peuvent également étre contraintes par la présence de QCD
sous-jacent, en particulier par la symétrie chirale et le confinement. Ce sera
I'objet des chapitres développés dans la seconde partie de cette these; les
détails introductifs seront donnés dans la seconde section de ce chapitre.
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1.1.4 Probleme a N-corps

Un probleme essentiel de la physique nucléaire qui n’a pas été détaillé
jusqu’ici correspond au fait que l'on a affaire a un systéeme a N corps,
dont la résolution ne pourra étre faite directement. L’idée développée pour
le résoudre de facon approchée est de remplacer le potentiel a N corps
par un potentiel moyen ressenti par chaque particule. C’est la méthode
dite du « champ moyen ». On obtient ainsi un systéme de quasiparti-
cules indépendantes comme expliqué dans le chapitre sur le formalisme. Le
probléme se rameéne alors a la construction du potentiel moyen. Dans le cas
d’un atome, il s’agissait du potentiel coulombien en 1/r di au noyau ainsi
que de ’écrantage par les autres électrons. De maniére similaire, ici le po-
tentiel est dii aux autres nucléons : ainsi sa détermination dépend-elle des
autres nucléons qui eux-mémes évoluent dans ce potentiel. Les méthodes
d’approximation basées sur le champ moyen sont donc auto-cohérentes, ce
qui constitue une maniere de choisir le meilleur potentiel moyen de fagon
méthodique. Le champ moyen développé dans cette these est basé sur un
choix de I’état fondamental sous forme d’un déterminant de Slater, c’est-
a-dire de particules (ou plutét de quasiparticules) indépendantes® . Cette
description, appelée champ moyen de Hartree—Fock, est néanmoins insuf-
fisante dans le cas des noyaux finis. Pour un noyau magique, la couche de
valence est entierement remplie : la premiere excitation du noyau est a un ni-
veau d’énergie supérieure a ce qu’on peut obtenir avec I'interaction résiduelle
du champ moyen. Mais dans le cas d’un noyau quelconque, le saut entre le
fondamental et le premier niveau excité est généralement faible. Dans ce
cas, les corrélations entre ces niveaux ne peuvent plus étre ignorées. Le
plus simple est de les inclure dans la définition du fondamental. Le premier
type de corrélations qu’on introduit sont les corrélations a deux corps ou
d’appariement qui couplent deux états de quasiparticules. On obtient ainsi
la théorie de Hartree—Fock—Bogoliubov (HFB). En général, on se contente
d’apparier des états qui sont inverses I'un de ’autre par renversement du
temps (par analogie avec la théorie BCS de la superfluidité), ce qui simplifie
grandement les équations. On peut ajouter aussi des excitations collectives.
La méthode la plus simple pour ce faire est de chercher 1’état d’énergie la
plus basse du noyau lorsque celui-ci est placé dans des champs extérieurs, ce
qui revient a ajouter des contraintes au hamiltonien. Ces champs extérieurs
— ou ces contraintes — sont choisis de maniére a simuler une déformation
quelconque : en général quadrupolaire ou octopulaire. Ceci constitue HFB

®)Les collisions entre nucléons dans le noyau atomique sont fortement inhibées par le
principe d’exclusion de Pauli : pour un nucléon d’énergie cinétique de 10 MeV, le libre
parcours moyen est ainsi de 15 fm [21]. De ce fait, les nucléons se heurtent bien plus souvent
a la paroi nucléaire qu’a leurs condisciples. Cette particularité permet de considérer les
quasiparticules comme indépendantes mais se mouvant dans le champ moyen modélisé par
la paroi.
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avec contraintes. On pourrait mentionner qu’il est bien str possible d’aller
plus loin, en introduisant par exemple un couplage entre ces différentes ex-
citations. Dans le cas de la matiere nucléaire, le gap vaut environ 2,5 MeV a
densité ordinaire [22] : on se contente donc du champ moyen de Hartree—Fock
dans la plus grande partie de cette these.

1.1.5 Au-dela du champ moyen

Les expériences a base de faisceaux d’ions radioactifs, en particulier au
Ganil a Caen, permettent de connaitre de nombreuses propriétés d’un large
domaine de la carte des noyaux. Ces dernieres années, plusieurs phénomenes
exotiques ont été mis en évidence, comme par exemple (pour ne pas étre
exhaustif) les halos de neutrons ou la disparition de nombres magiques. De
nouveaux dispositifs, tels SPTIRAL 2 au Ganil ou FAIR au GSI a Darmstadst,
vont bientdt permettre de repousser encore les limites d’exploration de la
carte des noyaux.

Les premiers modeles effectifs de physique nucléaire ont été développés
dans le cadre du champ moyen. Cependant, pour décrire par exemple les
phénomenes exotiques ci-dessus, il est nécessaire d’aller au-dela et de prendre
en compte les corrélations. Plusieurs pistes ont été envisagées. Citons entre
autres la méthode de la coordonnée génératrice qui consiste a construire la
fonction d’onde fondamentale corrélée comme une superposition linéaire de
fonctions d’onde de champ moyen.

La méthode de la fonctionnelle de densité est une méthode tres puis-
sante qui permet d’accéder a une description unifiée des propriétés globales,
des excitations nucléaires et des réactions. Elle s’applique a ’ensemble des
noyaux moyens et lourds et est largement utilisée aujourd’hui. Elle a été
développée a l'origine en physique du solide pour décrire les atomes et les
molécules (typiquement les réseaux cristallins) qui constituent eux aussi des
systemes a N-corps. Un tel systéme est décrit de maniere générale par un
hamiltonien

H=T+W+ Vi (1.12)

ou T correspond a I’énergie cinétique des particules, W a l'interaction entre
elles et V,;+ & un potentiel extérieur qui peut étre par exemple un champ
électrique imposé dans un cristal® . D’aprés Hohenberg et Kohn [23], 'énergie
peut étre écrite comme une fonctionnelle de la densité & un corps p :

Elpl = Flol + [ drVia@)olo) (1.13)

La puissance de cette méthode tient au fait que les quantités qui nous
intéressent peuvent étre écrites en fonction de 3 coordonnées contre 3N co-
ordonnées dans les problemes & N corps en général. F'[p| ne dépend que du

@En physique nucléaire, il n’y a pas de potentiel extérieur. Ceci constitue une difficulté
dans laquelle il n’est pas question de rentrer ici.
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type d’interaction considérée et absolument pas du champ extérieur. C’est
donc une fonctionnelle universelle qui prend la méme forme quel que soit le
systeme étudié. Elle correspond & I’énergie libre et peut étre décomposée sur
une partie cinétique et une partie d’interaction :

Flp] =T[p] + Wlp] = [l T[¥[p]) + &[plW[[p])- (1.14)

Deux autres propriétés importantes sont liées a celle-ci :

— D’état fondamental |1)g) est une fonctionnelle unique de la densité de
particules du fondamental : |¢g(r1, -+ ,rn)) = |Yo[po]). En conséquence,
la valeur moyenne sur le fondamental de n’importe quelle observable
O est une fonctionnelle de pg : Oy = (Y[po]| O [po]) = Olpo] ;

— D’énergie et la densité du fondamental peuvent étre obtenues pour un
potentiel extérieur donné en minimisant la fonctionnelle d’énergie :
Ey = FEy,, [pO] < Ev,,, [p]

Bien que le théoreme donne l’existence d’une telle fonctionnelle, il ne dit
pas comment construire 7' ni W. On utilise en physique nucléaire le schéma
de Kohn et Sham [24]. Celui-ci part d’un systéme auxiliaire constitué des N
particules sans interaction soumises a un potentiel Vy :

H=T+V.. (1.15)

Le schéma stipule qu’il existe un unique potentiel V; tel que la densité du
fondamental du systeme auxiliaire soit la méme que la densité du fonda-
mental du systéme en interaction. Dans ce cas, les fonctions d’onde a une
particule ¢; sont solutions de I’équation de Kohn-Sham

[Ti(r) + Vs(r]pi = i, (1.16)

ou l'opérateur d’énergie cinétique a une particule est par exemple T; =
—V?2/2m. En physique nucléaire relativiste, on retrouve I'’équation de Hartree—
Fock (2.17).

La fonctionnelle d’énergie, outre le terme cinétique, est généralement
décomposée sur un terme direct, ou de Hartree, et un terme d’échange qui
contient a priori toutes les corrélations :

Flp] = Ekinlp] + En[p] + Exelp)- (1.17)

Les quantités ci-dessus peuvent étre construites a partir des interactions, par
exemple de Skyrme. Si on utilise plutot les interactions présentées dans cette
these, on obtient par exemple pour le modele de Walecka a ’approximation
Hartree (avec les notations utilisées dans la suite) :

Einl] = / dr{Gold(—iv - ¥ + My)ldo), (118)

Eulp) = 5 [ dr(onlGE@0)2lon) + (6nlGO (G0 o),

(1.19)
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ott les constantes sont déduites du modele de Walecka : G = —(go /My )?
et GO = (gw/mw)?.

Toute la spécificité d’une approche particuliere consiste a choisir un ni-
veau d’approximation pour F,... Le plus simple consiste & ne garder que
le premier ordre, correspondant au systeme homogene, ou terme de Fock.
Cela revient alors au champ moyen de la section précédente. On peut citer
Papproximation de densité locale (LDA) ou E,. est choisi comme :

BEPA = [ drp(e)ett' (o) (1.20)

< unig ’ . ’ . N . . .
ol e/ (p) est I'énergie de corrélation d’un systéme uniforme infini de den-

sité p.

Lorsqu’on se limite dans la développement de F,. aux diagrammes en
anneaux présentés au chapitre suivant, on peut les resommer en fonction du
terme de Fock. On obtient alors ’approximation dite de la phase aléatoire
(pour des raisons historiques) ou RPA. On y reviendra plus longuement a
la section 2.2.

Le champ de la physique nucléaire est bien str plus étendu que ’esquisse
qui en a été faite ici. On pourrait citer par exemple les approches dépendant
du temps et la dynamique des réactions nucléaires. Cependant, ces sujets ne
sont pas du tout abordés dans cette these consacrée a la matiere nucléaire
a 1’équilibre.

1.1.6 Etoiles A neutrons

Les étoiles a neutrons constituent un bon exemple d’application, ou un
bon test observationnel, pour les modeles de matiere nucléaire.

Les étoiles a neutrons sont formées a partir de I'effondrement de super-
novee. Ce sont donc des objets tres denses, dont la densité varie de celle du
fer (a extérieur) a plusieurs fois la densité nucléaire (au centre). Les forces
de gravitation vont donc jouer un role prépondérant ; les étoiles & neutrons
sont d’ailleurs les objets les plus compacts que ’on connaisse si on excepte les
trous noirs. Il a été mesuré expérimentalement que la plupart d’entre elles ont
une masse voisine de 1,4Mg [25]. Leurs rayons sont typiquement de 'ordre
de la dizaine de kilometres. Elles sont composées a 'extérieur d’une écorce
consistant en un réseau cristallin d’agrégats nucléaires baignant dans un gaz
de neutrons de basse densité et d’électrons ultrarelativistes. L’intérieur se-
rait composé de matiere nucléaire en équilibre 3, contenant une majorité de
neutrons avec des protons et des leptons (électrons, muons). Les neutrinos et
antineutrinos produits lors de désintégrations (8 s’échappent vers ’extérieur
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de I'étoile. Cependant, les densités étant tres élevées vers le centre de I’étoile
(plusieurs fois la densité de la matiere nucléaire), on peut supposer que des
hadrons plus lourds sont présents, voire une phase de quarks déconfinés en
supraconductivité de couleur (voir le paragraphe 1.2.2 pour plus de détails).
En revanche, malgré ces propriétés extrémes, les étoiles a neutrons sont des
objets qui peuvent étre traités a 'approximation de température nulle (elle
est en effet inférieure & la température de Fermi).

Une étoile a neutrons est donc un systeme en équilibre entre les forces
gravitationnelles qui tendent a la faire s’effondrer et les forces de pression de
la matiere nucléaire. Pour la décrire, il est nécessaire de préciser les points
suivants [26] :

— la matiere nucléaire est supposée étre un fluide a I’équilibre chimique

et a I’équilibre hydrostatique ;

— on choisit pour la loi de gravitation la relativité générale ;

— il faut donner une équation d’état, c’est-a-dire la variation de la pres-

sion en fonction de la densité nucléaire.

Etant donné que les champs gravitationnels sont tres intenses, la relativité
générale s’impose. On peut mesurer le caractere relativiste d’un objet a par-
tir de son rayon de Schwarzschild Rggp,. A partir du moment ou il représente
une fraction non négligeable de son rayon R, 'objet doit étre traité a l'aide
de la relativité générale. Les trous noirs, pour lesquels Rg.,/R = 1, sont
completement relativistes. Pour les étoiles a neutrons, Ry, /R ~ 0.2, ce qui
est conséquent. En comparaison, ce rapport est d’environ 1075 pour le so-
leil. Le modele le plus simple est donné par une étoile statique a symétrie
sphérique. La métrique engendrée par I’étoile est de la forme (avec des no-
tations évidentes)

-2
ds? = gapda®da’ = —**dt? + (1 - 2G7m> dr® + r2(d6* + sin? 0dy?)
(1.21)
ou ® est le potentiel gravitationnel et m(r) est la masse contenue dans une
sphere de rayon r autour du centre de 1’étoile. L’équation d’état de la matiere
nucléaire est obtenue par des modeles de physique nucléaire. Celui de Skyrme
a été largement utilisé, et on propose dans cette thése une équation d’état
déduite de notre modele (voir le paragraphe 5.4.5). Les prédictions qu’elle
apporterait concernant les étoiles & neutrons constitueraient un bon test du
modele. Pour I’écorce en revanche, il faut inclure des descriptions spécifiques,
on peut utiliser par exemple le travail proposé dans [27].

Une premiere propriété des étoiles a neutrons qui peut étre étudiée est la
variation de la masse de I’étoile en fonction du rayon. La courbe obtenue a
partir d’une équation d’état donnée a typiquement ’allure présentée figure
1.2. Ces courbes sont paramétrées par un parametre qui n’apparait pas sur
le courbe et qui peut étre par exemple la densité au centre de 1’étoile. La
partie située a gauche du maximum corespond & un domaine de solutions
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Mz[snl.:l.r mass]

Fic. 1.2: Allure de la variation de la masse gravitationnelle d’une étoile
a meutrons en fonction de son rayon pour différentes équations
d’état [28].

ou l’étoile est instable. Toutes les valeurs du couple (rayon, masse) situées a
droite du maximum sont a priori des valeurs acceptables qui sont fixées par
I’histoire de 1’étoile. Le maximum doit étre supérieur a la valeur des plus
grandes masses connues pour les étoiles a neutrons.

Le profil de la fraction de protons permet de discuter un deuxieéme point
important, le refroidissement, qui peut constituer lui aussi une contrainte
sur les modeles d’étoiles a neutrons et donc sur les équations d’état. Les
mécanismes de refroidissement sont associés a I’émission de neutrinos comme
c’est le cas pour le mécanisme de URCA, généralement discuté. Celui-ci
prédit une émission de neutrinos a partir de la chaine de réaction suivante :

(1.22)

p+e — n4+v
n — p+e +U.

La signature typique de cette réaction est I’émission de neutrinos et d’an-
tineutrinos non corrélés d’environ 10 a 20 MeV. Les étoiles a neutrons au
centre desquelles a lieu le processus URCA se refroidissent sur des échelles
de temps de 'ordre de 10 a 100 ans; en ’absence de ce mécanisme ’échelle
de temps augmente de plusieurs ordres de grandeur (typiquement 6 ordres).
Ce mécanisme est bloqué pour des raisons cinématiques si la fraction en
protons (par rapport a la densité baryonique) est inférieure a 0,11 (0.148 si
I’étoile contient également des muons). Il est possible d’estimer la densité a
partir de laquelle la fraction en protons est suffisante ; elle dépend grande-
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ment de I'énergie d’asymétrie [29]. On note des différences trés importantes
entre les modeles non relativistes (Skyrme, Gogny) et les modeles basés sur
des lagrangiens relativistes, comme dans cette these. Cependant, les mesures
expérimentales ne permettent pas a ’heure actuelle de discriminer entre la
présence ou non de ce phénomene dans les étoiles a neutrons.

Enfin, il faut signaler que les équations d’état prédites au paragraphe
5.4.5 sont peut-étre insuffisantes pour décrire la matiére tres dense au centre
des étoiles a neutrons (bien que les observations actuelles ne permettent pas
d’infirmer que les étoiles a neutrons sont composées uniquement de matiere
ordinaire). En effet, les densités en jeu sont plusieurs fois celles de la satura-
tion de la matiére nucléaire. Dans ce cas, on pourrait inclure comme premiere
modification des équations d’état la contribution de baryons étranges, par
exemple comme dans [28]. On pourrait aussi se poser la question d’une tran-
sition de phase vers un état ou les quarks sont déconfinés.

1.2 Physique hadronique

1.2.1 Des quarks a QCD

Suite a la découverte de Chadwick, une foule de particules de la famille
des protons et des neutrons a été découverte expérimentalement dans les
années 50. Ils seront appelés hadrons, d’'un mot grec signifiant « fort », car
soumis a 'interaction forte. En 1932, Heisenberg avait rangé le proton et le
neutron dans un multiplet d’isospin, représentation du groupe SU(2). Au
début des années 60, Ne’eman et Gell-Mann généraliserent indépendamment
le travail de Heisenberg en rangeant les hadrons dans des multiplets représen-
tations de SU(3). Le succes de cette démarche a trouvé une explication en
1964 lorsque Gell-Mann et Zweig proposerent le modele des quarks. Avec
trois saveurs de quarks, notées u (pour up), d (pour down) et s (pour
strange), on reconstruit la classification issue de SUy(3). Par la suite, les
expériences ont mis en évidence (seulement en 1994 pour le quark le plus
lourd) un total de six quarks. Les trois quarks les plus lourds ayant une
masse supérieure au Gev, ils n’ont que peu d’influence en physique hadro-
nique de basse énergie : on les négligera dans la suite. Il a été décidé ici
d’ignorer également leffet du quark étrange, de masse voisine de 150 MeV.

Le modele des quarks doit étre complété par 'ajout de particules corres-
pondant a linteraction entre eux. Les champs de quarks sont des spineurs
contenant trois champs de Dirac pour les trois couleurs possibles, ce sont
donc des représentations du groupe de Lie SU.(3). Les vecteurs de la force
forte, liée a la couleur, sont alors les générateurs de SU.(3), au nombre de
huit. On les appelle les gluons.

Les quarks étant liés dans les hadrons, il faut pour les observer et les
étudier disposer de sondes dont la résolution spatiale est inférieure au fermi,
I’échelle du nucléon. L’expérience fondamentale pour ces études est la diffu-
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sion profondément inélastique réalisée au SLAC (Stanford Linear Accelera-
tor Center) au début des années 1970 [30, 31]. Le principe est le méme que
celui de 'expérience de Rutherford : on envoie un électron sur un nucléon, et
on observe la diffusion de celui-la. La figure obtenue dépend de la structure
du nucléon, décrite en terme de partons (introduits par Feynman). Ce sont
eux qui interagissent avec 1’électron wia I’échange d’un photon virtuel. Ces
partons sont des objets sans structure qui portent une partie de I'impulsion
du nucléon. Leurs nombres quantiques (spin, charge, ... ) seront a posteriori
identifiés avec ceux des quarks. Les partons sont donc identifiables en par-
tie aux quarks, en partie aux gluons [32]. Les résultats de lexpérience au
SLAC sont invariants d’échelle dans une large gamme d’énergie, les partons
peuvent donc étre vus comme des particules quasi-libres a l'intérieur des
hadrons. Lors des expériences de diffusion hadronique (& haute résolution
c’est-a-dire a grand moment de transfert) par exemple, ce sont plutdt les
partons qui interagissent. Cependant, 'invariance d’échelle n’est pas tou-
jours vérifiée. En particulier, le fait que les quarks ne puissent étre isolés
montre bien qu'une certaine interaction existe entre eux méme au sein des
hadrons.

Les interactions entre quarks et gluons peuvent étre décrites en termes
d’un lagrangien construit de maniére a étre invariant de jauge locale SU.(3).
Le lagrangien de Dirac pour les quarks s’écrit

£= 4@ —m) (1.23)

ou m désigne la masse des quarks et ) un champ de quarks écrit comme un
spineur de couleur. Les transformations de jauge correspondent a une rota-
tion dans l’espace de jauge, c’est-a-dire ici dans ’espace des couleurs. Cela
revient a multiplier les spineurs de couleur par une matrice g appartenant a
SU.(3). Lorsque la jauge est locale, la matrice dépend de la position, et les
quantités présentes dans le lagrangien se transforment selon

P(x) — gl@)y(x) (1.24)
Ouip(x) — g(x)0utp(x) + (Fug(x)) (). (1.25)

Le terme de masse est donc invariant de jauge locale, mais pas le terme
dérivatif. On le rend invariant en remplacant la dérivée simple 9,, par une
dérivée dite covariante D, qui peut s’écrire de maniere générale en fonction
de vecteurs A, quelconques :

Dy = 8, — ig A2\ (1.26)

ou les A sont les générateurs du groupe de couleur. Les Aj; correspondent
aux champs de gluons. Imposer I'invariance de jauge au terme ¢ D1 revient
transformer A4, selon

?

A, — g() (Au - 5%) g (). (1.27)
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Finalement, lorsqu’on ajoute un contenu dynamique aux gluons, on obtient
le lagrangien de QCD :

Lacn = —5TrFu P + 5P —m)y (1.28)

avec F,, = Dy, D,]®). A partir de ce lagrangien, on peut calculer [32] une
constante de couplage mobile avg qui dépend de I’échelle d’énergie p? selon

1
2y
as(u’) = (11NC—2NF)1 p?

n =
127 AQCD

(1.29)

Le nombre de couleurs est Nog = 3 et le nombre de saveurs est au plus
Np = 6 si bien que 11No — 2Np > 0. Le parametre d’échelle de la QCD
est Agcp ~ 200 MeV. Le comportement de ag est tres différent si on se
place dans un domaine d’énergie supérieure ou inférieure a 1 Gev; cette
limite correspond a une distance de 'ordre du fermi. Aux petites échelles
d’énergie, c’est a dire aux distances supérieures au fermi qui sont celles de la
physique nucléaire, la constante de couplage diverge : les quarks sont confinés
dans les hadrons. ag tend vers zéro pour les grandes impulsions, c’est-a-dire
aux distances tres inférieures au fermi : les quarks sont libres, ce phénomene
est appelé « liberté asymptotique » et a fait 'objet du Prix Nobel 20046,
Ces propriétés ont été mises en évidence expérimentalement comme on peut
le voir sur la figure 1.3. On peut noter que la masse des quarks dépend elle
aussi de I’échelle a laquelle on se place. Pour les masses données ci-dessus, qui
sont pertinentes dans le cadre de la physique hadronique et de la physique
nucléaire, on a donné la valeur pour une échelle de 'ordre de 1 GeV.

Dans le secteur des quarks, la QCD possede une symétrie appelée chirale
dont les propriétés sont détaillées au chapitre 4. Le terme de masse présent
dans le lagrangien brise explicitement la symétrie chirale car il n’est pas inva-
riant sous ses transformations. La masse des quarks étant négligeable devant
les échelles hadroniques, cette brisure explicite est tres petite. Dans le vide
cependant, la symétrie est spontanément brisée. Ceci conduit entre autres
a l'existence d’un condensat de quarks (gg) non nul. Lorsqu’on augmente la
température ou la densité, la valeur absolue du condensat diminue, lorsqu’il
devient nul la symétrie chirale est restaurée : le condensat de quarks peut
donc étre choisi comme parametre d’ordre de la restauration de la symétrie
chirale. L’étude de cette restauration donne lieu a de nombreuses recherches
tant expérimentales que théoriques, nous y reviendrons dans les sections
suivantes. Tout modele effectif de QCD se doit d’incorporer cette propriété
essentielle, ce sera en particulier le cas dans le corps de cette these.

®)On peut également écrire F,,, sous une forme moins compacte : Fp, = 0, A, — 9y A+
G fabe [.AZ, A,]¢ ol fape sont les constantes de structure du groupe de couleur.
()Le Prix Nobel a été attribué & D. Gross, D. Politzer et F. Wilczeck.
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Fia. 1.3: Variation de la constante de couplage de QCD en fonction de
Uéchelle d’énergie [33].

1.2.2 Diagramme de phases de QCD

De maniere générale, les propriétés de la matiere composée de quarks
peuvent étre présentées dans le diagramme de phases représenté figure 1.4.
Les différentes parties de la figure correspondent & des domaines de physique
et des expériences extrémement variés que nous allons brievement commen-
ter.

A basse densité mais haute température, la matiere se trouve sous forme
d’un plasma de quarks et de gluons (QGP) supposé avoir existé dans 'uni-
vers primordial apres le big-bang. Lorsqu’on la refroidit, elle se condense sous
forme d’un gaz de hadrons. On suppose qu’entre les deux a lieu non pas une
transition de phase mais plutét un cross-over. Cette transition douce est en-
core mal comprise et donne lieu & de nombreuses recherches tant du point de
vue théorique qu’expérimental. Les expériences, qu’elles soient sur cible fixe
ou frontales, consistent toutes en des collisions proton-proton (pp), proton-
noyau (pA), noyau-noyau (AA) qui permettent de chauffer la matiére ou de
la rendre trés dense. L’expérience NA60 qui a eu lieu au CERN et celles qui
ont eu lieu a RHIC a Brookhaven ont permis de commencer & étudier la
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Fi1a. 1.4: Diagramme de phases de la matiére nucléaire [34].

transition, mais les expériences du LHC et en particulier ALICE (A Large
Hadron Collider Experiment), figure 1.5, devraient permettre de mieux com-
prendre les mécanismes de la transition ainsi que le plasma de quarks et
de gluons. En particulier, la température de déconfinement semble coincider
avec la restauration de la symétrie chirale dans les simulations sur réseau. Les
sondes expérimentales sont de plusieurs natures. Tout d’abord, les photons a
grand moment transverse, peu sensibles aux interactions fortes, permettent
d’obtenir des images du systéme expérimental aux différents moments de la
réaction. Ils interviennent en général dans des processus de QCD pertur-
bative et sont tres utiles pour comparer les différents systemes de réaction
(pp, PA, AA). Ils servent également de référence pour les autres sondes [35].
Ensuite, les di-jets, particules émises en deux gerbes jaillissant dos a dos,
sont issus de l'interaction de deux quarks ce qui permet d’étudier celle-
ci. A I'opposé de ces processus durs, ’étude des dileptons a été 'une des
premieres pistes explorées pour mettre en évidence existence d’'un QGP
au cours de la réaction. Le profil du spectre dans la région de masse du
rho permet d’étudier la restauration de la symétrie chirale [36] tandis que
dans la région des quarks lourds, la suppression du méson J/¢ (composé
d’un quark et d’un anti-quark charmés) peuvent également permettre de
mettre en évidence la présence de QGP [37]. D’un point de vue théorique,
les réactions de dileptons peuvent étre décrites en termes de corrélateurs de
courants électromagnétiques. Une facon simple de décrire ces courants est
donnée par le modele de dominance vectorielle (VDM) qui consiste a écrire le
courant électromagnétique comme une somme de courants dominés chacun
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F1G. 1.5: Photo du détecteur ALICE.

par un méson particulier (oméga, rho, etc.) [38]. L’hypothése VDM conduit
a une phénoménologie remarquable [39, 40] et ses prédictions serviront a
fixer une partie des parametres de cette these (voir la section 5.4).

A haute densité mais basse température, on suppose que la matiere
se trouve sous une phase dite supraconductrice de couleur. On suppose
également que la matiere présente au coeur des étoiles a neutrons (voir sec-
tion 1.1.6) se situe dans cette zone du diagramme. Entre la matiére & basse
énergie et la phase de déconfinement se trouve une transition de phase qui
semble étre du premier ordre. Au bout de cette ligne de transition de phase,
la séparant du cross-over, il y a probablement un point critique. L’étude
expérimentale de la ligne de transition de phase sera menée au GSI a Darm-
stadt dans l'expérience FAIR (Facility for Antiproton and Ion Research) qui
démarrera vers 2015. Le point critique pourrait également étre étudié en
poussant les expériences de RHIC & basse énergie [41].

Enfin, a basse densité et a température nulle, la matiere se trouve sous
forme de noyaux. Dans la section précédente, nous avons développé la notion
de matiere nucléaire. C’est bien dans cette partie du diagramme de phases
que se situe le cadre de cette these et les propriétés importantes présentes
sur le diagramme influeront sur la physique : le lagrangien sera construit au
chapitre 4 de maniere a respecter la symétrie chirale et nous verrons qu’il
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faudra également adjoindre un terme décrivant le confinement.

1.2.3 QCD perturbative

La QCD perturbative, une approximation qui correspond en particulier
aux petites distances, aux grandes densités ou aux hautes températures,
constitue un domaine de physique a part entiere dont il ne sera pas ques-
tion dans cette theése. Cependant, les prédictions et expériences de cette
physique peuvent mettre des contraintes a plus basse énergie comme c’est
le cas par exemple pour les diffusions profondément inélastiques qui per-
mettent d’accéder aux distributions de partons. Dans les expériences de
physique hadronique, de nombreux phénomenes correspondent a la physique
de QCD perturbative et leur connaissance est nécessaire a la compréhension
des expériences comme on ’a vu au paragraphe précédent.

1.2.4 QCD sur réseau

Lorsque la constante de couplage de QCD devient de l'ordre de 1 ou
qu’elle est supérieure a 1, les méthodes de QCD perturbative ne peuvent plus
s’appliquer. Une méthode de calcul ab initio a été développée numériquement.
Elle consiste a discrétiser ’espace-temps et a calculer a ’aide de supercal-
culateurs les intégrales présentes dans les quantités physiques sur le réseau
obtenu, d’ou le nom de QCD sur réseau.

La mécanique quantique et la théorie quantique des champs peuvent étre
écrites dans un formalisme d’intégrales de chemin [42], formalisme sophis-
tiqué dans les détails duquel nous n’entrerons pas ici. Les valeurs moyennes
d’observables, qui sont les quantités physiquement intéressantes, peuvent
étre écrites selon

[ DA, DYDYOiS Aniot)

©) [ DA, DYDipeiSAuitr)

(1.30)

o S(A, ,7)) est action. L’intégrale est fonctionnelle, c’est-a-dire que les
variables d’intégration ne sont pas des points de ’espace-temps mais des
fonctions (définies sur I’espace-temps) correspondant aux chemins pouvant
étre empruntés par les « particules » A, ¢ et 1. Ces chemins sont les
chemins permis par la cinématique du probleme. L’exponentielle de I'action
donne un « poids statistique » a chacun de ces chemins, le chemin le plus
probable correspondant & un minimum de Paction(”). Le dénominateur est
une normalisation.

M On peut de maniere équivalente travailler en temps imaginaire, I'intégrale (1.30)
dépend alors de exp(—S(Au,1,v)). Clest dans ce sens qu’il faut comprendre 1'in-
terprétation en terme de « poids statistique »; dans ce cas le chemin le plus probable
est bien celui qui correspond a un minimum de 'action.
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Si on discrétise I’espace-temps, on peut considérer tous les chemins qui
passent par les noeuds du réseau, calculer la valeur de ’exponentielle en
chaque noeud et obtenir 'intégrale. Cependant, la discrétisation du réseau
entraine une brisure de la symétrie de jauge. On va donc introduire une
nouvelle maniére de réaliser cette symétrie au niveau du lagrangien qui sera
plus adaptée a la description sur réseau. On note traditionnellement a le pas
du réseau qui est petit. Le terme de dérivée écrit sur réseau devient

B@)p(a) () LETH V)

(1.31)

ou fi est le vecteur unitaire (d’'un pas de réseau) dans la direction u. Le
terme ()9 (), comme le terme de masse, est automatiquement invariant
de jauge locale. De méme qu’on avait remplacé la dérivée ronde par une
dérivée covariante assurant l'invariance de jauge, on va remplacer 1 (z )1 (z+
fi) par un terme qui sera invariant :

d(@)(x + 1) — (@)U (z, @ + p)o( + f) (1.32)

ou U(x,z + 1) est une matrice se transformant correctement pour que le
terme obtenu soit bien invariant :

Uz, + ) — g(@)U(z,x + p)g~ (x + ). (1.33)

On appelle U(z,z + 1) un lien car si ¢(x) et ¢(x + 1) vivent sur les noeuds
du réseau, U(z,x + fi) vit sur les liens comme représenté a gauche de la
figure 1.6.

P, (x
Uz, x4+ 1) ()
x‘ ‘erﬂ m. .x—l—ﬂ

(a) (b)

F1G. 1.6: Illustration d’un lien du réseau (a) et d’une plaquette (b).

On peut alors établir que U est relié au champ A, suivant [43]

U(,r’ y) = ’Peig e dzwAZ(x)Xl' (134)
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On écrit & présent ’action en fonction des nouvelles variables, U, v et v :

Sq = Zw 2)Quy U (y). (1.35)

La partie quarkionique entre les sites m et n peut étre donnée par exemple
par Paction de Wilson (il en existe d’autres)

Qm,n = m(sm,n +

1 . N
% Z(’}/MU(mv m+ )u)dm,n—ﬂ - 'Y,LLU(ma m — )u)(sm,n-i-ﬂ)'
n

(1.36)
La partie de pure jauge est exprimée en fonction d’une quantité P, appelée
plaquette, représentée sur la partie droite de la figure 1.6 et définie par :
Pu(x) =U(z,z+0)U(zp, z+p+0)U(x+p+0,2+0)U(x+ 0, x). L'action
de pure jauge est

S; = % >N ReTré(l — P (). (1.37)
Ty

On peut redéfinir les valeurs moyennes d’opérateurs avec une intégrale de
chemin dépendant des nouvelles variables de maniere analogue a 1’équation
(1.30). Par exemple si on veut obtenir le propagateur d’un nucléon, on cal-
culera [44, 45, 46]

(N, (x)N,(y / DUDYDYN, () Ny (y)ePSecrll] (1.38)

ol Sgcp = Sg + Sj et B = 6/g%. Le nucléon N, est écrit en fonction des
champs de quarks de maniére & avoir les bons nombres quantiques. Par
exemple pour le proton

N, = TR (O ) (). (1.39)

Le calcul de ce propagateur permet apres beaucoup de difficultés® de re-
monter a la fonction spectrale et a la masse du nucléon.

Les calculs sur réseaux se font en métrique euclidienne, ce qui revient a
prendre un temps imaginaire. L’intégrale de chemin est équivalente formel-
lement aux équations de la physique statistique, la normalisation, notée Z,
étant 'analogue d’une fonction de partition. 3 est reliée a la constante de
couplage g. Elle est proportionnelle au temps imaginaire § = 47, mais elle
peut également étre vue comme l'inverse de la température. Dans le cas ou
la dimension temporelle est égale ou supérieure aux dimensions spatiales, on
peut considérer que 3 est grand et que la température est nulle. Pour tra-
vailler a température finie, il faudra que la dimension temporelle soit petite

®)11 n'est pas question ici d’entrer dans ces difficultés qui constituent un domaine de
recherche & part entiere.
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devant les dimensions spatiales, en pratique on se contente d’un rapport 4
pour le nombre de pas du réseau entre les deux dimensions.

Le pas du réseau doit étre suffisamment petit pour décrire la physique
a l'intérieur d’un nucléon, il est typiquement choisi autour de 0,1 fm. Ceci
permet de supprimer les divergences ultraviolettes en coupant les énergies
supérieures a 1/a. Les réseaux doivent également avoir une taille supérieure
a celle des hadrons soit quelques fermis. Les tailles de réseaux typiques sont
alors en pratique autour de 24 ou 32 pas dans chaque direction. Par exemple,
pour calculer le propagateur (1.38), la collaboration [45] a utilisé des réseaux
de taille 123 x 24, 163 x 32 et 243 x 48, ce qui fait plus d’un demi million
de noeuds pour le troisieme réseau. Les calculs nécessitent des machines
trés puissantes qui ne sont disponibles qu’au sein de grandes collaborations
internationales.

Les simulations dépendent toutefois de deux parameétres, la masse des
quarks (on prend pour simplifier les masses dégénérées) et la constante de
couplage. Cependant, on préfére en général prendre comme référence la
masse des pions déduite de la simulation. Il est numériquement tres dif-
ficile de descendre & des masses de quarks (et donc de pions) physiques. Les
ressources informatiques actuelles permettent de descendre & des masses du
pion de 'ordre de 250 MeV [47]. On extrapole pour finir les résultats a une
masse du pion physique pour connaitre les résultats physiques cherchés.

Les réseaux permettent également d’étudier la restauration de la symétrie
chirale. Cependant, il peut étre profitable d’étudier ce phénomene a 'aide
d’un modele effectif qui ne tient pas compte des processus hautement non
perturbatifs d’échanges de gluons. C’est le cas en particulier du modele de
Nambu—Jona-Lasinio qui permet d’illustrer la restauration de la symétrie
chirale.

1.2.5 Modele de Nambu—Jona-Lasinio

La stratégie pour construire une théorie effective est basée sur les deux
remarques suivantes [48]. Premierement, la théorie doit contenir des pro-
priétés d’analyticité, d’unitarité, de causalité, etc. et respecter les symétries
de la physique, en particulier ici la covariance de Lorentz et la symétrie
chirale. Deuxiemement, on peut remarquer que la plupart des problemes de
physique se cantonnent a un intervalle de longueur (ou d’énergie) spécifique ;
il n’est pas nécessaire d’inclure les effets dynamiques des échelles plus pe-
tites. Les degrés de liberté correspondant aux distances inférieures seront
« absorbés » dans les constantes de couplage de la théorie effective. Ces
constantes peuvent ensuite étre ajustées par exemple sur les données expéri-
mentales.

Un modele simple de nucléon est celui d’un nucléon composé naivement
de trois quarks dits constituants ayant chacun une masse M d’environ un
tiers de celle du nucléon. Un tel quark constituant peut étre engendré par le
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modele de Nambu et Jona-Lasinio (modele NJL). Un mécanisme de brisure
spontannée permet aux quarks constituants d’acquerir leur masse impor-
tante. Proposé pour le nucléon a l’origine, ce modele peut étre écrit pour les
quarks en partant d’un lagrangien non renormalisable

Lnsr=q(i) —m)q+ Gs [(q9)* + (7ig°7q)*] . (1.40)

Le terme dépendant de la masse m des quarks brise explicitement la symétrie
chirale, il est cependant petit. Les interactions avec les gluons sont simplifiées
en une interaction de contact et sont contenues dans la constante de couplage
Gg. Le terme d’interaction est choisi de maniére a étre invariant chiral. De
plus, pour simuler que seules les configurations de quarks de faible impulsion
sont concernées par cette interaction (les grandes impulsions « vivant » dans
le domaine de la liberté asymptotique), on introduit une coupure A de l'ordre
de Agcp. De ce fait, la théorie est automatiquement régularisée dans 1'ultra-
violet.

La masse présente dans le lagrangien de NJL (1.40) est la masse nue
des quarks. Dans la perspective de décrire le nucléon en terme de quarks
constituants, on va habiller cette masse nue par un terme de self-énergie type
Hartree—Fock ce qui donnera une masse habillée notée M. A température et
densité baryonique finies, cette masse, qui est le parametre variationnel, doit
minimiser le grand potentiel. Ceci conduit & une équation dite du « gap »
par analogie avec la supra-conductivité :

d3p M
<A (27’[‘)3 Ep

M =m + 4NcGg / (1= n(E,) — i(E,)). (1.41)

p

N¢ est le nombre de couleurs égal a trois. E, = /M? + p? est I'énergie
des quarks d’énergie positive qui sont présents avec le nombre d’occupation
n(FEp). Les états a énergie négative sont présents avec le nombre d’occupation
n(—E,) = n(E,) — 1. Cette équation est formellement équivalente a une
équation de Hartree—Fock telle la premiére du systeme d’équations (2.20).
Dans la limite chirale ot la masse nue des quarks est nulle, une solu-
tion triviale de cette équation est M = 0. Cependant, si la constante de
couplage (G1 est suffisamment grande, cette équation admet une deuxieme
solution non nulle qui correspond au minimum de ’énergie : la symétrie
est spontanément brisée. Ce phénomene a été introduit par J. Goldstone
et Y. Nambu; on en reparlera a la section 4.2. On choisi Gg pour que la
valeur non nulle de la masse des quarks constituants se situe autour de 350
MeV soit environ le tiers de la masse du nucléon. A température nulle et
densité finie, I'effet des nombres d’occupation est de réduire I'intégrale aux
impulsions supérieures a I'impulsion de fermi pg : il devient évident sur I'ex-
pression (1.41) que pour l'impulsion de Fermi proche de la coupure A, la
seule solution pour M est zéro (on montre que c’est également le cas lorsque
la température augmente). La symétrie chirale est alors restaurée. On peut
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suivre cette restauration a ’aide du condensat de quarks qui est simplement
en fonction de la densité baryonique :

A @y M

i WFp (1 —-n(Ep) —n(Ep)) . (1.42)

< qq> (pB) = —2No/

P

On pourrait raffiner ce modele en introduisant les pions. Ceci a été fait

dans le dernier chapitre de cette thése, mais a température nulle : on pourra
néanmoins s’y référer pour les méthodes de calcul.

1.2.6 Théorie hadronique effective

Pour des densités ordinaires et des températures basses, les degrés de
liberté naturels sont plutot les hadrons que les quarks. On essaie donc de
construire une théorie hadronique effective avec des nucléons comme degrés
de liberté et des interactions portées par des mésons. La phénoménologie
doit nous aider sur ce point a choisir les interactions ; en pratique dans cette
theése on se contentera des mésons non étranges les plus légers (soit de masse
inférieure a 1 GeV) qui sont le pion, le sigma, le oméga et le rho (plus le delta
qui ne jouera pas un grand role). Un modele purement phénoménologique,
proposé par Walecka, est présenté au chapitre 3 de cette these. Il ne constitue
cependant pas vraiment un modele effectif dans la mesure ot il n’est pas relié
a des propriétés sous-jacentes de QCD.

Un premier modele effectif pourrait étre construit & partir de NJL en
intégrant les quarks dans la mer de Dirac. Ceci peut étre fait a I'aide du
formalisme de I'intégrale de chemin en introduisant dans la fonction de par-
tition les degrés de liberté effectifs que sont le pion et le sigma :

z - / DgDge | LN [DaDE,6(0 — G0)5(Br — Gin°79)]
— /Dapﬁeifd4z£eff(avﬁ) (1.43)

ou Lcyf se trouve étre semblable au lagrangien du modele o-linéaire donné
a la section 4.2 [36].

Les champs sigma et pionique présents dans le modele o-linéaire ne sont
toutefois pas les degrés de liberté hadroniques pertinents dans le cadre d’une
théorie effective de QCD dans la mesure o ils ne sont pas le plus directement
associés aux fluctuations du condensat autour du minimum du potentiel ef-
fectif. On choisit donc de reparamétrer le lagrangien en fonction d’un champ
S = fr+ s et d'un champ 7 définis par (voir le systeme d’équations (4.20))

o+if 7= SU = (fr+s5)e Tr. (1.44)

Nous venons d’illustrer la méthode de constructiond’un lagrangien effec-
tif & partir d’'un modele particulier simulant QCD. Cela étant, il est toujours
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possible de produire une copie de QCD a basse énergie formulée en terme de
degrés de liberté de pions [49]. Ainsi, les théories des perturbations chirales
consistent a écrire le lagrangien effectif en fonction de U et de ses dérivées
et a le développer a un ordre de perturbations donné, le développement se
faisant en p; /A et m;/A ou A ~ 47 f; représente le fossé en masse séparant
les bosons de Goldstone des autres hadrons. Cependant, le mode radial S
est gelé a sa valeur moyenne dans le vide. Or c’est justement ce mode radial
qui est relié au condensat de quarks qui permet de décrire la restauration de
la symétrie chirale : c¢’est une des limitations des théories des perturbations
chirales. On choisira comme on ’a fait au chapitre 4 de laisser varier le mode
radial.

1.2.7 Effets du confinement

Bien que les théories de phénoménologie hadronique constituent un ex-
cellent outil pour traiter de vastes domaines de physique nucléaire, il est
dommage, dans une théorie effective de QCD, d’oublier completement le
fait que les nucléons sont composés de quarks. P. Guichon a donc proposé
un modele simple de couplage des mésons aux quarks (QMC) [50]. Dans ce
modele de matiere nucléaire, les nucléons sont vus comme une assemblée (ou
sac) de trois quarks et les interactions de la matiére nucléaire sont portées par
des mésons sigma et oméga échangés entre les quarks de différents nucléons.
Avec ce modele, il est possible de retrouver les propriétés de saturation de la
matiere nucléaire. Ce modele a ensuite été étendu avec notamment ’ajout du
méson rho [51] et 'application aux noyaux finis [52, 53]. En ce qui concerne
le domaine d’étude de cette these, nous nous bornons comme il a déja été dit
a la matiere nucléaire. Dans ce cas, 'effet de structure interne du nucléon
peut se résumer a modifier la constante de couplage du champ scalaire au
nucléon par des effets de milieu. La masse du nucléon dans le milieu est alors
de la forme

1
My (0) = My + g0 + Srnso” + -+ (1.45)

Les ordres supérieurs en o ont peu d’effet dans le cadre des théories QMC.
Cependant, on tiendra compte d’un terme cubique afin de raffiner un peu le
modele, ce terme est donné équation (5.4). Ce développement revient bien
a modifier la constante de couplage selon

*
ag

9o = 95(0) = =5 = go + KnsO. (1.46)

La susceptibilité scalaire, notée ici kg, dépend de la fagcon dont on confine
les quarks dans le nucléon. Dans les modeles QMC, on choisit généralement le
modele du sac. Cette susceptibilité dépend alors du rayon du sac. Dans cette
these, on choisit plutét une valeur estimée a partir de calculs sur réseau [54].

La détermination de kg est toutefois indirecte. On a vu au paragraphe
1.2.4 que les prédictions sur réseau ne peuvent se faire a une masse des quarks
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(ou une masse des pions) physique. L’extrapolation chirale, c’est-a-dire vers
une masse de quarks nulle ou la symétrie chirale est réalisée, constitue donc
un enjeu important. En particulier, la masse des nucléons ne dépend pas
analytiquement de la masse des quarks (ou de fagon équivalente de la masse
des pions). L’idée de Thomas et al [55] a été de séparer la contribution du
nuage de pions, correspondant a I’énergie propre du pion et notée ¥ (mz, A),
du reste de la masse du nucléon. La contribution des pions peut étre calculée
dans un modele chiral avec le parametre de coupure ajustable A. Le reste
est développé suivant des puissances de m?2 :

My (m2) = ag + agm? + agm? + S (my, A). (1.47)

Comme suggéré par Thomas et al, on régularise les divergences ultraviolettes
de I’équation précédente par un cut-off dans I’espace des moments, choisi
ici gaussien. Ce sera également le choix fait dans le dernier chapitre pour
régulariser les boucles de pions. Avec cette prescription, les réseaux prédisent
az ~ 1,5 GeV~! et ag ~ —0,5 GeV~3 [55]. On peut remarquer que la faible
valeur de a4 suggere que la partie non pionique de la masse des nucléons
est presque linéaire avec m?2, c’est-a-dire avec la masse des quarks si on
utilise la relation de Gell-Mann-Oakes-Renner (GOR)(®). L’équation (1.47)
permet également d’obtenir d’importantes propriétés chirales du nucléon,
en particulier le terme sigma pion-nucléon et la susceptibilité scalaire du
nucléon. Les parties non pioniques de ces deux quantités sont respectivement

nonpion nonpion
O_nonpion a]\4N ~ a2 a]\4N

2 4
N mg amq my Om?r agm; + 2a4m e
(1.49)
et
chmpion — 8(0_17"\0[0”?2071/2mq) ~ 2<qq>121ac 9 O-]T\Lfonpwn ~ <qq>z21ac 4&4.
v om, fiomz\ " m? I
(1.50)

Les premieres égalités correspondent aux définitions, les deuxiemes a 1'uti-
lisation de la relation GOR et les derniéres proviennent des analyses sur
réseau.

Les résultats sur réseau ci-dessus peuvent étre comparés aux prédictions
données par un modele chiral construit a partir de I’équation (1.45). La

) Cette relation s’écrit avec des notations évidentes
2 42 _

Elle peut étre établie & partir des propriétés de la charge liée au courant axial [38].
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susceptibilité scalaire a pour expression [56]

7\ 2
X(U) — _2<qq>vac < 1 1 >1

X3 2 \mz w2 )y
G2 1 (3
:’ﬁ%%MK%_WQ' (1.51)
T oz ™

On peut donc écrire simplement a4 :

2
as

- 2My

a4 = (3—20) (1.52)
ot C = (f2/2My)kns est un parameétre sans dimension. En Pabsence de
réponse scalaire, un modele sigma prédit as = —3,4 GeV ™3, ce qui est
bien trop grand : 'analyse sur réseau, bien que présentant des incertitudes,
semble en effet conduire & une valeur de a4 faible. Pour retrouver la valeur
de a4 donnée dans [55], il faut prendre C' ~ 1,25 qui est une des valeurs
qu’on cherchera & conserver dans les résultats (sections 5.4 et 6.6). L’ef-
fet du confinement est donc de compenser le terme purement scalaire. Une
autre conséquence des effets du confinement est de limiter 'effondrement
de la masse du champ scalaire (écrite avec des notations évidentes dont la
définition peut étre retrouvée dans le corps de l'ouvrage) [57] :

Oe 395
*2 ~ 2
my° = 92 = ms — <—f7r - /1N5> 0s. (1.53)

Sans la réponse nucléonique, le terme scalaire diminue considérablement la
masse du sigma.



Chapitre 2

Formalisme

Ce chapitre a pour but de mettre en place les outils nécessaires a la
résolution des problemes de physique nucléaire évoqués dans la suite de cette
these. Nous nous contenterons d’abord d’expliquer la méthode d’approxima-
tion sur laquelle se base toute 1’étude, a savoir la méthode de Hartree—Fock.
La notion de propagateur, présente de facon sous-jacente dans les problemes
de Hartree—Fock, sera ensuite introduite. Elle permettra de développer le
formalisme au-dela du champ moyen provenant de Hartree—Fock. Une telle
partie est évidemment assez dense; aussi le lecteur novice est-il invité a
commencer par lire la partie sur le modele de Walecka qui constitue un bon
exemple d’illustration de la méthode de Hartree—Fock.

2.1 Champ moyen a ’approximation de Hartree—
Fock

La quantité fondamentale a calculer est, comme indiqué déja dans l’in-
troduction générale, I’énergie de liaison des nucléons. C’est elle en effet —
ou, plus précisément, le point de saturation — qui fixe les parametres et
permet d’en déduire les autres grandeurs. Les méthodes développées dans
ce chapitre, a travers les outils et les approximations proposés, permettent
d’accéder a cette énergie de liaison.

2.1.1 Lagrangien d’un systeme de nucléons relativistes

Le cadre de notre étude est la matiere nucléaire a température nulle.
Celle-ci peut étre décrite en termes de degrés de liberté fermioniques, par
exemple des quarks ou des nucléons. Ces « fermions » seront décrits par un
spineur noté

Y= 1/1a(p)

qui contient tous les indices nécessaires : impulsion p, spin, isospin, saveur,
(contenus dans I'indice «) etc. La plupart du temps, 1) désignera un champ

35
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de protons ou de neutrons. Ces champs correspondent & une représentation
possible du multiplet fondamental de SU(2). Une autre représentation est
constituée par les quarks u et d, elle ne sera utilisée qu’au début du cha-
pitre 4. La matiere nucléaire étant, a 'instar de la mer de Dirac, une mer
de particules remplie jusqu’a une certaine énergie dite de Fermi, le spi-
neur pourra aussi représenter un trou dans cette mer de Fermi. Si l'on
se contente d’un systéme composé uniquement de nucléons (ou de quarks)
indépendants, on obtient un gaz de fermions libres dont la théorie est am-
plement développée dans les ouvrages de base [58]. Les propriétés des gaz
de fermions a température nulle permettent de définir I’énergie de Fermi ¢ p.
A température nulle en effet, les fermions sont dans un état d’énergie mini-
male. En I’absence du principe d’exclusion de Pauli (comme ce serait le cas
pour des bosons), ils seraient tous dans 1’état d’énergie minimale. Cepen-
dant, un seul fermion (au spin voire a I'isospin pres) peut se trouver dans
un état donné, en particulier I’état de plus basse énergie pour une particule.
La multiplicité de celui-ci dépend du spin et éventuellement de l'isospin.
Une fois que le fondamental est occupé, on remplit le premier niveau et
ainsi de suite jusqu’a une énergie qui dépend de la densité. Si on sépare les
neutrons des protons, on peut introduire deux énergies de Fermi, une pour
chaque saveur. A chacune correspond une impulsion de Fermi ppy (telle que

epn = 1/m? + pLy) reliée & la densité par :

PFN 2d3p p%N
= = £ 2.1
PN /0 (2m)3  3m2 (2.1)

ou le facteur 2 correspond au spin et l'indice N désigne un proton ou un
neutron. Le d®p correspond & 'intégration sur une boule dans 'espace des
impulsions. La densité totale est p = pp, + pn.

Le lagrangien correspondant au gaz de fermions libres dans une théorie
relativiste est un lagrangien de type Dirac libre :

Lo= (i — M)y (2.2)

ol M est la masse des fermions.

Pour aller plus loin, il faut considérer des interactions entre ces « par-
ticules ». Pour tout systeme de nucléons, il existe forcément une répulsion
de coeur dur. Si les forces de répulsion sont de portée nulle et étant donné
que les particules sont ponctuelles, les termes d’énergie correspondant seront
appelés termes de contact. En réalité les interactions sont portées par des
particules. Dans le cadre de QCD, l'interaction est portée par les gluons.
Dans les théories effectives développées ici, il sera plus pertinent de parler
d’échange de mésons, comme par exemple le pion, le w, le p ou le controversé
méson sigma. Les vertex d’interaction les plus simples sont de type Yukawa
comme présenté sur la figure 2.1. Enfin, il faut ajouter un contenu dyna-
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=2

Fic. 2.1: Vertex de type Yukawa.

mique aux particules d’interaction. La forme exacte du lagrangien dépend
donc du modele choisi, dont les chapitres 3 a 5 de cette these constitueront
des exemples.

2.1.2 Energie de Hartree—Fock

Du lagrangien on calcule le hamiltonien. L’énergie de liaison des nucléons
n’est autre que la différence entre la valeur moyenne du hamiltonien et la
masse des nucléons libres :

B a0 g, (23

(¢o| o)

ol A est le nombre de nucléons présents dans le systéme. La valeur moyenne
est prise sur I’état fondamental a N corps qui sera souvent appelé vide par
abus de langage. Un premier probleme réside dans le choix de I’état fonda-
mental. Celui-ci doit étre suffisamment complexe pour rendre compte de la
physique, mais suffisamment simple pour permettre de mener les calculs &
bien. Dans le gaz de fermions libres par exemple, on peut définir le fonda-
mental par un déterminant de Slater tel que

[¢0) = [ o1 (2.4)

ou |—) est I’état de vide vrai et les bl, créent les particules présentes. Bien
évidemment, cette description est mal adaptée a un systéme en interaction.
Cependant, la méthode dite de Hartree—Fock, développée dans les pages
suivantes, permet de s’y ramener.

L’énergie dépend également du hamiltonien, qui est un hamiltonien a
N corps. Ceci constitue en général un probleme non soluble. La méthode,
inspirée par exemple de la physique statistique [58], consiste & remplacer les
interactions subies par chaque « particule » en un potentiel appelé champ
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moyen :

H = Zti—i-%zvij

i,j7#1

= Zti + % Z(Umoy)i
7

%

ol t; est l'opérateur d’énergie cinétique (¢; = p?/2m & I'approximation non
relativiste). On obtient N hamiltoniens a un corps, correspondant a N qua-
siparticules. On peut alors décomposer ’équation de Schrodinger globale en
N équations a une particule chacune :

hi¢i = €;p; (2.5)

hz’ =t; + ('Umoy)i-

¢; désigne la fonction d’onde d’une particule, ou plus généralement celle
d’une quasiparticule. ¢;, valeur propre du hamiltonien h;, est I’énergie de la
quasiparticule. On transforme ainsi un probleme a N corps en N problemes
a un corps, ce qui donne un systeme de quasiparticules indépendantes.
L’équation (2.5) est obtenue en minimisant ’énergie (2.3), c’est-a-dire en
prenant un état fondamental d’essai et en faisant varier cet état : la solu-
tion est celle qui donne I’énergie minimale. Comme on le verra, ce type de
méthode donne des équations auto-cohérentes.

L’approximation de champ moyen choisie dans cette these est comme
déja dit celle de Hartree-Fock qui consiste a choisir le vide comme un
déterminant de Slater ou cette fois-ci les opérateurs de création bL corres-
pondent aux quasiparticules :

o) = [T okI-) (2.6)

Cette définition permet d’obtenir directement la normalisation (pg|gg) = 1.
Comme pour le cas des particules libres, on peut introduire une énergie de
Fermi. A température nulle, les états de quasiparticule d’énergie inférieure
a celle de Fermi sont occupés, ceux d’énergie supérieure sont vides. On peut
également introduire la densité comme dans I’équation (2.1). Dans la suite,
par abus de langage, les quasiparticules pourront étre appelées particules.
Etant donné qu’on s’intéresse aux propriétés du fondamental, on travaillera
uniquement avec des nucléons, les excitations de ceux-ci (par exemple le A)
ou les antinucléons seront ignorés jusqu’au dernier chapitre.
Un spineur de fermion se décompose sur la base des b, et des djl :

b(x) =Y fal@)ba + ga(z)d}. (2.7)
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Les d, et dL sont les opérateurs d’annihilation et de création pour les anti-
particules. Les coefficients de ce développement, ou fonctions d’onde, consti-
tuent les parametres variationnels de la méthode. A I’approximation de
champ moyen, on négligera dans la suite la contribution des antifermions [2].
Pour fixer les idées, on écrit un hamiltonien d’interaction a deux corps :

1
H = (a|T|B)bkbs + 5 Y (aB|V|57)bLbfbsbs. (2.8)
af aByd

Les calculs sont écrits ici en seconde quantification, ce qui les rend plus
lisibles. Dans les exemples développés plus tard, le formalisme pourra sem-
bler différent, mettant de nouveaux points de vue en valeur. Cependant, les
calculs sous-jacents seront souvent effectués en seconde quantification. Dans
les équations Hartree—Fock, il y a bien str d’abord la contribution du terme
cinétique qui peut étre obtenue a partir du lagrangien cinétique (2.2). Le po-
tentiel contient également les termes d’interaction dis aux mésons ainsi que
leurs termes cinétiques. Ceux-ci seront donnés explicitement ultérieurement ;
cependant ils ne sont pas directement utiles pour le propos de ce chapitre et
on ne les indique donc pas pour l'instant. Lorsqu’on contracte le hamiltonien
ci-dessus sur le vide, les regles d’anticommutation des opérateurs de création
et d’annihilation, résumées par le théoreme de Wick [22], permettent d’écrire
la partie cinétique sous la forme :

(polblbslwo) = (| ] vibhos [ bi1-) (2.9)
ieF jeEF
= (=] bi(0as — bs0}) T b51-)- (2.10)
i€l JEF

ou F' désigne la mer de Fermi. Le d,3 porte sur toutes les valeurs possibles
de a et B. En revanche, dans la deuxieme partie, I'opérateur de création
bL ne peut créer un fermion que dans un état inoccupé, c’est-a-dire hors de
la mer de Fermi. bg doit ensuite détruire ce fermion, c’est-a-dire qu’il faut
«a = (. La différence entre les deux termes se réduit alors a :

(120[blbsle0) = ap)cr- (2.11)

On aurait pu faire directement remarquer que bg détruit un fermion de la
mer de Fermi et que par conséquent bL le reconstruit. Le terme d’interaction,
quand a lui, doit étre traité de la méme maniere. En utilisant & nouveau les
regles d’anticommutation des opérateurs de création et d’annihilation, on
obtient :

ol les états sont limités a la mer de Fermi. On peut la encore voir le résultat
dans le membre de gauche de (2.12) : les opérateurs de destruction b, et bs
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détruisent deux particules différentes de la mer de Fermi, les deux opérateurs
de création les recréent avec deux combinaisons possibles, @« = § et 8 = v
ou o = v et B = §. Les signes respectifs sont obtenus par les relations
d’anticommutation. Finalement, ’énergie se met sous la forme :

E = (polH|eo)
= Y (alTl) + 5 Y (@BIVIaB) — £ 3 (aBV]da)

acF afBeF afBeF
(2.13)

Le terme contenant (a3|V|af3) est appelé terme de Hartree et celui conte-
nant (af|V|Ba) est appelé terme de Fock.

2.1.3 Principe variationnel

L’énergie est minimale lorsque sa variation par rapport aux parametres
variationnels, c’est-a-dire aux coefficients f, de (2.7), s’annule :

5 _
— [ (ol Hlwo) = D esfsfs | =0. (2.14)
0 fa 5

Le terme en g a été rajouté afin de conserver la norme des fonctions fq,
il joue le role d’'un parameétre de Lagrange. Si on se limite au lagrangien
libre, cette minimisation revient & établir ’équation de Dirac libre. En effet,
I’énergie cinétique est :

Brin =Y (0|Tla) =Y fa(=iv- V + M) fa. (2.15)

07

fa « disparait » lors de la minimisation, et on retrouve bien ’équation de
Dirac grace au terme de normalisation :

(—iy -V + M) fol@) = 2a?’ fa(@). (2.16)

Ce dernier parametre £, peut étre a posteriori identifié avec I’énergie a une
particule. Lorsqu’on tient compte en revanche des termes d’interaction, on
obtient (en omettant les indices par simplicité) :

(—iv -V + M+ %) f(z) = 21" f (@), (2.17)

>, contient tout ce qui vient des interactions. On 'appelle I’énergie propre
des fermions. Sa présence modifie profondément les propriétés de la matiere
nucléaire. Par exemple, la partie scalaire de ¥ modifie la masse des nucléons
dans le milieu.

Dans le cas général, cette équation est tres compliquée. Pour les noyaux
finis par exemple, on peut se limiter aux noyaux sphériques comme dans
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[2]. Dans cette these, il a été choisi de ne travailler que dans la matiere
nucléaire infinie et non polarisée ; ’équation de Hartree-Fock peut alors étre
grandement simplifiée. Les f,, étant des ondes planes, on réécrit I’équation de
Hartree—Fock en représentation d’impulsion. L’invariance par renversement
du temps et par rotation de l’espace conduisent une a énergie propre telle
que :

Y=g 4% + Py (2.18)
p
L’équation de Dirac devient :
(v-p"+ M*(p)) u(p, s) = BE*(p)u(p, 5). (2.19)

Les u(p,s) ne sont autres que les transformées de Fourier des f(x). Les
grandeurs étoilées contiennent I'information présente dans X :

M*(p) = M+ 3s(p)

*

p = p+ EEV(P)
E*(p) = e(p)—Xo(p) = VM*2+p2. (2.20)

L’équation (2.20) étant formellement identique & une équation de Dirac libre,
on peut immédiatement en déduire u(p, s) :

E* + M* 1
U(p,s) = 2+ < _op* > Xs- (2‘21)
B+ M

On peut également remarquer que E*2 = M*2 + p*2. Les quasiparticules
se propagent dans le milieu avec une masse qui n’est plus la masse nue des
nucléons mais la masse effective M* et avec I'impulsion p*.

2.2 Propagateurs

Il est intéressant de revoir les calculs précédents sous forme diagramma-
tique : celle-ci permet d’en comprendre les étapes sous un angle nouveau
qui sera particulierement utile dans les développements au-dela du champ
moyen.

2.2.1 Propagateur de fermion

On associe au lagrangien cinétique le diagramme (a) de la figure 2.2.

GO, (x,2") est solution de I'équation différentielle :

(i — M) o GOy (x,2') = 6(x — 2")dup. (2.22)



42 CHAPITRE 2. FORMALISME

F1G. 2.2: Diagrammes associés au lagrangien : (a) propagateur libre, (b) ver-
tex d’interaction.

GY est la fonction de Green de l'équation de Dirac. Les indices a et b
désignent les indices des matrices de Dirac. On peut montrer que la quantité
définie ci-dessous est solution de (2.22) [59] :

iGoy(x,2") = (@olT[ba()h(2)]]0)- (2.23)

Dans le cas ou le vide est un déterminant de Slater comme proposé dans
I'équation (2.6), (po|eo) est égal & un. On l'omettra donc dans la suite
des formules. T' désigne le T-produit qui, rappelons-le, est défini par la
fagon dont il agit sur deux fonctions du temps : T (¢)(t)] = 6(t —
)1 () (t') — O(t' — t)a ()11 (t) ol ¢y et 1o représentent des fermions. Le
T-produit apparait naturellement en représentation d’interaction [22]. G°
crée une particule en 2’ et la détruit en x, d’ott son nom de propagateur et
la fagon de le représenter diagrammatiquement. On peut aussi écrire tout
cela en représentation d’impulsion. La transformée de Fourier de G°(x, ")
est solution de I’équation :

@—M)G(p) =1 (2.24)

c’est-a-dire : ) y
+M
GO = = . 2.25
W) = =37 = i (2:25)

La forme du pole en p? — M? +in provient directement de l'introduction du
T-produit. Ce choix permet au propagateur d’étre causal, qu’il corresponde
a une particule ou une antiparticule. C’est le propagateur de Feynman.
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On peut remarquer que le terme d’énergie cinétique (donné équation
(2.13)) est tel que aw = 3; on le représente par le diagramme en boucle de la
partie (a) de la figure 2.3. Effectuer la minimisation comme dans I’équation
(2.15) supprime un des deux fermions, donc la moitié de la boucle. Le pro-
pagateur, quand a lui, « rétablit » le fermion manquant, mais en oubliant
la prescription a = (3. Passer d’un diagramme d’énergie a un diagramme de
propagateur revient a « ouvrir » une ligne de fermion et 'ouverture est notée
par la croix. Si on ajoute & présent les interactions, on définit un nouveau

F1G. 2.3: Diagrammes d’énergie : (a) libre, (b) de Hartree, (c) de Fock.
propagateur par I’équation de Dirac contenant 1’énergie propre :
(i) — M — 2)0eGep(z,2") = 6(z — 2")dap, (2.26)
soit en représentation d’impulsion :
G lp)=p—-M-X. (2.27)

Pour représenter cette équation diagrammatiquement, il faut préciser un peu
la forme de Y. Le lagrangien d’interaction, de type Yukawa, est représenté
dans la partie (b) de la figure 2.2. Calculer I’énergie revient a imposer a = ¢
et 8 = v pour le terme de Hartree ou @ = § et 3 = v pour celui de Fock. On
obtient les diagrammes présentés respectivement dans les parties (b) et (c)
de la figure 2.3. Comme dans le cas cinétique, 1’équation de minimisation
« ouvre » les diagrammes au niveau d’une croix, on obtient schématiquement
la figure 2.4 pour le propagateur contenant les premiers termes de perturba-
tion. On représente traditionnellement en gras le propagateur habillé afin de

Fi1G. 2.4: Propagateur de fermion au premier ordre des perturbations.

le différencier du propagateur libre GV. Celui-ci est représenté par une ligne
fine comme dans le terme de droite. Une question se pose alors : dans les deux
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termes de droite, les lignes fermioniques doivent-elles étre fines ou épaisses,
a-t-on le propagateur libre ou total 7 Le propagateur de Hartree-Fock est
celui représenté figure 2.5. On peut le comprendre a 'aide du raisonnement
naif suivant. A I'approximation Hartree Fock, les quantités (af|V|apB) et
(af|V|Ba) sont construites a partir de fermions solutions de I’équation de
Dirac avec interaction. Les lignes fermioniques présentes dans I’énergie figure
2.3 doivent donc étre épaisses. La minimisation laisse des lignes épaisses. Le
calcul du propagateur en revanche contracte (ool avec le résultat de la
minimisation, la ligne fermionique ainsi rajoutée est fine. Pour une théorie

O

—_— = Y AN

Fia. 2.5: Propagateur de Hartree—Fock.

générale, on ne se limiterait pas aux deux diagrammes Hartree—Fock. Le pro-
pagateur s’écrit de maniére générale comme sur la figure 2.6. Le 3 contient
tous les diagrammes possibles en plus de ceux de Hartree-Fock. On peut
aussi ne factoriser que les diagrammes une particule irréductibles (noté 1PI)
comme sur la deuxieme ligne de la figure. Cette derniere équation, appelée

S — +

&
N
- — (-

FI1G. 2.6: Propagateur total factorisé. Sur la premiére ligne, . contient tous
les diagrammes, Y contient tous les diagrammes 1PI.

équation de Dyson, reviendra souvent dans la suite de cette these.

2.2.2 Excitations particule-trou

Pour aller au-dela du champ moyen, on considére des excitations des
particules de la mer de Fermi (c’est-a-dire les états d’énergie inférieure a
celle de Fermi). Celle-ci étant remplie, la seule possibilité pour une particule
d’étre excitée est d’avoir une énergie supérieure a celle de Fermi. Ce faisant,
elle « crée » un trou dans la mer, de la méme maniere qu'une antiparti-
cule peut étre vue naivement comme un trou de la mer de Dirac. On parle
ainsi d’excitation particule-trou. Ces excitations sont créées par un méson se
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propageant dans le milieu, elles modifient donc le propagateur des mésons.
Comme on vient de le faire pour le propagateur des nucléons, on écrit le
propagateur d’un méson sous forme diagrammatique, il est ainsi plus aisé
de visualiser les différentes excitations pouvant modifier le propagateur du
méson. La premiére partie (a) de la figure 2.7 propose de telles excitations.
La encore, on peut factoriser les diagrammes une particule irréductibles
et obtenir une équation de Dyson pour le propagateur de méson. Dans la
deuxieme partie (b) de la figure, on propose de limiter les diagrammes a
ceux contenant uniquement des boucles de fermions indépendantes, cette
approximation s’appelle 'approximation des anneaux (ou RPA pour ran-
dom phase approximation) pour des raisons graphiques évidentes. Dans la

[
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Fi1G. 2.7: Propagateur des mésons. L’approrimation des anneauz, sur la
deuziéeme ligne, ne contient que les diagrammes composés unique-
ment de boucles des fermions indépendantes.

partie de cette thése sur les corrélations, on se limitera a cette approxima-
tion. La quantité fondamentale présente dans ces anneaux est justement la
boucle de fermions qui est calculée en écrivant le corrélateur a deux corps
particule-trou :

il%(z,2) = {(@o|T[tha(x)te(z)

D) a2 0ol V(@ o) (2.28)
il(z,2') = (o|Tla(@)ta(@)dy(a

b\ T
(@' )yhu(2") o). (2.29)

Le corrélateur libre T1° est pris sur ’état fondamental Hartree-Fock |¢q)
tandis que le corrélateur total II est pris sur un état noté |¢g) contenant
les boucles. Ce dernier corrélateur peut étre déduit du premier de nouveau
grace a une équation de Dyson. Le propagateur de méson présent entre
deux boucles n’étant autre que l'interaction entre nucléons, notée V', on en
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déduit® -

n = 1°+10vie + m°vivie +
HO

= —. 2.30
1— VIO (2:30)
Les diagrammes d’énergie sont une généralisation de celui de Fock (figure
2.3). Ils peuvent étre vus comme ceux de la partie (b) de la figure 2.7 qu’on
aurait refermés sur eux-mémes, ils sont donc égaux a VII. L’énergie associée
n’est autre que la somme de ces diagrammes sur toutes les impulsions pos-

sibles :

idw dq zdw dq VII®

(w,q) est I'énergie-impulsion portée par la boucle formée en refermant les
diagrammes de la figure 2.7. Cette énergie est la valeur moyenne du hamil-
tonien d’interaction (en RPA) sur le vide modifié |1g).

Dans cette theése, on se limite la plupart du temps a des échanges de
mésons isovecteurs (les contributions des mésons isoscalaires sigma et oméga
se compensent a peu pres, on les néglige donc : voir le paragraphe 6.5.2 pour
plus de détails). Le facteur trois tient compte des trois degrés de polarisation
(états) d’isospin des mésons. Or celle-ci est conservée tout au long de la
chaine d’anneaux, le corrélateur n’en dépend donc pas. Pour cette raison, il
est aussi appelé propagateur de polarisation, et c’est ce nom plus habituel
qu’on lui donnera souvent. La multiplicité de la polarisation est donc en
facteur global de ’énergie, elle est de trois pour les mésons isovecteurs.
Graphiquement, on peut associer a chaque ensemble de diagramme de la
figure 2.7 (b) une polarisation, et I’énergie est la somme des trois ensembles
de diagrammes, qui contribuent chacun de fagon identique.

2.2.3 Calcul de I’énergie de corrélation

L’énergie totale dépend du vide corrélé. On simplifie le probleme a ’aide
de la charging formula qui permet d’exprimer I’énergie totale en fonction de
quantités calculées en champ moyen. Pour cela, on commence par rappeler le
théoreme de Feynman-Hellmann [38]. On introduit le hamiltonien H(\) =
Hy + AH;nt, un état propre |¢(A)) et 'énergie propre associée E(A). Alors,

DE(N)

(0N AHint|(A)) = A== (2.32)

Il faut préciser dans notre cas ce que sont Hy et H;,;. On multiplie chaque
vertex d’interaction par le parametre A. Les termes d’interaction de type

YDLe résultat ci-dessous est donné lorsqu’un canal unique intervient dans les équations.
Comme on le verra dans le dernier chapitre, il faut en réalité compliquer ce résultat lorsque
plusieurs canaux sont présents.
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Yukawa pour un méson X s’écrivent de facon générique I x1)X. Ces termes
sont donc multipliés par A dans la procédure de calcul. Hy correspond a la
partie de champ moyen, il permet d’écrire I’équation de champ moyen qui
définit le spineur de fermion et son propagateur. Il est commode de le choisir
de maniere a ce que le champ moyen soit le plus précis possible, c’est-a-dire
de prendre pour Hy le hamiltonien de Hartree. Ainsi, F(0) est ’énergie de
Hartree (contenant 1’énergie cinétique) et E(1) est I’énergie totale. E(1) —
E(0) est Iénergie d’interaction qui contient les termes de Fock et les termes
de corrélation® . La quantité

[ o EONIdoO) _ [ GIED) g,y
0 0

A O

donne alors I’énergie de Fock plus celle de corrélation. On peut remarquer
en quoi la charging formula a facilité le calcul : 'énergie donnée a ’équation
(2.31) correspond & la valeur moyenne du hamiltonien sur le vide corrélé,
soit (o Holto) + (¢o|Hint|tho). De maniere générale, ces termes sont dif-
ficiles a calculer. Ici, le premier a été remplacé par le calcul de E(0), soit
(po|Hol|po). Comme on le voit paragraphe suivant, le deuxieme va également
étre remplacé par un calcul de champ moyen.

(Yo (N)|Hint|ho(N)) est l'intégrale sur (w,q) de VII. Les constantes de
couplage étant multipliées par A, VII est multiplié par A% (on introduit
indifféremment les constantes de couplage du vertex dans l'interaction V' ou
dans le corrélateur II : étant donné que le résultat ne dépend que de VI, ce
choix est purement pratique). L’intégrant de 1’énergie est alors simplement :

1 217770
/ dx_XNVIE —lln(l —vio). (2.34)
0 A 1=X2VIIO 2

On peut remarquer que le seul diagramme a connaitre pour calculer tous les
anneaux est le plus simple que ’on puisse former lorsque les seuls ingrédients
sont une boucle de nucléons et un propagateur de méson, c’est-a-dire ici le
terme de Fock : il correspond bien au premier terme du développement
du logarithme. Le terme dominant de ’énergie de corrélation est alors du
deuxieme ordre et est négatif, conformément a la théorie des perturbations
au deuxieme ordre. Cette remarque, valable ici pour le cas le plus simple,
est bien entendu valable également dans les cas plus compliqués rencontrés
dans la suite de cette these. L’énergie de corrélation totale est obtenue apres
soustraction du terme de Fock [56] :

3 idw dq
BT = TV | —_— (In(1 — vII°) 4 VIIY). 2.35

2 / (27) (2n)3 (In( ) +VIT) (2.35)
La seule quantité a connaitre pour calculer I’énergie de corrélation est donc
(outre l'interaction V) le propagateur I1°. Grace au théoreme de Wick, ce

@ Le choix du vide |1o) implique que ’énergie est calculée & 1'approximation ring. Un
choix de vide plus complexe permettrait d’inclure plus de termes dans E(1).
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propagateur de polarisation peut s’écrire en fonction du propagateur d’un
nucléon :

Az, 2") = (ol T[a(x)tba()hs()1bs(x")]0)
= —(eol|T[ta(x)Ps(z")]l00) (@0l TTts(x")a(x)]|p0)
= —iGYy(x,2")iGY, (', )
= Tr(G%z, )G (2, x)). (2.36)

Cette expression était prévisible : la trace provient du fait que la boucle
est refermée, et elle est constituée de deux fermions, une particule qui se
propage de x en 2’ et une antiparticule (ou plutot un trou) qui se propage
de 2’ en .

Avant de conclure, on peut noter que les boucles particule-trou sont
couplées a des propagateurs de mésons comme le suggere la figure 2.7. Dans
ce cas, on introduit les vertex d’interaction dans la définition des propaga-
teurs de polarisation II et II. Pour un couplage vecteur I'* par exemple, I1°
est

T (2, 2) = (polT [ (@) (0F) 0y (2)Gela)(T)Halago).  (2.37)

*
* %

Tous les outils nécessaires a la compréhension de cette these ont été mis
en place. Différents modeles relativistes vont maintenant étre décrits. Le
premier, important d’un point de vue historique, est le modeéle de Walecka.
Bien qu’il ait été le premier a expliquer la saturation de la matiere nucléaire,
il est purement phénoménologique. Des modeles incluant des propriétés de
QCD comme la symétrie chirale et le confinement seront ensuite développés,
constituant 'essentiel du travail de cette these.



Chapitre 3

Modele de Walecka

Le premier modele relativiste permettant de rendre compte de la satu-
ration de la matiere nucléaire est celui proposé par Walecka en 1974 [1, 48].
Cette saturation est obtenue grace a la combinaison d’un potentiel attractif
di au champ scalaire de la physique nucléaire et d’un potentiel répulsif da
au champ vectoriel du méson w se comportant différemment avec la densité.
Ce modele peut étre complété par la contribution d’autres mésons qui per-
mettent d’affiner les résultats [2]. Historiquement, Walecka a expliqué la sa-
turation a partir de ’approximation Hartree uniquement, mais en anticipant
sur la suite de ce travail, on se placera dans cette partie a ’approximation
de Hartree—Fock. On trouvera des détails a 'annexe A.

3.1 Lagrangien

On consideére deux saveurs de nucléon, le proton et le neutron. Un nucléon

est décrit par un isospineur a deux composantes : ¢ = < U > Pour sim-

Un

plifier, on considere que les masses du proton et du neutron sont égales. Le
lagrangien du champ de nucléons libres est, rappelons-le :

LI = 1) (i) — M )llyy). (3.1)
La matrice identité ajoutée par rapport a I’équation (2.2) agit dans l'es-
pace d’isospin. Elle ne joue aucun role dans le modele de Walecka et on
I’omet dans la suite des expressions. En revanche, les couplages isovecto-
riels des chapitres suivants contiendront un terme dépendant des matrices
d’isospin T qui permettra de différencier protons et neutrons. Les nucléons
interagissent avec les mésons via des couplages de type Yukawa. Le lagran-
gien d’interaction est alors :

Eint = _gcrlz)aw - QM/_J%W“?/J (32)

49
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ou les g; sont les constantes de couplage des mésons i échangés par les
nucléons. Enfin, le lagrangien contient une partie dynamique pour les mésons :

) 1 1
Llesens = +§8u08“0 - §m302
1 1
—f%FW+§m@Wﬂ (3.3)
ou Fy, = 0w, — Oyw,. Les m; sont les masses des mésons i.

3.2 Energie a ’approximation de Hartree—Fock

Le hamiltonien est obtenu en calculant la transformée de Legendre du
lagrangien :

H = / dx <27,7T7,% - £>
t=0 ot

— /tzo dx (Y(—ivy - V)) + /dx [@(M + goo)tp + % (ﬂg i (60)2)}

+ / dx {gw Wy Pyt
—i—% <(ﬁw)2 - m2 whw, + Vo' -Vl — (V ~cU)2> — Ty ﬁwo]
(3.4)
ol les moments conjugués des champs de mésons sont donnés par :
e = 0o, Tjw = F%. (3.5)

Pour des raisons qui apparaitront dans la section suivante, la partie d’inter-
action du sigma est rattachée & 'énergie de masse des nucléons. A Papproxi-
mation statique, permise car les effets de retard sont petits [60], les champs
de mésons deviennent :

e = 0, 7y = VO (3.6)
et le hamiltonien :

H = /tzodxw—w-vw

+ M{MM+%@¢+%W@1
+ [ dx [gw Wy 1;7’%

N)IH\\

(mi whw, + Vi - ﬁwu + (V- 6)2) ]
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Afin de différentier I’énergie par rapport aux degrés de liberté fermioniques, il
faut connaitre la dépendance des champs de mésons en ces degrés de liberté.
Pour cela, on écrit I’équation du mouvement des mésons. Les équations
d’Euler-Lagrange appliquées au lagrangien total (équations 3.1, 3.2 et 3.3)
permettent d’écrire :

(D + mg) g = —gai/_”/J
O+m2)wt = gupy™y (3.8)
qui deviennent a I'approximation statique :
(—A+my)o = —goby (3.9)
(FA+mi)ut = gyt (3.10)

Les champs de mésons peuvent alors étre simplement exprimés en fonction
des champs de nucléons :

o(@) = ~go [ da'Dola )i (3.11)
W) = gu /d4ac'Dw(aj — 2" )pytap(a) (3.12)

ou le propagateur d’un méson X est solution d’une équation du type :
(=A+m%) Dx(x,x') = §(x — x) (3.13)

et dans le cas ou la masse du méson ne dépend pas de la position comme
c’est le cas ici, il a pour simple expression :
dq el (x—x')
Dx(x—x)= | ————. 3.14
wex) = [ 10
On exprime alors le hamiltonien en fonction des seuls degrés de liberté fer-
mioniques :

H = / dxp(—iry - V + M)
t=0

2
= %/t:o dx (fa(—i’y -V + M)fﬁ) bng

2
P G50 Dot~ X (07 2 )

2
%S [ ) Fa) Do = X (S s

afBvyd

2
257 [ )£ ) D = X197 (2) ) S0 B .
afBvyo
(3.15)
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On a décomposé les fermions sur une base de spineurs comme proposé dans
I’équation (2.7). Les indices a, (3, v et ¢ tiennent compte du spin (+1/2) et
de l'isospin (proton ou neutron) des quasiparticules. Les indices (1) et (2)
dans le terme du oméga sont la pour rappeler que chaque matrice v* est
contractée entre deux spineurs, le premier jeu de spineurs dépendant de x,
le deuxiéme de z’. L’expression proposée ici est écrite dans ’ordre normal
qui intervient naturellement lorsqu’on contracte le hamiltonien sur le vide et
qu’on applique le théoréeme de Wick. Ce hamiltonien, formellement identique
a celui de I’équation (2.8), conduit a 1’énergie :

Bun = 3 [ dx(ful=iv-V +2Dfa).

acF
2
Brortree = % Y [ dxdx' Fa(x) fal) Do ox = X)f5(x) 1)
a,feF
2
+%J Z /dxdx’fa(x)fyufa(x)Dw(x—x’)fg(x’)fy”fﬁ(x’),
a,feF
95 = -
Eroek = ?U Z /dXdX/fa(X)fﬁ(x)Da(x_X,)fﬁ(xl)fa(xl)
a,BeF
2
P [ )P X a6 L)

(3.16)

3.3 Modeéle de Walecka dans la matiére nucléaire

La méthode Hartree—Fock peut étre appliquée comme dans le chapitre
2. Ici encore, on se place dans la matiere infinie ou les spineurs f, sont des
ondes planes :

ua(pa) i
fa(x) =) —=mePeX, (3.17)
Pa V

Toutes les quantités sont alors exprimées simplement en représentation d’im-
pulsion. L’indice « tient compte du spin et de I'isospin tandis que les opéra-
teurs de création et d’annihilation créent et détruisent des quasiparticules
d’impulsion, de spin et d’isospin donnés. Les intégrations sur x et x’ sont
treés simples. Pour les termes cinétique, de Hartree et de Fock, elles s’écrivent
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respectivement
/dxe_ip“'xeipo"x =V (3.18)
/dxdx'e_ip“'xeipo"xeiq'(x_x,)e_ipﬁ'xleipﬁ'xl = V%40 (3.19)
/dxdx'e_ip"'xeipﬁ'xeiq'(x_x/)e_ipﬁ'xleipo"xl = V25q,pa—p5 (3.20)

en notation discréte. Pour passer de la notation discrete utilisée ci-dessus a
la notation continue, on remplace la somme comme suit :

3
>y — V/(;ZT’;?). (3.21)

V' est le volume de matiere occupé, dans la matiére nucléaire ce volume tend
vers l'infini. La densité d’énergie est de maniere générale reliée a I’énergie
par particule :
E EV ¢
—=——=— (3.22)
A VA »p

ce qui permet d’exprimer les différentes densités d’énergie simplement :
2dp < v (p)>
Ehin = / N, (3.23)
" (2m)? E(p) O E(p) N

EHartree = —%( > %(i—) (3.24)

EFock = ﬁ/ dp _dp
” 2 ) (2n)? (2m)° (p - p’ +mj

/

M*M’* p* p
1 )
> (1o - 5 B
N
1

N
92 [ dp dp’
2 ) (@m)?(@2r)(p-p)?+

m
M* M’* p* p’
Z<2_4E*ﬁ_2§ E’*>
N N

_l’_

(3.25)

ou l'on a introduit la densité scalaire pg égale a :

1= [ G 2 (), (320

La densité p baryonique est celle de (2.1). Les nombres d’occupation Np,
correspondent aux distributions de Fermi—Dirac des nucléons. A température
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nulle, celles-ci se réduisent & des marches de Heaviside données explicitement
aux équations (2.11) et (2.12). Cela revient a réduire les intégrales sur les
normes des impulsions au segment [0, pr|. Les sommes sur o et § dans les
termes cinétique et de Hartree se décomposent en un facteur 2 (présent
dans les éléments d’intégration) correspondant & la somme sur le spin et
en la somme sur l’isospin notée N. Pour le terme de Fock, les sommes ne
sont pas indépendantes d’ou un facteur 4 en moins. Les quantités étoilées,
définies par 1’équation (2.20), proviennent de I’équation de Hartree—Fock
obtenue en différenciant ’énergie par rapport aux us(peq), les degrés de
liberté fermioniques. L’énergie propre se met sous la forme :

Ss(p) = - (9—“>2ps

w2 <§f;3 <<p—p?>32+m3 ‘4<p—p?>%+mi> 2 <A’§<(pp’/>)>fv
>olp) = <7§]’L_t>2+2/(22:l5;’ ((p—p?)?{“rm%JFZ(P—PL?)%eri>
. 9 2 * (o]
Sy(p) = 2/(;?)3 <_2(p—p?)02+m§ _4(p—p?;;+m‘%>%:<§*§§/§>N'
(3.27)

ce qui permet d’en déduire les quantités étoilées. Afin de simplifier les calculs
numériques, les intégrales angulaires entre les vecteurs p et p’ peuvent étre
calculées analytiquement. Le résultat, identique & celui de [2], est donné dans
I’annexe A.

Nous sommes a présent en mesure d’expliquer le mécanisme de saturation
proposé par Walecka. Les deux termes de densité présents dans 1’énergie de
Hartree sont représentés sur la figure 3.1. La saturation, mettant en jeu une
énergie de 'ordre de la dizaine de MeV, est obtenue par la compensation de
deux potentiels d’énergie de ’ordre de la centaine de MeV. Le terme scalaire,
attractif, ’emporte sur le terme vectoriel & basse densité. Mais la densité
scalaire croissant moins vite que linéairement avec la densité baryonique, le
terme vectoriel répulsif 'emporte & haute densité. La description relativiste
est ici indispensable : & ’approximation non relativiste, la densité scalaire
devient égale a la densité baryonique et la saturation ne se produit plus. Ce
phénomene est extrémement fin : une modification de quelques pour-cent
des potentiels déplace completement la saturation. Par exemple, les termes
de Fock (qui sont numériquement égaux a environ moins un quart du terme
Hartree correspondant) modifient le point de saturation. La figure 3.1 a été
tracée avec des parametres similaires & ceux proposés proposés initialement
par Walecka de maniére & reproduire le point de saturation (pg = 0,16
fm=3,a, = 15,96 MeV) (respectivement (pg = 0,148 fm=3 a, = 15,75
MeV) pour le modele de Walecka). Dans I'approximation de Hartree, les
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F1G. 3.1: Saturation dans le modéle de Walecka (champ moyen a l'approxi-
mation de Hartree). A gauche, on a représenté les deuxr termes
de lénergie de Hartree donnés dans l'équation (3.24) et la courbe
de saturation. Pour plus de clarté, la partie droite présente un
zoom sur la courbe de saturation. Le terme d’attraction scalaire
est représenté en pointillés et le terme de répulsion vectorielle en
tiretés. Dans les deux figures, ’énergie de saturation est en trait
plein. La discussion des paramétres est donnée dans le texte.

résultats ne dépendant que des rapports

2 2

C? = 42 (%) =329,9 ¢t C2 = g2 <%—g> =249,8 (3.28)
(respectivement C, = 357,4 et C,, = 273,8). En prenant My = 939 MeV,
gs = 10 et m,, = 783 MeV (voir section 5.4 pour la discussion de ces valeurs),
on obtient m, = 517 MeV et g, = 13,18, a comparer aux résultats de la
section 5.4 : m, ~ 800 a 850 MeV et g, ~ 6,5 & 8 MeV. La compressibilité
définie par I'équation (1.7) est de 544 MeV (respectivement 545 MeV), valeur
deux fois plus grande que celle attendue. Ce modeéle peut également étre
complété par I'ajout d’autres mésons tels que le rho ou le pion [2].

Le modele de Walecka, bien que permettant d’expliquer la saturation de
fagon élégante, reste un modele tres phénoménologique. De plus, les détails
des prédictions sont parfois éloignés de la réalité expérimentale, comme par
exemple ici la trop grande compressibilité. Comme il a été expliqué dans
les généralités, le but de cette these est de construire un modele effectif
relativiste basé sur un lien plus explicite avec les propriétés fondamentales
de QCD, a savoir la symétrie chirale et les propriétés de confinement liées a
la structure du nucléon.
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Chapitre 4

Modele o

Ce chapitre introduit la symétrie chirale dans les théories relativistes.
Cette symétrie est d’abord présentée dans le cadre de QCD puis définie au
niveau hadronique. Un modele purement chiral ne reproduit cependant pas
correctement les propriétés de la matiére nucléaire, il sera donc complété
dans la suite par un terme de confinement (équation 5.2).

4.1 Symétrie chirale

Une propriété essentielle de QCD est la symétrie chirale que 'on peut
lire sur la partie quarkionique du lagrangien de QCD :

Locp = Z (i — mibinl; ) (4.1)
i=u,d
= gy - T gy - T Ty (4.2)

ol 73 n’est autre que la troisieme matrice de Pauli; elle agit dans I'espace
d’isospin. Dans la deuxieme ligne, le spineur est identique a l’isospineur
nucléaire si ce n’est qu’il est écrit dans la représentation des quarks et non
celle des nucléons. Il contient donc les spineurs des quarks u et d et non ceux
du proton et du neutron.

Expérimentalement, il a été mis en évidence dans les années 50 et 60
I’existence de deux courants presque conservés intervenant dans les inter-
actions électrofaibles, un courant vectoriel ou d’isospin et un courant axial.
On peut retrouver ces courants en considérant les symétries du lagrangien
ci-dessus. Lorsqu’on effectue la rotation d’isospin de SU(2),

W — etk ) (4.3)

ou les 7 (agissant ici aussi dans 'espace d’isospin) sont les matrices de
Pauli, seul le dernier terme du lagrangien est modifié. Dans la limite ou les
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masses des quarks u et d sont égales, c’est-a-dire que la différence de masse
my, — my est négligeable devant les masses des hadrons, le lagrangien est
invariant sous cette transformation avec une excellente approximation et le
courant presque conservé associé a cette symétrie est :

Vi =y . (4.4)

Ce courant vectoriel associé & une symétrie presque exacte de QCD apparait
explicitement dans les interactions électrofaibles des hadrons. Cette symétrie
induit une dégénérescence d’isospin au niveau du spectre des hadrons; par
exemple le proton et le neutron sont partenaires et ont une masse quasiment
égale.

On peut aussi considérer une « pseudo » rotation d’isospin de SU(2) :

W — etk Ty (4.5)

qui ne differe de la précédente que par un facteur 7°. Le lagrangien est
invariant sous cette transformation dans la limite ou les masses des quarks
sont nulles, ce qui est un peu mieux vérifié que leur égalité. Le courant
associé,

A =y 0, (46)

est de divergence petite mais non nulle : au.Afi = imapy°1ep. 11 dépend de
la masse moyenne m = (m,, + mq)/2 ~ 8MeV des quarks légers.

Ces deux symétries peuvent étre réunies avec profit en une seule, appelée
symétrie chirale. Pour cela, on introduit des champs droit et gauche (d’ou
le terme de chiralité) construits a partir des isospineurs :

(1++°)

5 (4.7)

YR =
Le lagrangien, réécrit en fonction de ces champs, est :
Ly = ithrp, 0" + iy, 0"br — m (Yrvr + YribL) - (4.8)

Les transformations vectorielle et axiale reviennent a une rotation de SU(2) 1, x
SU(2)r agissant de maniére indépendante sur les parties droite et gauche
du champ :

bR — €T g, YL — YL
v — ENT g, YR — YR. (4.9)

Par abus de langage, on dit que la premiere transformation est une rotation
du champ droit ; on la note gr. De méme, on dit que la deuxieme correspond
a une rotation du champ gauche; elle est notée gr. Seul le terme de masse du
lagrangien n’est pas invariant sous cette transformation, et la brisure qu’il
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induit est précisément la brisure axiale. Cependant, cette brisure explicite
étant de 'ordre de grandeur des masses des quarks u et d, la symétrie axiale
est en fait presque aussi bien réalisée que que la symétrie vectorielle au
niveau hadronique. On devrait donc observer un doublement du spectre
comme pour la symétrie d’isospin, ce qui n’est pas le cas expérimentalement.
Il se trouve en réalité que cette symétrie est spontanément brisée par le
mécanisme de Goldstone. En effet, ’action sur le vide de la charge axiale,
associée au courant axial, n’est pas nulle. La symétrie présente au niveau
du lagrangien ne se retrouve pas sur ’état fondamental et par suite elle ne
se trouve pas non plus sur le spectre de hadrons. Les bosons de Goldstone
associés a la brisure spontanée sont au nombre de trois car il y a en réalité
trois charges axiales, une pour chaque valeur de 'indice k. Ce sont les trois
états de charge du pion. Dans le cas ou la brisure explicite serait nulle,
la charge axiale commuterait avec le hamiltonien, et son action sur le vide
donnerait un état d’énergie égale a celle du vide. Les pions auraient alors une
masse nulle. La légere brisure explicite donne aux pions leur masse petite
mais finie. On peut montrer facilement [38] que la masse m, des pions est
liée a la masse m des quarks par la relation de Gell-Mann—Oakes—Renner
(GOR), valable au plus bas ordre en m :

mzf7 = —2m{gq) (4.10)

ou f est la constante de désintégration du pion et on reconnait le condensat
de quarks (qq).

4.2 Modeéle o-linéaire

Lorsqu’on passe au monde des hadrons, un lagrangien directement ins-
piré des symétries de QCD est simplement :

Lhadrons = Wrdvr + ivrPvr — M (Yrvr + YrYL) - (4.11)

Cette fois-ci, c’est la masse du nucléon qui est en jeu. La brisure due au
dernier terme du lagrangien n’est plus du tout négligeable. Ce probleme
peut étre résolu en s’inspirant du modele o-linéaire ou apparait une matrice
W(x) qui se transforme de fagon appropriée sous la symétrie chirale en
compensant les rotations des champs droit et gauche de maniere a ce que le
terme de masse soit globalement invariant :

M (Yrvr + ¥rvL) — g (VLW ()R + rW ™ (2)vr) (4.12)

c’est-a~dire que W se transforme suivant W — ¢ LWgE. On peut la décomposer
sur les matrices d’isospin a l’aide de quatre champs réels notés o(z) et g(x) :

W(z) =o(z) +i7 - F(z). (4.13)
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Les propriétés d’invariance du nouveau lagrangien sous la symétrie chirale
et sous les transformations de Lorentz imposent au champ ¢ d’étre un sca-
laire isoscalaire et au champ @ d’étre un pseudo-scalaire isovecteur. Afin de
donner a ces champs un contenu dynamique, on ajoute au lagrangien un
terme d’énergie cinétique et un terme de potentiel :

1 1
ﬁmésons = 58/108#0 + 581168#95 - V(Uu (ﬁ) (414)

Le terme potentiel est composé d’une partie invariante chirale construite a
partir de la grandeur tr(WW ) = 02 + @? invariante et d’un terme brisant
explicitement la symétrie, co. Une forme simple est :

pY
Vie,g) =5 (0> + & - )% — co. (4.15)

On peut montrer [3], en considérant la désintégration faible du pion, que
(o) s’identifie avec fr. En imposant alors que la valeur moyenne du terme
brisant explicitement la symétrie chirale soit la méme que dans QCD, on
trouve :

c=m2fr. (4.16)

Il est heureux qu’il soit proportionnel a la masse du pion : il doit s’annuler
lorsque la symétrie est exacte, de méme que la masse du pion s’annule a ce
moment-la.

Le potentiel invariant chiral est choisi de maniére a briser spontanément
la symétrie. Sa forme dépend néanmoins du signe de v2. Si celui-ci est négatif,
le fondamental a une seule solution : ¢ = 0 et g = 0. Les valeurs moyennes
sur le vide de ces champs sont alors évidement nulles, celui-ci respecte la
symétrie. On dit qu’elle est réalisée a la Wigner. Dans ce cas, le spectre
devrait étre dédoublé. Comme on I'a déja dit, ce n’est pas le cas dans la
réalité. v? est alors nécessairement positif. Dans ce cas, le potentiel a une
forme dite de « chapeau mexicain » représenté sur la figure 4.1. Se déplacer
au fond du potentiel ne colite pas d’énergie : les particules associées a ce
déplacement sont justement les bosons de Goldstone. Les parametres restant
sont eux aussi identifiés avec des grandeurs connues [3] :

M
g = f_ (4.17)
m2 — m2
m2 — 3m?2

Cependant, le fait que la particule sans masse soit celle qui circule au
fond du puits de potentiel et non le champ pseudo-scalaire du modele o-
linéaire nous incite a redéfinir ce champ. On obtient alors le modeéle o non
linéaire.
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U(é.o)

o

oy

F1a. 4.1: Potentiel chiral dit en « chapeau mezicain ».

4.3 Modele o non linéaire

En suivant la méthode de [3], on commence par redéfinir les champs
paramétrant la matrice W :

o = ScosF(J%)

F = S#sinF <1> , (4.20)
fr

oil F est une fonction impaire du type F(z) = x + ax® + ---. La physique
ne doit bien sur pas dépendre du choix de «; on se restreindra en pratique a
lordre le plus bas ou F(x) = z. L’interprétation des champs S et 7 est tres
simple, comme on peut le voir sur la figure 4.2 : ¥, comme suggéré plus haut,
représente la rotation au fond du puits de potentiel, S est le déplacement
radial. Par construction, on a :

o? + G =52 (4.21)

Le potentiel invariant chiral est donc une fonction de S? uniquement ; le
terme brisant explicitement la symétrie est quand a lui :

co = frm2Scos (%) ~ f.m28 <1 - 27?—;) . (4.22)

Le fait de négliger les termes d’ordre supérieur dans le cosinus omet les
interactions des pions avec eux-mémes. On trouve les masses des mésons :

0%V,
2 tot 2
K y— — 4.23
Ma0i,j (97r2-87rj mgov ( )
2
m = O Viot =m2. (4.24)

052 7
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AS)

\/

F1G. 4.2: Rotation des champs paramétrant la matrice W : mise en évidence
des champs scalaire et pionique de la physique nucléaire.

La matrice W s’écrit alors simplement comme

W=8UouU=¢=exp [2'7_]‘:71 . (4.25)

On définit ensuite un nouveau champ de nucléons N par la transformation :
N = ((Pr+&TPL)Y. (4.26)

Enfin, on peut ajouter au lagrangien invariant chiral un terme qui permettra
a la constante de couplage axiale d’étre différente de 1 [3] :

L = iapy" (W, WTPL + W'9,W Pr)y (4.27)

ou le choix a = (1 — ga)/2fx permet justement de corriger la charge axiale
du nucléon et d’avoir g4 = 1, 25.
Par construction, le fond du puits est de rayon f, (4.15). On introduit

s=8— fr, (4.28)

la fluctuation radiale (petite) autour du fond du puits. Le champ 7 est sa
propre fluctuation. En tenant compte de ces approximations, le lagrangien
se met sous la forme :

_ 1 mZ—m2 [, o M ’
L = N(z@—M)N—ki@us@”s—Tf%(S +2f7r8+2f7rm2_m2>

+ Vi + [RTr8,U0" U + gahy, Aly Y + f7m3cosF <f1> )

™

(4.29)
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On notera dorénavant les spineurs de nucléons ¥ bien qu’il s’agisse des nou-
velles variables. Les courants VY et AL valent au plus bas ordre en s et

—

™

7

b = A PHEY L2
%5 4f7%( NOPT) - T (4.30)
1
noo_ T 2 gk
A 2f7rT or'r. (4.31)

S étant invariant chiral, sa valeur moyenne joue le role de parametre
d’ordre chiral autour du minimum du potentiel effectif. Lorsque la densité
augmente, sa fluctuation s, négative, controle le rétrécissement du cercle chi-
ral et I’évolution de la masse du nucléon. Physiquement, il est proposé ici que
ce champ s soit assimilé au champ scalaire de la physique nucléaire puisque
les nombres quantiques correspondent. Ceci permet en outre de légitimer
le choix du champ sigma dans les théories de Walecka qui acquiérent ainsi
a posteriori un statut chiral. Le déplacement le long du fond du puits en
« chapeau mexicain » ne coltant pas d’énergie, la masse du champ 7 est
nulle dans une théorie invariante chirale. Ici, a cause de la légere brisure
explicite donnée équation (4.16), le fond du puits est légérement penché et
la masse acquiére une valeur petite mais non nulle. Ce champ 7 est assimilé
au champ pionique car il posséde les mémes nombres quantiques.

4.4 Echec d’un modéle purement chiral

Dans le modele de Walecka, la saturation était assurée par la force
répulsive due au méson oméga : on ajoute donc sa contribution au lagran-
gien. En outre, on le compléete en incorporant le méson rho et on tient compte
enfin du méson scalaire isovecteur delta [61] :

1~ = 1 R - . K N\ o
L = —1GuG"+ §m§puﬁ“ — 9ot (’Y“Pu - ﬁa“”aupu) T
1, -..,=- 1 -2
+50,00"5 — §m§<§? — gsihd - T (4.32)
ou éuy = Oupy — Oup,. Le méson delta, scalaire isovecteur, génere une

différence entre les masses du proton et du neutron. En raison toutefois de
la petite valeur de la constante de couplage choisie, g5 = 1, son effet est pra-
tiquement négligeable. L’énergie peut étre calculée par la méthode Hartree—
Fock & partir du lagrangien total (équations 4.29 et 4.32). Les détails du
calcul sont donnés au chapitre 5. L’énergie de liaison par nucléon en fonc-
tion de la densité est présentée figure 4.3. Le terme scalaire attractif est tres
fort : I’énergie de liaison décroit rapidement avec la densité, du moins pour
les plus faibles valeurs de la densité. Une pseudo-saturation semble avoir
lieu sur la figure, mais il faut remarquer que celle-ci intervient bien avant la
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densité normale de la matiére nucléaire. La remontée qui a lieu n’est pas du
tout physique (ne serait-ce que la valeur anormale de la compressibilité) : la
valeur moyenne du champ scalaire diverge pour des densités comprises entre
0,8 et 0,9p¢. La portion de courbe qui remonte n’est donc pas physique, et
au-dela de 0,9pp, 'équation implicite (5.28) qui permet d’obtenir (o) n’a
plus de solution. Ceci est dii & des diagrammes s* dans le potentiel [57, 62]
(figure 4.4) : ceux-ci sont trop attractifs. Dans un modele type Walecka au
contraire, le terme en s3 est positif et ce genre de situation n’intervient pas.
Le probleme peut étre résolu en introduisant un terme qui restaure le signe
correct du terme scalaire cubique, c’est I'objet du chapitre suivant.

O T T T T T T

5k _

E/A[MeV]
8 5 =
I I I
| | |

Ny
()]
|
|

- 1 I 1 I 1 I 1 I 1
300 0.2 0.4 0.6 0.8 1

p/p,

F1G. 4.3: Tentative de courbe de saturation de la matiére nucléaire dans le
modele sigma.
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N

Fi1G. 4.4: Diagramme du terme attractif dans le potentiel scalaire.
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Chapitre 5

Effets du confinement

Comme mentionné dans l'introduction générale, un deuxiéme effet de
QCD doit étre incorporé a notre modele, a savoir le confinement des quarks
dans les hadrons. Celui-ci intervient a travers la réponse nucléonique présen-
tée au paragraphe 1.2.7. Les nucléons peuvent étre vus non comme des par-
ticules ponctuelles, mais comme une assemblée de trois quarks. La réponse
globale d’un nucléon dépend alors non seulement du couplage des quarks
aux mésons mais également du modele de confinement choisi. On peut
montrer[50] que effet principal est de modifier I'interaction avec le champ
scalaire.

5.1 Lagrangien chiral

Le lagrangien du modele sigma est complété par un terme associé a la
réponse nucléonique présentée dans l'introduction. En réunissant les diffé-
rentes contributions rencontrées dans les chapitres précédents, le lagrangien
total s’écrit

L=vip + Ls+ Lo+ L, + L5 + Ly (5.1)
avec
_ 1.,
Ls = —Mn(s)yy — V(s) + 58 50,5
_ 1 1.
Lw = —gwwu”l/}’}’u'lb + §miw“wu — ZFM Fl“’
Ly = —gpPuBF — gyl 0,7 WY + 2 md i — & GG
p p Pu PO My VPR o "o Pu 4 w
=dhr 1 1 = -
Ls = —gsodT — §m§<§2 + 50"00,0
o 9A g s, Lo Lo
L 57 Ou TPy T 5 Mt + 2 oMo, T.
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5.1.1 Contribution du méson scalaire s

L’expression de Mp(s) (équation 1.45) reflete la structure interne du
nucléon. Le terme quadratique tient compte de la réponse scalaire du nucléon
qui est contrainte par les données sur réseau [55]. Cependant, on pourrait
aussi considérer des termes d’ordre supérieur dans la dérivée de la masse du
nucléon par rapport au champ scalaire. En pratique, comme dans [63, 56],
on se limite au terme cubique :

1 s3
MN(S) = MN —+ gs s + §/€N5‘ <S2 + ﬁ) . (52)

La constante de couplage du champ scalaire au nucléon dépend alors de la
densité (car s en dépend, voir (5.28)) :

oMy

2
gikg(S) ? = ds + KNS <8 -+ %) . (53)

La susceptibilité scalaire quand a elle devient

82M N S
KNS(S8) = ——=— =k 1+ — 5.4
NS(8) = —5 3 NS 7 (5.4)
et disparalt lorsque la symétrie chirale est entierement restaurée, c’est-a-dire
lorsque s = —f; ou 5§ désigne la valeur moyenne du champ s. Le méson s

est le seul ici a avoir une interaction avec lui-méme grace au potentiel du
modele o

A 2
V(s) = J((fx+ 57" = v*)" = fzmS
2 2 2 2 2
— m, o Mgy — My 3 My — My 4
= 58 + 57 s° + Ry st (5.5)

On a omis le terme constant qui peut toujours étre soustrait. Le terme
cubique, attractif, est compensé par I'effet de la réponse scalaire du nucléon.
On peut le voir en introduisant un changement de variable simple du champ
scalaire : on écrit la masse du nucléon en fonction d'un champ w défini
par [64]

Mny(s) =My + gss + %HNSSQ = My + gsu. (5.6)
Le potentiel en chapeau mexicain peut étre réécrit avec cete nouvelle variable
(pour la simplicité des calculs, on travaille dans la limite ot m, < m, et on
ne garde que le terme dominant dans kxg) : si on ne garde que les termes
dominant en s/ f, soit jusqu’a 'ordre s*/f2, on obtient

2 3 4
V(s) = %<82+;_+48_F>
_ m?, 9 ud ut 9
_ 7<u +7-(1-20) + (1120 +20C )>. (5.7)
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On a écrit le résultat en fonction de C' = knsf2/2Myn = knsfr/29s. Le
terme cubique dépend du signe de (1 — 2C') : en Pabsence de confinement,
C = 0 et le terme est attractif; avec le confinement C' ~ 1,25 > 1/2
donc le terme est répulsif en accord avec les théories type Walecka et la
phénoménologie [65, 53].

On rappelle également la forme du terme brisant explicitement la symétrie :

Lysp=co ~ cs— S 72 (5.8)

2fx

ou le deuxieme terme, ignoré dans la suite de ce chapitre, correspond au
premier terme du développement des boucles de pions.

5.1.2 Contribution des autres mésons

Le terme d’interaction du pion est pris en couplage pseudo-vecteur,
comme cela émerge naturellement de notre approche. Cependant, le lec-
teur intéressé trouvera a I'annexe A le traitement complet du pion avec le
terme pseudo-scalaire. A la limite non relativiste, les deux termes donnent
un méme couplage au nucléon. On peut le voir dans le cas ou le spineur
du nucléon est le spineur de Dirac libre. Celui-ci s’écrit en fonction de la
quantité de mouvement p < My :

.- . g-p 0 1 1 0 1
wirrs = (G003 4) ()
2M N

YN e o
Zq( 2My

i - (77 — 7). (5.10)

—_
~__
Nlqy

-
~—

1
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N———

1

On a laissé le T de co6té car il ne joue pas de role particulier dans la limite
non relativiste. ig" = i(p}' — p?) provient de la dérivée de 7. Dans le terme
pseudo-vecteur, la partie temporelle en 70 couple petites et grandes com-
posantes, elle donne donc une contribution d’ordre supérieur en p/M . Les
deux limites non relativistes sont égales lorsque les constantes de couplage
vérifient gh°/2Mpy = ga/2fr. La construction chirale vue dans la partie sur
le modele sigma suggere plutot un couplage pseudo-vecteur, c’est pourquoi
on se limite a celui-ci.

Le terme d’interaction du rho contient une partie vectorielle et une par-
tie tensorielle. On peut remarquer qu’a 'approximation non relativiste, en
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prenant les spineurs de Dirac libres pour les nucléons, on trouve

% = 1+0<<ﬁ>2>, (5.11)

1 - c-pr 0 ol 1
2My ) \ =07 0 paran

0 DPf U‘pio_j

12

Pyl

prd 0‘]
2Mpy  2Mp
- 2My oMy ‘
K — . K .
QA;N@POQZJUOW ~ QﬂjNaopﬂZJUZ%
2
~ i (g ) Py (5.13)
2M N
Kp T ik - Kp .ok ky _1_jkl
QMN(‘)kzpa P —2]\4]\11(17Z pylotel™. (5.14)

La partie temporelle du terme vecteur, de I'ordre de 'unité, donne une
contribution égale a la densité baryonique une fois intégrée sur les états
occupés par la mer de Fermi. Elle ne contribue pas & l'ordre en p/2M . On
a ensuite utilisé le fait que 0 = £ [y/,77] = £¥*o* [66]. On retrouve bien
le couplage non relativiste en (1+£,), ce qui justifie le signe relatif entre les
deux termes du lagrangien d’interaction.

Les parametres (gw, gp, 5p, ga et les masses des mésons) sont fixés autant
que possible par la phénoménologie hadronique, ce qui fait que ce modele est
déja quasiment contraint. Leur réglage fin sera largement détaillé et discuté
dans la section consacrée aux résultats. On pourrait aussi calculer ou du
moins contraindre ces parametres par un modele NJL sous-jacent. Pour le
moment, on se contentera de commenter les couplages tenseurs des mésons
vecteurs. Un modele de dominance vectorielle (VDM) pur implique que &,
soit identifié avec la partie anormale du moment magnétique isovectoriel du
nucléon. Ceci conduit a x, = 3,7. Au contraire, des analyses de données
sur les expériences de diffusion pion sur nucléon suggerent x, = 6,6 [67]. Le
méson oméga devrait également avoir un coupage tensoriel. D’apres VDM,
la partie anormale isoscalaire du moment magnétique est tres faible : k., =
0, 13. On néglige donc cette contribution.



5.2. CONSTRUCTION DU HAMILTONIEN 73

5.2 Construction du hamiltonien

En suivant les étapes du calcul du modele de Walecka, on utilise les
moments conjugués des champs de mésons

II; = Oys, ij — FOJ" ﬁ(; = 805,

074, ﬁjzao@r—ﬁm A7

afin de calculer le hamiltonien apres transformation de legendre du lagran-
gien :

= = K _
ij = GOj + gp2]\§N

H= / [ —iv-V)y + H, + H, + H, +H5+H] (5.15)

avec

H, = /dx [MN(S) Yip + % (T2 +(Vs)?) + V(s)}

a
Il
—

dx [gw Wy 1/_1’7“¢

1
2

+

< (I;,)? — m2 whw, + Vw; - Vw; — (V -wj)2> — I, - Vwo]

Hy, = /dx [gp P Oy T + 9p2M ((%/3% Yoy — T, quioq‘-‘w>
_l’_

5 (951 ) (40 7)’
+%< W*H+V?-Vﬁ—(V'ﬁg)>—ng VPO}
H; = /d [ zﬂ?¢+%(ﬁ§+(vg)2+m§<§2)]
H, = / dx [29—; (W YT + iy WJ) + (29_;>2 (¥7"°70)°
F LG+ (Va7 + i) | (6.15)

5.2.1 Approximation statique

On se place a 'approximation statique (les effets de retard seront étudiés
un peu plus bas) ol les moments conjugués des mésons se réduisent a

I, =0, i—viwoﬁ(s:()

¢UJOT¢7 a]7r = -

]p = V]p + 95 '(b’y 7_:1/}-

2M 2f7r
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Les différentes parties du hamiltonien se simplifient alors selon

» [ - 1
Htatie — /dx Mp(s) vy + §(V8)2 + V(s)]

, . _ 1

static [ - = K = 7 =3
e = [ dx g, 0770 + 0550 0y "
1 } )
) ( 2P+ VPV, + (V- pj)2>]
mytetie — / [ ST + ((VS)2 + mgﬁ)}

Hye = /dx [ﬁ Ve 0777 + 5 ((V%) +m3r¢2r):|’ (5.17)

Le hamiltonien peut étre décomposé en deux contributions :
H= /dx (K +  Hmésons)- (5.18)

La premiere inclut la partie purement nucléonique ainsi que les couplages
de Yukawa des mésons aux nucléons :

K = 1/1<—i’y-V+MN(3)+gwwu’y“ + Gp Pu YT +

K . N 2.,
gpﬁ jpu o™ T + gs07T + - 2f,r V@r - ’YT>¢ (5.19)

La deuxieme est purement mésonique :

1 1
Hmésons = §(V3)2 + V(S) DY <mi w“wﬂ + Vwh - Vw/l + (V 'wj)2>

(V@r)? + m2g2). (5.20)

5.2.2 Equations du mouvement pour les champs de mésons

De nouveau, on souhaite écrire les champs des mésons en fonction de
ceux des nucléons. Les équations de Lagrange permettent de faire cela. Dans
I'approximation statique, les équations du mouvement peuvent étre écrites
aussi comme [H,IIx] = 0, ce qui est plus correct du point de vue quantique.
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Les deux approches donnent le méme résultat, a savoir

OK __ 9My

ds 0s

T2, M 2 p 9. iy _8_K— S

Viw + m,,w +5pzaz(v UJ])— _gqu)’y 1[),
ow,,

—V3s + V'(s) = — i,

~VZ + m%ﬁ” + 0,i0i(V - pj)

0K o
=5 % DT — gp2 M 0; (Yo7
- ) .

—V?5 + mjd == = gs UTY,

5 PY; gs YT
0K

2= _ 5o
V2Gr + m2G, = 97, 2f7r V -y’ T (5.21)

Comme on I’a mentionné plus haut pour les champs scalaire et pionique et
selon la méthode proposée dans [53], on décompose chaque champ en une
partie moyenne et une fluctuation supposée petite :

px = px + Apx. (5.22)

¢x = (px) est la valeur moyenne sur le vide du champ de méson px.
Apyx est la petite fluctuation correspondante. Le A est majuscule afin de ne
pas induire de confusion avec le méson delta noté §. L’approche développée
dans cette partie est légerement différente de celle proposée dans le modele
de Walecka. En particulier, la notation de seconde quantification, non in-
dispensable, est mise de coté. Bien évidement, les résultats sont les mémes
quelque soit la méthode employée. Les mésons autres que le s n’étant pas
modifiés avec le confinement par rapport au modeéle de Walecka, les formules
données dans ’annexe A pourront étre reprises a la fin de cette partie. La
partie scalaire étant la plus délicate a traiter, on prend le temps de la détailler
ci-dessous. C’est aussi la partie qui contient des ingrédients nouveaux par
rapport aux théories de Walecka [2] ou méme par rapport au modele de cou-
plage entre quarks et mésons (QMC) [50, 53], car outre effet de la réponse
du nucléon, leffet des termes d’auto-couplage du champ s (chapeau mexi-
cain) sont inclus. Avec cette décomposition, 1’équation de s est

2
V25 4 As) + V'(5) + AsV(E) = — 25 - asZE (5. (5.23)
0s 0s?
Les dérivées sont égales a
oK, 0K - . OMy(s) -
E(S) = 55 gsyp  avec 9s =g —9s T ENsS + -

(5.24)
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et

PK PK - 5 02 My (52

ﬁ(g) = ﬁ:fwsﬂ”ﬂ avec KNS:%ZHNS +oe
(5.25)

A I'image des champs, le terme de source de ’équation du mouvement est
développé autour de sa valeur moyenne :

0K 0K 0K\ /OK 0K 0K
55 <a—> 4 (a—> = <a—> + <a_ - <a—>> (5.26)
et on considere la fluctuation A(OK/0s) petite et de méme ordre que As.

Dans le méme esprit, la dérivée seconde de K est remplacée par sa valeur
moyenne, le terme de fluctuation étant considéré du deuxieéme ordre :

PK PK -
~N(— )=k . 5.27
932 < 752 > Fns () (5.27)
On résout ’équation du mouvement ordre par ordre, ce qui donne
oK -
~V2%5 + V/(5) = — <E> = —gs (V) (5.28)

(5.29)

et

—V?(As) + my? As = — @—[g{ - <%—[:>> = —g5 (V¢ — (¢¥)).
(5.30)

La masse effective qui apparait dans la deuxiéme partie de 1’équation du
mouvement est définie par

mi? =V"(5) + fins (V). (5.31)

Elle est similaire a celle de travaux antérieurs [63, 57]. Elle correspond a
la masse qui propage les fluctuations du champ scalaire (c’est-a-dire les
fluctuations quantiques du condensat chiral). En particulier, c’est bien la
masse qui apparait dans le propagateur du terme de Fock que 1'on verra
plus bas. Dans I’équation sur la valeur moyenne, ce qui ferait office de masse
est la quantité V(5)/s (voir par exemple [68]) : une masse définie par cette
quantité ne serait pas cohérente.

5.2.3 Hamiltoniens cinétique, de Hartree et d’échange

Le développement des champs au premier ordre dans les fluctuations est
cohérent avec le développement du hamiltonien au deuxieme ordre. Le terme
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d’ordre zéro, contenant uniquement des valeurs moyennes dans les champs,
correspond au terme de Hartree. La partie fluctuante donne le terme de
Fock. Pour commencer, on se limite au cas du champ scalaire. Les grandes
lignes du calcul pour les autres mésons, bien plus aisées, seront données plus
bas. Le hamiltonien correspondant au champ s est

2
Hg = /dx[K(E) +Asa—{( + 1(As)2a§

o5 ' 2 057
+% (—5V%5 — 2A5V%5 + (V(As))?)
+V(5) + AsV'(s) + %(AS)W”(E) : (5-32)

En utilisant les équations du mouvement (5.30) et les développements limités
de K (5.26, 5.27), on obtient

Hy — /dx [1/7<_i7.v + My(5)) ¥

(VE)? + V() + 505 (b0 — (B0)) As|. (5:33)

DO =

_l’_

Lorsqu’on applique cette méthode aux autres mésons, on trouve les équations
suivantes :

=V2&? + mf o = g (),
= N R - 0f—
V) + m2p° = g, (vIFy) — Igare % (o7,

V3 + mjd = g5 (7). (5.34)

Seul le delta et les parties temporelles du oméga et du rho subsistent. Pour
la partie fluctuante en revanche, on obtient

—VA(Aw") + mf Awt = Pl g (¥9"9 — (¥1"9))

CVAAF) + m2 A = Plg, (ww (7

B 2;21\/ 8j (1[;0"]'7‘-'1/;) + 2;;1\7 aj <¢0Vjﬁ/}>>
V(A + mEAS = g5 (V7Y — ($7Y))
—V2(AGy) + mEAG, = 2% V P T7Y (5.35)
avec la notation condensée
Py=1 P}=0, Py=0, P.=Pi(x)=0; - 82'823'. (5.36)
m

p



78 CHAPITRE 5. EFFETS DU CONFINEMENT

Lorsque l'on généralise le résultat de I’équation (5.33) a tous les mésons, le
hamiltonien peut étre écrit a 'approximation statique sous une forme qui
rappelle les théories de la fonctionnelle de la densité :

H= Hkin+H + Hge. (5'37)

Le premier terme est un opérateur a un corps qui contient 1’énergie cinétique
des nucléons et le terme de Hartree. Sa forme explicite est

Hyinyn = /dx[q[_)<—z"y~V+MN(§)+gw07070+gpﬁg707'3

H _ . —
+9pm 9;p3 0V s + g5 03 T3>1/1

1 1 1
FVE) + 5 (V8 = Sml (@) - 5 (Va)’
1 _ 1 2 I os\2
—5mp ()" — 5 (VA5)" + 5mi 85 + 5 (Vds)

(5.38)

Cette partie du hamiltonien suggere que la matiére nucléaire (symétrique
ou asymétrique) est constituée d’une assemblée de nucléons qui se déplacent
dans un fond de mésons scalaires (3, 63) et vecteurs (w°, pJ) auto-consistants.
En considérant un modele NJL sous-jacent, les nucléons sont des objets
composés de quarks constituants reliés entre eux par les cordes colorées en
forme de Y. Leur masse provient du condensat chiral. Le champ scalaire, qui
peut étre vu comme un reliquat du condensat, modifie la masse du nucléon
selon My (5) = My + 955 + kg 52/2 +---. On peut remarquer que dans
la matiere infinie, —V?25 est nul, la formule (5.30) donne alors 5 forcément
négatif. Le terme gg § explicite la fagon dont la masse du nucléon baisse a
cause de son couplage au condensat. Le terme r g 52 correspond alors & la
réponse du nucléon face au champ scalaire. La valeur de kg dépend de la
structure des nucléons en quarks, elle prend en compte la modification de
leurs fonctions d’onde et dépend forcément du mécanisme de confinement.
Le nucléon est également soumis, de maniere globale, aux champs moyens
@Y, p9 et d3.

La deuxieme partie du hamiltonien incorpore les termes d’échange dus
a la propagation des fluctuations des champs de mésons. Rappelons en par-
ticulier que le champ scalaire se propage avec la masse modifiée mj? =
V"(8) + Ens ps. Son expression explicite est

1 _ )
H,. = /dX§ [QE AsA () + g Awy (Vy*e))

+ 9, Apt <A(1Z77“Fw)— il 5'[A(1170“j?¢)}>

2My ?

+g5s ASA (V7)) + 29_}1 Ag, V- zpfy‘:’?ﬁp} (5.39)
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ou l'on a utilisé la notation (déja employée plus haut)

A(WIy) = YTy — (PIe).
Les propagateurs des champs sont les propagateurs statiques donnés par

(—V2 + mi2(x)) Dolx — x) = 0@ (x — )
(—Vi + m_%() Dx(x — x') =69 (x — %), X =w,p,6,15.40)

Lorsqu’on résout formellement les équations du mouvement pour les fluc-
tuations, on obtient le hamiltonien

Hu = g [axax| = 6560 656) A (50) (0 Do =) A (50) ()

+92 A (V") (x) DWW(X - x ) (") (X )
+ gz A (&7“7?77[}) (X) p;w (?Z) YTy X )
+200 537 A (007) (99 ,w< x) A (077 (x')

2

—1—92 <2;§ > A (1[_10‘”7_"1#) (x)0;0" D pp (x — X A (wa"jﬁb) (x")
— g3 A (¥7) (x) Ds(x — x') A (7)) (X))

+ < 5 fn> (V"' 7Y) (%) 8i0;Dr(x — X') (Y777 79) (x')| (5.41)

ot 'on a introduit pour le oméga le propagateur D, (x — x’) dont les
composantes non nulles sont : Dygo(x —x') = Dy,(x —X') et Dyj(x — %) =
(6i; — 9;0;/m?2) Dy, (x —x') ainsi qu'un propagateur similaire pour le méson
rho.

5.3 Approche Hartree—Fock

5.3.1 Energie de Hartree—Fock

Afin de calculer I’énergie, on écrit comme précédemment le hamiltonien
sur une base Hartree-Fock, c’est-a-dire un déterminant de Slater. Celui-
ci est, rappelons-le, constitué de quasiparticules; on note ici encore leurs
fonctions d’onde £ (x) = fa(x)xn ot N désigne un neutron ou un proton.
Les valeurs moyennes apparaissant dans les équations classiques (5.30, 5.34)
sont naturellement des moyennes sur des déterminants de Slater ; on obtient
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pour les termes sources :

(W) = > F2f + Fifi = psp + psns
acl
(wlo) = 2z + 2= oy + ooy
acl
(brap) = > JPfP — FI IR = psp — psms
acl
(lmw) = > g2tz — £ = pp = oo
acl
(o%rgp) = Y fro%fr — fuotfr. (5.42)
acl
On reconnalit dans la premiere équation la densité scalaire et dans la deuxieme
la densité baryonique. Les autres densités s’annulent dans la matiére symé-

trique. Les parties cinétique et de Hartree de 1’énergie se mettent sous la
forme

Ekin+n = / dXZ

[Z J¥(=iv -V 4+ My(5) + 90" %0 + 9557
N

aeF

. K P -
+ngm VoS5 + 9553>fév]

4 /dx [V(s) 5V — L3 @) - 1 (Va)’
1 . 1 o2 1 1 _
—§m,2) (P3)? — 3 (VA5)" + §m§ 05 + 3 (V53)2] (5.43)

Le terme de Fock quand a lui provient de la partie d’échange dans le ha-
miltonien. Pour cela, il est souvent appelé simplement terme d’échange. On
peut le décomposer sur chaque méson :

5)

EFOCk = El(’*fc)wck + El(’*":.;)ck + Eé‘p) + E;"ock + Egro)ck . (544)

ock

La partie correspondant au champ scalaire est par exemple
1
nggck = 3 / dx dx' Tr(Sy(x' — x) Sp(x — x') + Sp(x' — x) Sp(x — %))

95(x) g5(x') Do (x — x'); (5.45)

les autres contributions sont données dans 'annexe A. S, et S, sont des
matrices de Dirac :

(Sp(x—x)) 0y = 3 (D)a () (7)),

a€F

(Sulx—=x)) 1y = 32 (F1)a () (72), (). (5.46)

aeF
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Elles correspondent aux propagateurs introduits a la section 2.2.
Formellement, on peut écrire I'énergie sous la forme condensée :

Z/dx [fév<—i’)"v + My(3) + Yo%) FxTx + ih§) Vix 'éx>fév}
a,N X

+Em(fx, Vfx)
(NN")

+ Z gXX' /dxder(SN(x—X)TXSN'(X X)FX/>DXX/(X x').

X, X";N,N'

La premiere ligne correspond a I’énergie cinétique et a 1’énergie de Har-
tree des nucléons. La deuxiéme ligne est purement mésonique. La derniere
ligne correspond a I’énergie d’échange. Le lecteur remplacera aisément les
constantes de couplage, notées gg( ) h(N) et gg(NX]\,V), par leur valeurs données
dans le lagrangien et largement exphmtées dans les équations depuis. Les
propagateurs de mésons correspondent & ceux donnés équation (3.14).

La constante de couplage du champ scalaire dépend de la position : elle
doit donc étre inclue dans l'intégrale sous la forme g¢(x) g&(x’) comme dans

Iéquation (5.45).

5.3.2 Equations de Hartree—Fock

Il ne reste plus qu’a calculer les fonctions d’onde. Comme on 'a déja
vu plus haut, celles-ci minimisent 1’énergie, elles sont donc solutions de
I’équation de Hartree—Fock :

(B = Syacl Jax o)1) )
ey

Comme précédemment, le deuxieme terme permet de normaliser les fonc-
tions d’onde. Le parametre de Lagrange ¥ est identifié a posteriori avec
I’énergie des états a une particule. La dérivée des termes cinétique et de
Hartree se fait simplement en calculant la dérivée explicite dans la premiere
ligne de I’équation (5.47). La dérivée par rapport aux fonctions d’onde des
termes purement mésoniques est nulle car on retrouve les équations du mou-
vement pour les mésons. Dans le terme d’échange enfin, une dérivée expli-
cite provient des fonctions Sy, mais les parametres g* et m?? dépendent
également de la densité. La dérivée de ces termes donne une nouvelle contri-
bution & I’équation de Hartree—Fock, on I'appelle de réarrangement. Sans ce
terme de réarrangement, I’équation de Hartree—Fock peut étre factorisée de
la maniére suivante :

[t (x| %) 12 6) = 120 (5.49)

—0. (5.48)

(5.47)
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Le hamiltonien une particule Ay contient une partie locale (correspondant
au terme de Hartree) et une partie non locale correspondant au terme
d’échange. On a bien écrit une équation de Schrodinger pour la quasiparti-
cule décrite par la fonction d’onde f2. Toujours sans le réarrangement, le
hamiltonien & un corps est explicitement

(x| w5 | )

:<—Z’7 V + Mn(5 —i—Zg x)Ir —i—zh VfR( )‘_'R>5(3)(x—x’)
g(NN/)
+ Z Rg/ DRR/(X—X/) <PRSN/(X—X,)FR/>
R,R';N'
g(NN’)
+ z:f@ Dmﬂf—@O}ﬁwﬁ—fﬂh> (5.50)
R,R';N'

La partie réarrangement est donnée par la contribution

OF 65

— . 5.51
05 6 fN (5.51)
Pour la partie cinétique et Hartree, I’équation (5.33) implique
— =—"ps—V % 0 5.52
= s - Vs VI(S) = (5.52)

puisqu’on retrouve I’équation du mouvement (5.28). Il ne reste donc que la
contribution des termes d’échange qui est définie par

< "y h(rg M > = %/dx'dx" ZTT(SM(X' — xSy (x" — x’))
M
5 * *
57 (0B Do =x)). (6553)
La dérivée de la constante de couplage est

Sgs(x) 55(x')
2 = —. 5.54
51N 5 .

Pour obtenir la dérivée de 5, on dérive I'équation (5.28) donnant cette
derniére quantité :

d5(x") B
ST )

—g5(x) 1V (%) 0¥ (x' —x).
(5.55)

<—vi/ +V"(3(x) + fins(X') ps(x) >
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La masse présente dans I’équation ci-dessus est bien la masse qui se propage.
La solution de cette équation est alors

3 /
ook = = [ D, ¢ = ) £ — )
= = Do(x' = %) g5(x) £ (x). (5.56)
La dérivée de la constante de couplage se réduit a ’expression simple
ogs(x') .
SN — s () Dol — %) g5(x) £ (). (5.57)

De méme, la dérivée fonctionnelle du propagateur du champ scalaire est
obtenue en dérivant I’équation (5.40) :

<— Vi + m;‘?(x’)) 5D}(Jf:]; (;)X”) == Z?N((’;)) Dy(x' — x").  (5.58)

On est ramené a calculer la dérivée fonctionnelle de la masse définie par

mi2(x) = V"(5(x)) + Ens(x)ps(x). On obtient
omg(x') " 8’WVS % 65(x’)
g = (70 s ) )
+R ()fa() D' - x)

) (V # 205, ) o) (= Pt = 009500 120

+ins(x) fN (%) 0¥ (x — x). (5.59)

Finalement, la dérivée du propagateur du champ scalaire dans le milieu se
met sous la forme

0D, (x' —x") . omy (y) _ X
Tame T e gy )
= [ay Do~ ) <V"'<s> - 25 ) )
Dy(y — x") Doy — x) g5(x) £ (%)
— Dy(x' — x) Dy(x — x") Rns(x) fN (x).
(5.60)

Pour résumer, le hamiltonien de réarrangement une particule contient deux
termes : le premier provient de la dérivée de la constante de couplage :

< "y h(rgl a> = —%/dx’dx"TrM<SM(x’ - xSy (x" - x’)> D, (
(%Nsoc’) G5(x") Do(x — %) g5(x) F¥ (%)
T (Rns(x") g5 () Dy (x" — %) g5(x) <x>) ,

% X”)

(5.61)
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(b)

(@

Fic. 5.1: Termes de réarrangement : les croix indiquent les ouvertures de
lignes conduisant aux termes contribuant au hamiltonien une par-
ticule et a l’énergie propre.

tandis que le deuxieme est du a la dérivée du propagateur :

<x"YO hirgoy| f2 > = / dx' dx" Tr <SM(X/ — x")Su(x" — X’)> 95(x") gs(x")
[/dy Dy(x' —y) <V’"(§) + 8f21zsps> (¥)
Ds(y — x") Doy — x) g5(x)

—Dy(x' — x)Dy(x — X”)/%Nsx):| N (x). (5.62)

On peut remarquer que ces contributions sont locales; les équations de
Hartree—Fock se mettent finalement sous la forme

it x| ) £760) + (x| £27) + ([ Bifg| £2)
— &N N (x). (5.63)

Afin de visualiser un peu mieux ces termes de réarrangement, ils sont repré-
sentés figure 5.1. Le premier diagramme d’énergie correspond au terme de
Fock. Les contributions au hamiltonien & un corps des quasiparticules sont
obtenues en ouvrant les lignes fermioniques a I’endroit indiqué par les croix
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comme on ’a vu dans le chapitre sur les généralités. L’ouverture du pre-
mier terme ignore les effets de milieu dans le propagateur et la constante
de coupage; on obtient alors un terme analogue aux termes de Fock des
autres mésons. Le deuxiéme diagramme, (b), correspond au premier terme
de réarrangement, celui provenant de la dérivée de la constante de couplage.
Les trois derniers, (c) a (e), correspondent au terme provenant de la dérivée
du propagateur : (¢) donne la contribution de V", (d) la dérivée de kyg,
(e) celle de ps. Bien que conduisant parfois a des calculs assez lourds, le
formalisme ci-dessus peut étre utilisé pour décrire des noyaux finis. Mal-
heureusement, les calculs de noyaux finis deviennent ici assez rapidement
inextricables, et il a été décidé dans cette these de se limiter a la matiere
nucléaire infinie.

5.3.3 Cas de la matiére infinie

Comme on I’a fait plus haut, on décompose les fonctions d’onde sur une
base d’ondes planes et on réécrit les équations en représentation d’impulsion.
Comme pour le hamiltonien et ’énergie, on décompose la densité d’énergie :

€ = €kin+H T €Fock- (5.64)

avec pour la premiere partie :

2 dk k* M* _
e = [ G 2 (g + 0 5) 700

1( g\ 1/ g\ 1/g,\?

i 2_ Z 2o _ 2, - (2P _ 2

2<mw> p 2<m5> (psp = psm) 2<mp> (pp = pn)”
(5.65)

Cette expression est similaire a celle obtenue pour le modele de Walecka,
excepté les termes dépendant de s. En effet, la masse du nucléon dans le
milieu dépend de s jusqu’au troisieme ordre et le potentiel scalaire n’est
plus quadratique; il correspond au potentiel en chapeau mexicain (contenant
le terme de brisure explicite). La contribution de Fock est elle formellement
similaire au cas Walecka (bien qu’elle soit nettement plus riche), par exemple
pour le champ scalaire :

() _g?/ dk dk 1
Fock = 2 | (2m)3 (2m)3  (k—K/)2 +m}?

/

M*M*  k* Kk*
Z(”ﬁﬁ‘ﬁﬁ) Nic Nig.
N N

(5.66)

gg et m*? ne dépendent pas de la position. Dans la matiere nucléaire en
effet, 5 est uniforme et comme gg et m*? ne dépendent que de 5, ils sont eux
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aussi uniformes. Dans un systéme fini, ’énergie de Fock du champ scalaire
contiendrait des termes dis a la non localité de la masse et de la constante
de couplage. Les autres termes sont ceux de I'annexe A.

Les différentes contributions & I’énergie propre sont données avec les
notations génériques de 1’équation (5.47). Si on ignore dans un premier temps
les effets du réarrangement, la partie scalaire de ’énergie propre se met sous
la forme

2
28 1) = My(s) = My — 25 (ps, — psu)
§
(pN,) / 1% 1%
IRR! / dk 1 1 K™+ M
RN 2 (2m)3 (k —K')2 +m7, 4 2F
(pN'") / I 1%
+ ) - ——— ~Tr(Tp "———Tr | N,
R 2 (2m)3 (k —K)? +my, 4 2F
(5.67)
la partie vecteur est
2 2
(p) Y9 gp
X k) = m2 (pp + pn) + m_%(Pp — pn)
(pN'") ! Ix 1%
IRR! dk 1 1 K"+ M
R 2 (2m)3 (k —K')? +my, 4 2F
(pN,) / 1% 1%
IRR! / dk 1 1 K™+ M
+ > - 5 Tr( 2wl i Tr | N,
RN 2 (2m)3 (k —K)2 +m7, 4 2F
(5.68)

et enfin la partie spatiale :

(pN'") / 1% 1%
Jorodk 1 1 . +M
2P = Y Ixx / . _Tr<7-er%7rX/>Nk,

3 _ )2 1%
x5 2 (27)3 (k — K)2 + m% 4 2F
(pN') ! 1% 1%
E =T kI'xyr————7T Nyr.
+ Sy 2 / (2m)3 (k — k') + m% 4 "\7 X o X )k

(5.69)

Les quantités ci-dessus correspondent aux contributions des protons. Les
contributions des neutrons peuvent étre obtenues en échangeant les indices
p et n dans les constantes de couplage. La contribution du méson rho est
décomposée en trois termes : un vecteur, un tenseur, et un terme croisé
vecteur-tenseur. La encore, les expressions ressemblent formellement a celles
du modele de Walecka. La partie scalaire est néanmoins modifiée par la
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dépendance de la masse des nucléons en 3, ainsi que par les termes de
réarrangement comme expliqué ci-dessous. La partie vectorielle, due uni-
quement aux termes de Fock, est également modifiée par rapport au modele
de Walecka a cause des dépendances de la constante de couplage et de la
masse du s.

La valeur moyenne du champ scalaire dans la matiere nucléaire ne dépen-
dant plus de la position, la transformée de Fourier du propagateur prend
donc une forme simple comme pour les autres mésons en remplagant simple-
ment la masse nue par la masse dans le milieu. Les termes de réarrangement,
quand a eux, contribuent uniquement a la partie scalaire de 1’énergie propre,
selon

_ o kNS (s
ES (rgl) — — 2 ’I’)’L;2 €Fock (570)
5 _ OmP? g¥ / dk dk' 1 2
TB T aps 2 ) (2 2n)F \(k—K)? 4 m?

M*M™* k¥ k¥
> (1 t T E—) NN (5.71)
N N

ou la dérivée de la masse par rapport a la densité scalaire est d’apres (5.59) :

8m:;2 e 8’%NS 05 ~
e — (V) + B ) 25 4w
_ _ gg e OFNs
= KNS me? (V (5) + 75 ,03). (5.72)

5.4 Résultats

Les résultats ci-dessus ont été écrits de facon générale pour la matiere
asymétrique. L’énergie peut tout d’abord étre calculée pour des densités
en protons et en neutrons égales, ce qui donne l’énergie de liaison dans
la matiere symétrique. Lorsqu’on fait tendre les densités en protons et en
neutrons vers la méme valeur, la quantité proportionnelle au carré de la
différence des densités est I’énergie d’asymétrie. Enfin, on peut fixer deux
valeurs différentes des densités de protons et de neutrons. Par exemple ici, on
traitera des étoiles a neutrons dans lesquelles les proportions relatives entre
les deux saveurs sont fixées par la thermodynamique. Comme dans la partie
sur le modele de Walecka, on effectue les intégrales angulaires dans 'ex-
pression de I’énergie et des énergies propres. Les résultats sont identiques
a ceux de [2] excepté pour le champ scalaire : les termes de Hartree sont
donnés par les équations (5.65) pour I’énergie et (5.67) pour I’énergie propre
scalaire. Le terme de Fock est semblable & celui de [2] en tenant compte
des effets de milieu dans la constante de couplage et la masse. Comme il
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a déja été dit plus haut, en particulier dans l'introduction, les propriétés
de la matiere nucléaire sont étudiées en contraignant le plus possible les pa-
rametres a I’aide des données sur réseau et de la phénoménologie hadronique.
Les masses sont bien connues (excepté évidement celle du o), elles ont pour
valeur M = 938,9 MeV, m,, = 783 MeV, mgs = 984,7 MeV, m, = 139,6
MeV et m, = 779 MeV. La constante de couplage du pion est ga/(2fx) ot
la valeur de la constante de couplage axiale est g4 = 1,25 comme on I’a
introduit dans le modele o non linéaire (paragraphe 4.3) et f; = 94 MeV
est la constante de désintégration du pion. Pour la constante de couplage
du rho, on prend la valeur VDM g, = 2,65. La constante de couplage du
champ scalaire dans le vide est prise comme celle du modele sigma linéaire
gs = 10. D’apres les données sur réseau, on peut estimer un parametre de
masse du sigma dans le vide de m, = 800 MeV. Les seuls parametres qui
restent sont la susceptibilité scalaire kg (on regardera plutot la quantité
sans dimension C = (f2/2My)rns) et la constante de couplage du oméga,
g.- Ces valeurs ne sont néanmoins pas choisies au hasard, on ajuste le point
de saturation en les laissant varier légérement autour des valeurs suivantes :
C ~ 1.25 a partir d’une estimation des réseaux (voir la discussion du pa-
ragraphe 1.2.7 pour plus de détails) et g, ~ 3 x g, ~ 8 d’apres VDM et
le modele des quarks. L’énergie d’asymétrie, asym,, dépend fortement de la
constante de couplage tenseur du rho au nucléon. On étudiera plusieurs cas
entre la valeur VDM k, = 3.7 et celle issue d’analyse d’expériences de diffu-
sion, K, = 6.6 [67]. Dans chaque cas, les parametres C' et g, seront ajustés
pour reproduire une bonne saturation. Il reste un point important dont nous
n’avons pas parlé dans les calculs ci-dessus, a savoir le traitement des termes
de contact. En suivant les articles du groupe d’Orsay [2, 68], on peut no-
ter que 1’échange de pions et la partie tensorielle de I’échange de rho entre
nucléons contiennent une contribution indépendante du moment transféré.
Celle-ci correspond dans l’espace des configurations a une interaction de
contact. Les calculs de probleme a N-corps réalistes otent cette contribution
en 0(x) du fait des corrélations & courte portée. La prescription du groupe
d’Orsay, utilisée aussi dans [53, 28], a été d’enlever ces termes de contact en
opérant le remplacement suivant dans les termes de Fock :

2 2 2
m
T wae e m (5.73)
q° + ms q° + mz q° + ms
2 2 m2
2‘1 R 72‘31 s —l=-——"L— (5.74)
q° + my, qQ° + my, qQ° + my,

Dans l'espace réel, ces fonctions sont de la forme e ™X%/z. En d’autres
termes, les échanges de pion ou de rho tenseur deviennent de simples po-
tentiels de Yukawa et contribuent positivement a ’énergie de liaison des
quasiparticules. Cette prescription sera désignée dans la suite par « sans
terme de contact ». On considérera également un cas plus réaliste ou les
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échanges de rho et de pions sont modifiés par une fonction de corrélation a
deux corps G(x) [69, 70], et nous prendrons comme exemple G(x) = jo(qc x)
(avec g = my, et jo la premiere fonction de Bessel). Cela revient & opérer
le changement

2 2 2
- 2m7r 7 T 2m7r 7+ 2m7r 2
q +m7r q +m7r qc+m7r
2 2 2
m m m
- p 3 — = 5 L 2—|— 5 p 5 (5.75)
q® + mg qQ’ +m; gy + m3

Dans le langage du probleme a N-corps, on dirait qu’on a inclus une inter-
action centrale de spin-isospin de Landau—Migdal caractérisée par un pa-
rametre g’ [69, 70] :

/ 1 q% 2 q% fwgp"ip 2
-t -C, C,=—=+] . (5.76
g 3q2c+m%+3 v+ mi 8 <9AMN> (5:76)

La valeur VDM pure conduit & ¢’ = 0,53, tandis que le cas du rho fort,
kp = 6,6, donne g’ = 0, 953. Ces valeurs sont a comparer a ’analyse récente
donnant ¢’ ~ 0,6 [71]. Etant donné que dans ce cas une interaction de
contact subsiste, on le désignera par « avec le terme de contact » par oppo-
sition a la prescription du groupe d’Orsay, et ce méme si le terme de contact
n’est pas entier. Le cas sans contact peut étre retrouvé en prenant go — oo,
on a alors ¢ =0,73 (k, =3,7) oug =1,7 (k, = 6,6).

5.4.1 Saturation de la matiere nucléaire symétrique

On commence par étudier la saturation dans le cas de la matiere nucléaire
symétrique. En effet, les données expérimentales du point de saturation sont
données dans ce cas (pg = 0,16 fm =3 et E/A(py) = —15,96 MeV). En réalité,
la grande précision avec laquelle est donnée 1’énergie de liaison est un peu
illusoire : nous avons I’avons choisie a partir de [6], mais d’autre travaux don-
neraient une valeur différente de 15,96 MeV, bien que toujours légérement
inférieure a 16 MeV. La précision des résultats, ajustés sur cette valeur de
I’énergie de liaison, doit donc étre prise avec circonspection. Ceci permet
de fixer les parametres C et g, ceux-ci étant ensuite utilisés pour les cas
asymétriques. Comme on va le voir, notre approche a quelques difficultés
a reproduire des valeurs convenables du module de compressibilité K ; on
choisit donc d’ajuster les parametres sur les coordonnées du point de satu-
ration uniquement et de prendre la valeur de K comme une conséquence
du modele. Les résultats sont présentés dans le tableau 5.1 et les courbes
de saturation correspondantes sont données figure 5.2. Pour cette discus-
sion, le couplage tenseur du rho sera celui de VDM, c’est-a-dire x, = 3, 7.
Les résultats sont donnés avec ou sans 'interaction de contact et &g peut
dépendre ou non de § comme discuté équation (5.2). Les deux premieres
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lignes du tableau correspondent aux valeurs de parameétres qui permettent
de reproduire les points de saturation correspondant donnés aux troisiéme,
quatrieme et cinquieme lignes du tableau. La derniere ligne, anticipant sur
la discussion du paragraphe suivant, donne I’énergie d’asymétrie correspon-
dante. Il ressort de ces résultats que la compressibilité K est trop grande,

Avec contact Sans contact

kns  Rns(5)  kns  Rns(3)
T 7775 7678 6,52 6,42
C 1,33 1,46 1,49 1,62
p/po 1,00 1,00 1,00 1,00
EJA (MeV) -1596 -1593 -1597 -1592
K (MeV) 316 297 208 281

agym(MeV) 2958 2945 26,71 26,64

TAB. 5.1: Valeurs des paramétres et coordonnées du point de saturation pour
différents cas de figure dans la matiére symétrique. La derniére
ligne donne l’énergie d’asymétrie. Le couplage tenseur du rho est
pris comme dans VDM, k, = 3,7. Les mentions « avec contact »
et « sans contact » sont expliquées dans le texte. Les colonnes avec
REns(8) correspondent au cas ou la susceptibilité scalaire dépend
de la densité et disparait o la restauration.

méme si sa détermination est entachée d’une incertitude numérique de plu-
sieurs dizaines de MeV et que sa définition peut étre ambigué dans le cadre
des théories relativistes [72]. Omettre comme dans la prescription d’Orsay le
terme de contact présente ’avantage de réduire la valeur du parametre C' et
de se rapprocher ainsi de celle donnée par les réseaux, C ~ 1,25. Cela aug-
mente malheureusement la compressibilité K de 15 a 20 MeV. Les termes
de contact du pion et du rho (correspondant au deuxiéme terme de la par-
tie gauche de I'’équation (5.75)) donnent tous deux a ’énergie de liaison des
nucléons une contribution répulsive et proportionnelle a la densité : la partie
de contact du rho compte pour 11,85 MeV et celle du pion pour 0,6 MeV,
ce qui réduit d’autant les contributions de Fock du rho (—10,8 MeV) et du
pion (—5 MeV). Ces termes de contact se comportant comme un échange
de oméga, il est naturel que la constante de couplage wNN soit réduite
comme on le voit dans le tableau 5.1. Les valeurs qu’on vient de donner cor-
respondent a la derniere colonne du tableau, mais elles sont similaires pour
les autres cas. Inclure la dépendance en densité de la susceptibilité scalaire
(les colonnes avec i ng(5)) a approximativement le méme effet que retirer le
contact dans la mesure ou il faut augmenter le parametre C' pour compenser
la répulsion perdue.

Comme on l'a déja dit, a la limite non relativiste les fonctions d’onde
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F1G. 5.2: Courbes de saturation pour le cas avec contact pour lequel kg
dépend (trait plein) ou non (tireté-pointillé) de la densité et le cas
sans contact pour lequel kg dépend (pointillé) ou non (tireté) de
la densité.

sont imposées : ce sont les ondes planes non relativistes. Dans un systeme
proche de la limite non relativiste, les résultats des calculs ne devraient
donc pas trop dépendre du choix de la base. En d’autres termes, lorsqu’on
calcule la saturation sur une autre base que Hartree—Fock auto-consistante,
la différence dans les résultats ne devrait provenir que d’effets relativistes.
Pour regarder cela, on introduit la base Hartree dans laquelle les termes de
Fock apparaissant dans les énergies propres sont enlevés. Cette opération a
au moins 'avantage de simplifier considérablement les calculs. Les résultats
pour la saturation sont donnés sur le tableau 5.2. Comme on s’y attendait,
ils sont similaires a ceux de la base Hartree—Fock, les valeurs de C et de
I’énergie d’asymétrie étant meilleures pour cette derniere. Cependant, la
compressibilité de la matiere nucléaire est meilleure en base Hartree.

5.4.2 Effet du réarrangement

L’effet principal des termes de réarrangement est de réduire la masse
effective des nucléons de quelques MeV mais leur influence sur le point de
saturation est quasiment négligeable. On peut le comprendre facilement en
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F1G. 5.3: Potentiel chimique avec (trait plein) ou sans (tireté) les termes
de réarrangement. L’énergie de liaison par particule est donnée
(pointillé) afin de permettre la comparaison (elle semble plate car
on « zoome » sur le fond du puits).

Sans contact

Avec contact

KNs  Rns(3)  kns  Rns(8)
T 7725 7.6l 6,49 6,33
C 142 157 155 1,73
p/po 1,00 1,00 1,00 1,00
E/A (MeV) -1598 -1599 -1596 -1597
K (MeV) 302 284 289 270
asym(MeV) 26,15 26,13 24,10 24,11

TAB. 5.2: Comme dans le tableau 5.1

mais pour la base Hartree.

remarquant que les termes de réarrangement ne contribuent a 1’énergie de

liaison qu’au travers de la dépendance des

fonctions d’onde dans la masse

effective M* = My + Egym- A la limite non relativiste, cette dépendance
disparailt. Néanmoins, ces termes de réarrangement ont une grande influence
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Fic. 5.4: Energie d’asymétrie en fonction de la densité. Le calcul a été ef-
fectué en incluant les termes de contact et en permettant a la sus-
ceptibilité scalaire de dépendre de s.

sur le potentiel chimique qui est défini par
p=— = E*(kp) + 2°(kp). (5.77)

Le théoréeme de Hugenholtz—Van-Hove (HVH) [73] stipule que le potentiel
chimique doit étre égal a l’énergie de liaison par particule au point de sa-
turation. Sur la figure 5.3, on montre le résultat d’un calcul du potentiel
chimique p et de I’énergie de liaison par particule en fonction de la densité,
encore une fois en incluant les termes de contact et la dépendance en densité
de la susceptibilité scalaire. Le potentiel chimique p est calculé avec ou sans
les termes de réarrangement, il est plus petit de quelques MeV dans le pre-
mier cas a cause de l'effet du réarrangement sur 1’énergie de Fermi E'r. En
présence des termes de réarrangement, le théoreme est exactement satisfait.
Omettre les termes de réarrangement viole le théoreme HVH de plusieurs
MeV. Ce probleme a peu de conséquences sur la courbe de saturation dans la
matiere nucléaire, mais il conduirait a un probleme sérieux dans les noyaux
finis car ’énergie de Fermi serait déplacée de plusieurs MeV (environ 5).
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5.4.3 Matiere asymétrique et énergie d’asymétrie

Les propriétés de la matiere asymétrique constituent également un bon
test pour une théorie effective. C’est particuliérement vrai pour 'étude
des noyaux loin de la vallée de stabilité ou pour I’équation d’état de la
matiere nucléaire qui est une donnée importante en astrophysique pour
I’étude des propriétés des étoiles a neutrons. Pour cela, on introduit le pa-
rametre d’asymétrie (en isospin) : 5 = (pn — pp)/p-

Kop 3,7 5 6,6
G 6,42 7,348 8,62
C 1,62 1,32 0,93
p/po 1,00 1,00 1,00
E/A (MeV) -15,92 -16,05 -15,94
K (MeV) 281 313 308

agym(MeV) 26,64 2977 35,87

TAB. 5.3: Evolution de l’énergie d’asymétrie en fonction de la constante de
couplage tensorielle du p. Le calcul est fait comme précédemment
dans le cas ou on inclut les termes de contact et ot la polarisabilité
scalaire kg dépend de §.

L’énergie d’asymétrie est définie plus rigoureusement par :

sy (p) = [“g—g‘”]ﬁzo - [%ﬂﬁzo. (5.79)

La contribution des termes cinétique et de Hartree peut étre calculée ana-
lytiquement (5.65). En approximation Hartree, lorsque I'on néglige la tres
petite contribution du J et la trés petite dépendance de la densité scalaire
ps par rapport a (3, on obtient le résultat familier :

k2 g9
(asym)kintH = L + 2 p2 p.
6/kF + M*2 Mo

Dans notre calcul (derniere colonne de la table 5.1), la contribution de
I'énergie cinétique vaut (asym)rin = 13,9 MeV, et celle de Hartree due a
I'échange de rho vaut (asym),zr = 7,07 MeV. En conséquence, la partie
Hartree (asym)m = 21 MeV ne suffit pas a expliquer I’énergie d’asymétrie.
Les termes de Fock sont donc absolument nécessaires pour obtenir une va-
leur plus grande de agym, qui soit plus pres de la valeur acceptée autour de
30 MeV. Comme pour I’énergie de liaison, il y a une grande compensation
entre les contributions des champs scalaire et du oméga : (asym)s+w = —0,75
MeV. La contribution du delta est elle aussi négligeable : (asym)s = —0,71
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MeV. La répulsion vient de I’échange de pion (@sym)pion = 2,75 MeV et
surtout de I’échange de rho (agym) pFock = 5,33 MeV. Il est important de re-
garder la contribution spécifique de la partie tenseur du rho (a Sym) ptenseur =
8,03—4,12 ~ 4 MeV, le premier terme correspondant a la prescription d’Or-
say et le deuxieme aux termes de contact. Le résultat total, agy, = 26,64
MeV, est néanmoins un peu petit. Si on se rappelle toutefois que la partie
tenseur du rho évolue comme /if) et que cette constante de couplage tenso-
rielle est mal connue phénoménologiquement, il est intéressant de regarder
ce que devient I'énergie d’asymétrie lorsque I'on fait varier x,. Dans la dis-
cussion ci-dessus on s’est restreint a la valeur de VDM k, = 3,7, mais des
analyses de diffusion de pions suggerent plutét x, = 6.6 [67]. On a donc
décidé de faire varier cette constante de couplage entre ces deux valeurs.
Les résultats sont mentionnés dans le tableau 5.3. Pour x, = 5, on trouve
asym =~ 30 MeV. Le nouveau point de saturation donne une valeur de la
réponse scalaire du nucléon égale a C' = 1,32, ce qui est tres proche de la
valeur sur réseau. Par contre, la compressibilité passe au-dessus de 300 MeV.
Indépendamment des détails de calcul, la discussion ci-dessus laisse forte-
ment penser que le terme de Fock du rho tenseur, absent des théories RMF,
est un ingrédient crucial pour avoir des propriétés globales correctes pour
la matiere nucléaire symétrique et asymétrique. Son importance a aussi été
soulevée dans les théories Hartree-Fock dépendant de la densité (DDRHF)
ou il a été montré que ce terme améliore significativement les résultats des
spectres a une particule dans les noyaux finis [74].

Pour compléter, on trace figure 5.4 I'énergie d’asymétrie en fonction de
la densité. L'énergie d’asymétrie asy,, augmente de facon monotone, mais sa
pente diminue a haute densité; l'allure de la courbe ressemble beaucoup a
celle d’un calcul Briickner-Hartree-Fock (BHF) [75]. Dans ce cas, la courbe
ne passe jamais par un maximum, contrairement a ce qui avait été trouvé
dans la premiere version des calculs de perturbations chirales dans le milieu
[76].

5.4.4 Masses effectives du proton et du neutron

Une propriété essentielle pour caractériser la propagation des nucléons
dans le milieu nucléaire est leur masse effective, m*. La différence entre
les masses effectives des protons, m; et des neutrons, my,, est due essen-
tiellement & la différence entre leurs énergies de Fermi. Au niveau Har-
tree, cette différence est due au méson delta, mais sa constante de cou-
plage étant choisie trés petite, cet effet est seulement de I'ordre de 5% de la
différence des masses. L’essentiel provient donc des termes de Fock. Lorsque
le parametre d’asymétrie § augmente, comme dans les systémes tres exo-
tiques, ce phénomene doit jouer un role important. Jusqu’ici cependant, les
données expérimentales des noyaux finis ne permettent pas de déterminer
la différence des masses effectives; des calculs ab initio BHF en revanche
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F1G. 5.5: Masses de Landau pour les neutrons (trait plein) et les protons
(tiretés) dans la matiére riche en neutrons pour une densité baryo-
nique pg. On a tenu compte des termes de contact dans le calcul
et la polarisabilité scalaire dépend de s.

prédisent m;; < m,; dans la matiére riche en neutrons [77, 75]. Ce résultat a
été confirmé par des calculs dans le cadre de Dirac-BHF [78] ou en DDRHF
[79] (voir aussi [80]). On peut donc affirmer que les signes relatifs de la
différence de masse sont bien établis méme si les amplitudes correspondantes
sont encore tres incertaines. Les masses effectives, qui dépendent de la den-
sité, sont définies & partir de la densité d’états selon

1 1 de
el TR (5.79)

ou e est I’énergie une particule dont on a retiré la masse moyenne du nucléon.
Dans notre approche, cela correspond a

e= el = My = /(My + Sppm ()2 + k2 (1 + Sy (K))® + 2o (k)= My.
(5.80)
Avec ces définitions, on trouve

m* =

B yOIy + S (107 + K (1 + Sy (1)

(1+2y)? (1+%y)? (5:81)
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On trouve dans la littérature de nombreuses masses effectives. Quelques
commentaires s’imposent donc.

1. Dans la suite, nous discutons de la masse effective prise au moment de
Fermi. On appelle cette masse effective masse de Landau;

2. Il ne faut pas confondre cette masse de Landau avec la masse de Dirac
M* = My + Ygym (k) introduite ci-dessus. En général, la masse de
Dirac a un comportement opposé a celui de la masse de Landau : dans

N . * *
la matiere riche en neutrons, M7, <M Dirac(p)*

irac(n)
3. La masse effective correspond & la masse de groupe dans la termino-
logie de [81] et & la masse relativiste dans celle de [79]. La masse non
relativiste My, introduite par ces auteurs n’est pas pertinente dans

le cadre de notre propos.

On considere ici encore la derniére colonne du tableau 5.1, mais les conclu-
sions suivantes seraient tres similaires dans les trois autres cas. Les masses
effectives sont tracées figure 5.5 ot le comportement caractérisé par m; > m,
est bien mis en évidence dans notre approche. Il est important de remarquer
que les termes de réarrangement diminuent les deux masses en bloc d’envi-
ron 7 MeV quelle que soit la valeur du parametre § caractérisant la quantité
de neutrons.

5.4.5 Matiere froide en équilibre béta

Il nous reste encore pour terminer cette étude a déterminer ’équation
d’état de la matiere nucléaire froide qui permet de caractériser 'intérieur
des étoiles & neutrons. Ce travail est trés préliminaire et nous prendrons un
modele simple pour décrire les étoiles a neutrons : nous considérerons que
celles-ci sont constituées principalement de neutrons en équilibre béta avec
des protons. Un gaz d’électrons libres permet d’assurer ’électroneutralité de
Iétoile (dans un modele plus complet, il faurait également tenir compte de la
présence des muons). Les résultats ci-dessous sont donc a prendre comme de
grandes lignes préparant un futur travail qui serait plus détaillé. La densité
d’énergie de cette matiere est alors

€ = €nuclear matter T €e— (582)

Ol €pyclear matter €St 1a densité d’énergie calculée et discutée dans ce chapitre,
et €, est la densité d’énergie du gaz d’électrons qui vaut

2 k3
o =y > VEZ+mZ~ EF; (5.83)
ke<kFe

lorsqu’on néglige la masse des électrons. En effet, cette masse est m,- < p ~
100 MeV. Pour assurer la neutralité de la matiere, il faut imposer 1’égalité
des densités en protons et en électrons p, = p., ce qui implique I’égalité des
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moments de Fermi : pp = kre. Le grand potentiel et sa densité sont donnés
par

QO = E-> N (5.84)
[
et
w = €—pup(pp + pn) — Hel(pe — Pp)
= €= UpPp — UnPn — HePe (5.85)

ce qui implique pour le potentiel chimique baryonique pup = pp, = pip + fle-
Pour une densité baryonique donnée, les densités en protons et en neutrons
aux moments de Fermi sont obtenues en résolvant le systeme d’équations

kpe = pr=¢"(nr) - (pr),
p = pp+t o (5.86)

L’équation d’état de la matiére nucléaire est paramétrée par la densité ba-
ryonique p. Pour chaque valeur de celle-ci a laquelle on veut travailler,
on cherche une solution du systéme d’équations autour de p, ~ 0,1p et
pn =~ 0,9 p. Avec ces valeurs de pj, et p,, il est possible de calculer la densité
d’énergie en fonction de la densité. La courbe obtenue est présentée figure
5.6 en se placant comme d’habitude dans le cas correspondant a la derniere
ligne du tableau 5.1. On calcule également I'équation d’état, c’est-a-dire la
pression en fonction de la densité d’énergie. Il y a deux définitions possibles
de la pression. D’une part la définition thermodynamique est

P=—-w=—¢+ Z,uipi = —€ + Unp, (5.87)
i

obtenue grace a la condition de neutralité p, = p.. D’autre part, on peut
définir la pression baryonique par

P= ,02M 9 _ (5.88)

ap P ap

Etant donné que le potentiel chimique p est défini par up = 9e¢/0p, les
deux définitions sont équivalentes. Dans les mémes conditions que ci-dessus,
on trace la pression en fonction de la densité d’énergie figure 5.7. Dans le
domaine de densité considéré (p < 3 pg), 'équation d’état de la figure 5.7 est
assez semblable & celle obtenue avec le modele QMC [28]. D’apres ce travail,
il est évident que pour des densités plus grandes, un modele réaliste d’étoile
a neutrons devrait tenir compte d’une éventuelle contribution des hypérons
[28, 82].
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Fic. 5.6: Energie par nucléon en fonction de la densité baryonique dans
la matiére uniforme froide en équilibre béta. Les calculs sont faits
dans la version correspondant a la derniére colonne du tableau 5.1.
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Fic. 5.7: Equatz’on d’état de la matiére uniforme froide en équilibre béta :
pression en fonction de la densité d’énergie. Le calcul est fait
comme pour la figure 5.6 dans la version de la derniéere colonne du
tableau 5.1.
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Chapitre 6

Corrélations

Les résultats du modele relativiste chiral tenant compte des effets de
confinement sont tres bons. Cependant, quelques points sont encore a amé-
liorer, notamment la valeur trop grande de la compressibilité et dans une
moindre mesure celle de la réponse scalaire nucléonique C. Afin d’affiner
les résultats, on choisit de développer, dans le cas de la matiere nucléaire
symétrique, ’énergie au-dela de 'approximation de Hartree—Fock, et d’in-
clure les excitations particule-trou. Les grandes lignes de I'inclusion de ces
corrélations ont été développées dans le chapitre 2, ce qui va nous permettre
ici de détailler plutot les spécificités de I’approche relativiste et du choix des
mésons impliqués.

Dans le cas relativiste, 'expression RPA de I’énergie de corrélation est
un peu plus compliquée que celle donnée équation (2.35). En effet, les vertex
d’interaction, de nature vectorielle (pour le méson rho) ou pseudo-vectorielle
(pour le cas axial) portent des indices de Lorentz que 1'on retrouve sur 'in-
teraction V ou les corrélateurs II et II°. Pour connaitre ’expression exacte de
I'interaction et du corrélateur, on se base sur les expressions du hamiltonien
et de I’énergie obtenues a partir du lagrangien.

Dans un modele chiral, I’échange de méson scalaire n’est pas la seule
source d’attraction. La liaison nucléaire est en partie due a 1’échange de
pions [56, 76]. Lorsque l'on se place au-dela du champ moyen, la premiere
excitation est due a ’échange de deux pions. On commence donc par intro-
duire I’échange de pions, itéré sur les boucles introduites dans le chapitre 2
de formalisme général. Afin de tenir compte des forces a courte portée, on
ajoutera comme dans de nombreux travaux [83, 84] une partie de contact.
Enfin, par analogie avec le cas non relativiste, on considérera également
I’échange de méson rho.

101
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6.1 Energie de corrélation dans le canal pionique

On développe la méthode sur le cas particulier du pion pour plus de
simplicité.

6.1.1 Décomposition de l’interaction

Le lagrangien pionique s’écrit comme dans la partie précédente avec le
couplage pseudo-vectoriel

1 1 _
Lr = =0pr0"7 — —m272 + I Py, 7. (6.1)
2 2 2
Apres écriture des équations d’Euler-Lagrange, on peut mettre I’énergie d’in-
teraction sous la forme (les détails pour obtenir ce type d’expression ont été
largement développés dans le chapitre 3 et annexe A) :

2
<Hmt(t)>:<2%> / dxdx'dt'(—9,0/, Dy (z, 7))
(@) 7y (@) (2 )y Ty (). (6.2)

On peut remarquer que le signe devant la constante de couplage dans le
lagrangien n’a aucune importance : celle-ci est au carré dans I’expression de
I’énergie. En revanche, le signe relatif entre la partie cinétique et la partie
d’interaction dans le lagrangien modifie le signe devant le propagateur de
méson : pour le méson rho par exemple, ce signe est inversé.

Le hamiltonien et sa valeur moyenne dépendent formellement du temps.
Cependant, il est facile de vérifier que ce n’est pas le cas : I’énergie de
boucles est constante comme il se doit. En prenant ¢ qui tend vers l'in-
fini, on peut donc ajouter sans changer le résultat de I’équation (6.2) un
facteur O(t — t’) devant le braket. De méme, on peut ajouter la quan-
tité —0(t' — t) (Y ()Y 7y (2)(z")y 7Py (') qui est nulle dans ce cas.
Ainsi, I’équation (6.2) a la méme valeur si on ajoute un 7T-produit dans le
corrélateur.

De cette facon, la derniére partie n’est autre que le propagateur de po-
larisation, a un facteur i pres. En effet, on peut reprendre la remarque a la
fin du chapitre 2 (équation 2.37). On note de maniére générale le couplage
I'* car les couplages considérés ici auront tous une nature vectorielle. Dans
le cas du pion par exemple, I'¥ = v#~°. Le couplage I'* étant une matrice
agissant dans I’espace des spineurs, on peut considérer ses éléments (I'*),3
qui se couplent aux nucléons du corrélateur d’apres le lagrangien de la figure
2.1 .

Lx = gx9* (T )apt’ Xy
mmplicité de la formule, le couplage n’est pas dérivatif. Dans la limite ou les

fonctions d’onde sont des ondes planes, la dérivée du couplage peut étre remplacée par un
facteur ¢* qui peut lui-méme étre incorporé dans la définition de T'*. Pour le pion, ce genre
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La constante de couplage gx est par exemple dans le cas du pion g4/2f,. Le
corrélateur a calculer est d’apres le théoreme de Wick, et de fagon similaire
a l’équation (2.36) :

i (2,a") = (ol T[Pa (D) a1 (1) 5] | 0)

— (ol T[Ws(@)1hy (2)]lp0) (1) {po| T Twbs (2") o (2')]|i00) (T7)
—iG (@, ") g, (1) %GO (w, ") 5 ()7

= Tr(G%x, 2 \T*GO(z', 2)T"). (6.3)

Si on prend la moyenne de cette quantité sur le fondamental contenant les
boucles, on obtient plutot I (x,x’), soit précisément le dernier facteur
(incluant le T-produit) de I’énergie (6.2).

On définit la partie d’interaction par

2
Vi = — <29%> 0,0, Dy (z,2'), (6.4)

ce qui, d’apres l'expression (6.2), permet d’écrire la valeur moyenne du ha-
miltonien sous la forme

(Hong) = 3 / dxdx!dt'V,, T, (6.5)

Dans la discussion ci-dessus, les matrices d’isospin 7 ont été volontairement
omises. En effet, elles correspondent a la polarisation du pion qui contribue
simplement & travers le facteur trois discuté au chapitre 2.

On réécrit I'équation de Dyson (2.30) en tenant compte de la nature
vectorielle des interactions :

I = HOMV + HOuaVaﬂHOBV + HOuaVaﬂHOﬁ'\/VWJHOéV 4.
o 4 %y, s, (6.6)

On obtient ainsi 16 équations couplées, qui ne peuvent étre résolues de
maniere aussi simple que dans le cas de I’équation de Dyson standard. Heu-
reusement, la structure des propagateurs de polarisation et de mésons per-
met en général de se ramener a des équations non couplées en projetant
interactions et propagateurs sur les canaux inspirés entre autres des canaux
transverse et longitudinal qu’on trouve dans I’approche non relativiste. Pour
se faire, on commence par se placer en représentation d’impulsion, et 1’on
s’y tiendra autant que possible dans la suite. On introduit la transformée
de Fourier des diverses quantités introduites ci-dessus de la méme fagon que

de considérations n’est pas utile car on inclue la dérivée du couplage dans le propagateur
de méson et non dans le propagateur particule-trou, mais on y reviendra plus précisément
dans le cas du rho.
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dans le cas du champ moyen :

4

Died) = [ e D (o) (6.7)
4 . )

I (z,2') = / (;lw];e—zq'(z—“m”(q). (6.8)

La valeur moyenne du hamiltonien peut étre réécrite en fonction des trans-
formées de Fourier :

(Hp) = 3<2fw> /dxdxdt( 9,0, Dy (0, 2/ )i (1, )

. dw dq . e~ iw(t— t/)eiq-(x—x’)
3<2fw> [asaxar [ G0 (-a,0)

dko dk ik0 N ’
—ik9(t—t") Jik-(x—x") TV
/27T (27[_)36 e " (k). (6.9)

On a adopté la notation ¢ = (w,q). Les intégrales sur x et x’ donnent un
facteur (27)3V8(k — q) et celle sur ¢’ donne 2md(k” — w). La dépendance
en t disparait bien comme on s’y attendait puisque ’énergie des boucles ne
dépend pas du temps. La valeur moyenne devient alors en représentation
d’impulsion

) =3V [ 55 [ GVl (a) (6.10)

ol Vy(q) est donné équation (6.12).
La contribution a I’énergie de corrélation s’obtient en utilisant la charging
formula comme expliqué au paragraphe 2.2.3 :

ET =3V / iy _da / 2y () (A, ) ~ T (6.11)

(2m) (27)3 A
2
Viula) = <§TA> s (6.12)
™ q
4
% (q) = —21’/(;1Tpg4Tr(G(p)F“G(p+q)F”). (6.13)

Comme on I'a déja remarqué, on obtient I’énergie des corrélations en sous-
trayant I’énergie de Fock a I'énergie d’interaction. On définit w, comme dans
le cas non relativiste [56] par wg = g% + m2. Les constantes de couplage qui
apparaissent naturellement dans les vertex d’interaction peuvent étre inclues
dans la définition de I'interaction ou du propagateur indifféremment, cela ne
change pas le résultat. Par commodité, on les place ici dans l'interaction
Ve,
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6.1.2 Calcul du propagateur de polarisation

Tout tenseur covariant du probléme doit dépendre de tenseurs construits
eux-mémes sur des quantités covariantes. Ici la seule dépendance explicite
de V), et II" est le quadrivecteur ¢/. Il faut toutefois ajouter un vecteur
que l'on notera n* permettant de spécifier le référentiel de travail. Dans la
matiére nucléaire symétrique au repos, il se réduit & n = (1,0,0,0) [84].
Enfin, il peut y avoir une dépendance en g"”. A partir de ces quantités, on
peut construire les tenseurs suivants [84, 85] :

Tl =g o ﬁp:ﬁu w9 T4 — ﬁuQu'f‘ﬁqu
1224 Al“j 02 q> ) 224 A 77292 ?
T2 — "7;f727u ’ T5 — M@ —TMvqu , (614)
b E o
— v _ 4 vpo ., A
T = %3 T = 1= sl

ol A, =M, — (- ¢/q*)qu. On a ainsi 7,¢" = 0. Les propriétés des T/ sont
données a ’annexe B. De maniere générale, tout tenseur covariant peut se
décomposer sur ces six tenseurs.

L’interaction pionique, proportionelle a ¢g*¢", est simplement en fonction
des tenseurs TH :

2 2
~ [ 9A q 3

Pour décomposer le propagateur de polarisation sur ces tenseurs, un peu
de travail est cependant nécessaire : il faut en effet connaitre ’expression
explicite de la trace. Le propagateur a une particule contient soit une parti-
cule au-dessus de la mer de Fermi, soit un trou de la mer de Fermi. Comme
dans le cas non relativiste, il s’écrit donc

Gp) = O(pl —pr) | OlpFr —IpP|)

= 6.16
P —E,+in pO+E,—in (6.16)

ou E, = 4 /MJQV + p2. Bien que son interprétation soit évidente, cette expres-
sion n’est pas covariante. En particulier, cela pose des problemes dans les
calculs des propagateurs de polarisation. On va la transformer en ajoutant
la contribution des anti-nucléons, conduisant & 'inclusion de boucles NN.
Ceci n’est pas tres cohérent dans la mesure ou de nombreuses autres excita-
tions devraient étre considérées avant l'inclusion des paires N N. Cependant,
comme de nombreux auteurs [85, 86], on introduit cette contribution car elle
permet de conserver une formulation covariante du probleme et les struc-
tures tensorielles (en particulier le rho transverse). L’erreur commise, une
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correction relativiste, reste négligeable. Le propagateur du nucléon est alors

Gp) = AvGL+A G-
_ BN —p g+ M <9(!pl—pF) N 9(pF—!p|)>

2E, P —E,+in  pO+ E,—in
+Ep’yo+ﬁ"7—M* 1
2E, P’ + E, —in
1 ind(po — Ep)
= P+ M) . "=0(pr — |p|)| (6.17)
Py — B2 +in Ey

Les quantités A, et A_ sont les projecteurs sur les états d’énergies respec-
tivement positive et négative; G4 et G_ les propagateurs correspondant.
Le premier terme correspond au propagateur du nucléon dans le vide, le
deuxiéme au propagateur dans le milieu. Lorsqu’on calcule le propagateur
de polarisation, on obtient quatre termes : le premier est celui correspon-
dant aux choix des propagateurs libres pour les deux particules de la boucle
particule-trou. Or la contribution du vide peut toujours étre soustraite, on
élimine donc ce premier terme. Le propagateur de polarisation est alors

4
o (q) = 2/(§w§4Tr((¢+M*)F”(¢+¢+M*)r”)

w222 o)
p

m0(po — Ey)0(pr — |P|)

E, ((p+q)* — M*? 4 in)

mo(po +w — Epig)0(pr — [P +dl)

Ep+q (p2 — M*2 + i??)

La partie imaginaire du propagateur n’est pas strictement utile dans ce qui
suit. On s’intéresse donc seulement a la partie réelle de ce propagateur, soit
les deux dernieres lignes. On peut remarquer qu’en effectuant le changement
de variable p — p + ¢ dans le dernier terme, il devient identique a l'avant-
dernier moyennant de prendre ¢* — —q¢*; finalement le propagateur qui
nous intéresse est simplement

6(po +w — Ep+q)9

(pr —|p+d|)
Epiq

i (6.18)

dp N, [T M*T# MY
§Rel—[0ul/(q):2/ p3 p |: T((ﬁ—i_ )2 (ﬁtg—i_ ) )+(qu_>_qp):|
(2m)3 2E, (p+q)? — M*2 +in
(6.19)
L’intégration sur p? a été effectuée, le quadrivecteur p est donc désormais

p = (Ep,p).
Pour décomposer le propagateur de polarisation sur les tenseurs T#", on
évalue la trace explicitement :

Tr ((f + M W'Y+ ¢ + M )vy°)
=4(p"(p+ )" + "0+ " —p-(p+ Qg™ — Mg (6.20)
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On peut remarquer que cette expression est symétrique en u et v : le
propagateur de polarisation du pion se décompose sur les quatre tenseurs
symétriques. La partie en g"” est simplement proportionnelle a la somme
des trois premiers tenseurs. Pour la partie dépendant de p et ¢, on peut re-
marquer qu’elle ne dépend pas de Ty si on tient compte du terme g#* — —g* :

prp+q)" +p"+" e —q” +p'(p— "

_I_
(p+q)?%— My? (p—q)? — M}?
~ ' d® — (g +p"d")p - q. (6.21)

Projetée sur Ty, cette expression est nulle. Le propagateur dans le canal
pionique se décompose donc simplement selon

% (q) = My (q)T{" + Mp(Q) T8 + 1 (q)T4". (6.22)

L’indice a pour azxial a été ajouté en anticipant sur les paragraphes suivants.
D’apres le calcul sur la trace ci-dessus, les projections du propagateur de
polarisation sont de la forme

4dp [0(pr — |P|) K.i(q,p)
ng/(Qw)?’ [ E, (p+q)zj_ M i (¢ — —¢")|  (6.23)

ol la structure tensorielle est contenue dans les K; qui ont pour expression :

Kgp = —2M**—p-q-p}, (6.24)
K.r = 2p%, (6.25)
K., = —2M*2 (6.26)

On a défini pr = p — (p - q)q qui est la partie transverse de l'impulsion
du nucléon. Ainsi, p% = p? — (p - q)2. L’intégration sur p se fait en co-
ordonnées sphériques. On choisit comme variables la norme p du vecteur,
I’angle qu’il fait avec q et 'angle azimutal. Ce dernier s’integre trivialement
puisque l'intégrant n’en dépend pas. On note u = cos(p, q). Un travail fas-
tidieux consiste a calculer I'intégration sur u pour accélérer les programmes
numériques. On peut remarquer que II*”(¢) ne dépend que de w et de la
norme ¢ = |q|. Les expressions intégrées de 11,7, I i et II,;, sont données
en annexe C.

6.1.3 Expression de I’énergie de corrélation dans le canal pio-
nique

Les trois premiers tenseurs étant orthogonaux entre eux lorsqu’on les
contracte sur un seul indice, I’équation de Dyson (2.30) peut étre décomposée
sur les trois canaux de maniere indépendante :

I, = 9 + 0V;Il;,  i=1T,R, L. (6.27)
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L’interaction pionique étant purement longitudinale, ’énergie correspon-
dante se réduit a

corr 3 idwd®q
BT = —§V/ (27_‘_)4 (111(1 - VaLHaL) + VaLHaL) . (628)

6.2 Canal axial

Il ne faut pas oublier cependant que le milieu nucléaire est un milieu for-
tement corrélé. Le coeur dur entraine une répulsion a courte portée que ’on
introduit ici a travers des forces de contact. Celles-ci peuvent étre modélisées
par le lagrangien

2
Le=7guw (297’4) Py PPy PP (6.29)

ol ¢’ est le parametre de Migdal déja discuté dans les résultats de la partie
champ moyen. L’énergie due a la partie contact est alors simplement

(H.) = /dxdx’dt’(—g'gu,,)ﬂ‘“’(a:,a;’) (6.30)

ou le propagateur de polarisation est le méme que celui du pion. L’effet du
contact est donc simplement de rajouter un terme dans le potentiel d’inter-
action, qui est alors

2
" q"q"\ [ ga
Viw(q) = <—9,9;w+r 5F

wg qu 2fr

2 2
_ / / qu / ga
= <—g Tl,uz/ —g T2;w + (m —g ) T3“,,> <E> (6.31)

On peut voir sur la partie longitudinale que l'effet du contact est d’écranter
la contribution du pion. Comme on le verra dans les résultats, cette derniere
contribution, assez importante en ’absence de contact, devient presque nulle
lorsque ¢’ = 0,7, la valeur de travail choisie. L’énergie des corrélations est
maintenant

3 idwd?’q
BT = —— —121In(1 — VrII, 2V, rll,
“ 2V / (27_‘_)4 |: Il( Vor T)—|- VorIlyr

+ ln(l - VaRHaR) + VaRHaR + ln(l - VaLHaL) + VaLHaL .
(6.32)

La partie transverse contient un facteur 2 par rapport aux autres. Analyti-
quement, ce facteur 2 provient du fait que V), 1" = 2VpIly car T, 11" =
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2. Physiquement, le canal transverse a une multiplicité double. Telle quelle,
I'intégrale dans lexpression (2.35) n’est pas définie. Plutot que de la re-
normaliser, on préfere introduire un facteur de forme qui coupe les grandes
impulsions. On en reparlera en particulier dans la section sur les résultats
car le facteur de forme devient indispensable pour les calculs numériques.

On appellera dorénavant canal axial le canal contenant a la fois le pion
et le contact. Pour le distinguer du canal du rho auquel on s’intéresse a
présent, on a indicé toutes les quantités ci-dessus par a.

6.3 Contribution du méson p

Par analogie avec le cas non relativiste, on compléte la partie transverse
de la voie de spin-isospin grace a I'introduction du méson rho.

6.3.1 Contribution du p découplé

L’échange de rho est modélisé par le lagrangien déja donné dans le modele
de Walecka :

1. = 1 . - L K
Ep = - <ZGHVGHV - imipup_y> —9p <¢7H7¢pu - £

2Mp

1[)0‘“”81,5#7'1[}) .

(6.33)
Contrairement a certains travaux [85], on considere que le couplage tenseur
dépend de la masse nue des nucléons et non de la masse dans le milieu (c’est-
a-dire ici la masse de Hartree). Cette fois-ci, le couplage dérivatif ne peut étre
inclus dans la partie interaction puisqu’il ne peut se mettre en facteur comme
dans le cas pionique. En représentation d’impulsion, le vertex d’interaction
du rho est simplement

. R
Iy =9 (7“ i3 ]\jN qucf“”> 7 (6.34)

qui redonne bien la bonne limite non relativiste comme on ’a vérifié plus
haut. Néanmoins, la formule donnée équation (6.34) ne peut étre incorporée
telle quelle dans un corrélateur tel que celui de I’équation (6.3). En effet, la
deuxiéme interaction correspond a un diagramme de Feynman hermitique
conjugué de celui de la premiere. Lorsqu’on écrit les équations du mouve-
ment, le couplage dérivatif gagne un signe moins par rapport a un couplage
normal. Or dans I'expression de II% | le deuxieéme couplage provient des
équations du mouvement : le propagateur de polarisation du rho est donc

+(¢" — —q")
(6.35)

%eHOuy(q) — /p2dpdu Tr ((ﬁ + M*)Fu(ﬁ—f—q/‘i‘ M*)F/y)
Am2E, (p+q)2 — M*2 +in
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ou I'* = g, (Y + ik, /2Mngq,0*) = T, On a considéré dans toute cette
these que le rho est couplé a un courant conservé ; en conséquence le propa-
gateur de polarisation doit étre orthogonal a I'impulsion, c’est-a-dire qu’il
doit satisfaire la relation

qMng(Q) = QVHgV(Q) =0, (6.36)

de méme pour Hg’“‘ Y. On le vérifie aisément en calculant la trace. Comme
dans le calcul Hartree—Fock, on considére trois contributions : une premiere
correspondant & la partie vecteur de 'interaction, une deuxiéme a un terme
croisé vecteur-tenseur et la derniere correspondant a la partie tenseur. Pour
la premiere, la trace est simplement

Tr(+M )@ +d+M)Y)=4@"p+a)" +p"(0+ )" —p-ag™).
(6.37)
On remarque que ce terme est symétrique en p et v, il se décompose suivant
les quatre premiers tenseurs. Lorsqu’on tient compte du terme en ¢* — —g*,
I'intégrant de la polarisation pour la partie vecteur est proportionnel a :

ptp” —p-q(p'd” +p"q") + (p- q9)*g" (6.38)

qui est bien orthogonal a g, ou g,. Cette partie du propagateur ne contribue
qu’aux canaux transverse (T) et purement relativiste (R). La trace du terme
croisé est

Tr ((f+ MNP+ 4+ M)i—Lo"Pqq
2Mn

+Tr <(175 + M) <—i2;jN a““qa> W+d+ M*)v“)

M* q/,qu/ M*
— g (9 = L) =g - 1. (039

Il se décompose bien lui aussi sur les deux premiers tenseurs. Enfin, la
derniere trace est

o (00 (o) a0 (o))

2

K *

= (=2 ) (4¢"¢"(p-q—2M"?) +8p - q(p"q” + p”q") — 8¢*p"'p”
My

+4g" (2° M = 2(p - q)* = (p- q)q2)>- (6.40)

On peut vérifier que cette expression, qui est symétrique, s’annule lorsqu’on
la projette sur g, ou g,. Cette derniére partie se décompose comme les deux
autres et comme la totalité du propagateur de polarisation du rho sur les
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deux premiers tenseurs. Les contributions sur chaque canal sont données par
des K définis de fagon similaire aux K; axiaux de I’ équation (6.23) :

14+ K5\ 2 . ¢ KE O\ 2
Koyr = <W*p> q22M2—p‘q—7—P2T 1—<2]\/p[*> (6.41)
P 2
Kor = 2M*2—<2]\§*> ¢*(p- q+2p7) +2P7 — Kyq" (6.42)

*

La constante de couplage tenseur du rho dans le milieu est définie par
kpM* /M. Ces expressions ont été volontairement mises sous une forme qui
fait ressortir leur structure non relativiste, en particulier la contribution en
(1 + #}). L'interaction quand a elle est simplement

o 2 Gu o QTI/J,V + T2,uy + T3;w o
Vour(q) = —gpm =9, oy = V,(T1yw + Topw + T30)
(6.43)
ol Qg = m% + |q|?. Finalement, 1’énergie due exclusivement & I’échange de

rho est
3., [ idwd?

g — -3y / ot (2In(L = Vyllyr) + 2V, +In(1 = V) + V).

(6.44)

formellement analogue a 1’énergie dans le canal axial.

6.3.2 Couplage axial-rho

Cependant, certains diagrammes ont été jusqu’ici négligés : en effet, rien
n’empeéche a priori que dans les diagrammes en anneaux, les propagateurs
de polarisation soient couplés d’un c6té au canal axial et de I’autre au canal
du rho. On est ainsi amené a considérer deux nouveaux propagateurs de
polarisation :

o d'p [Tr(+ MW"y W+d+mry) ]
5" (q) 2 1 5 T +¢" — —q"|;
2m)* | (P +q)* = M** +in ]
(6.45)

dip [Tr ((p+ ML+ + M*)ysy° _

R B R e R -
(2m* | (P +q)* = M** +in ]
(6.46)

L’évaluation des traces montre que ces deux propagateurs sont égaux, et que
leur trace est proportionnelle a e#"#?q,p,. Parmi les six tenseurs 7", seul
le sixieme ne donne pas zéro lorsqu’on le contracte avec cette quantité. Les
. s ’ . 14
propagateurs croisés se décomposent donc uniquement sur T6“ , et on note

Iap” (q) = 16" (q) = T1§() Ty (6.47)
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La structure tensorielle de ce terme est donnée par

1+/<;
2M*

Ko = (lal2M*E), — 2M*wp-q). (6.48)

(1+ /@;) est en facteur du terme entier, contrairement au cas du canal trans-
verse du rho ou ce facteur n’intervient que dans la limite non relativiste.

On peut remarquer que si on multiplie les polarisations croisées par ¢,
(ou gy,), elles s’annulent. Dans le cas ou le canal axial ne contiendrait que des
pions, le vertex d’interaction axial contiendrait un facteur g, et il n’y aurait
pas de couplage entre le canal pionique et celui du rho, ce qui constitue un
résultat bien connu. Le couplage ici se fait donc grace a la partie de contact.
Les équations de Dyson se généralisent de la maniere suivante :

LY = T 4 TPVl + T8 Ve TLy
L = I Vg1 4 I
T = T 4 TH Voo gTloy + TIV,0T15Y
4 = TI" + O Vauglll! + T Vg1 (6.49)

On projette ces équations sur les six tenseurs T*”possibles. D’apres leurs pro-
priétés développées a I'annexe B, le couplage axial-rho ne subsiste pas sur les
canaux longitudinal et purement relativiste : les énergies de corrélation cor-
respondantes ne sont pas modifiées par ce couplage. En revanche, le couplage
subsiste pour la partie transverse. On projette la premiere et la troisieme
équation du systeme (6.49) sur le tenseur transverse, les deux autres sur
T¢". Les équations de Dyson se réduisent a

yr = HgT + HgTVaTHaT + HngHpa
I, 11§ + I VarHar + IV, 11,4

pour les deux premieres et deux autres équations similaires pour les dernieres.
La résolution de ce systeme conduit pour le canal transverse a des équations
semblables & 1’équation de Dyson (2.30), soit

(1 — V,II)) + TGV, 1§
(1= VaIIR)(1 = V,T19) — VoV, (1)
T19(1 — VoI19) + TGV, I13

m, = . (6.50)
8 (1 = VaII9) (1 = V,II)) — VoV, (I13)?

I,

Ce systeme d’équations s’integre néanmoins aisément a l’aide de la charging
formula de maniére analogue & 1’équation (2.34). Les diagrammes d’énergie
étant obtenus en refermant ceux de la figure 2.7 (b), seuls V,II, et V,II, sont
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des quantités qui ont un sens et qui interviennent dans 1’énergie :

/ %vn(x) _ / %VGHG(A)JerHP()\)

B / AN N2 VLI + N2V,I10 — 2XV,IIOV,IT) + 2M4V, V, (118)
N A (1 = N2VLII9)(1 — N2V, I19) — AV, V,(119)2

= (- VI - V) - VV,aR2) . (65)

Finalement, ’énergie de corrélation dans le canal transverse est simplement
égale a

corr idegq 0 0 042
EY¥™ = 3V Tt In (1 = VarIlyz) (1 = V,ILg) — VarV,(I15)?)
+VarIlar + Vo Ir|. (6.52)

Diagrammatiquement, on peut remarquer que les diagrammes mis en jeu
dans ’énergie de corrélation sont les plus simples que 1’on puisse faire avec
les ingrédients que 'on possede. Outre les deux diagrammes de Fock, on
peut construire le diagramme de la figure 6.1.

Fia. 6.1: Diagramme d’énergie di au couplage axial-rho.

6.4 Résumé

Les résultats sont dispersés dans les différentes sections précédentes. On
résume ici les différentes contributions a 1’énergie de corrélation.
Elle est égale a

Feorr — %orr + E}c%m“?“ + EEOTT (6.53)
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ou, par analogie avec les équations (6.52) et (6.32), on déduit

B — 3y / % [m (1 = Vg T2 (1 = V,11%) — VgV, (112)2)
+Varlldy + V11 ] (6.54)
Forr — _gv/%[ln(l — VarTI0R) + VarIlog
+In(1 - V,I0) + VPHSR] , (6.55)
| % (1 — VrT19,) + Var IO, (6.56)

Les expressions des interactions V, , sont d’apres les équations (6.31) et
(6.43)

2
Vir = Von = ~/o%(0) (£2) (6.57)
v 94 q; .
=) (55 w2_w§—g (6.58)
2 9
V,=—v (q)w2 —pQQ' (6.59)
q

On a introduit un facteur de forme v?(q) qui permet un cut-off en impulsion.
On le prend quadratique :

v(q) = <A72>2 (6.60)

A% +|qf?

avec A = 980 MeV. Ce choix permet de retrouver une valeur convenable pour
la partie pionique du terme sigma du nucléon (équation (1.49)) [87, 88, 55].

Les propagateurs de polarisation sont quand a eux donnés par les équa-
tions (6.23), (6.26), (6.42) et (6.48). Pour la partie axiale, les trois canaux
j=1T,R, L sont tels que

4dp [N, K ( )
. —p Tl 61
avec
Ka = —2M** —p-q—p>
KaR = 2p’%

K,, = —2M*. (6.62)
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Pour la partie rho seul, on obtient une structure similaire a celle du cas axial
pour les canaux j =T, R :

ddp | N, K,j(q,p)
Y. P pJ n_, ‘
p]/(2ﬂ)3 |:Ep (p+Q)2—M*2+in+(q q ) (663)

14+ K%5\?2 7> K5\ 2
K = (= OM*2? —p.g———p2|1— P
pT < oM > q pra= 5 —Pr Ve

*

2
K
K,p = 2M*? — <2]\;> ¢(p-q+2p7) +2p7 — Kiq° (6.64)

avec

Enfin, le propagateur de polarisation correspondant au couplage axial-rho
est tel que

4dp | N, Ks(q,p)
0 Vp , L o
avec 1+ i}
K
Ke = — 2M*p(|q|2M*Ep — 2M*wp-ij). (666)

6.5 Discussion

6.5.1 Rotation de Wick

Les intégrations sur w et ¢ restant dans les énergies de corrélation ne
peuvent étre réalisées analytiquement. On les résout numériquement. Cepen-
dant, les différentes quantités ci-dessus contiennent des poles pour w = fw,
et w = £0,. On utilise 'astuce introduite dans [89]. On place w dans le plan
complexe et on effectue une rotation de Wick comme indiqué sur la figure
6.2. La fraction 1/(w? — w?), qui apparait dans les propagateurs de mésons
(avec wy = wy pour le pion et wy = €, pour le rho) mais aussi dans le pro-
pagateur de polarisation (avec wyg = Ep1q — Ep a la limite non relativiste),
correspond en réalité au propagateur de Feynman :

1 1 1 1
————— :—< — — - > (6.67)
wf—wg+in 2wy \w—wptic wt+wy—iE

Les poles ne sont donc pas dans le contour d’intégration, et la rotation de
Wick correspond simplement au changement de variable w = iz. L’élément
d’intégration est modifié selon

i L

Les propagateurs contenus dans l'intégrant sont donnés en fonction de z a
I’annexe C.
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w = —w, +ie

W= wy — i€

Fi1a. 6.2: Rotation de Wick de la variable dintégration w. Les commentaires
sont donné dans le texte.

6.5.2 Limite non relativiste

Pour conclure cette étude, il est intéressant de calculer la limite non
relativiste afin de comparer les résultats a ceux de travaux similaires réalisés
directement dans ce cas [56].

La limite non relativiste est obtenue en faisant trois simplifications par
rapport au cas relativiste donné équation (6.19). Tout d’abord, on néglige
les antinucléons dans le propagateur de fermion, Ensuite on ne garde que
les termes d’ordre dominant en 1/My dans la structure des vertex issue des
spineurs de Dirac et donnée par les traces. Enfin, on opére la simplifica-
tion cinématique F, ~ M* + p?/2M* et on ne garde que le terme d’ordre
dominant.

Pour 6ter les excitations contenant les antinucléons, on réécrit le dénomi-
nateur de I’équation (6.19) :

1 1 1 1

E,(p+q)?— M2ty Eyq®>+2p-q+in

1 1 1
T 2B,Epiq <w —BEpiq+ Ep+in w+Epiq+ Ep— in> '
(6.69)

Le premier terme correspond a une paire particule-trou se propageant dans
le sens du temps et le deuxieme terme correspond a une paire nucléon-
antinucléon se propageant en arriere. La fraction présente dans le terme
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(g" — —q¢") peut étre a son tour réécrite :

1 1 1 1 1
E_p(p—q)2—M*2+z'n - _ZEJDEP_Ql (w—i—Ep_q—Ep—z’n B w—Fp_q—

(6.70)
Cette fois-ci, le premier terme représente une paire particule-trou se propa-
geant en arriere et le deuxieéme une paire NN se propageant vers l'avant.
Dans la limite non relativiste, on ne garde que les termes particule-trou qui
peuvent se réécrire

1 1 1 1
EpEpiq(w—Epyq+ Ep+in)  EpEp g (w+ Ep_q— Ep —in)

(6.71)

On incorpore le terme imaginaire du propagateur qui avait été négligé équa-
tion (6.18). La somme des fractions considérées alors égale a

1 1 1
< — — . > (6.72)
EyEpiq \w—Epiq+tE,+in w+Eprq—E,—1n

La structure des vertex quand a elle est donnée par les K; (équations
(6.26), (6.42), (6.48)), ce qui conduit a la limite non relativiste a

KaT = KaL = T pR = _2M*2
1+ kK" 9
K¢ = — 2M*
6 Ve lq
1+ k%2 9 9
K = 2M*4.
pT < M * > |q|

K, R est négligeable. On a utilisé le fait que E, ~ M*. Les termes tenseur du
rho et croisé sont d’ordre supérieur en |q|/M. Cependant, étant donné que
kp ~ 5, on considere qu’ils ne sont pas négligeables. Si on résume les points
précédents, on peut écrire les propagateurs non relativistes en fonction de
la quantité

. 4dp
Ho(w,q) = / WNpPp—q

1 1
< — — , >6.73)
w—FEpiq+E,+in w+Epiq— E,—in

qui n’est autre que le propagateur non relativiste. Pp correspond aux états
non occupés, il est défini par P, = 1 — Np, soit ici dans le cas de la
température nulle Pp,_q = 6(|p — q| — pr). On obtient

MY -, -
1+ K
HO - _ 14 HO

14 k*\2
HgT - <2M*p> |q)?11°.

Ep+in> '
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Les équations de Dyson donnent alors simplement

VJ{VRHO

(VaTHaT—l-VpHpT)NR — m (6.74)
V110
(VaRHaR+VpHpR)NR = m (6.75)
p
VNRHO
(VarTL VB = ﬂfw (6.76)

avec les propagateurs de mésons non relativistes

2
gA
VAR :(mT+@mm@M%{57)@wwm&w» (6.77)
2
gA
Vi = (£) 4P (6.79
ol ) )
ga\ L+
c, = <E> gg< 2M*f)> . (6.79)

Finalement, ’énergie de corrélation est dans cette limite similaire a I’énergie
de corrélation obtenue par un calcul non relativiste [56]. Les équations (6.74)
et (6.76) correspondent respectivement aux canaux transverse et longitudi-
nal de spin-isospin. Le terme (6.75) n’a rien a voir avec le spin-isospin. C’est
un effet qui provient de la composante temporelle de la partie vecteur de
I'interaction. Sa contribution est cependant faible :—0,64 MeV & densité
normale. Etant donné que ce dernier canal contribue surtout dans cas rela-
tiviste, on indice les quantités qui en dépendent par R et on ’appelle canal
« purement relativiste » par abus de langage.

Cette étude permet de faire une petite remarque. Etant donné que dans
la limite non relativiste les densités scalaire et vecteur (ou baryonique) sont
égales, les propagateurs particule-trou pour les mésons sigma, oméga et rho
sont égaux a II°. L’interaction & prendre en compte si on veut réaliser la
RPA pour le canal o 4+ w est

932 g2
1% = - © . 6.80
o+w q2 — m§2 q2 B m‘% ( )

Compte tenu du fait que les masses des mésons sigma et oméga sont voisines
(environ 800 MeV) et que le terme dominant dans I’énergie de corrélation est
di a ’échange de ces deux mésons, on peut estimer 1’énergie de corrélation
du canal ¢ + w a la limite non relativiste comme étant

3 2

2
1 g§2 o 92
%ﬁ~—(—§l corr (6.8
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q 0,7 0,5
G 7,6 7,3
C 1,14 13
p/po 1,00 1,00
E/A (MeV) -1595 -15,87
K (MeV) 250 270

TAB. 6.1: Valeurs des parameétres et coordonnées du point de saturation
lorsque les interactions de contact et du rho sont incluses.

ol Ez‘l’{ " est obtenu en prenant la limite non relativiste de la deuxieme ligne
de I’équation (6.55). Le facteur 1/3 est un simple facteur d’isospin. Avec les
valeurs g, = 7,6 et g& = 6,1 (voir plus haut), on obtient £ ~ —0,8 MeV
qui est négligeable. Ceci justifie a posteriori qu’on se limite & I’approximation

de champ moyen pour les échanges de sigma et de oméga.

6.6 Résultats

6.6.1 Point de saturation de la matiére nucléaire

Comme il a déja été dit plus haut a 'occasion des résultats de la partie
champ moyen, 'idée de ce travail est d’étudier la matiere nucléaire en fixant
les parametres a l’aide de la phénoménologie hadronique et des résultats sur
réseau. L’ajustement fin permettant de reproduire les propriétés de satura-
tion de la matiére nucléaire autorise la constante de couplage du oméga a
varier autour de g, ~ 3g, ~ 8 et le parametre de la réponse nucléonique
a varier autour de C' ~ 1,25. Le parameétre de Landau—Migdal qui pro-
vient des forces de contact n’est pas totalement fixé, on choisit d’étudier
les résultats en fonction de sa valeur, en particulier on se place a la valeur
¢ = 0,7, compatible avec les données les plus récentes [71]. Les résultats
sont consignés dans le tableau 6.1. Rappelons que le champ moyen est réalisé
ici dans I'approximation de Hartree avec contact. Le tableau auquel compa-
rer les résultats est donc le tableau 5.2, et en particulier la derniére colonne.
Les valeurs des parametres g, et C' se sont rapprochées des valeurs données
respectivement par le modele VDM et par les simulations sur réseaux. En
particulier, C a fortement diminué. La compressibilité quant a elle est main-
tenant a la valeur attendue autour de 240 — 250 MeV. Ces résultats peuvent
étre compris a la lumieére de la figure 6.3. La courbe en tireté représente
I’énergie de corrélation. Cette courbe n’est pas linéaire avec la densité, ce
qui aide a réaliser la saturation. Il n’y a alors plus besoin d’une réponse
scalaire aussi grande, ce qui permet de diminuer le parametre de réponse
nucléonique C'. Ceci permet de réduire la compressibilité. La figure 6.4 est
identique & la figure 6.3 avec ¢’ = 0,5. Globalement, 1’énergie de corrélation
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F1G. 6.3: Energie de liaison (trait plein) en fonction de la densité incluant
l’énergie de corrélation. Celle-ci est représentée en tiretés et la
contribution du champ moyen est en pointillés. Cette saturation a
été ajustée pour g’ = 0,7 et correspond a la premiére colonne du
tableau 6.1.

est plus petite que dans le cas ¢’ = 0, 7. De ce fait, le parametre de réponse
nucléonique C' et la compressibilité K sont moins diminués.

6.6.2 Effets du contact

Il est également intéressant d’étudier les variations en fonction de g’ des
différentes contributions a I’énergie de corrélation. Les résultats sont résumés
sur le tableau 6.2. Les trois premieres lignes du tableau concernent le cas
axial sans rho. Sans les termes de contact, seul le canal longitudinal contri-
bue a l’énergie de corrélation puisque le pion est purement longitudinal.
Lorsque le contact augmente, il écrante la contribution des pions et I’énergie
de corrélation longitudinale tend & s’annuler. Au contraire, c’est le canal
transverse qui contribue. La partie purement relativiste reste négligeable
comme mentionné dans la partie sur la limite non relativiste. Dans le cas
des perturbations chirales [76], il n’y a pas d’effet des corrélations & courte
portée. L’écrantage n’ayant pas lieu, la contribution des boucles de pions est
de -68 MeV, soit presque un ordre de grandeur entre les deux approches.
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FIG. 6.4: Energie de liaison (trait plein) en fonction de la densité incluant
l’énergie de corrélation. Celle-ci est représentée en tiretés et la
contribution du champ moyen est en pointillés. Cette saturation a
été ajustée pour g = 0,5 et correspond a la seconde colonne du
tableau 6.1.

Les deux lignes suivantes concernent le rho sans le canal axial. La par-
tie purement relativiste, correction a ’énergie de corrélation du rho, vaut
E,r = —0,65 MeV. Enfin, la derniere ligne donne la contribution au canal
transverse lorsqu’on prend en compte les interactions axiale et du rho. L’ef-
fet du couplage axial/rho est de diminuer I’énergie transverse qui serait trop
grande si on prenait la somme de l'axial transverse et du rho transverse. On
remarque qu’elle présente un minimum vers g’ ~ 0,2 & 0,3, & ce moment il
y a la compensation la plus importante entre ’échange de rho attractif et le
contact.

On peut aussi étudier la variation des différentes contributions avec la
densité. C’est 'objet de la figure 6.5. Comme pour le tableau 6.2, seule
I’énergie longitudinale diminue lorsque ¢’ augmente. Pour ¢’ petit, il n’est
plus possible de calculer la partie longitudinale de ’énergie de corrélation. En
effet, lorsque ¢’ diminue ou que la densité augmente, V7 II;, augmente dans
le canal longitudinal. A énergie nulle, un poéle apparait alors dans le canal
pionique pour une impulsion critique g. telle que (1—V,I1%, )(w = 0,¢.) = 0.
On se trouve dans le cas de la condensation des pions [90]. Ce phénomene
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g’ 0 0,1 0,2 0,3 0,4 0,5 0,6 0,7
Axial Transverse 0 -0,3 -1,0 23 40 -60 -85 -11,2
Axial Relativiste 0 -0,00 -0,00 -0,01 -0,01 -0,02 -0,03 -0,04
Axial Longitudinal x -125  -88 -6,0 40 -24 -13 -06
Rho Transverse -2,64

Rho Relativiste -0,65

Axial/Rho Transverse -2,6 -1,5 -0,9 -09 -14 -24 377 -55

TAB. 6.2: Variations des contributions a l’énergie de corrélation en fonction
de ¢'.

est illustré figure 6.5. Pour ¢’ = 0,7, il intervient & haute densité et ne nous
concerne pas. En revanche, pour ¢’ = 0,15, le phénomene intervient a des
densités supérieures ou égales a 1,9. Pour ¢’ = 0.036, la condensation des
pions intervient a la densité ordinaire. Lorsque VIl — 17, ’énergie de
corrélation diverge comme on le voit sur la figure 6.5 pour ¢’ = 0,15. Ceci
rappelle un phénomeéne d’opalescence critique [91]. On peut remarquer que
le calcul relativiste est moins favorable & la condensation des pions que le
calcul non relativiste. Par exemple, pour ¢’ = 0, 3, la condensation apparait
a la densité critique p = 2,2pg pour le cas non relativiste tandis qu’elle a
lieu a des densités supérieures a 3pg pour le cas relativiste.

6.6.3 Influence du facteur de forme

Enfin, il faut remarquer que ces résultats dépendent a priori du cut-off
choisi. Celui-ci a été introduit équation (6.60). Dans les résultats présentés
jusqu’ici, le cut-off était le méme pour la partie axiale et pour la partie en rho.
Si on fixe un nouveau cut-off pour le rho, par exemple A, = 1500 MeV, les
différentes composantes de ’énergie de corrélation évoluent comme présenté
dans le tableau 6.3. La troisieme colonne correspond a un nouveau point
de saturation avec A, = 1500 MeV. Les propriétés du point de saturation
sont peu modifiées par le changement de cut-off du rho. En revanche, elles
le seraient considérablement si on modifiait le cut-off axial.

6.6.4 Contribution du baryon A(1232)

Dans I’étude non relativiste [56], il a été montré que la contribution du
nucléon excité A(1232) est importante. Cependant, cette contribution est
quasiment linéaire avec la densité, ce qui est indistinguable phénoménologi-
quement d’un échange de oméga. En pratique, les contributions A-trou
peuvent étre simulées par une légere augmentation/diminution de g,,.
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FI1G. 6.5: Evolution des différentes contribution a l’énergie de corrélation
avec ¢'. La courbe en trait plein correspond a g’ = 0,7, celle en
tiretés a g = 0,5 et celle en pointillés a g = 0,3. La courbe en
tiretés-pointillés correspond au cas g' = 0,15 discuté dans le texte.

A, [MeV] 980 1500 1500

% 76 76 73
C 1,14 1,14 1,15
K [MeV] 250 250

Eeorr [MeV]  -68 94 -94
Er MeV] 55 -71 -7.1
Eg, [MeV] 06 -1,6 -1,6

TAB. 6.3: Evolution de l’énergie de corrélation en fonction du cut-off du rho.
La derniére colonne correspond da un nouveau point de saturation
tenant compte du nouveau cut-off. La tableau est calculé pour g’ =
0,7.
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Conclusion

Ces recherches peuvent naturellement étre continuées dans plusieurs di-
rections.

Tout d’abord, il manque & cet exposé une évaluation du condensat de
quarks qui permettrait d’estimer le degré de restauration de la symétrie
chirale dans notre modele. Pour cela, il faut dériver I’équation d’état par
rapport a la masse m des quarks. On écrit d’abord la densité de grand
potentiel w(p) = ¢ — up. Plutdt que de dériver par rapport a la masse des
quarks, on dérive par rapport au parameétre ¢ = frm2 relié & m par la
relation GOR : 0c/Om = —2 < Gq >yac /fr. Ce calcul, simple mais pas
immédiat, a été réalisé dans le cas non relativiste [56]. Il faudrait donc le
reprendre ici a partir de I’énergie relativiste en incluant les termes de Fock
et de corrélation.

Il n’y aurait pas de physique nucléaire sans noyaux finis. Ce sont évi-
dement les grand absents de ce travail. Le probleme, comme on a pu s’en
rendre compte, est que les calculs relativistes sont tres lourds. Développer
un programme optimisé pour le calcul des noyaux finis dans une approche
relativiste constitue un travail de these en soi et il a été décidé de le laisser de
cOté provisoirement. Cependant, ce programme est actuellement développé
de maniere générale (Hartree-Fock—Bogoliubov relativiste avec couplages
dépendant de la densité et en symétrie axiale pour les noyaux sphériques,
déformés et proches des lignes d’instabilité proton et neutron) par Jean-Paul
Ebran a 'TPN d’Orsay et il serait intéressant de pouvoir l'utiliser dans le
cadre de notre étude. Cependant, les méthodes de champ moyen relativistes
peuvent conduire & des fonctionnelles de la densité au méme titre que celle
de Skyrme; cette approche serait a explorer.

L’équation d’état des étoiles a neutrons peut étre utilisée telle quelle pour
prédire des masses et des rayons d’étoiles a neutrons. Cependant, comme il
a été dit dans le premier chapitre, il serait également intéressant d’étudier
I'influence d’autres phénomenes sur les prédictions. En particulier, 'inclu-
sion de saveurs étranges peut se faire naturellement dans notre modele en
remplacant la somme sur les protons et les neutrons par une somme sur les
membres de l'octet de SUf(3), N, A, ¥ et Z. Ce travail a été fait dans le
cadre du modele du couplage quarks-mésons [28]. Il faudrait aussi regarder
I'influence d’une phase déconfinée dans la matiere trés dense au centre des
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étoiles a neutrons. Les théories type modele de Walecka ne comportant pas
de quarks, ce travail pourrait étre fait a partir d'un modele de quarks type
NJL ou PNJL (NJL avec boucles de Polyakov).



Annexe A

Détails du calcul de I’énergie
a ’approximation de
Hartree—Fock

Cette annexe détaille les calculs permettant d’obtenir 1’énergie de satu-
ration de la matiere nucléaire a ’approximation de Hartree-Fock. Par sim-
plicité, on se limite & des interactions de Yukawa pour les mésons comme
dans [2]. Le champ scalaire chiral, quand & lui, est largement traité dans le
corps du texte, on renvoie donc le lecteur au chapitre 5.

1.1 Lagrangien d’interaction

Pour trouver le hamiltonien, il faut commencer par réécrire le lagrangien.
On va transformer chaque partie du lagrangien correspondant a un méson
déterminé, en commencant par exemple par le o.

1 1 -
L, = 58“0(9“0 - im?,& — gotpa). (1.1)

L’équation d’Euler-Lagrange est la méme que celle donnée dans le texte
(3.8) :

(_D + mi) 0= —go?/_“/k (1'2)
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Elle permet de réécrire le lagrangien en fonction uniquement du terme d’in-
teraction :

1 1 _
L, = 56“08;;(7 — §m[2,02 — goYoip
1 1 _
= —508u8“a - Emf,az — gohorp
1 _
= —5° (D + m?,) 0 — gohop
1 _
= Egawo'w - 901/10¢
1 _
= —§ga'lp0"l/1. (13)

Dans la deuxiéme ligne, on a utilisé le fait que implicitement, le lagran-
gien (et non la densité lagrangienne) est intégré sur lespace et on a fait
une intégration par parties. Pour le méson w, I’équation d’Euler—Lagrange
s’écrit :

0" F + m2w, = guy,. (1.4)

On suppose que le courant de nucléons est conservé, c’est-a-dire :

M (Pyup) = 0. (1.5)

Le terme de dérivée devient donc :
00" Fu, + m2o’w, = 9" (ng/_ryyz/)) =0, (1.6)
ce qui donne 9”w, = 0. Sachant que F),, est antisymétrique, I’équation

d’Euler-Lagrange statique devient :

(D + mi) Wy = gwaj’}’vw‘ (17)

On peut alors refaire le méme raisonnement (équation (1.3)) que pour le o
et mettre le lagrangien du w sous la forme :

1 -
Ly, = —igw’mw“w- (1.8)

Le méson 5; isovecteur, peut étre traité simplement : I’équation d’Euler—
Lagrange ressemble a celle du o :

(O +m2)d = —gspTe (1.9)

et le lagrangien associé se réduit a :

1
L5 = —59508 - 7. (1.10)
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Le pion et le rho sont plus compliqués a traiter dans la mesure ou ils
contiennent deux termes d’interaction et ou ceux-ci vont éventuellement
interférer. Pour le pion, bien qu’il faille in fine ne garder qu’un des deux
termes d’interaction, on conserve pour I'instant dans le lagrangien les termes
pseudo-scalaire et pseudo-vecteur. Le lagrangien du rho quand a lui contient
bien les termes vecteur et tenseur :

1 1 . T 5. o A - I
Lr = 9 oMo 0uTa — 9 mimy — igapy T - R — ;771}75’7“8#77 -7 (L11)
T R e Ry e
Ly = =5 GG +omips —gp <1/w“pu P = Sae bt i T¢>

(1.12)

Les équations d’Euler—Lagrange sont obtenues de maniere comparable a
celles des autres mésons, en particulier pour le rho on suppose comme pour
le oméga que le courant mésonique est conservé :

O +m2)7 = —gadP 70+ QQTA(‘)M/}V:”WW. (1.13)
_ . K _ Vo
O+mpd" = g, (W“T@ZJ + 2JWPN Opot w) . (1.14)

Comme pour les autres mésons, les lagrangiens cinétiques sont égaux a la
moitié des lagrangiens d’interaction.

1.2 Expression du hamiltonien

Le hamiltonien est ensuite écrit comme la transformée de Legendre du
lagrangien. Ces calculs ont déja été faits dans le chapitre 5. On les refait
ici de maniere un peu différente. Dans I'approximation statique, les dérivées
temporelles de champs de mésons sont nulles et le hamiltonien se simplifie

selon :
_ 9%
0 - /t:O dx (Zm g ,c> (1.15)
= / . dx <i1/}’708t1/1 — P (170" — M) ¢
t=

1 - 1 - 1 -
+§ga¢0¢ + §gw¢’mw’“‘¢ + 595% - TY

i 5L 1 ga
+59xU7°T 7T¢)+22f7r

1 -
+59 <1/w“pu STY —

VYO T
Kp
2My

1[}0-/“/8,/[3'” : T¢> > (116)

Afin d’écrire le hamiltonien en fonction des champs de nucléons qui sont les
degrés de liberté du systeme, on écrit les champs de mésons en fonction de
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ceux des nucléons. Les équations d’Euler—Lagrange permettent de trouver
les champs de mésons de la forme présentée équations (3.11) et (3.12) avec
les propagateurs de la forme & droite de 1’équation (3.14). Pour la partie
cinétique et les trois mésons sigma, oméga et delta, on trouve simplement :

H = / ; dx (z’zﬁ’yoaﬂp — ) (z”yoat — iyt 8 — M) w)
=

+ [ ax <§gaw<f>a<f>w<f> + Lo @t @) + e @B
= /: dx (Y(—iy - V + M)ip)

t=0
2
_%U dxdx'y(x)P(x") Dy (x — x")1h(x)1h(x)
92 .
+5 / dxdx'(x)1) (x") Doy (1)7*(2) (x — x ) (x")p(x)
2

ce qui correspond bien a I’équation (3.15). Comme expliqué a cet endroit, les
indices (1) et (2) font référence a la contraction entre les fermions dépendant
de z ou de z’. Pour les mésons pion et rho, la situation est plus complexe.
D’une part, la présence des dérivées doit étre traitée avec précaution, d’autre
part les expressions des mésons dépendent de deux termes a chaque fois, un
pseudo-scalaire et un pseudo-vecteur pour le pion, un vecteur et un tenseur
pour le rho. Lorsqu’on injecte ’équation dans le hamiltonien, il apparait des
termes croisés entre les deux types d’interaction pour chacun des mésons. On
commence par réécrire I’équation donnant le pion en fonction des champs
de fermions :

ww) = [Dute ) (—gﬂw)vw(x%%a;w')v%wm)

8

)

) - TY(

(1.17)

= /d4x’ <—g7rzp(a;’)D7r(x — 2 )ry(a)) — g—Azﬁ(a;’)(‘)LD,r(x — x')75fy“F1/J(x)>

2fx

= / d'a’ <—g7r¢7(:r’)D7r(ﬂf — 2P ra’) + 2aap(a) 0 Da - w')v%“ﬂﬁ(l"))

2fx

(1.18)
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ou 'on a fait une intégration par parties dans la deuxiéme ligne et remarqué

que &' D(xz — ') = —OD(x — &'). Ainsi pour le pion, le hamiltonien devient :
e = 5 [ ax(00@n% 3@ old) - Ler@a,dan )
= % /t L dx <gw¢7(f)v5ﬁ(:f> TY(T) + %aﬁ(f)q/?(fww(x))
- 3 /t:o dx /tzo dx’( ~ GH@)D()Dalz — ) (V7)) (7))l i)
Hor D@D Delr — ') (77 (1) (377 7) (2 ()
ey OuDx(w — a){al 1 T Y )
(5; ) 00" D (x —x')w<x’>vw<w’>w<f>v5fw<f>)
= 5[t [ (= @i Date — T )
- (QQTA) Oud D (i — x')az?<x'>vw<x'>¢3<fw5w<f>). (1.19)

Ici encore, dans la deuxieme ligne, on a effectué une intégration par parties.
Les termes croisés du pion disparaissent.

Pour le rho, on peut reprendre la méme méthodologie, en écrivant le
champ de rho en fonction des champs de mésons :

pla) = g, / d'a’ (Dp(w — )Py Y + ;T”N@Dp(x = x')ng“”ﬁp> .
(1.20)

Cette fois-ci, en revanche, les termes croisés ne disparaissent pas :

m, — & / ix [ ax (@D, e~ )0 D A D)0)
t 0 t=0

N@)1h(2")0a Dy(a — ) (¥7) (1)(0*F) (2)1b(2")1h(2)

2MN
*2% b(&) (") DDy — &) (0 7) (1) (77) (2) (2 ) (7)
2
* <2]T/;N> Y (@)Y (2')0adpDp(x — w’)(0““?)(1)(0“5F)(2)w(x’)¢(f)>.

(1.21)

1.3 Densité d’énergie

Afin de calculer la densité d’énergie €, on utilise les équations (2.11),
(2.12) et (3.17) a (3.22). Par soucis de simplicité, il a été décidé ici de passer
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directement en représentation d’impulsion. On retrouvera donc les résultats
présentés dans le chapitre sur le modele de Walecka qui sont aussi ceux qu’on
utilise numériquement.

1.3.1 Energie cinétique

On commence par le terme d’énergie cinétique :

Ecin <§00‘ .];5:0 dx (1/;(_17 -V + M)¢) ‘900>

1 —1ip1-X ip1-X
= 2 / dxcitay (P2)e ™" (7 P1+ M) €t *ug, (p1)

P1,x
P2, &2

H <O|bp470¢4 bgz,ocz bplyal b:)_;;,ag |O>

p3 € I, a3
ps € Fay

L’intégrale sur dx donne comme en (3.18) un facteur Vép, _p, en notations
discretes. La contraction sur le vide des opérateurs de création et d’anni-
hilation donne un facteur dq, 0, si p1 < pr et 0 sinon. Le terme d’énergie
cinétique est donc finalement :

“n = S )0 Mg (e (122)

P1EpPF,Q1

4dp ( P*(p) M*(p)
| G <pE*<p> M E*<p>>‘ (1.23)

Ce terme correspond bien au terme d’énergie cinétique dans I’équation (3.23).
On a utilisé pour la derniere égalité les résultats suivants :

LY uphup) = (o) (1.21)
Y upe) = G (1.25)
1 B PF 4dp 1

avec le facteur 4 = 2 x 2 pour le spin et l'isospin.
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1.3.2 Energie de Hartree

Le terme potentiel de la densité d’énergie quant a lui s’écrit, avec les
mémes remplacements que plus haut :

o L (0] [ dxdx'§(x)(x') D (x = x/) D (1)L x (2) () ()| o)
2 %4
- %‘/4 Z a0‘4(p4)aa3(p3)€_ip4'xe_iPS'X'eiq-(x—x’)

P1,P2,P3,P4,9
aq, 2, (3, (g

1
q? + mg(
H <0|bp6 y 4 b;4,a4 bgg,ocg bpz (2 bpl 1 b;5,a5 |0>
ps € F,as
ps € F,ag

Lx (1) x (2)eP2x ¢iP1x

L’intégration sur x donne un facteur Vdp,_p, —q et I'intégration sur 2’ donne
un facteur Vip, _p,+q. La contraction sur le vide des opérateurs de création
et d’annihilation impose p; < pr et p2 < pr ainsi que le facteur :

5(p1 +q,a4),(p1,a1)5(pz —q,a3),(pP2,02) 5(p1 +q,a4),(p2,az)5(pz —q,a3),(pP1,a1)

= 5‘1:05044704150437042 — O9q=p2—p1Yas,a1%a4,az-

(1.27)
Le premier terme correspond au terme dit de Hartree (terme direct), le
deuxieme au terme dit de Fock (terme d’échange). On va calculer séparément
la densité d’énergie de Hartree et celle de Fock.

Pour Hartree, on peut remarquer que la somme sur l'isospin est telle
que :

Z(Xa|Xa> =2 (1.28)

67

ol « désigne juste l'isospin ici pour les termes isoscalaires et :

Z = <Xo¢|Ti‘Xa>

(Xal™3|Xa)
= da=p — Oa=n (1.29)

pour les termes isovecteurs. En particulier, dans la matiére symétrique, la
contribution des termes isovecteurs a Hartree est nulle. En incluant ces
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résultats,

EHartree
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on peut écrire la densité d’énergie de Hartree :

S g S e (POTx (Dt (91 (p2)x (2t (p)

X W P1, P2

o1, 05

2
_% <9_>2 ( /0 (§i§3;§u<p>u<p>
A ([ i)
() ([ - .
= <;—)2 < | s o)), - <a<p>wu<p>>n)2
S() ([ apww)
a() () e
> on TN

o) e 5)
*% <i—> </0 é?))?» - /0 <Zfrl>)3>
() A0 ()
= (i—)z (psp — psn) + 5 (i—)z (0p — pi)? (1.30)

Ce terme correspond bien au terme de Hartree dans 1’équation (3.24. Pour
la deuxiéme égalité, on a utilisé le fait que l'intégrant oméga donné par
ay*u = uy%u = utu, en effet :

_ 4 - 0 (X} 1

= 0,0p + dpo;
= 04,044
= 2 (1.31)

dont l'intégrale sur dp est nulle. Pour le rho, seul le terme vecteur donne
une contribution non nulle car les termes croisé et tenseur dépendent de q
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qui est nul pour la partie Hartree. De plus, le terme Hartree du pion est
toujours nul car le terme pseudo-vecteur est nul & cause de q = 0 et le
terme pseudo-scalaire dépend de la contraction des spineurs @y®u = 0. Pour
la troisieme ligne, on a utilisé les équations (1.24). Enfin, la derniere ligne
utilise les définitions de la densité (2.1) et de la densité scalaire (3.26).

1.3.3 Energie de Fock

Pour les termes de Fock, les sommes sur l’isospin contribuent de la
maniere suivante :

Z <Xa1 ‘Xa2><XOt2 ‘on1> =2 (1‘32)

a1

pour la partie isoscalaire et :

Z <Xa1 |Ti|Xa2><Xa2 |7_z'|Xa1> = Z <Xa1 |7_+ |Xa2><Xa2 |7_— |Xa1>
a1o2,t 1o
Z <Xa1 |7_— |Xa2><Xa2 |7_+ |Xa1>
oo
Z (Xan | T31Xaz) (Xas T3] Xar)
oo
= 25a1=p7a2=n + 25a1zn,a2=p + 5@1:a2=p + 5011:@2:71

(1.33)

pour la partie isovectorielle. On peut remarquer que dans la matiere symé-
trique, le facteur d’isospin d’un méson isovecteur (3 x 2) est trois fois celui
d’un méson isoscalaire (2). On a utilisé les propriétés des matrices définies
a partir des matrices de Pauli :

1 £ 1M
T = 17 (1.34)
Ainsi, le terme de Fock se développe suivant :
Pk ST ST iy (Pt (P2) e (p2) T x 1 (P1)
€ - 2V2 Ua (P11 XUay (P2)Uasy (P2)L XUaq (P1 (p2 _p1)2 +m§(
P1,P2
aq, 0

On utilise la relation :
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en se rappelant ici que les u sont étoilés. En tenant compte de la dépendance

en isospin, on obtient :

1 dp dp’ 1
Fock 2 § :
— — 4
) 29 / ~ (2m)3 (2m)? (p — P')* + mj

P*(p) + M*(p) P*(p') + M*(p)
TT( 25 (p) 25 () >

1, dp dp’ 1
——g? [ 4
o9 / %: (2m)3 (2m)% (p — P')* +m,

P (p) + M*(p) ,P*(p') + M*(p')
TT( 2B ) 2B () 7“)

1 dp dp’ 1
3% / 12 Gy (p—p)2 +m}
P*(p) + M*(p) P*(¥') + M*(p’)>
(
(p

T

E 2E*(p')

dp’ 1
[43 ahatem

N
3 2 2
~ 2m)3 (p — p/)2 +m3

2
< (p)

d

(P*(p) + M (p) L () +M*(p’)r;m>
2

2
1 2
_§gp

" 2
T
" 2

B ( P 2B (p)

<U7z@@ e

P®) M) P ) + M)
o iy '),

2E*( )

soit apres le calcul des traces :

ok _ Lo / Z dp dp 1 2P* - P* + 2M*M¥
2 _ p/)2 + mg E*xE*
/ Z dp dp 1 —2P* . P¥ 4 4M* M
g‘” (p—p)?+m3 E*EY
dp dp 1 o2P* . P¥ 4+ 2 M* M
50 [42 G ST T
/ Z dp dp 1 —2P* . P¥ 4 4AM* M
gp p p/)2 + ’I’)’L% E*E*’
by / Z dp dp 1 12(p' - P* — pP*)M*
2 pQMN —p)2+ m% E*E*
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dp dp 1
- P
<2MN> / Z p,)2+m/2)

3(p—p)2P*'P* +3(p—p)2M*M*/+6(p—p’)‘P*(p—p’)‘P*/

E*E*’
B / Z dp dp 1 —P*. P¥ + M*M*
g7T _ /)2_1_7”72r E*E*’

dp dp 1
<2f7r> / Z —p')? +m2

(p—p')2P*- P* (p —-p )2M*M*'2 +2(p—p)-P*(p—p/) - P*

I

ou A - B désigne le produit de deux quadrivecteurs mais A désigne la norme
du vecteur A. Pour les mésons isovecteurs, la somme sur N tient compte
des six facteurs de ’équation (1.33). La définition des vertex d’interaction
du rho est donnée équation (6.34).

Afin de simplifier cette dernieére expression pour le calcul numérique, on
effectue les intégration angulaires sur p et p’. On développe le produit sur
les quadrivecteurs : P- P/ = EE' — P -P' = EE' — PP’ cos(f). 0 est 'angle
entre P et P’. On obtient par exemple pour le sigma :

EFock

(2m)3 (2m)3 E*EY  E*EY
1
p? +p'2 — 2pp’ cos O + m2

1, [ p2dpdfdy 4p™dp'dd dy’ M*M*  p*p¥
59 2(1 cos 6

(1.35)

Apres intégration sur 6, ce qui donne les 6; et les ¢;, sur les angles restants
et apres suppression des termes de contact comme expliqué section 5.4, il
reste des formules analogues a I’équation (3.25) :

2 * A r¥ * Dx’
ok P 1 M*M PP
- dpp'dp' =S 0 + by — 2———— &y
© (27r)4/p ppap 2%( T BE BB’

92

20
; >
(2m) ~ (
1 M*M* P*P*
+ 0 / pdpp'dp’5 > (95 + 05 = 2 g ¢5>
N
N (

BB T e

+

1 M*M* P*p¥
/ pdpp’dp’§ >

(2) E*E¥ 5

2 1
/ pdpp’dp’§

20, —4—— 0

M*M* P*p¥ 5
E*E* P TExEYTP

9p
(2m)*
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2 % «
gp Kp / /1 / P M
dpp/dp' = 12(pb, — 2p'$,) — —-

) 2y /p pp p22< 0y —20'0)) 5 o

N
2 2 * 1 rx
9p Kp 1ol o, o oMM
+(27T)4 <2MN> /pdpp dp 5 %: [ mpl, — 3my, E*E+ 0p
) p*p¥
2 2 2 /
+4 ((p +p°—my,/2)¢, — pp 9p) W}

1, L1 M*M* p*p¥
dppdp’ 67" - 7 67!' -2 7P
+(2w)49”/p PP ar 3 EN: ( E*E* BB

1 gA 2 / /1 2 3M*M*/
T < f7r> /pdpp dp's Y | =Mt —mi b

N
/ P*P¥
2 ( 2 2 T /97r) T ! |t
+2((0° +p)br —p0'br ) T
Les 6; et les ¢; sont obtenus par le calcul :
1
du
94 , / — 2 //
i(p:p) L B

((p+p’)2 +m3>
= In{-——75"——3
(p—p)*+m;
1
udu
¢i(p,p") = pp’/ .
' 1 (p—p)2+mii
pr+p? +m?
App/
Ces résultats correspondent bien & ceux de article [2].
Les termes pseudo-vecteurs du pion et tenseur du rho contiennent des

morceaux dépendant de q2. On les décompose suivant un terme de Yukawa
et un terme de contact :

0;(p,p’) — 1. (1.36)

2 2
ms
Tzl (1.37)
q° +m; q° +m;
La contribution des termes de contact est donc simplement obtenue en rem-
placant par 1 les termes compliqués dépendant de g2 (attention, il est aussi

caché dans certains produits de P* et P’™*). Ainsi,

c 3 (mgga 2 4
2
e = 3 (9o (p? + 372). (1.38)
p 16 \ 2My

Comme expliqué avec 1’équation (5.74), ces termes doivent étre multipliés
par un coefficient rendant compte des corrélations a deux corps et donnés
équation (5.76).



Annexe B

Propriétés des tenseurs TH"

Les T}, sont donnés équation (6.14).
Leurs normes sont les suivantes :

T.,T{" = 2, T,T" = 2

T2TY =1, To T = 2 (2.1)
3 v 6 Uy

TSI =1, TSI = =2

Ces tenseurs, contractés entierement avec un autre, donnent zéro :
. . e o 2
i # g, 1,17 =0 (2.2)

Il faut faire attention lorsqu’on décompose un corrélateur sur ces tenseurs :
souvent pour connaitre la composante II; de II"” sur T/, on calcule de
produit T jl,l'[‘“’ . Ce résultat doit étre divisé par la norme de T; pour obtenir
I1;.

Dans les équations de Dyson (6.6), des produits de plusieurs T inter-
viennent. On ne donne ici que ceux qui sont utiles dans cette thése. En par-
ticulier, les contractions avec Ty n’interviennent jamais car les composantes
des corrélateurs et des propagateurs de mésons sur ce tenseur sont toutes
nulles. On donne néanmoins les contractions avec Ty qui seraient utiles dans
le cas ou on chercherait a inclure la contribution du baryon A. Dans les
équations ci-dessous (2.3 a 2.8), on donne les contractions non nulles entre
les T;, c’est a dire telles que TZ'WTJ-O"’ #0:

Tl TP = T, (2.3
TouaTs” = T4, (2.4)
TyaT5" = T, (2.5)
T4,U«aT4aV = TQV;/,—I_TZ;/M (26)
TouaT6" = (25Z_2quqy)esmce (2.7)
TluaTﬁwj = TﬁuaTlaszlyu
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Il est évident sur ces équations que les trois premiers tenseurs sont ortho-
gonaux entre eux. Ceci permet de séparer les équations de Dyson dans le
cas purement axial comme il a été fait équation (6.27). De méme, le propa-
gateur de polarisation du rho conduit a deux équations découplées sur les
canaux transverse et relativiste. Enfin, le propagateur de couplage axial-rho
est selon Tg. Les équations de Dyson (6.49) contiennent des termes du type
HgVHG qui peuvent se factoriser de la maniere suivante :

I Voglly” = TQTE(ViTiap + VeTsas + ViTsap)ITG"
TRTY Vi Tiasllg”
— IOVAIIETY. (2.9)

Lorsqu’on projette la deuxiéme et la troisieme équation du systéme (6.49)
sur les trois premiers tenseurs pour obtenir les équations de Dyson dans les
trois premiers canaux, on voit bien que le couplage axial/rho n’intervient
que pour la partie transverse. De méme, les termes en HgVH et IV II4 se
décomposent selon Tg uniquement.

Afin de justifier la terminologie de canal transverse et canal longitudinal,
on regarde la limite non relativiste des trois premiers tenseurs :

v, _gii 4 L9 (2.10)
1 q2 .
T 7 2.11
t—0 (5] 1)
i
m — 1L (2.12)
q

On reconnait pour 7T} le projecteur sur le canal transverse et pour T3 celui
sur le canal longitudinal. T5 disparait, d’ou le nom « purement relativiste »
pour le canal correspondant.



Annexe C

Propagateurs de polarisation

Dans cette annexe, on donne ’expression des propagateurs de polarisa-
tion intégrés sur les angles et utilisée dans les calculs numériques. On note
u ’angle entre les vecteurs p et q.

D’apres l'expression des K, quatre types d’intégrales sont a considérer.
La plus simple est lorsque le numérateur de I'intégrand ne dépend pas de w :

1 2

du -1 -2 + 2ew

/ -+ (¢" = —¢") = (qz pllql > + (¢" — —¢")
19 +2p-q 2|p||q] ¢* +2/pllq| + 2ew

-1 ((q2 —2|pllq])? — 462w2>
2|p||q] (¢ + 2|p||q|)? — 4e2w?
= Iy (3.1)

ou In; est une notation utilisée par la suite. Il y a ensuite les termes dont le
numérateur dépend linéairement de w :

1 1 2
. adu 1 +2p - q)du
/ # + (qﬂ N _qﬂ) — _/ ((]2—pQ) + (qﬂ N _qﬂ)
_14¢°+2p-q 2)4 ¢+2p-¢q

1 /! 2du
__/ 2‘]74_((]#%_(]#)
2/)14¢°+2p-q
2

q
- 24 In; (3.2)
4|pllq]
et :
1 1
p - qdu (ew —p-q)du
—_ 4 q/l_>_q# — / -~ - =+ q/l_>_q#
/_1q2+2p-q ( ) 1 ?+2p-q ( )

2 2
—Ew ¢° — 2|p||q] +2€w> q
= + (g — —g")—2— —1 In
2|p|lq] <q2+2!pllq + 2ew ( ) 4lplla]
_ 22 _ 4 )2 2
w o ((612)2 (Ipllal EW)2> PTG
2|p||q] (¢?)? — 4(|p[la| + ew) 4/p||q]

—cw 2

q
Y Iny—2—
2|p||q] 4/p||q]

Iny (3.3)
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avec ici aussi une nouvelle notation Ino, facteur di au fait que w change de
signe dans le dernier terme. Enfin, il reste des termes dépendant de u? :

1 2 1 2 2
prdu p° — (p-q)%)du
/2T7+(q“—>—6ﬂ) = / ( 2( o) +(¢" — —4")
1 +2p-q 1 ¢©+2p-gq

1 rp?— <(qz)2 22 ngw)
/_1 [ > +2p-q
1
—2(¢? + 2ew — Z(q2 + 2ew + 2p - q} du+ (¢" — —q¢")

2 (¢%)? 2 2 2

p°— - —cw 9 q
= cwlngy . (3.4)
2|pl|q

= - In; —¢
2|p||q]

Avant de passer a ’expression des propagateurs intégrée sur u, on effec-
tue la rotation de Wick. Pour In; il n’y a pas de soucis :

(¢* — 2|p|lq)? + 422¢* > . (3.5)

Iny(z, =1In
1(= la) <<q2+2|p|rq>2+4z2s2

En revanche, Ins, comme w, devient imaginaire. On effectuera la transfor-
mation :

8|pllalze
wlng = z1Iny(z,|q|) = —2zatan <(q2)2 “iplq? 1 427 ) (3.6)
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Enfin, les expressions des propagateurs de polarisation sont :

) 2
q /pdp |: <4 4 _|_ ‘q|2 — 4%]\4*2) 1111(27 ’q,)

~ 8n2|qf

—22 +|q?
2

T 8lplla T ez ng(z, |q|>]

1 1 pdp ¥2 2 2 9 2\2
= | =2 (=AM 4 1
o |q|3/ . [( 22 +4|pl*¢” + (¢%)%) Ini(z, ]q])

+8]p|]q\q2 + 4ez Iny(z, ]q])}

1 1 pdp 2
PP a2
T ny(z, |q)
1 ¢ pdp
472 |q[3

1 q *
[_5{@5 _. +yqy2+4‘ ' M2> Iy (2, ) + 8lplld

—rkhlql* Iy (2, |q])

—22 +|q?
q2

+ 4ez Iny(z, ]q])}

1 K 2 N
+3 ( p > {(—4M*%|q* + 4% + (¢*)*) Ina (2, |al) + 8pllalg® + e Ina(z, |q|)}]

2M N
1 ¢* [ pdp
Ar* |q* ) €

[{(452 ) In (= [a]) + 8lpllal + ez Ina (= |a) )

—2k5]q* Iy (2, |ql)

(3.10)

P
K
+ < P > {(,z2|q|2 + 4p%q® + 4€2Z2) Iny (2, |a]) + 8|pllalz® — 4¢g°czIny (2, lal)} |(3.11)

2M N
Ky g

pdp
HW/ {2e1n1(z, |q|) + zIna(z, |q])} .

(3.12)
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Résumé

Le but de cette these est de construire un modele décrivant la matiere
nucléaire symétrique et asymétrique dans une approche relativiste incluant
des effets de la chromodynamique quantique, en particulier la symétrie chi-
rale et le confinement. Le systéme considéré est une assemblée de nucléons en
interaction wvia I’échange de mésons. L’attraction est assurée par la présence
d’un champ scalaire invariant chiral lié aux fluctuations du condensat de
quarks. La saturation est obtenue apres ajout de la réponse scalaire nucléo-
nique liée a la sous-structure en quarks du nucléon. Les parameétres liés au
secteur scalaire de 'interaction et au confinement des quarks dans le nucléon
sont estimés a partir de données sur réseau. Le reste des parameétres est
contraint autant que possible par la phénoménologie hadronique. Le modele
n’est ainsi quasiment pas ajustable, le fait qu’il donne de si bons résultats
constitue l'originalité de ce travail de these.

Dans un premier temps, nous avons choisi de travailler a I’approximation
de champ moyen dans le schéma Hartree—Fock. La propagation du champ
scalaire dans les termes de Fock conduit & des effets de réarrangement qui
permettent de satisfaire le théoreme de Hugenhotz—Van Hove. Nous souli-
gnons également le role du terme tenseur du p dans I’énergie d’asymétrie
ainsi que dans la dépendance en isospin de la masse effective de Landau.
Enfin, nous donnons 'équation d’état des étoiles a neutrons prédite par
ce modele. Dans un deuxiéme temps, nous avons décidé d’inclure des ef-
fets au-dela du champ moyen en incluant 1’énergie de corrélation due aux
boucles de pions. Un ingrédient important est I'introduction d’un parametre
de Landau—Migdal contrélant les interactions a courte portée. L’énergie de
corrélation améliore la description des propriétés de la matiére nucléaire au
niveau du point de saturation.
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Summary

This work aims at constructing a model for symmetric and asymmetric
nuclear matter in a relativistic approach including effects from quantum
chromodynamics, in particular chiral symmetry and confinement. We consi-
der an assembly of nucleons interacting via meson exchange. The attraction
is due to a chiral invariant scalar field associated with the fluctuations of the
chiral condensate. The inclusion of scalar nucleonic effects due to the quark
substructure of the nucleon ensures the saturation to occur. The parameters
corresponding to the scalar sector of the interaction and to the quarks confi-
nement in the nucleon are obtained from lattice calculations. The rest of
the parameters are obtained as much as possible by hadron phenomenology.
With such constrained inputs, the results are nevertheless very good : this
constitutes the originality of this work.

In one part, we chood to work at the mean-field level in the Hartree-Fock
scheme. The propagation of the scalar field in the Hartree-Fock terms induce
some rearrangement effects which play an essential role in the Hugenhotz—
Van hove theorem. We discuss also the role of the tensor part of the p inter-
action in the symmetry energy and the isospin dependance of the Landau
effective mass. Then, in the idea to enlarge this work to neutron stars, we
give the equation of state predicted by our model. The last step corresponds
to the introduction of effects after the mean-field including the correlation
energy due to pion loops. An important ingredient is the Landau-Migdal pa-
rameter controling short range interactions. The correlation energy enhances
the description of the saturation point of nuclear matter.









