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Introduction

Avec la mise en service de grands accélérateurs (GANIL & Caen, GSI & Darm-
stadt ou NSCL & East-Lansing...) la physique des ions lourds a connu un fort
développement ces derniéres années. Ce développement est di au fait que les col-
lisions entre ions lourds constituent un moyen puissant d'accéder aux propriétés de
la maticre nucléaire et des noyaux a des températures finies. Lors d'une collision
un noyau subit une forte compression et est chauffé et, par conséquent, explore une
grande partie du diagramme des phases, température densité. Le choix de I’énergie
du faisceau, allant des basses énergies, de l'ordre de la barriére de coulombienne
{quelques MeV par nucléon), aux énergies relativistes (de 'ordre de centaines de
AMeV par nucléon), permet de sélectionner certaines portions de ce diagramme.
Avec une telle gamne d’énergie, on peut espérer observer des phénomeénes trés
rariés. Le domaine des énergies intermédiaires auquel nous allons nous intéresser
recouvre ici des énergies de faisceau allant de 20 a 100 MeV par nucléon. Clest
un domaine ou la température est suffisante pour que les effets de couche puis-
sent étre négligés et 1'énergie est inférieure a la limite de désintégration du noyau.
L’accés aux propriétés de la matiére nucléaire n’est pas facile car lors de ces ex-
périences, les noyaux ne sont pas statiques et, d’'un point de vue théorique, une
approche dynamique est nécessaire pour séparer les effets liés aux spécificités de
ia matiére nucléaire et les effets liés a la dynamique. Il faut donc pouvoir décrire
de maniere spécifique le processus de collision dans son ensemble. La durée d’une
collision étant tres courte, le systéme n'’a pas toujours le temps de se thermaliser.
Le comportement du noyau dépendra donc fortement de I’énergie de la réaction.
Pour les collisions centrales et & basse énergie (E = 20 — 30 MeV//A), il va os-



ciller en se refroidissant par ’émission de particules. Si on augmente I'énergie
(E > 50 MeV/4), il va fissionner en deux morceaux, et & haute énergie se scinder
en plusieurs morceaux. Le défi pour les théoriciens est donc de développer une
physique statistique hors équilibre pour un systéme quantique composé d’un petit
nombre de constituants et de comprendre la multitude de phénoménes observés.
La physique statistique hors équilibre a pour objet d’expliquer des phénomeénes
macroscopiques a I’aide de descriptions dynamiques impliquant des grandeurs mi-
croscopiques. Pour cela il existe différents niveaux de description, a savoir, le
niveau iicroscopique ol 'on considére le mouvement individuel de chaque con-
stituant, le niveau cinétique ol 1'équation du mouvement porte sur la fonction de
distribution & un corps et le niveau de la dynamique des fluides ou le systéme
est décrit par des équations du mouvement portant sur des variables “macro-
scopiques™. Il est souvent possible de passer d’un niveau & un niveau supérieur,
moyennant parfois quelques approximations, en privilégiant certains degrés de
libertés et en faisant une moyenne sur les autres. Dans la plupart des cas, le
niveau microscopique posséde un nombre de degrés de liberté trop grand pour
pouvoir étre abordé simplement. Le niveau hydrodynamique est le plus simple
et est adapté i ’étude de mouvements collectifs d'énergie suffisamment élevée
pour pouvoir négliger les effets quantiques. Il peut étre insuffisant pour I’étude
d’autres phénoménes. Le niveau cinétique constitue souvent un bon compromis
et a beaun up été utilisé pour 1'étude de la dynamique des collisions entre ions
lourds. Plusieurs équations de transport ont été développées [1]. La plus simple est
I’équation de Vlasov a laquelle a été ajouté un terme de collisions tenant compte du
blocage de Pauli. C'est une équation semi-classique que nous appellerons équation
de Boltzmann. Cette équation, écrite pour des gaz dilués [2], peut-elle étre utilisée
dans le cadre nucléaire ? Elle peut-étre obtenue & partir de la hiérarchie BBGKY
des matrices densités réduites, mais certaines approximations sont difficiles a jus-
tifer (voir chapitre 2). Pourtant il se trouve que ’'équation de Boltzmann donne
des résultats étonnamment bons. Différents noms lui ont été donnés, suivant les
raffinements apportés dans les méthodes numériques utilisées pouv- la résolution,
Boltzmann-Uhling-Uhlenbeck (BUU) [1], Vlasov-Uhling- Uhlenbeck (VUU) [3] ou
Landau-Vlasov (LV) [4]. Des équivalents quantiques ont aussi été utilisées, comme
les modéles de type Hartree-Fock étendu dépendant du temps (ETDHF) [5].
L’équation de Boltzmann a beaucoup été utilisée pour simuler la dynamique des
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collisions nucléaires car les effets des collisions 4 deux corps peuvent étre aisément
pris en compte. Cette équation ne fait aucune hypothése d'équilibre et elle ne
dépend pas d’une température. Ces modeles ont, avec succeés, permis de cal-
culer ’évolution de nombreuses observables & un-corps [6], comme le transfert
de moment, les spectres inclusifs de particules... Ils pourraient aussi permettre
d’obtenir des informations dont certaines propriétés de 1'équation d’état, comme
le coefficient de compressibilité ou sur des grandeurs dynamiques comme la vis-
cosité. En effet, choisir un potentiel & un corps qui permet de bien reproduire
les données expérimentales donne accés & des propriétés de la matiére nucléaire.
Mais ces approches ne permettent de calculer que 1’évolution moyenne de ces ob-
servables et ne tiennent absolument pas compte des fluctuations. Quel que soit le
phénomeéne physique étudié, & proximité d'un seuil par exemple, une description
moyenne peut donner des résultats erronés. Il existe des situations dans lesquelles
les fluctuations jouent un réle essentiel au niveau macroscopique. Imaginons un
systéme composé d'un ensemble de particules dans un puits de potentiel avec une
barriére. Supposons que la valeur moyenne des énergies soit & peine inférieure a
la hauteur de la barriére et que l'on veuille compter le nombre de particules qui
peuvent s’échapper. Se restreindre & la valeur moyenne nous donnera que toutes
les particules sont piégées, la prise en compte des fluctuations est nécessaire pour
avoir une description correcte du probléme. Ainsi, certains phénomeénes observés
en physique nucléaire, comme les corrélations dans ’émission de particules légéres,
ne peuvent pas étre décrits correctement par une distribution moyenne. C’est aus-
si le cas pour la multifragmentation, car il faut briser la symétrie de 1'équation
de Boltzmann. En effet, si on considére une collision centrale, la densité initiale
posséde une symétrie cylindrique qui n'existe plus dans les fragments détectés.
Dans les systémes non-linéaires, la taille des fluctuations peut aussi étre d'une
importance cruciale, avec existence possible de seuils en dessous desquels il n'y a
pas d’effets. C’est le cas, par exemple de la nucléation dans un liquide sursaturé
[7]. Si, d’une maniére générale, les fluctuations n’apportent que des corrections
négligeables aux évolutions moyennes, il est des situations ot elles “entrainent” les
moyennes. Ce sont ces situations qui vont nous intéresser. Leur prise en compte
dans un systéme dynamique est loin d’étre aisée.

Une alternative possible aux équations cinétiques moyennes consiste a revenir

a une description microscopique ou aucune moyenne n’est encore faite et de tra-
P
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vailler directement avec 1'équation de Liouville pour le systéme & N-corps total.
C’est dans cet esprit que des calculs de dynamique moléculaire quantique ont été
entrepris [8]. La difficulté majeure de cette approche est que le principe d’exclusion
de Pauli est simulé de maniére approximative par un potentiel répulsif entre les
nucléons ajouté de fagcon phénomeénologique. Il s’agit d’un travail ambitieux que de
vouloir résoudre directement le probléme a N-corps. Il peut paraitre plus simple de
profiter des bons résultats des approches a un-corps et de tenter de les améliorer.
Pour compenser les lacunes de 1'équation de Boltzmann tout en restant au niveau
cinétique, une nouvelle équation de transport stochastique a été proposée [9], en
analogie avec la description du mouvement brownien. Il s'agit de 1'équation de

Boltzmann-Langevin,

(% +Ro v f‘).v,,) fle,p,t) = K(f) + 6K (r,p,t).  (L.1)

Cette ¢équation est une équation de Boltzmann avec un terme supplémentaire,
LYY f ). Ce terme contient toutes les corrélations non prises en compte dans
le terme de collisions, qui lui, ne considére gque l'effet moyen des collisions a
deuxr-corps. Le terme supplémentaire, tenant compte des fluctuations internes au
systéme, est considéré comme un terme stochastique, agissant comme une force
de Langevin due a un bruit exterue sur la fuaction de distribution & un-corps,
f(r,p,t). En fait, on n’a plus une seule fonction de distribution, mais un en-
semble dont les éléments sont notés f . La fonction de corrélation de ce terme
stochastique a une structure similaire au terme de collisions, conformément au
théoréme dissipation-fluctuation. C'est la premiére équation incluant des fluctu-
ations de grande amplitude qui a été utilisée en physique nucléaire, généralisant
une approche heuristique dans le cas de petites fluctuations proposée en 1969 [10].
Une autre approche a été développée plus récemment, il s’agit d’une extension
stochastique de la théorie TDHF [11]. Cette derniére théorie a l'intérét d’étre
quantique. L’approche est différente car ce sont toutes les interactions, a4 deuz-
corps et d’ordres supérieurs, qui sont prises en compte dans la partie aléatoire. 11
a ¢été montré que ces deux théories stochastiques sont similaires dans une certaine
limite [31]. Aucune application n’en a encore été faite.

Des simulations directes de 1'équation de Boltzmann-Langevin dans des cas
concrets ont été effectuées [13,14]. En particulier, elle a été utilisée pour étudier
la production de Kaons sous le seuil [15,16]. Ces simulations sont loin d’'étre
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simples, nécessitent un temps de calcul énorme et ne donnent gu'une solution
approchée de I'équation, comme pour I'équation de Boltzmann d’ailleurs. Dans le
cas de phénomeénes collectifs, d’autres méthodes plus simples peuvent étre utilisées.
L’équation de Boltzmann-Langevin peut étre projetée sur des variables collectives
caractérisant un mouvement particulier [17], ce qui permet de passer au niveau
de la dynamique des fluides. On obtient ainsi une équation de Langevin classique
qui est beaucoup plus simple & utiliser. Le but de cette thése est d’appliquer
cette derniére équation & plusieurs phénomeénes concréts liés aux collisions entre
ions lourds a différentes énergies. Dans un premier temps, chapitre 3 et 4, nous
avons étudié des mouvements de faible amplitude, a savoir les résonances géantes.
C’est pour nous ['occasion, au chapitre 3, de tester la validité de 'approximation
markovienne faite lors du calcul de I'équation de Boltzmann ou I’équation de Boltz-
mann-Langevin dans le cas particulier des résonances géantes [18]. Une étude plus
large des résonances suit. chapitre 4, ou nous étudions en particulier le couplage
entre deux modes [19]. Cette premicre partie reste trés formelle. Dans un deu-
xiéme temps, nous nous sommes intéressé i des énergies nettement plus élevées
impliquant des mouvements collectifs de large amplituce. L'équation de Langevin
a déja été utilisée en physique nucléaire pour ’étude de la fission induite [20].
Des calculs similaires, avec une équation de Fokker-Planck ont aussi été faits [21].
Ces études sont phénomeénologiques au sens ou certains parameétres de 1’équation
ont été ajustés pour reproduire des résultats expérimentaux. Dans le chapitre 5,
nous avons repris ces calculs avec 'équation de Langevin obtenue a 'aide d’un
modele microscopique et sans paramétre libre [22], le but étant de donner une
justification microscopique des approches précédentes et de tester la validiter de
notre théorie sur un phénomeénc largement étudié. Enfin, une des principales
raisons pour lesquelles I'équation de Boltzmann-Langevin a été développée est
I’étude de la multifragmentation. Le chapitre 6 est consacré a 'étude et au calcul
du temps d’évolution des instabilités spinodales et surfaciques [23].

Avant d’exposer les résultats obtenus, je vais rappeler briévement, dans le
chapitre 2, quelques généralités sur les équations stochastiques, puis sur I’obtention
de I'équation de Boltzmann-Langevin, ainsi que sa réduction en une équation de
Langevin. Le but de ce chapitre est d’établir un lien entre la description micro-

scopique et la description de dynamique des fluides que nous utiliserons.
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Chapitre 2



Le cadre théorique

L'équation de Boltzmann-Langevin est 1’équation de départ du travail qui est ex-
posé dans les chapitres suivants. Certaines propriétés de cette équation y seront
discutées, et certaines approximations remises en cause, je vais donc, par souci
de clarté, rappeller briévement son obtention & partir d’'une description micro-
scopique, puis la réduction de dynamique des fluides qui en a été faite. Cette
équation est reliée & I'équation de Boltzmann de la méme fagon que 1'équation
de Langevin pour le mouvement brownien est reliée 4 1'équation du mouvement
pour la vitesse moyenne de cette particule; je vais donc, dans un premier temps,

rappeler quelques généralités sur les équations stochastiques.

2.1 Les équations stochastiques

La premiére utilisation d’une équation de Langevin fut ’étude du mouvement
Brownien, & savoir le mmouvement d'un grain de pollen dans I’eau [24]. En observant
de trés prés la trajectoire de ce grain on s’apergoit que le grain avance de facon
désordonnée et que donc son mouvement peut étre considéré comme aléatoire. Un
tel comportement est di aux interactions entre le grain et les molécules d’eau. Il
est trés difficile, voire impossible, de tenir compte de toutes ces interactions et cela
n'est pas forcément d'un grand intérét physique. Il est beaucoup plus intéressant
de considérer ces interactions sous forme de forces effectives. Imaginons en plus

que ce grain soit chargé et plongé dans un champ électrique, alors son équation



a4
>

du mouvement peut s'écrire pour la variable de position, ¢,

. ov .
M§= ~ = BMq+ /MBTw(t) (2.1)

ou l'accélération multipliée par la masse, M, est égale 4 la force due au potentiel,
plus la force de friction et la force stochastique w(t), ces deux derniéres forces
étant dues a l'interaction pollen-eau. Une telle équation peut aussi étre obtenue a
partir d’un systeme hamiltonien ou l'on sépare les variables liées au grain de pollen
des autres variables qui forment le bain thermique [25]. On obtient que les deux
derniéres forces, qui sont dues au couplage entre le grain de pollen et I’eau, ne sont
pas indépendantes et sont reliées via le théoréme dissipation-fluctuation [26]. Un
des problémes qui se posent est de choisir la force stochastique. Généralement,
pour des raisons de simplicité, cette force est choisie gaussienne, c'est a dire qu’elle

est enticrement caractérisée par ses deux premiers moments,

w(t) =0 et  w(@)wlt)=26(t—1t'). (2.2)

Si on garde a 'esprit que cette force aléatoire et le terme de frict.on simulent les
collisions entre le grain de pollen et les molécules d’cau dont les impulsions sont
réparties suivant une distribution de B..'tzmann, I'hypothése gaussienne est tout
a fait justifiée. En fait, si 'interaction entre la particule brownienne et le bain
thermique est linéaire, il est tout a fait légitime d’utiliser une équation de Lan-
gevin avec une force stochastique gaussienne [28). Les applications de ce genre
d’équation sont multiples et quand il s’agit de signaux, la force aléatoire est aussi
appelée un bruit, comme dans un circuit électrique, par exemple. Dans ce cas, il
est habituel de caractériser le bruit par son spectre de Fourier et on parle de bru:t
blanc si le spectre cst plat.

Généralement, pour étudier une observable donnée, on calcule un grand nombre
de trajectoires et on fait la moyenne sur toutes les trajectoires de la grandeur
étudiée. Une autre maniére d'aborder le probléme est d’avoir une approche plus
globale en considérant une équation de conservation dans l'espace des phases défini
par la variable ¢ et son moment conjugué p = ¢/M. Une telle équation, dite
équation de Fokker-Planck, détermine 'évolution de la distribution de probabilité,

P(r,p,t), en fonction du coefficient de fiiction, 3, et du coefficient de diffusion,

D = M3T,
9 pd 9vay\, & 9 .
(at M TETIEY a,,) P=% (ﬂp+ D ap) P. (2.3)
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Les équations de Langevin (2.1) avec un bruit gaussien et de Fokker-Planck
(2.3) sont strictement équivalentes et selon le probléme étudié on préférera 'une
par rapport a 'autre [27]. L’équation de Langevin a le mérite d’étre beaucoup plus
intuitive que I'équation de Fokker-Planck et plus simple & résoudre numériquement.
La premiére est une simple équation différentielle avec un terme stochastique que
'on sait bien résoudre (voir appendice B), la précision dépendant essentiellement
de la statistique utilisée, alors que la deuxiéme est une équation aux dérivées
partielles dont on ne connait, dans la plupart des cas, que des solutions approchées.
L’équation de Langevin est plus adaptée a une résolution numérique exacte alors
que D'équation de Fokker-Planck se préte mieux aux études analytiques. Enfin,
il est beaucoup plus aisé d’étendre 'équation de Langevin & des problémes plusg
compliqués, extension & plusieurs dimensions, effets de mdémoire. . .

Le cas avec cffets de mémoire est particulierement intéressant, car, lorsque l'on
tente d’obtenir cette équation a partir d'un mmodéle microscopique, ils apparaissent
systématiquement au niveau de l'interaction entre la particule brownienne et le
bain thermique, ce qui se traduit, au niveau de I’équation de Langevin, par une

forme un peu plus complexe,

- 81' t N st ]
Mi= 5~ [ B = it + we), (2.4)

ou la fonction de corrélation de la force stochastique, W(t), est directement liée

au noyau de friction, 3(¢ — t'),
W(EHOW() = TH(E - t). (2.5)

En chimie cette équation est habituellement appelée équation de Langevin générali-
sée [29]. Souvent, I'approximation markovienne est faite, c’est a dire que les effets
de mémoire sont négligés en supposant que g(t — ') = 36(t — t’), ce qui redonne
I’équation de Langevin habituelle (2.1). La justification de I'équation de Langevin
est basde sur la grande différence entre les échelles de temps impliquant la particule
brownienne qui a un mouvement lent et les particules du bain thermique qui ont
uun mouvement rapide. Dans le cas du grain de pollen, cette différence est due
a la grande différence entre les masses. Les effets de mémoire sont un moyen de
corriger le fait que la différence entre les deux échelles de temps n'est pas si grande

dans certains cas.
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2.2 Obtention de I’équation de Boltzmann-Lan-
gevin

L’obtention de I’équation de Boltzmann [30] et I’équation de Boltzmann-Langevin
(9] peut se faire en partant de la hiérarchie de BBGKY ou & l'aide du forma-
lisme des fonctions de Green [31]. Nous utiliserons la premiére approche qui est
plus intuitive, bien que moins puissante. Une autre approche, a partir du forma-
lisme TDHF stochastique (STDHF') a aussi été développée plus récemment [11],
elle donne une équation comparable, mais a priori pas identique, dans le sens ol
seuls les deux premiers moments de la force stochastique concordent. Le but de
ce chapitre n’étant pas de refaire un cours de mécunique statistique nous nous
contenterons d’établir un lien entre une description microscopique et ’équation

cinétique utilisée en soulignant les approximations utilisées.

2.2.1 Equation de transport stochastique pour la densité
a un-corps
Les densités & un— et deuxr—corps peuvent étre définies a I'aide du formalisme de
la deuxiéme quantification,
A(1,1',t) =< dla¥(1,t)a(1’,t}i¢ > (2.6)
6(12,1'2',¢) =< dla*(1,t)a*(2,t)a(1’, t)a(2, t)|p >, (2.7
ou les notations sont habituelles, |¢ > est la fonction d'onde & N-corps définie par
la condition initiale |¢(fy) > et solution de 'équation de Schrédinger,

)
ZhZ)_ZId’ >= H|¢ >, (2.8)

avec comme hamiltonien, le hamiltonien & N-corps, H = YN, K; + Y i<; Vij, con-
tenant N termes cinétiques, ', et une interaction & deuz-corps, V;;. Dans les
équations (2.6) et (2.7), a* et a sont, respectivement, les opérateurs créaticn et
anihiliation de particules et trous. Dans la suite, p et & représentent les obser-
vables fluctuantes, alors que p et o, les moyennes d’ensemble. Nous préciserons
plus tard de quel type de moyenne il s'agit. Les équations du mouvement de ces
deux quantités, c'est a dire les deux premiéres équations de la hiérarchie, sont

ihg—tﬁ(l, 1,t) = Try < 12|[Hy2,6(1)])12 > (2.9)
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a‘h%&(l?, 1'2',t) =< 12|[H,;, 6]]1'2' > + termes & trois corps, (2.10)

ou Hy; = K, + K3 + V), est le hamiltonien réduit a 2-corps. Dans I’équation (2.9),
Tr, représente une trace partielle sur tous les états accessibles a la particule 2,
Les deux équations (2.9) et (2.10) constituent le point de départ pour obtenir une
équation cinétique de la fonction de distribution a un-corps. Pour cela, on a besoin
d’une expression de o en terme de densité & un-corps. Le cas le plus simple est

celui olt toutes les corrélations entre particules sont négligées et ou on ne considére

que les évolutions des grandeurs moyennes,
0(12,1'2',t) = p(1,1',t)p(2,2',t) — p(1,2',t)p(2,1',1). (2.11)
Cela conduit aux équations TDHF,
ihp = [h(p),ply (2.12)

dans le cas quantique, et de Viasov,

0 ,
(E + %V, — V,L/(f)vp) f(l', p.t) =0, (213)

dans la limite classique. Ces deux équations ne décrivent que les effets du champ
moyen, k{p), U(f).
Pour obtenir I’équation de Boltzmann, il faut tenir compte des collisions et

pour cela, deux hypothéses sont faites [30]:

1. le systeme est cilué et les interactions & deux corps sont de courte portée;

2. avant chaque collision entre deux particules, il ¥ a un instant ou elles sont
non-correlées, c’est ’hypothése du chaos moléculaire (Stofizahlansatz).

Avec la premieére hypothése, on peut considérer que les collisions & trois corps
sont suffisamment rares pour négliger les termes a trois corps dans I'équation
(2.10). Les deux premiers termes de la hiérarchie sont donc suffisants. Dans le cas
nucléaire cette approximation n'est pas justifiée car la portée de l'interaction nu-
cléaire est du méme ordre de grandeur que la distance internucléon. Une prise en
compte de cette interaction et du terme a trois-corps conduit, aprés quelques ap-
proximations, au blocage de Pauli dans l'intégrale de collisions et modifie le terme

de champ moyen [30]. Nous ne ferons pas ce traitement et nous nous limiterons au
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terme & deuz-corps, méme si le terme de champ moyen et le blocage apparaissent
dans I'équation finale, nous allons porter notre attention sur ’obtention du terme
stochastique additionnel qui est nouveau.

Pour obtenir une équation cinétique & un corps, il n'est pas besoin de résoudre
I'équation (2.10), il suffit de connaitre I’évolution, durant un intervalle At =t —#g
contenant une collision, de la densité & deuz-corps, &. Il est pratiquement impos-
sible de déterminer 1'état initial, avant la collision. Déterminer 6(#p) reviendrait
a résoudre le probléme & N-corps exactement, il faut donc trouver une autre
procédure. Pour obtenir 'équation de Boltzmann, c’est ’hypothése du chaos
moléculaire qui est utilisée. Il est difficile de concevoir que cette hypothése est
valable pour toutes les particules au méme moment, certaines sont non-corrélées
pendant que d’autres collisionnent. On fait donc une moyenne sur un temps, At,
de facon a que cette hypothése ait un sens. Ainsi, At doit étre plus long que le
temps d'une collision, 74, et plus court que le temps entre deux collisions, 7y,

T > At > 14, (2.14)

et on perd tout détail impliquant des temps inférieurs a 7,.

Faire cette moyenne signifie perdre les fluctuations et on obtient une équation
cinétique pour la densité moyenne. Pour garder les fluctuations il faut donc aban-
donner 'hypothése de chaos moléculaire et garder les corrélations initiales dans
I’équation du mouvement. Nous allons donc exprimer 'équation (2.10) sous forme
intégrale afin de tenir compte de ces conditions initiales. Décomposons d’abord la

densité en deux parties,
(12,1'21) = 06(12,1'2',t) + 60(12,1'2", t), (2.15)

olt g est la densité moyeune non-corrélée définie par I’équation (2.11) et ol §o
contient le reste, c’est la partie qui prend en compte les corrélations initiales. Dans
I’équation (2.15), il nous faut préciser quel type de moyenne nous prenons pour
la densité & un-corps. Elle peut étre obtenue de deux fagons différentes, qui, si
les fluctuations sont importantes et si les équations sont non-linéaires, ne donnent
pas forcément les ménes résultats. La premiére est une moyenne sur tous les
états initiaux, |@(tg) >, possibles et est appelée moyenne globale. La deuxiéme est
une moyenne itérative, c’est a dire qu’a chacque pas de temps on définit un sous-
ensemble d’étais assez proches sur lesquels on fait ia moyenne. C’est cette derniere
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méthode que nous utiliserons par la suite, nous I'appelerons moyenne locale et nous
la noterons par un surlignage. Le pas de temps doit étre choisi de fagon 4 ce que les
fluctuations qui peuvent étre trés importantes par rapport a la premiére moyenne,
restent toujours petites par rapport & la deuxieme. La principale difficulté consiste
donc dans le choix de ce pas de temps qui doit étre plus long que la durée d’une
collision et plus court que le temps d’évolution caractéristique du systéme. Une
telle contrainte existe déja pour 'équation de Boltzmann, cf équation 2.14. Pour
de petites fluctuations, ces deux moyennes sont équivalentes.
L’équation (2.10) devient, dans la limite des faibles couplages:

m%aam = [Ho, 60()] + [Hor 00(2)], (2.16)

ou Hy est le hamiltonien & deua-corps avec champ moyen et H, celui contenant
les interactions résiduelles. L'équation (2.16) peut étre facilement intégrée, pour

donner:
Y ¢
a(t) = ao(t) — -;;/ di'G(t —t')[H,(t'),00(t")]G*(t ~ ')+ G(t - t0)da(t0 )G (t ~ to),
t
’ (2.17)
oul les propagateurs champ moyen s’écrivent,
Pt
G(7) =exp(-—/ dsHo(s)). (2.18)
h t—r

Dans I'équation {2.17), la partie de droite est séparée en trois termes, le premier est
la partie non-corrélée et produit le champ moyen, le second décrit le changement
de la densité moyenne & deur-corps pendant une collision et donne I'intégrale de
collision, et le troisieme décrit la propagation de la partie corrélée de la densité et

introduit un nouveau terme par rapport a 'approche de Boltzmann.
Si on remplace la densité a deua-corps dans I'équation (2.9) par I'expression

obtenue, équation (2.17), on trouve
L 0, . -
thz2(t) = [1(p). p] = K(p) + 6K (p), (2.19)

ou h(p) = k 4 U(p) est le hamiltonien & un-corps avec champ moyen, I(p) est le

terme de collision,

K(1.1.p) = -% /t: dt' Try < 12|[H (1), G(t = t)H ('), 00(t)|GF(t — t')][1'2 >,
(2.20)



et 6X(t) est le terme de collisions fluctuant,
0N (1,1',t) = Trp < 12|[H, (1), G(t — ty)b0(ta)G¥(t — t)]|1'2 > . (2.21)

Dans I'équation (2.19) le terme de champ moyen et le terme de collisions & deuz-
corps dépendent de p et non de § car ils proviennent directement des deux premiers
termes de droite de I’éguation (2.17) qui ne dépendent que de op. Etant donné
que nous avons choisi une moyenne itérative, les déviations par rapport a la valeur
moyenne restent faibles, ce qui va nous permettre de remplacer p par p dans ces
deux ternes, aprés leur évaluation.

Si on suppose que les particules collisionnant sont initialement non-corrélées
(Stoflzahlansatz), i.e. o(ty) = o¢(to), 6/X(¢) s’annule et on retrouve une équation
de transport habituelle qui conduit & I'équation dc Boltzmann dans la limite semi-
classique. Sans cette hypothése du chaos moléculaire, X' ne s’annule plus, c’est
une fonction variant rapidement avec un temps caractéristique de 'ordre de 74, qui
est le temps d’une collision. Ce terme contient toutes les corrélations initiales mais
est difficilement utilisable tel quel, il nous faut faire des approximations. L’idée est
donc de le considérer comine un terme fluctuant (par analcgie avec 1’équation de
Langevin pour le mouvement brownien), agissant comme une force aléatoire sur la
fonction de distribution, f. Cela signifie abandonner I'idée de garder une descrip-
tion détaillée des fluctuations et limiter sa caractérisation en terme de moments
de la partie stochastique. Pour un systéme infini, la force de Langevin est gaussi-
enne et ses moments d’ordre supérieurs & deux sont donc entiérement déterminés
a 'aide des deux premiers moments. Dans le cadre de la physique nucléaire, ou
Pon travaille sur de petits systcines, supposer que la force stochastique est gaussi-
enne constitue une approximation supplémentaire. Cela revient & travailler dans
Pensemble canonique au lieu de I'ensemble micro-canonique et donc supposer que
c'est la température qui est constante, ce qui pose des problémes au niveau de la
conservation de "énergie. La moyenne de la force stochastique étant nulle, il nous
faut donc calculer la fonction de corrélation, C, définie comme suit,

SR(1, 1,06 R(2,2.8) = C(1,142,2)5(t — t'), (2.22)

ou le temps 74 est consicéré comme nul, conformément a 'approximation marko-
vienne faite dans 'obtention de I'équation de Bnltzinasiz. Cette approximation fait
I'objet du paragraphe suivant. La fonction de corrélation peut étre explicitement
calculée (voir §2.2.3), déterminant ainsi entiérement la force stochastique.
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2.2.2 L’approximation markovienne

Pour obtenir ’équation de Boltzmann-Langevin plusieurs approximations concer-
nant les temps caractéristiques d'évolution sont faites [{31].

1. La condition (2.14) qui dit que le champ moyen évolue lentement par rapport

1

a At, qui est le temps sur lequel nous avons évalué une collision, ne suffit
pas pour réécrire le propagateur (2.18) de fagon habituelle,

G(t) = exp(—%rHo). (2.23)

Il faut en plus supposer que le temps caractéristique d’évolution du champ
moyen est grand devant la durée entre deux collisions successives.

Nous supposons aussi que l'intégrale de collisions » un temps de mémoire
court et que, par conséquent, cela ne change rien de commencer 'intégrale
au temps ¢, ou & —oco. Dans le cas de I’équation de Boltzmann ol I’hypothése
du chaos moléculaire est faite, cette approximation est justifide.

La derniére approximation consiste a négliger I’hystérésis des densités dans
I'intégrale de collisions et signifie que ces densités se réarrangent immédiate-

ment apres une collision. Elle conduit & dire que
¢ L,
/ dt’e~ - Nate—er—anllh o~ nfle, 4 ey — €y — €g1), (2.24)
-0

ol ¢; cst 'énergie d’une particule collisionnant. Cela revient donc a prétendre
que le temps caractéristique d’évolution de la densité, et donc du champ
moyen, est grand devant le temps entre deux collisions, comme pour la pre-

micre approximation.

Cette derniére approximation est difficile a justifier et n’est pas toujours valide.
Son étude dans le cadre de 1'équation de Boltzmann appliquée a un cas particulier
fait I'objet du chapitre suivant. La prise en compte de ces effets de mémoire

dans une quelconque application numérique de I’équation de Boltzmann-Langevin
| (| |

constituerait un progres indéniable. Nous nous contenterons pour l'instant d’une

équation narkovienne.
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2.2.3 Equation de transport semi-classique

L'équation de Boltzmann-Langevin est obtenue en faisant une transformation de
Wigner de 'équation (2.19). On obtient ainsi une équation cinétique pour la

variable f,

f(r,p,t) /d3sexp(—ip.s) <r+ ;S-Iﬁlr - E > (2.25)

= / d"’qexp( -qr) <p+ *!plp -3 5 > (2.26)

oir=(r+r)/2, r=r ~ry p=(pP1+P2)/2 et q =q — qz. Cette fonction
est une approximation de la fouction de distribution classique dans I'espace des
phases a un-corps que 'on peut obtenir a partir des fonctions d’onde. Nous ne
ferons pas la transformée de Wigner de I'équation de Vlasov, elle est faite dans la
référence [1], otl, pour le terme de champ moyen, un développement au premier

ordre a été cffectué.
Le calcul de 1a transformée de Wigner du terme de collision conduit & 1’expression

de I"Jhling-Uhlenl)eck (32],
K(h) = Gap e [ Endpdp W23 fifefafs - fifefefl, (227)

ou f; = f(r,pi,t), f =1— f et ot le taux de transition est donné en fonction de

la section cfficace nucléon-nucléon,
. 4 do
W(12;34) = 0 8(p1+ P2 — Pa — P4)b(€1 + €2 — €3 — €4). (2.28)

Pour obtenir cctte expression, I'approximation markovienne discutée dans le para-
graphe précédent a été faite et il est supposé que f varie peu sur la portée de
I'interaction & deuz-corps [33].

L’évaluation de la fonction de corrélation de 'intégrale stochastique peut se
faire aisément pour un systéme spatialement homogene. En effet, en supposant
que la force aléatoire est locale, sculs les termes diagonaux vont contribuer et la

fonction de corrélation s’éerit dans l'espace des phases,
C(1,1;2,2) = C(p1,P2)é(r1 — r2). (2.29)

Pour calculer C(p,, pz), deux approximations sont faites, la premiére consiste a
négliger les fluctuations quantiques devant les fluctuations statistiques et la deu-
xiéme consiste a faire un développement dans la limite des faibles couplages. On
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obtient finalement [9],

51\'(1‘1, P, 1 )51\'(1'2, P2, t-),) = C(p|, p2)6(r1 - r2)6(t, - tz), (2.30)
avec,

C(p1,p2) = /dspadsp-lw(lza 34)(fr fofafs + fifafafa)
-2 / Ppad®pW(13,24)(fifofofs + fifafofe) (2.31)
+8(p1 = P2) [ Epedpad’pW (2, 34 fi fufofa + fiffofa),

ot le taux de transition, W(12, 34}, est le méme que zelui entrant dans I'intégrale
de collision, équation (2.28). Aucun parameétre nouveau n'est contenu dans la
fonction de corrélation par rapport & l'intégrale de collision et elle dépend des
fonctions de distribution moyennes. Nous avons donc une équation fermée, ceci
est une conséquence du théoréme dissipation-fluctuation.

En utilisant les propriétés de symétrie du taux de transition, W (12,34) =
W(34.12) = W(21, 34), on peut vérifier aisément que,

/ds}JIC(Pl, p2) = /d3ng(p1, p2) =0, (2.32)
/ &EppiC(p1,p2) = _/ d®pap2C(p1,p2) = 0, (2.33)
/d3ple,C(p,,p2) = /dspzezc(l)l, p2)=0, (2.34)

avec € = p?/2m. Cela signifie que le nombre de particules, l'impulsion et I'énergie,

sont conservés localement et ne fluctuent pas.

2.2.4 Conclusion

Avec 'équation de Boltzmann-Langevin nous avons une équation cinétique qui
tient compte des fluctuations et qui peut étre appliquée a des problémes de physique
nucléaire ou une description moyenne n’est pas suffisante. Cependant, les simu-
lations directes des équations cinétiques moyennes sont déja trés compliquées et
avec un terme stochastique additionnel, le probléme est encore plus difficile. Selon
les phénoménes physiques étudiés il peut étre préférable de réduire encore cette

équation au niveau de la dynamique des fluides.
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2.3 Projection sur une variable collective

2.3.1 Introduction

Pour étudier des phénomeémes collectifs avec I’équation de Boltzmann-Langevin
il est préférable de faire d’abord une réduction sur les variables collectives pour
obtenir une équation de type Langevin qui est beaucoup plus simple a résoudre.
De nombreuses études avec une telle équation ou une équation de type Fokker-
Planck ont déja été faites, C’est le cas par exemple de la fission induite [20,21]. Les
équations utilisces étaient toujours phénomeénologiques, la dérivation qui va suivre
a le mérite de donner une équation sans parametres libres. Nous nous limiterons,
dans ce sous-chapitre, au cas & une seule dimension pour des raisons de simplicité
et de clarté de 'exposé, la généralisation au cas & N dimensions étant trés facile

(voir §4.1).

2.3.2 Réduction de dynamique des fluides

Dans une description de dynamique des fluides les grandeurs physiques utilisées

sont la densité locale,
&B3p -
otet) = [ g5 e p.t) (2.35)

et la densité de courant,
Ep .
mp I.I(l',t) = /gmp f(l‘, p,t), (2.36)

ot u(r,t) est le champ de vitesse et ¢ le facteur de dégénérescence spin-isospin, ¢ =
4. Dans les équations (2.35, 2.36), p désigne toujours une variable stochastique,
meéme si nous avons volontairement oublié 'accent circonflexe pour des raisons de
simplicité. De l'équation de Boltzmann-Langevin on peut obtenir des équations
de type dynamique des fluides en intégrant sur 'espace des impulsions les deux
premiers moments en p de la distribution & un-corps. Il s’agit de I'équation de

continuité

gt-p + V(pu) =0, (2.37)
et de 1'équation d'Euler,
mp (Z%u + (u\_’)u) + VIIL + pVU(p) = 0. (2.38)
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Dans I'équation (2.38), le potentiel est dii & la partie potentielle de la densité
d’énergie, U(p) = 6E(p)/6p, et le tenseur des moments s’écrit:

d’p 1 .
ytr.t) = [ 97 —(pi = mudps = mu;)fir,p1) (2:39)

Les termes de collision habituel et stochastique ne contribuent pas explicitement
car ils conservent le nombre de particules et le moment local (cf §2.2.3). Ils inter-
viennent implicitement au travers de f qui est solution de équation de Boltzmann-
Langevin. Nous allons considérer le cas d'un mouvement collectif caractérisé par
une variable collective, ¢(t). Cette variable aura un sens beaucoup plus concret
dans les chapitres qui suivent, comme le moment quadrupolaire, par exemple. Nous
allons envisager le cas d'un mouvement étudié dans 'approximation diabatique et

supposer que le champ de vitesse est irrotationnel,
u(r,t) = ¢(¢t)Ve(r). (2.40)

La dérivation de la référence [17] est faite pour un fluide incompressible, mais dans
cette premieére partie du calcul nous allons nous placer dans un cas plus général et
ignorer cette hypothése. Nous allons, aussi, faire 'approximation quasi-statique
pour la densité, p(r,t) >~ po(r,¢(t)), ce qui restreindra & des mouvements lents le
domaine d’application de I’équation de Langevin que I'on cherche & obtenir. Ces
conditions permettent de réécrire I’équation de continuité de la fagon suivante:

1]
a—qpo(r,q) + V¢.Vpo(r,q) + po(r,q)A¢ = 0. (2.41)

Si on multiplie I’équation (2.38) par V¢ et que I'on intégre sur tout I'espace réel, on
obtient, aprés quelques intégrations par partie et en tenant compte de I'équation

(2.41), une équation du mouvement pour la variable collective g,

19M ov
M+ =—=¢*+ — = F. 2.42
1q+28qq+aq (2.42)

Explicitons les différents termes intervenant dans cette équation,

1. Al est la masse collective,

M(g) = m / Prpo(r, )V 6.V é; (2.43)
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V(g) est I'énergie potentielle collective qui peut étre calculée & partir d'une

force de type Skyrme ou assimilée au potentiel de type goutte liquide,
Vig)= [ rE(polr,0); (2.44)
3. F est la force de rappel dynamique due a la distorsion de la sphére des im-

pulsions. Cette distorsion est due au couplage cohérent entre le mouvement
collectif et les degrés de liberté intrinséques. La force est donnée par,

Erd®p A »
F= [ GrpFepftep.t), (2.45)
ou s
F(r,p) = ¥ [8.0;4)Qii(p), (2.46)
Lj=1

avec le moment quadrupolaire en espace des impulsions,
mQi;(p) = (pi — mu;)(p; — mu;). (2.47)

Dans la limite diabatique, la dissipation et les fluctuations sont contenues

dans cette force dynamique.

La force dynamique, F(t), équation (2.45), dépend explicitement de la fonction
de distribution & un-corps, f, solution de I’équation de Boltzmann-Langevin, ce
qui fait que nous n'avons pas encore obtenu un systéme d’équations fermées. On
pourrait considérer des situations loin de I’équilibre & condition de pouvoir calculer

f. Le probléme maintenant est donc d'évaluer la force F(t), pour cela nous allons

restreindre & des situations proches de I'équilibre.

2.3.3 Calcul de la force dynamique

La difficulté, maintenant, consiste & estimer la force F. Pour cela, nous allons
linéariser I'équation de Boltzmann-Langevin en considérant une petite déviation
autour de I’équilibre local, x(r,p,?), caractérisé par une distribution de Fermi a

tempdérature T, n(r,p,t),
f(r,p,t) = n(r,p,t) + nix(r, p, 1), (2.48)
ou 72 = 1—n. Dans I'équation (2.48), la distribution de Fermi dépend explicitement

du temps via le champ de vitesse et I'énergie de Fermi. Nous proposons une telle
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forme sachant que nit = —T5. Pour linéariser 'équation de Boltzmann-Langevin,
nous allons utiliser une procédure du type développement Chapman-Enskog (voir,

par exemple, [35]),
0 on -
Linav) — 2% = Loy - 9
at(nn,\) 5 F(r,p)§ = L.\ + 6Ky, (2.49)

ol nous avons négligé les gradients du potentiel chimique et de la température.
Dans ce cas précis, le terme %(nﬁ,\') ne peut plus étre négligé, comme c’est le
cas habituellement dans Chapman-Enskog avec une équation de Boltzmann, car il
s’agit maintenant de la dérivée temporelle d’une grandeur fluctuante. Pour obtenir
I'équation (2.49), nous avons utilisé les équations de conservation de la masse,
(2.37), de Iimpulsion, (2.38), et de ’énergic. Nous avons supposé aussi que le
fluide est incompressible, A¢ = 0, hypothése supplémentaire qui sera abandonnée
au chapitre 6. Dans cette équation le terme de collision linéarisé s’écrit:

1 . ]
L= T——_/(131)-2(13p3(1'3p_,Y'V(12;34);111127331"14 (Xa+\3—x2-x1), (2.50)
(27h )3

ol y; = y(r,pi,t). En ce qui concerne le terme fluctuant, é§ Ky, il est caractérisé
par la méme fonction de corrélation que é ', dans laquelle on a remplacé f par n.
Vue la structure de 1'équation (2.49), nous allons donc chercher une solution de

la forme x o F. Sil'on développe au premier ordre en x la force F(t) (équation
(2.45)), il vient,

F(r,
< F?>
ou Prd?
(2 > — rePrg 2 i 259
<F?>= [ g SIBw,p)Pa(r, PIA(r, ). (2.52)

Comme nous avons fait un développement linéaire, il est cohérent de considérer
que la force de rappel dynamique est proportionnelle & la déformation de la sphére
de Fermi. Dans la liniite des basses températures, eg 3> T, I'intégrale de la relation

(2.52) peut étre calculée,

" 9
< F?>= ?.«FT& (2.53)
ou, )
=7 / &r 3°(8:0;6)(D:0;8)po(r). (2.54)
L)
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De I'équation (2.49) sur la variable y, on peut donc obtenir une équation dif-
férentielle sur F(¢), en multipliant I’équation (2.49) par Feten intégrant sur tout
Iespace des phases:

@ ri=-E sk (2.55)
dt T
Dans ['équation (2.55), I' =< F? > /T est la force de rappel due & la distorsion
de la sphére de Fermi et 7 est le temps de relaxation microscopique obtenu en

lindarisant la contribution de I'intégrale de collisions,
)

a2
1 1 AF - -
; = <—-F-2——>— /cl31'cl3p,(131)2d3p3d3p4 (T) T'ann-;ngn.;, (256)

ou AF = (T:?W'(Fl + By - Fy - Ey), avec F = F‘(r, pi). Dans la limite des
basses températures, T peut étre évalué analytiquement. Pour un mouvement

2
1 = 8avpp (2) .
T €r

Le calcul, dans un cas un peu plus compliqué et pour d’autres modes, fait I'objet
du chapitre suivant. Dans 1'équation (2.57), vr et er représentent respectivement
la vitesse et 'énergie de Fermi, o la section efficace microscopique de collision, sup-
posée isotrope, et p, le nombre de particules par unité de volume. Dans I’équation
(2.55), le terme stochastique est caractérisé par sa fouction de corrélation, qui est

quadrupolaire, on obtient [34],

(2.57)

calculée & partir de celle de § K,

SRF()SRF(t) = 2-1-;-1:5(t — ). (2.58)

Pour des mouvements proches de 1'équilibre, c’est 4 dire quand la fonction de
distribution n'est pas trop ¢loignée d’une distribution de Fermi, nous avons donc

obtenu une équation completement définie pour la force dynamique, FY(t).

2.3.4 Conclusion
Nous avons donc un systeme de deux équations différentielles couplées, dont une
contient un terme stochastique et dont tous les coefficients sont parfaitement con-
nus,
w4 1M 2 | AV
Mi+ %Tq-(_{z + %; =F

E+Tj=-£ 46K,
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ce qui constitue un systéme fermé. Pour obtenir ces équations nous avons supposé
que le mouvement collectif est incompressible et irrotationel et qu'il est étudié
dans la limite quasi-statique et diabatique.

Ces deux équations peuvent étre réécrites de la fagon suivante,

. 19M , oV e o
M+ 5_0?["2 t 30 = —/_m dt'y(t — t")§(t') + 6F(2), (2.59)

ou I'on a formellement intégré I'équation (2.55) pour exhiber les effets de mémoire.
Il est naturel, quand on réduit le nombre de degrés de liberté, d'obtenir de tels
effets. Ce type d’équation de Langevin a beaucoup été utilisé en chimie et est
habituellement appelée équation de Langevin généralisée. Dans |'équation (2.59),
la friction est

y(t —¢t') =Texp(—|t - ¢|/T) (2.60)
et la fouction de corrélation de la force stochastique, 6 F(t), vaut,

SF()SF(¢) = Ty(t - t'), (2.61)

en accord avee le théoréme dissipation-fluctuetion. L'importance de ces effets
de mdémoire est mesurée par 7, qui représente le temps de retour a I'équilibre
microscopique. Si 7 tend vers zéro, c'est & dire quand le nombre de collisions

pendant une évolution significative de la variable collective est grand,
y(t —t') ~ 2I'ré(t - t'), (2.62)

et I'équation de Langevin (2.39) devient markovienne. Dans le cas général on ne
peut pas dire si 7 est petit devant le temps d’évolution de la variable collective,
cela dépend du phénomene étudié. Ces effets de mémoire sont différents de ceux
négligés lors de la dérivation de 'équation de Boltzmann-Langevin, ils sont dus au
fait que les temps caractéristiques d’évolution de la variable collective et des degrés
de liberté microscopiques peuvent étre trop proches pour pouvoir en négliger I’'un
par rapport a 'autre. L’influence de ces effets de mémoire et la comparaison des
coefficients obtenus avec des valeurs expérimentales, seront étudiées et discutées
dans les chapitres suivants, pour des situations concrétes.

Le terme de friction que I'on obtient est uniquement da & la viscosité a deuz-
corps ct est directement ié & 'intégrale de collisions. Nous avons perdu la friction
a un-corps en choisissait un champ de vitesse qui ne permet aucun couplage avec
d’autres degrés de liberté collectifs et plus particuliérement les 1mnodes de surface.
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2.4 Conclusion

Nous avons obtenu une équation macroscopique de dynamique des fluides & partir
d’un modele microscopique en privilégiant certains degrés de liberté et en intégrant
sur les autres. L’équation obtenue ne concerne pas que l’évolution moyenne, mais
prend en compte les fluctuations via un terme stochastique. Cette force addi-
tionnelle résulte de D'interaction entre les degrés de liberté privilégiés avec les
autres et est par conséquent directement liée a la dissipation, conformément au
théoréme dissipation-fluctuation. Cela constitue un progrés par rapport a d’autres
réductions similaires [36]. Nous allons dans la suite appliquer cette nouvelle
équation a différents mouvements collectifs de la physique des ions lourds afin
d’étudier 'influence des fluctuations dans des situations ou leur prise en compte
est nécessaire. C'est aussi pour nous un moyen de tester la validité de ce genre de

réduction et des approximations faites pour obtenir cette équation.
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Chapitre 3
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Influence des effets de mémoire
dans ’amortissement des

résonances géantes

3.1 Introduction

Les résonances géantes forment un domaine de la physique nucléaire qui a été trés
largement étudié, tant sur le plan expérimental que sur le plan théorique. C’est un
phénomene qui est & présent bien connu. Comme il s’agit d’'un mouvement collectif
de faible amplitude, il présente un intérét théorique indéniable, il permet d’étudier
les équations linéarisées et done de tester sur un cas simple une nouvelle théorie.
La résonance la plus étudiée est la résonance quadrupolaire car c’est le premier
mode excité. Elle correspond & une oscillation quadrupolaire de la surface du
noyzu. Ces mouvements sont trés bien décrits par un nombre limité de variables
collectives. Daus ce chapitre, nous nous limiterons a un probléme i une seule
dimension en ne considérant qu’une seule résonance a la fois.

Une premiére application de ’équation de Langevin 4 un phénomeéne collectif
en physique nucléaire est 1’étude des résonances géantes. La réduction du chapitre
précédent ayant été faite pour un fluide incompressible, cela exclut les oscillations
monopolaires. Daus ce cas I’équation de Langevin du chapitre précédent se réduit
a,

w 1, T, v, 1 oV
(=t s YA R v i vl = v i v

= V7T w(t), (3.1)
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ou on a négligé le terme du second ore, 7k %%q". Comme il s’agit de mouvements
de faible amplitude, on peut raisonnavlement considérer que la masse collective
est constante. Pour obtenir cette équation nous avons dérivé par rapport au temps

I'équation (2.42) sans terme du second ordre,

a“’" -
Ld + —ag = 9
Mg+ 5 ¢=F, (3.2)

et nous l'avons combinée avec l'équation (2.55),
+ " F .
F+T¢= —';+5I\p.

Dans ['équation (3.1), w(t) est une force stochastique markovienne caractérisée
pas scs deux premiers moments,

w(t) =0 et w{t)w(t') = 26(t = t), (3.3)
et est divectement reliée a la force de Langevin de I'équation (2.55),

Vrl'Tw(t) = rdKp(t). (3.4)

Sans elle et sans le terme de potentiel, on sait résoudre analytiquement 1'équation
(3.1) qui cst celle d’un oscillateur amorti de fréquence Q2 = I'/M et de largeur
hft,

i = Goe™ 7 cos(§2 + o). (3.5)
On obtient une solution pour ¢, conformément au champ de vitesse choisi (équation
(2.40)).

Si on considére le cas de la résonance quadrupolaire, le champ de vitesse a
pour potentiel, ¢ = (222 — 2% — y*)/2, ce qui permet de faire une application
numérique. Pour cette oscillation il est bien connu que la force dérivant du po-
tentiel est négligeable devant celle due & la défomation de la sphére de Fermi
[37]. Pour la fréquence on trouve, 52 = 66A4~'/3McV, ce qui est en bon accord
avee les résultats expérimentaux. Le probleme est que la largeur des résonances
obtenue, i/, oll T est le temps de relaxation microscopique, équation (2.57), est
beaucoup trop faible par rapport aux valeurs expérimentales et s’annule quand la
température tend vers zéro. Cette largeur ne tient compte que des effets a deuz-
corps et ignore complétement 'amortissement lié au champ moyen. Ce dernier
mécanisme contient deux contributions, une qui est ’analogue pour un noyau de
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Pameortissement dit de Landau dans un liquide de Fermi infini et 'autre qui corres-
pond a I'émission rapide de nucléons dans le continuum. Ces deux effets donnent
une largeur qui sous-estime largement les résultats expérimentaux et qui diminue
quand le nombre de masse du noyau étudié augmente. Méme en ajoutant toutes
les contributions, on est loin de 'expérience [38].

Quclle peut étre I'influence de la force de Langevin sur ces résonances et
plus particuliérement sur leur amortissement ? Avec cette force on ne peut plus
considérer une seule trajectoire, mais un ensemble. Une oscillation donnée ne
s’amortira pas car la force stochastique a pour tendance a continuellement la
réactiver. En revanche, si on prend la valeur moyenne pour 'cusemble des tra-
jectoires, son équation dynamique est I'équation de Langevin (3.1) sans second
membre dont il est question dans le paragraphe précédent. L'amortissement est
done toujours trop petit par rapport aux valeurs expérimentales. Quand il y a
plusieurs modes couplés, les fluctuations peuvent avoir une grande importance,
comme nous le verrons au chapitre suivant.

Comume nous 'avons vu dans le chapitre précédent, I'équation de Boltzmann est,
markovienne, ¢’est a dire que le terme de collision ne dépend pas du passé. Ceci est
di & une approximation dans la dérivation de I'équation de Boltzimmann et I'équation
de Boltzmanu-Langevin qui n’a pas été justifiée. Nous allons étudier 'influence de
ces effets de mémoire dans un cas précis, 'amortissement des vibrations collectives
et plus particulicrement des résonances géantes. Des études précédentes, avec un
autre formalisme, ont montré I'importance de ces effets dans ce cas particulier
{39,40]. Nous ne nous intéresserons qu'i 'amortissement di aux collisions et nous

ne considérerons pas les autres contributions [18].

3.2 Effets de mémoire dans le terme de collisions

Afin de pouvoir tenir compte de fagon simple des effets de mémoire dans le terme
de collisions de 'équation de Boltzinann nous allons étudier des petits mouvements

et lindariser I'équation autour de équilibre thermiqgue, n(r, p.t),
f(r.p.t) = n(r,p,t) + 6f(r,p,t) = n(r,p,t) + x(r, p, t)ni. (3.6)
Dans ces conditions, I'équation de transport pour & f s'écrit,

J . p A :
c'_)-t-t"f + ;;;-Vrbf - vrbU'Vpn - Ilun (37)
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ou [in est le terme de collision linéarisé tenant compte des effets de mémoire
que l'on veut calculer. Pour cela il faut reprendre le calcul a partir du terme de
collisions complet, avant d'avoir fait I'approximation markovienne et pris la limite

semi-classique, équation (2.20),

K1) = -7 f;" dr Try < 12|[Ho(8), G(r)HL(t — 7). 00(t = T))GH(F)I1'2 >,
(3.8)

olt nous avons supposé que ¥y — —oc. Pour pouvoir effectuer I'intégrale sur le
temps nous allons la linéariser et supposer que le petit mouvement étudié oscille &
la fréquence w et que la fonction de distribution a un-corps quantique s'écrit done,

p(t) = po + €~ O, po] + [0, po), (3.9)

ou 0, O% sont les amplitudes RPA correspondant au mode étudié. Une telle
hypothése limite le calcul qui suit aux vibrations harmoniques et va nous permettre
d'effectuer facilement lintégrale sur le temps. Pour un mouvement quelconque,
une géndralisation est possible en considérant le spectre de Fourier. L'intégrale de

collisions, une fois linéarisée devient,

N
Rin(1.1,1) = =5 fo dr Try < 12|[H,(t), [6H,,0,]][1'2 >, (3.10)
avec,
SH, = ¢~ expl —%THU)[O"‘, H,] + complexe conjugué, (3.11)

et ou o4 est la partie indépendante du temps de gy(t). Pour revenir a une descrip-
tion semi-classique, il faut effectuer la transformée de Wigner dans la limite des
grandes longucurs d’ondes. Ce calcul donne, apres intégration sur le temps [41],

.- Ay (Ae ~ hw) — 8(Ae + he
Lin(Prot) = T [ papsdpuWod(ap) SR =l Ao ¥ 1)

Jingfiang,
(3.12)
4 do

ot A\ = \(P4. T} \(P3.T)=\(P2.T)—\(P1.T) et T = m%ra;ﬁm Dans I’équation
(3.12). w est la fréquence du mouvement étudié.

Cette intégrale a une structure tres similaire & Pintégrale markovienne, la seule
différence étant dans la conservation de 'énergie. Avec les effets de mémoire,

I'énergie collective, hw. peut étre absorbée par une collision, ce qui n'est pas le
cas dans 'approximation markovienne. Cela ressemble beaucoup a ’absorption
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du son zéro dans un liquide de Fermi étudiée par Landau [43], ou un phonon peut
étre absorbé ou émis lors d'une collision entre quasi-particules. Sans les effets de
mémoire, les seules collisions permises étaient dues au fait qu’a température finie
la limite des sphéres de Fermi est diffuse. Maintenant, I'espace des phases est plus
ouvert et un plus grand nombre de collisions sont possibles, ce qui a tendance a

augmenter l'influence de la dissipation a dewr-corps.

3.3 Calcul du temps de relaxation

La prise en compte dcs effets de mémoire dans le terme de collisions a pour effet,
dans la limite du temps de relaxation, de modifier ce temps. La largeur des
résonances géantes étant directement liée & la valeur de cette grandeur, 'objet
de ce paragraphe est de calculer le temps de relaxation microscopique, 7, défini
a partir de l'intégrale de collisions avec effets de mémoire, équation (3.12). Pour
ccla nous allons supposer que 'on a un mouvement harmonique et nous allons
reprendre la procédure suivie dans la référence [34) pour obtenir I'équation (2.57)
qui donne le temips de relaxation correspondant a un terme de collisions markovien.

A partir de la définition du temps de relaxation,

of
Iip = -, (3.13)

en multipliant cette équation par \(p) et en intégrant sur I'espace des moments,
1 1 par \(p g P

il vient,

1 [ d&pix(pi)din(p1)
T S Pp\(p)of
_ [ B PpyPpadPpaW(A/2)2Znna(1 — n3)(1 — ny) (3.14)
J &Bpx*(On/je) ! )

ou I, est donnée équation (3.12) et ol1, pour passer de la premiére a la deuxieme
ligne, nous avons utilisé les propriétés de symétrie de I'intégrale. Dans ’équation
précédente, W = 1,6(Ap) et Z = (6(Ae — hw) — 6(Ae + hw))/hw. Sans les effets
de mémoire, c’est a dire quand w = 0, c’est bien le méme temps de relaxation que
celui défini équation (2.56). Pour pouvoir évaluer ce temps, :20ous allons supposer
que la distorsion de la sphére de Fermi peut s’écrire a I’aide des polynémes de

Legendre,
x(p.t) = ay(t)p*PL(cos ), (3.15)
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Pl ¢ p2 donne
A3 & 1 P2
P P

Figure 3.1: Représentation schématique de la rotation décrite dans le texte.
qui correspond aux déformations les plus simples. Dans ce cas, oy (¢) = age™tf,
oft wg est la fréquence de résonance du mode étudié, Dans la pratique nous ne
ferons le calcul que pour les tous premiers modes. Le calcul du dénominateur est
immeédiat, nous allons nous pencher, dans la suite sur le calcul du numérateur.

3.3.1 Séparation des variables angulaires

Une intégrale similaire est calculée pour obtenir la viscosité & deuz-corps d'un
liquide de Fermi [42], nous allons suivre la méme procédure. A basse température
e'. a cause du blocage de Pauli, ne vont contribuer a l'intégrale, que les moments
proches du moment de Fermi, pr. A température nulle et sans les effets de mémoire
les collisions sont gelées, le terme hw et la température ouvrent un peu l’espace
des phases disponible pour les impulsions aprés une collision entre deux nucléons.
Daus la suite nous allons supposer que la température et la fréquence sont petites
devant I'éuergie de Fermi. La difficulté principale dans le calcul des intégrales de
collisions est liée au terme de conservation de 'impulsion, §( Ap). Nous allons donc
supposer que, lors d'une collision, les impulsions ont toutes le moment de Fermi,
ce qui fait que la contrainte de conservation ne concerne plus que les angles.
Considérons une collision entre deux nucléons ayant pour impulsion p; et p;
avant la collision et ps et py aprés. Si on fait subir au plan (ps, py) une rotation
d'un angle ¢ autour de 'axe P = p; + p», de fagon & ce qu'il coincide avec le
plan (p1.p2) (voir figure 3.1), nous avons un probléme qui est & deux dimensions
sculement. Dans ces conditions, q = p3—p; = pz—Pq sera petit et, par conséquent,

I'angle entre tous les moments et 'axe P sera approximativement +8/2, 8 et ¢



étant les angles de diffusion habituels. La difficulté est de se débarrasser des termes
de conservation dans I'intégrale. Pow 'impulsion, nous allons plutét utiliser les
variables P et q au lieu de p3 et p;. Comme p; et p; sont a peu prés paralléles,

on obtient, en projetant q sur p;,

Ps=p1+ q: CUS(G/Z) + ¢r Sln(e/z)s (316)

ol ¢. et ¢, sont les coordonnées cylindriques autour de P. De la méme fagon, on

peut écrire,
P1 = p2 = g: cos(8/2) + ¢, sin(6/2). (3.17)

Par conséquent,

d®ps = prsin(8/2)dg,dg.dg. (3.18)

Comune cette transformation tient compte de la conservation du moment lors de la
collision. on peut immédiatement effectuer 'intégrale sur d*ps6(Ap). Pour pouvoir
tenir compte de la conservation de I'énergie, nous allons, maintenant exprimer dg,

et dg, en fonction de des et dey. Des équations (3.16) et (3.17) on déduit

dps + dpy m  des + dey
lgy = 7 = 57— —— 7m0 1
“ 2sin(8/2)  2pr sin(6/2) (3.19)
_m dey — dey o
dg: = 2pr cos(8/2)’ (3.20)
ce qui donne,
&ps = ™ erdesdd. (3.21)
2pF cos(8/2)
Avec
d*py = mprdedQ, et d*p; = mprdedQ,, (3.22)

ot ; et Q; sont des angles solides repérés par rapport a des axes quelconques qui
ne sont pas forcément ceux caractérisant la déformation de la sphere de Fermi. Le
bilan de la transformation de variables s'éerit donc,

do

4
Py Py psdPpad(Ap) = %1)Fd6| (162(163(le.|d91d92m, (3.23)

et nous permet de séparer 'intégrale en une partie angulaire et une partie énergé-
tique. Dans le cas du caleul de la viscosité ou seule la température contribue, cette

transformation introduit une crreur d'environ 10% [42].
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Le changement de variable fait, le temps de relaxation devient,

[ APy (cosh,)
l = 2mpp g [derdeadesdes Zn naiisity [ dQ?cos(o/z) ( L 2°s ) 5

TL (2mh)® [ dp p*On/de o [ dQP}(cos 6)

n

Ig

(3.24)

L’intégrale angulaire est la méme que dans le cas markovien, elle est calculée en
appendice (§A.1). La nouveauté est dans la partie énergétique que nous allons
nous attacher a calculer. Pour des raisons de simplicité et pour pouveir utiliser
les intégrales conmues (voir en appendice, §A.2), nous allons faire le changement

de variable. x; = (¢, — €r)/T. On obtient ainsi,

T +x
Iy = — drydrydrsdey nynangng
mpg J-x
b(l] + X3 4 L3 4 g — hu.L/T —b(.’l‘l +IQ+I3+1|+hWL/T) 95)
hwr /T -
que l'on peut aisément calculer en utilisant 'équation (A.36) de 'appendice,
Ip = [(hwp)® + (27T)%). (3.26)
Gmp
En conclusion,
1 myg
— = hw 27T)%)Iy. 2
= = — g (e + (2T (3.27)

A cause des effets de mémoire, un terme supplémentaire est ajouté au temps
de relaxation. Son influence est d’autant plus importante que la température
est basse. En cffet, sans ce terme, quand la température diminue, le temps de
relaxation devient infini et approximation markovienne, qui suppose que ce temps
est petit devant le temps d'évolution camctensthue du chainp moyen, est de plus
en plus erronde. Ce terme correctif est en accord avee celui trouvé par Landau
pour 'absorption du sou zéro [43] (shnilaire aux effets de inémoire, comme nous

I’avons vu dans le paragraphe précédent).
3.4 Application au cas de la largeur des résonan-

ces

Nous allons utiliser la relation (3.27) pour calculer la largeur des résonances géantes

et la comparer aux résultats expérimentaux. Pour cela il faut pouvoir calculer
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explicitement I'intégrale angulaire, équation (A.11), pour un mode donné. Afin de
pouvoir faire le calcul analytiquement, nous allons supposer que la section efficace
différenticlle est isotrope, do/dQ} = a/4n. Pour pouvoir appliquer les calculs faits
précédemment, il faut que I'énergie des résonances, hwy < er. Or, si pour hwg
on prend comme ordre de grandeur, 100AfeV A3 et e ~ 40MeV, cela limite
cette étude aux noyaux lourds, typiquement, A > 100. Le cas des résonances
isoscalaires, ot les neutrons et les protons vibrent en phase, ce qui permet de ne
considérer que des nucléons, comume nous 'avons fait jusqu'a maintenant, est le

plus simple, c’est donce lui que nous allons examiner dans un premier temps.

3.4.1 Vibrations isoscalaires

La premiére résonance géante isoscalaire est la résonance quadrupolaire, nous al-

lons donc commmencer par clle. Le deuxiéme polynéme de Legendre étant,
g

;
Pyr) = 3(3.1-2 - 1), (3.28)
on obtieut pour lintégrale angulaire,
. lo sin%(¢)
= —24n? < & int(gr2) 22120 2
I 24r < 70 sin”(8/ )cos(0/2) > (3.29)
16
= -2, (3.30)
5
ou < . > repdsente la valeur moyenne sur I'angle solide 47. La largeur est donc,
ho hwo\?  f2rTN?
r= = dorwn | (22) 4 (D)), (331)
T2 0 (4 €r

ott p = (2/3x2)prfh)’, est la densité de saturation nucléaire et ot on a posé, ¢ = 4.
Sans les effets de mdmoire, c’est & dire quand w, = 0, on retrouve exactement
I’expression utilisée dans le chapitre 2, équation (2.57) et calculée dans la référence
[34].

Pour comparer aux valeurs expérimentales (figure 3.2), nous allons prendre
1/3

la fréquence obtenue au début de ce chapitre, iw; = 66473 et pour les autres

grandeurs, les valeurs habituelles en physique nucléaire, ¢ = 37,5mb et ep =
37MeV qui correspond & vy = 0,28¢ et p = 0,16fm™3. Pour la section efficace,

nous avons choisi la section efficace nucléon-nucléon dans le vide & une énergie
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Figure 3.2: Comparaison entre la largeur de la résonance géante quadrupolaire
caleulée (ligne) et expérimentale (points) é température nulle, pour différentes

masses atomiques.
Les valeurs expérimentales sont extraites de la référence [44].

égale a I'éncrgie de Fermi, cette valeur généralement sur-estime la section efficace
dans le milieu. Nous obtenons une largeur théorique environ trois fois inférieure
a la largeur expérimentale. Le désaccord peut étre encore plus grand si la section

efficace est inférieure & la valeur choisie.
Ou peut refaire la méme chose pour l'octupole, Pi(z) = (52° — 32)/2, pour

obtenir,

1 has\?  727T\?
Ty = —oppo (’——’) + (—ﬂ) , (3.32)
‘ €5 €F

ainsi que pour n'importe quel autre mode, mais nous ne ferons pas le caleul ici.

3.4.2 Vibrations isovectorielles

Dans les cas des vibrations vectorielles, il faut séparer le mouvement des protons de
celui des neutrouns. Pour cela, on considére deux distributions distinctes, solutions

de deux équations de transport couplées,

l . .
ZIAPt) = Kl f) + Kyl f) (3.33)
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d
'Jifn(pst) = Nun(f) + I\'np(f)u (3.34)

ou Ryp, Kpa,. .. sont des termes de collisions similaires a celui de I'équation (3.12)
impliquant des nucléons dont l'isospin est connu. Les notations sont évidentes.
Pour calculer 'amortissement, il suffit donc de généraliser ce qui a été fait dans le
paragraphe précédent.

Si les protons et les neutrons vibrent en phase, 6f, = df,, on doit retrouver
les résultats précédents des vibrations isoscalaires. Pour le cas isovectoriel, ils

vibrent en opposition de phase, d f, = —4éf,. L'équation de transport globale pour
6f, = &6f, — 6fn est donc,

d . . . .

'(ﬁbfv = Ippbfp + Inn.bfn + Ipnbfp + Inpfsfm (3-35)

ott I¢ f indique 'intégrale de collisions linéarisée. On peut faire le méme traitement
que dans le cas isoscalaire. L'intégrale énergétique ne change pas, mais l'intégrale
angulaire est modifiée car les sections efficaces doivent étre différentiées en fonction

de la nature des nucléons,

_2L+1 do ldap,, do,,, s dog, \
== /dQ'dQ’cos(e/z) (ot o WAPLY + =2 AL P

(3.36)
avec A_ P, = Pr(cos ;) — Pr(cos8;) — Pr{cos@3) + Pr{cosb,).

Nous allons appliquer de la méme fagon ces calculs a I’étude de la largeur des
modes dipolaires et quadrupolaires. Comme précédemment, nous allons supposer
que la section cfficace est isotrope, en faisant bien attention que do,, /dQ = 6,, /27
car on peut distinguer les nucléons apres la collision. Il est & noter aussi que le
facteur de dégénérescence ne vaut plus que, g = 2.

Pour le mode dipolaire, nous étudierons celui ot il n’y a pas de déformation
des spheres de Fermi, et ou ce sont les distributions de protons et de neutrons qui
oscillent en translation 1'une par rapport a autre, Pi(2) = ». Par conséquent,
seules interviennent les collisions neutron-proton dans 'amortissement. La largeur

se réduit donce a.

h b2 20T\ 2
L) = S oppop (—er—) +(—6-F—) (3.37)

et est comparée, a température nulle, aux valeurs expérimentales sur la figure 3.3.
Pour 'application numérique, nous avons pris, g,, = 50mbet hw; = 80A~Y/3MeV.
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Figure 3.3: Méme chose qu’d la figure précédente pour une résonance dipolaire.

La section efficace est encore la section efficace libre a 'énergie de Fermi et la
fréquence correspond a la fréquence expérimentale. La encore la largeur théorique
est environ trois fois plus petite que celle expérimentale.

Pour la résonance quadrupolaire on obtient exactement la méme chose que
dans le cas isoscalaire, avec o = (0pp + Gan + 20,n)/4. Avec o, = 0np = 26mb, on
retrouve ¢ = 37, 5mb. Le fait que I'on trouve la méme largeur pour les deux types
de vibrations, isoscalaire et isovectoriclle, est lié au mode quadrupolaire et n’est

pas forcément vrai pour les autres modes.

3.5 Conclusion

Nous avons étudié l'influence des effets de mémoire dans I'intégrale de collisions
de I'équation de Boltzmann dans la limite du temps de relaxation microscopique
et fait une application & I'étude de 'amortissement des résonances géantes. Nous
avons obtenu, de facon entiérement analytique, une expression trés simple. Pour
cela, nous avons principalement fait deux approximations, la premicre qui consiste
4 considérer que lors d'une collision toutes les impulsions out pour amplitude

56



I'impulsion de Fermi et qui nous contraint & ne considérer que des cas ot hw, T <
er et la deuxiéme qui est que la section efficace est isotrope. Nous avons trouvé,
d'une maniére générale, pour les modes étudiés (L = 1,2 dans le cas isovectoriel

et L = 2,3 dans le cas isoscalaire),

47"2 th 2 T 2
r,= fz————zL e dald (27:‘61:) + (-e-;) (3.38)

ou ¢ = 0pn/2 pour la vibration dipolaire et o = (0 + Onn + 20,,)/4 pour les
autres vibrations. Faire 'approximation markovienne revient & annuler hw dans
la relation (3.38). A basse temipérature ces effets de mémeire ne peuvent pas
étre négligés. En effet, sans eux et a température nulle, 'amortissement di aux
collisions est rigoureusement nul, avec, il contribue pour un tiers environ a la valeur
expérimentale.

Cependant, cette relaxation est loin de reproduire les résultats expérimentaux
et it faudrait aussi tenir compte de la friction & un corps pour étre complet
[38]. L'émission de neutrons par couplage avec le continuum pourrait participer &
I'amortissement des yésonances, ce qui signifie qu'un traitement semi-classique
comme le notre n'est pas suffisant et qu’une étude quantique est sans doute
nécessaire. Mais méme en additionnant les deux contributions cela n’est pas suf-
fisant. Peut-étre y a-t-il un couplage entre les deux mécanismes ? Des études sont
menées dans ce sens [47]. 1l est aussi possible qu’une partie de I’amortissement soit
di au couplage entre la résonance étudiée et les autres modes qui absorberaient
ainsi une partie de 'énergie [48]. Il en est question dans le chapitre suivant.

L’étude que nous avons faite concerne 'équation de Boltzmann et nous avons
montré que pour des phénomenes comme les résonances géantes les effets de
mémoire sont importants. Quelles sont les conséquences sur 'équation de Boltz-
mann-Langevin 7 Dans le traitement que nous avons fait, nous avons com-
pletement oublié¢ le terme stochastique, qui devrait étre présent, conformément
au théoreme dissipation-fluctuation. Tenir compte des effets de mémoire dans
I'intégrale de collisions, implique d’en tenir compte dans la fonction de corrélation
de la foree stochastique. ce qui est loin d’étre simple. Il n'en sera donc pas question

icl.
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Chapitre 4



Modele de Bohr et Mottelson
pour des noyaux a température
finie

Nous avons vu dans le chapitre précédent que 'équation de Laugevin obtenue &
partir d'un modéle microscopique s’applique bien & 'étude des résonances géantes.
Cependant, I'étude faite n'est qu’a une seule dimension, qu’en est-il du couplage
entre plusieurs résonances ? Des calculs ont déja été faits sur le couplage en-
tre la résonance géante dipolaire (GDR) et un mode quadrupolaire [48] ou les
5 modes quadrupolaires [49]. Un couplage statique reproduit bien les données
expérimentales concernant la GDR, excepté la largeur qui est sur-estimée. Il
est montré que la prise en compte des fluctuations dans les différentes formes
quadrupolaires a tendance a diminuer cette largeur. En effet, la GDR ne “sait”
pas dans quelle configuration est la déformation quadrupolaire ct “ressent” une
superposition des 5 formes due au mouvement rapide entre ces 5 déformations.
Ce phénomene de rétressissement dynamique est appelé motional narrowing et a
d’abord été observé en physique du solide. Les auteurs des références [48,49] ont
utilisé une équation de Langevin pour décrire les oscillations quadrupolaires et
une équation différentielle déterministe pour le mouvement dipolaire. Par leur ap-
proche phénomeénologique ils ont montré que ce type de formalisme est bien adapté
a ces phénomeénes physiques. Nous allons done, en généralisant la réduction de
dynamicque des fluides faite au chapitre 2, tenter de donner une justification mi-

croscopique a ce genre d’approches.
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4.1 Réduction multipoclaire de I’équation de Boltz-
mann-Langevin

Dans ce paragraphe nous allons généraliser la réduction sur une seule variable
collective de I'équation de Boltzmann-Langevin faite dans la référence {17}, et
rappelée dans le chapitre 2, a un probléme & N degrés de liberté. Pour cela nous
allons suivre la méme méthode et garder les mémes notations. Une réduction de
type dynamique des fluides a déja été faite pour un champ de vitesses similaire
[50], mais clle ne concerne que les valeurs moyennes, nous en proposons ici une

extension stochastique.

4.1.1 Réduction de dynamique des fluides

Notre but est d’étudier un mouvement collectif caractérisé par N variables collec-
tives, {g.(¢),1 < 7 < N}, en obtenant des équations cinétiques pour ces variables.
Pour cela nous allons supposer que la dynamique est décrite par une somme de

champs de vitesses irrotationnels et orthogonaux,

N
ll(l‘,t) = Z(]nv¢nw (4'1)
n=1
avec
Pn(P)du(r’) x 8(r —1')  Vn, (4.2)
et
/ Pré () bm(r) X b (4.3)

Dans I’équation (4.1), n peut étre un double indice, par exemple n = (I,m), avec
-l < m < I, pour I'étude d’'un mouvement multipolaire. Nous gardons cette
notation compacte pour alléger I'exposé. Comme dans le cas & une dimension,
nous allons garder les hypotheses de diabaticité et de quasistaticité, p(r,t) =~
po(r,qi(t), ... cqn(1)). Maintenant 'équation de continuité s’éerit,

N . 0’)0
E qn (-5(1—- 4 V(pquS,. )) = 0 (44)
n=1 "

Nous allons faire I'hypothése supplémentaire que nous avons une loi d’échelle pour

chaque mode {50],

oy _
-5(1—" + V(poVe¢n) =0 Yn. (4.5)
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Pour obtenir une équation sur les variables collectives, nous allons multiplier
'équation d’Euler, équation (2.38), par V¢, et intégrer sur I'espace réel. A l'aide
de 'équation de continuité, équation (4.5), et en faisant quelques intégrations par

partie, on obtient facilement,

W o Ve Ry Wn  49)

N 1 N

2 Moniin + 5 22 nlm B
n=1 ~ nm=1 (Ip ql’

qui est |'analogue de I'équation (2.42) du cas & une dimension. A cause du cou-

plage, la force liée & une déformation donnée, Fy(t) — -g;v;, va agir sur tous les

modes. C'est un systéme de N équations de Langevin couplées ol les coefficients

sont, la masse,

A!nm((lla sany qN) =m / dar/)()(r’ qiy .o 1QN)V¢11V¢1M (4-7)
le potentiel,
V((Ih RN (IN) = _/daTEbat(f)U(rv iy« (IN))* (4'8)
et la force dynamiqgue due a la déformation de la sphére de Fermi,
Erdip - .
Fut) = [gmsorE Fir.p)fir,p.), (4.9)
ou,

Si on se donne un champ de vitesses, la masse collective peut-étre aisément calculée.
Le potenticl, lui, peut étre évalué a partir d'une force de Skyrme ou a partir
d'un modeéle de type goutte liquide. Comme dans le cas & une dimension, le
probléme est d'évaluer la force dynamique qui est toujours exprimée en fonction

a

de la distribution a un-corps stochastique, f(r,p,t).

4.1.2 Calcul de la force dynamique

Pour calculer la force dynamique, nous allons supposer que le systéme n’est pas
trop ¢loigné de I'équilibre et faire la méme linéarisation que dans le cas a une seule

dimension,
flr.p.t) = n(r,p,t) + nix(r,p,t). (4.11)
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Nous allous, de plus. supposer que le fluide est incompressible,

A, =0 Vn. (4.12)
La linéarisation de I'équation de Boltzmann-Langevin donne, daus ce cas plus
général,
J, . X . .
b—;(nny) - E;qpl’p = Iy.\ + 81\, (4.13)

Les deux termes de collisions, Iy et 6y ne sont pas changés par rapport au
cas a une seule dimension. Etant donné 'allure de I’équation (4.13) nous allons
rechercher une solution de la forme,
N
v= Y ay(t)E, (4.14)
p=1
par analogie avee 'équation (2.31). En incorporant cette forme dans F,(t), on

obtient au premier ordre,

N
t) =3 a,(t)TT,y. (4.15)
p=l
avec, comme définition étendue de T,
d3r1l3p
L= [ 4Ty Eale PIES (v, PJ(r, PIR(r. ). (4.16)

Il est tres facile de trouver les a, en inversant la matrice (I') et les T',,, peuvent

étre calculés analytiquement pour une distribution de Fermi sphérique,

Cpp = 5 < 0,0,0,0:0j¢, >, (4.17)
ou A est le nombre total de nucléons, g7, 'énergie de Fermi et ot < . > représente
la moyenne sur 'espace réel. Pour obtenir une équation différentielle pour la force

F,(1), nous allons multiplier 1'équation (4.13) par E, et intégrer sur 'espace des

phases,
dF, & . YNFo_ .
Ifn nl)q’) = - Z‘_p' + (SI\I.‘", (4-18)
¢ p=1 p=1 Tpn

on le temps de relaxation microscopique s'éerit,

i_zw’mw (4.19)

Tpn q=1
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avec

(4.20)

2 AF, AF,

3, 13, 3. 3. 43 ere
/mmsd Pdp e pad’pa W (12, 34)mnaiafis =5 =52,
ol l'on a noté, AF, = 1:",.(1', pPa) + 1:",,(1', pa) — I:",,(r, p2) — I:“,.(r,pl). A basse
température (T < €r), 1/7p, peut étre calculé analytiquement pour des modes
donnés en suivant la méthode exposée dans le chapitre 3. Dans 'équation (4.18),
la force stochastique a une valeur moyenne nulle et est caractérisée par son second

moment,

R, ()0 KR, (1) = 2L.6(t — t'). (4.21)

De la méme fagon que pour une seule variable collective on peut exhiber les
effets de mémoire cn intégrant formellement 1'équation différentielle vérifiée par
Fa(t),

F,.(t)_—/ dtZ(

p=1

( )1 -, )) e=Vrn L SR, (4.22)

ou la fonction de corrélation entre les forces stochastiques s’écrit,

SR ()R, (F) = v—-”‘—“”'l—r (exp(t )o(¢! —t)+e>\p( )0(t -—t))
Tan + Tpp Top (4.23)

Associée avec I'équation (4.6), I’équation (4.18) forme un systéme compliqué

d’équations de Langevin généralisées couplées qui est difficile 2 manipuler,

N
1 oMy, OV
Monin + - ngm—3— + 27—
ZIPq+qzqq P +aqp

n=1 ~ nm=1
1) N

= "/ ’ltlz ( npqn(t)
- n=1

et dont les coefficients, My, [yp et 7,p sont donnés respectivement par les équations
(4.7), (4.16) et (4.19). En particulier, les forces stochastiques sont couplées,
équation (4.23). On peut espérer des simplifications dans des cas particuliers
avec des coefficients non-diagonaux qui s’annulent. Si on restreint le probléme a
une seule variable collective, I’équation (4.24) se réduit a I'équation (2.59) obtenue

Fu(t')

pn

6 )) =(t=t')Tpp +6]\'p, (4.24)

dans le chapitre 2.

65



4.2 Application aux vibrations quadrupolaires 8
et v

Nous allons appliquer les équations de Langevin généralisées (4.24) a un cas tres
simple & deux dimensions, celui des vibrations quadrupolaires 3 et v, largement
étudiées et intéressantes pour la physique des noyaux chauds. /3 et 7 sont les coor-
données de Hill et Wheeler qui sont une parameétrisation possible de la déformation

des noyaux [37),

R(8, )

1 . .
Ry (1 + B(cos 117(0, ) + 7 sin (Y7 (6, ) + }‘2'2(9.9))) (4.25)
= R, (1 + ﬂ\[l—g;(cos'y(iicosza -1)+ sin7\/§sinz€cos2tp)> ,

ou Ry = rp A3, La vibration /3 correspond donc & une oscillation suivant YD et
la vibration v & une oscillation suivant ¥ + Y372, par conséquent, les deux champs

de vitesse s'éerivent,

Vs = Vo avec 65 =5(2:0 — 2t~ ), (4.26)
V, = V¢—y avec ¢_7 = \/5(1:2 —_ yz)' (4.27)

On peut aisément vérifier que ces deux modes sont orthogonaux. Nous allons pou-
voir maintenant calculer tous les coefficients de I'équation de Langevin, équation

(4.24), et comparer aux résultats expérimentaux la fréquence et la largeur obtenues

pour ces l‘("h'()llﬂ 1HCes,

4.2.1 Une seule résonance

Comme premicre étape et pour des raisons de simplicité nous allons d’abord con-
sidérer chaque oscillation séparément ce qui restreint le probléme & deux études
a une scule dimension. Dans 'introduction du chapitre 3, il est déja question de
Papplication de I'équation (2.59) aux résonances géantes de I’équation de Langevin,
qui s’éerit, pour mémoire,

W 1. T,
(+-q+qpd= VrITw(t), (4.28)
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ou les termes du second ordre ont été négligés et ou la force stochastique a pour

deux premiers moments,

w(t)=0 et w(t)w(t') = 26(t = t'). (4.29)

Pour chacune des deux oscillations, 3 et v, les paramétres peuvent étre évalués

explicitement. On trouve pour les deux modes,

M = 2md<rt>, (4.30)
)
r = ‘4‘:6““. (4.31)

Le fait que I'on obtienne exactement les mémes coeflicients est 1ié au facteur de
normalisation des potenticls des champs de vitesses, équations (4.26,4.27). La
fréquence est aussi la méme pour les deux oscillations, indépendemment de ce

facteur, 1
W= ——E e, hQ=66A"Y3 MeV. (4.32)
Sm<rz>
Nous avons déja calculé la largeur de la résonance 3 au chapitre 3, il nous reste &

évaluer celle de la résonance 7. Pour cela nous allons utiliser la méme méthode, a
ceci pres que pour le ealcul de la partie angulaire, il faut tout refaire car on ne peut
plus utiliser le théoréme d’addition des harmoniques sphériques. La séparation des
variables angulaires et des variables d'énergie se fait de la méme maniére que dans
le chapitre 3 et le temps de relaxation s'écrit pour la résonance v,
;1: = zmzpp(-g—;’ﬁrgrg, (4.33)

ou Ig est définie par 'équation (3.24) et ou
f (191(192.:;% sin? 8, cos 2, ( A(sin §; cos 2y, ))id’%

4 [ dQ¥sin? 9 cos? 2 )
Le calcul de I a déja été fait, voir équation (3.26), celui de I? est & refaire en

utilisant les résultats de Pappendice A.1. L'intégrale angulaire se décompose en

(4.34)

2

quatre parties,

B=L+L-5L-1, (4.35)
avec,
15 d¢p do . , —
= 67 2 79 A0 2 0; cos 2y; .
1, lﬁﬂ/dgldgzcose/:?dﬂ sin” #; cos 2¢) sin® §; cos 2¢ (4.36)
_ 15 do do ., Y ) \
= T dQlszmdQ sin‘ 0; cos 2¢,(af — B7), (4.37)
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ou a; et J; sont définis équation (A.25). Pour i = 2,3,4 les a; et 3; peuvent étre
exprimés en fonction des variables d’'intégration, équations (A.16,A.24). Le calcul
des I; se fait sans probléme, méme si il est un peu pénible, et 'on obtient,

I? = 41r/sin 0/2d0d¢-3%[2P2(c052 8/2 — sin’*8/2cos ¢) — Py(cos§) — 1), (4.38)

qui est strictement égal & la partie angulaire pour la résonance 3, équation (A.11).
Il est donc remarquable que nous obtenions le méme temps de relaxation pour les

deux résonances étudiées,

1 T\?
; = SO'UF/) (E—[-:') . (4.39)

La fréquence calculée, équation (4.32), est en bon accord avec les résultats
expérimentaux tandis que la largeur obtenue est beaucoup trop petite et surtout
le temps de relaxation, 7, diverge quand la température s’annule. Ceci est dd,
comine nous l’avous vu au chapitre 3, & I'approximation markovienue faite lors du
calcul du terme de collision de I'équation de Boltzmann. La prise en compte des
effets de mémoire a pour effet de multiplier 72 par (1+(~Q/27T)?) dans I’équation

(4.39) et d’améliorer la largeur calculée.

4.2.2 Couplage entre les résonances 3 et v

Etudions maintenant le cas plus général des vibrations 3 et 4 couplées. A partir de
leur définition, équations (4.7,4.16,4.19), il est immédiat que tous les parameétres
de couplage, Af;3,,'s, et 1/73, s’annulent et les matrices de paramétres s’écrivent,

M 0
(M) = (0 M), (4.40)
r o
(') = (0 1‘)’ (4.41)
_ 1/ 0
(1/7) = ( 0 1/7), (4.42)

on les termes diagonaux, M, et 7 sont les paramnétres de 'équation de Lan-
gevin & une dimension du paragraphe précédent, équations (4.30,4.31,4.39). Par

conséquent, les équations dynamiques deviennent,

. oV
M;aip + = Fp, (4.43)

s
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r

i+ < B, (4.44)

Oy
avec dF F
_dt_” = —T'js — —TE + 6K, (4.45)
ot dF. F
“y e - sk .
= LY (4.46)

Les forces stochastiques sont découplés elles aussi,
OR(t)ON, () =0, (4.47)

et leur fonction de correlation est,

SR (10K (1) = Shn(8)6 I (1) = 2%1:6(»3 — ). (4.48)

Ces équations sont beaucoup plus simples que le cas général 4 N dimensions, en
particulier parce que les forces stochastiques sont décorrélées. Cela permettrait
une résolution numérique aisée. Le seul couplage entre les modes 3 et v se fait &
travers le potentiel. Pour pouvoir continuer il faudrait donc se donner une carte
de potentiel de la déformation. Ces équations présentent donc un grand intérét
car elles ont été entiérement déterminées a ’'aide d’un modeéle microscopique et
justifient ainsi les approches phénoménologiques des références [48,49). De plus,
elles sont applicables trés simplement car il n'y a pas de couplage autre que celui

di au potentiel.

4.3 Conclusion

Dans ce chapitre, nous avons généralisé le travail fait dans la référence [17] ou
une projection sur unc variable collective de 'équation de Boltzmann-Langevin
est faite. Nous avous étudié le cas d’un champ de vitesses décrit par un nom-
bre N de variables. Le systéeme d’équations de Langevin obtenu est trés com-
pliqué a cause des nombreux couplages. En particulier les forces stochastiques
ne sont pas forcément indépendantes, ce qui rend une application numérique com-
pliquée. Nons avons envisagé ensuite le cas simple du couplage entre les résonances
quadrupolaires 3 ot 4. Dans ce cas le systéme d’équations de Langevin se simplifie
énormément ct le seul couplage qui reste est celui di au potentiel. Ce systéme se
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préte done facilement & une résolutiun numérique similaire a celle faite dans les
références [48,49]. Il serait trés intéressant de prendre aussi en compte d’autres
modes de polarité plus élevée afin d’étudier I'influence de ces couplages sur la
largeur.

Pour pouvoir refaire exactement le méme travail que celui fait dans les références
[48,49] avec un modéle microscopique il faut en plus étudier le couplage au mode
dipolaire. Or, il n’est pas évident que ce modeéle puisse s’appliquer aux résonances
dipolaires car, dans la réduction que nous avons faite, nous n’avons pas dif-
férentié les protons des neutrons. Pour cela, il faudrait considérer des équations de
Boltzmann-Langevin séparées pour chacuun des types de nucléons, d'une maniére
similaire & ce qui a été fait au §3.4.2. Une telle généralisation est a priori facilement

faisable,
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Chapitre 5
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Etude de la fission induite

5.1 Introduction

Lors des collisions fortement inélastiques entre ions lourds, aux énergies inter-
médiaires (E*/4 ~ 1 — 2MeV), il y a formation d’un noyau chaud qui va se
désexiter en principalement deux voies, 'évaporation de particules et la fission. Il
y a compétition entre ces deux canaux et il faut une approche dynamique pour
déterminer la voie la plus rapide. Nous allons nous préoccuper exclusivement de
la fission. Toutes les informations expérimentales que nous avons sur ce processus
proviennent des particules évaporées. Ces mesures permettent d’obtenir des infor-
mations sur les temps caractéristiques du phénomene de la fission et de déduire
la valeur de la viscosité de la matiére nucléaire. Pour une rivue récente sur les
horloges mucléaires, i.e. les méthodes de mesure des temps caractéristiques, voir la
référence [51). La fission est un processus trés compliqué, qui nécessite 'étude de
la dynamique de passage au dessus d’une barriére multidimensionnelle. La dissi-
pation joue un role tres important et sa prise en compte rend le probléme encore
plus difficile. Nous allons nous limiter a un modele trés simple. Le noyau, aprés
une grande élongation. se divise en deux morceaux égaux. Nous allons nous limiter
au cas de la fission symétrique et nous allons pour cela, considérer un probléme
a une seule dimension. L'idée est de considérer la fission thermique comme un
phénomene de diffusion par dessus une barriere (figure 5.1) et d’utiliser I'équation
de Langevin obtenue au chapitre 2 pour étudier la dynamique. Dans les deux
chapitres précédents cette équation était appliquée a de petits mouvements, dans
ce chapitre clle va étre appliquée & un phénomene collectif de grande amplitude.
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Figure 5.1: Représentation schématique de la fission thermique.

Dans le probléme que nous nous sommes posé, la variable collective, ¢, peut
étre le ntoment quadrupolaire ou toute autre variable similaire. Pour la barriére,
nous avons utilisé le modéle de la goutte liquide, sans les corrections du modéle
en couches qui devieunent négligeables pour des températures supérieures a 2-3
MeV [52]. Pour de telles énergics d’excitation on peut aussi négliger 'effet tunnel
sans aucun probléme. C’est la force de Langevin qui permet aux particules sous
la barriére de fissionner. La grandeur physique que nous allons étudier est le taux

de fission,
1 dP.(¢)

"O=-rn"a

o P.(t) est la probabilité que le noyau n'ait pas encore fissionné, c’est a dire le

(5.1)

nombre de noyaux ayant un ¢ inférieur a sa valeur au point selle, ¢,, a la date ¢,
divisé par le nombre total de novaux. Par cette définition, on considére que le flux
au niveau du point selle est le ménme que le flux au point de scission. L’intérét
est qu'a une dimension la position du point de scission est mal connue car il est
difficile de décrire la forme du noyau en ce point avec le moment quadrupolaire
scul. Cela permet aussi de diminuer le temps de caleul.

L'idée d’utiliser une équation de type Langevin pour étudier la fission induite
n'est pas nouvelle, elle date de Kramers [53] en 1940. Ce type d’équation a
d'abord été utilisé pour étudier le mouvement brownien et il peut étre surprenant
de 'appliquer 4 uu tel probleme. L'idée est qu'il y a deux échelles de temps carac-
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téristiques, le mouvement collectif lent auquel est associé une masse élevée et qui
peut étre vu comme la particule brownienne et les degrés de liberté nucléoniques
intrins¢ques qui peuvent étre assimilés au bain thermique. Kramers a fait un calcul
analytique du taux de fission stationnaire dans la limnite des faibles et trés grandes
frictions. Son étude dépasse largement ce domaine restreint et les équations qu’il
a dérivées ont beaucoup été utilisées et améliorées en cinétique chimique, voir par
exemple la référence [20]. Pour cela, il a utilisé une équation de Fokker-Planck,
équation (2.3) qui détermine I'évolution de la distribution de probabilité, P(q, p, t).
Avec cette approche, la probabilité que le noyau soit entier vaut,

'n +
P.(t) = /l dq/iSo dpP(q,p,1) (5.2)

Ses calculs ont le mérite d'étre analytiques, mais ne donnent aucune indication sur
I'importance du régime transitoire.

Dans le cas de la fission, des résolutions plus poussées ont été effectudes numéri-
quement avec une équation de Fokker-Planck [21], les résultats obtenus par Kra-
mers ne permettaient pas de reproduire les résultats expérimentaux. Cette étude
a permis de mettre en évidence un long régime transitoire qui ne peut étre oublié
dans I'étude de la compétition entre les voies de désexcitation des noyaux chauds.
Des calculs similaires ont été effectués avec une équation de Langevin [20], équation
(2.1), qui est équivalente & I'équation de Fokker-Planck utilisée par Kramers, [27].
Cette fois-ci, pour obtenir la probabilité P,(¢) ou toute autre observable, on calcule
un grand nombre de trajectoires et on fait la moyenne sur l'observable étudiée.
L'équation de Langevin a le mérite d’étre beaucoup plus intuitive que I’équation de
Fokker-Planck ¢t plus simple & résoudre numériguement. C'est donc cette forme
gue nous utiliserons et non un équivalent de type Fokker-Planck de 1'équation
(2.59).

Les calculs faits dans les références [21,20] sont complétemnent phénomeéno-
logiques, le cocfficient de friction réduite a été ajusté de fagon a retrouver des
résultats expérimentaux [54]. Ces études ont permis de mieux comprendre la fission
induite et d’obtenir une valeur de la viscosité de la matiére nucléaire & partir des
mesures de multiplicité de neutrons [56]. Cependant, cette détermination est loin
d'étre aisée, des mesures plus récentes [57] seniblent indiquer que le cocfficient de
friction pourrait étre plus élevé que celui obtenu lors des premiéres mesures. En
fait, sclon les expériences et selon les modeles utilisés pour analyser les données,

77



le cocfficient de friction réduit varie de 3 = 2 102's~! 4 8 = 20 104's~! [51]). Une
revue de toutes les frictions mesurées ct calculées cst faite dans la référence [51].
Dauns ce chapitre, une étude similaire a été effectuée avec 'équation de Langevin
dérivée microscopiqu.inent au chapitre 2. Le coefficient de friction est maintenant
enticrement déterminé & partir de grandeurs microscopiques caractéristiques du
noyau. L'équation de Langevin utilisée est obtenue aprés avoir fait 'approximation
diabatique pour un champ de vitesse irrotationel. Ces conditions apportent des
restrictions a l'application de I'équation qui ne peut étre utilisée pour la fission
a basse énergie. Notre but, ici, est d'étudier la fission thermique, c’est a dire
4 haute énergie. De toute fagon le fait de partir d’une équation semi-classique,
Pégquation de Boltzmann-Langevin, limitait déja 'étude aux énergies élevées, A
basse tempcérature, on ne peut plus oublier 'effet tunnel qui entre en compétition
avec la diffusion thermique. Enfin, comme nous 'avons déja vu au chapitre 2, la

friction a un-corps n'est pas prise en conmpte dans le modele.

5.2 Ingrédients du calcul

Pour la fission symétrique nous allons considérer un champ de vitesse quadrupo-
laire,
_ (D42 ) 2 0 5 3
B(r) = (2% — 2 — y)/2. (53)
L’équation de Langevin généralisée (2.59) garde toujours la méme forme

F2,

"= u
(54)
av - p* oM ¢ !
) = —— - 3(t — t)p(t OF (1),
p 50 T I B, /_mu )p(t') + 6F (1)
mais les cocfficients peuvent étre calculés expliciteiment. La friction devient
! :13 !
t-t')= —T:exp—(t—t )/ T, (5.5)
ou 3 est le coefficient de friction réduit et s'éerit:
[
= — =102, .
/ i (5.6)

La force stochastique a la fonction de corrélation donnée équation (2.61) et £ = 1.
La masse collective, qui ne peut a priori étre prise constante, est un peu plus
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compliquée & calculer. Pour un champ de vitesse quadrupolaire, elle devient
M(g) = 177/(131'/)(!‘,(1)(.1'2 + y? +4z%) (5.7)

et, par conséquent, AM(0) = 24m < r? >. Pour obtenir la dépendance en q, nous
allons faire un développement de Tayler. Il nous faut donc évaluer les dérivées
partielles mltiples de Af. En utilisant la relation de continuité (2.41) et apreés

avoir effectué une intégration par partie, on obtient

d
%—:{ = m/darp( r,q)(16:% — 22% — 24%), (5.8)

Si on itére le processus, il vient,

00(1‘1‘1 = m_/d"r/)( rog) (M 4 (=2 a? 4 (=2)M YR, (6.9)

qui devient, pour ¢ = 0,

OAf

4n+l + 2(_2)11.
9|_, 6

: M(0). (5.10)

4=0
Finalement, on obtient pour la masse collective,

b 4n+l+2(_2)n n

M(g) = AI(O)HZ:% A
= 0 sexpiag) + exp(=24)), (5.11)

3

Nous avons maintenant tout ce qu'il faut pour appliquer 'équation (5.4) 4 la

fission. Mais avant, nous allons comparer ’équation obtenue & celle utilisée dans

les cas phénomenologiques.

5.3 Discussion

5.3.1 Influence des effets de mémoire

L’équation (5.4) est différente de 'équation de Langevin utilisée dans les approches

phénomenologiques, a cause des effets de mémoire et de la inasse non-constante.



Pour micux pouvoir comparer les équations utilisées dans les deux approches, nous

allons réécerive les équations (5.4) sous une autre forme,

B 2

- 2 (5.12)
. av  p* OAf

_ _ov oM 1
P 7 +2‘”2 By + F, (5.13)
P o= %(—ﬂp-—F-{- MﬂTw(t)), (5.14)

ou w(t) est une force stochastique markovienne,

wt)y=0 et  w(t)hw(t)=28(t—1t). (5.15)
Avec cette écriture. les effets de mémoire sont transformés en une troisiéme équation
différenticlle qui contient une force stochastique markovienne, ce qui est beaucoup
plus simple & traiter numériquement.

Pour comprendre quelle peut étre I'influence des effets de mémoire, nous allons
étudier une trajectoire paticulicre. Saus la force de Langevin et avec une masse
constante, 'équation différentielle (5.4) peut étre résolue analytiquement, apreés
quelques approximations. En effet, la partie lincaire de I'équation (5.4) peut aussi
étre écrite sous la forme d’une équation différentielle du troisiéme ordre (cf équation

(3.1)),

o 1.. ,B 2y . :i:wg
~ = —q= ITw(t), .
¢+ g+ (- Fwli+—1¢ v BMTw(t) (5.16)
ol wy est la fréquence du potentiel,
10V 2 -
Mo " Fwyyg- (5.17)

Si nous supposons que la friction est grande devant toutes les fréquences et que
Q > wy. on peut résoudre analytiquement 'équation (5.16) sans second membre

et obtenir,

fuwl t
q(t) = Aexl)(—?}—i—ufg;&" + Bexp(-—g—r)cos(wt + &), (5.18)

ol w est pratiquement la fréquence de la résonance géante quadrupolaire,

3 1
ow = J(V; :i:w‘g - 21_1:5 =~ Q. (5-19)



Dans I'équation (5.18), 4. B et ¢ dépendent des conditions initiales.

Il apparait donc des oscillations amorties a la fréquence 2, fréquence de la
résonance géante quadrupolaire, qui viennent s'ajouter au terme de dérive. De
telles oscillations, dues aux effets de mémoire, avaient déja été remarquées dans
la référence (36}, mais maintenant nous avons une force stochastique qui ravive
ces oscillations. Ce comportement se voit bien sur la figure 5.2 oi ’équation
(5.16) a été résolue numériquement. Pour que la comparaison soit correcte nous
avons choisi, dans les deux exemples montrés, la méme série de nombres aléatoires
pour le calcul de la force. Les conditions initiales ont été choisies arbitrairement
au dela du point selle, ce qui fait que le noyau évolue vers la scission. Nous
aurions observé un comportement similaire dans le puits. Dans le cas markovien,
sans le terme de Langevin, on a une évolution lisse et exponenticlle. La force
stochastique a pour effet d’introduire des déviations autour de la valeur moyenne,
qui se confond avec 'évolution non-stochastique. Dans le cas non-markovien, il
n'est pas forcément évident que la valeur moyenne des trajectoires coincide avec
I'évolution du terme de diffusion scul. comme précédemment. Intuitivement, on
comprend que les effets de mémoire peuvent éventuellement changer le taux de
fission. La masse ne change pas beaucoup sur la durée étudiée, on peut facilement
faire 'approximation, 3{(q) = M({qo), dans 'équation (5.18). Le terme de dérive
ne dépend pas de la masse, le seul effet que 'on puisse donc attendre, est un
changement de la fréquence des oscillations. Cela été vérifié numériquement. Cela

ne devrait donc pas influencer le taux de fission.

5.3.2 Taux de fission analytique

Il est possible de calculer le taux de fission stationnaire, k, de fagon analytique

[59.60]. Dans le cas de frictions élevées, on obtient
A w
= L0 (- 9
w ekp( T )’ (5-—0)

ot A est la plus grande racine réelle de la transformée de Laplace de 1'équation

différentielle sans second membre utilisée (5.1G).

v} 2
TR UL T (5.21)

wp et wy, sont respectivenient les fréquences du potentiel au fond du puits et au
point selle (équation (5.17)), et V; est la hauteur de la barriere. L'idée est que,
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Figure 5.2: Effet de la force de Langevin sur une trajectoire individuelle dans les

cas markovien et non-markovien.
La condition initivle est prise au deli du point selle. Pour pouveir comperer, nous

avons pris la méme suite de nombres aléatoires dans les deuz ezemples
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pour une friction élevée, les particules dans le puits de potentiel métastable sont
presque a l'équilibre thermique. Au niveau du point selle on peut assimiler le
potenticl & une parabole inversée et pour obtenir le flux au dessus du point selle
il faut raccorder les deux distributions, dans le puits et au sommet de la barriére.

Dans le cas d'une équation linéaire, A peut étre facilement évalué. Dans
notre cas cela revient & considdrer que la masse est constante. Si en plus on
fait I’approximation markovienne on retrcuve la limite donnée par Kramers [53],

b= s (o + (3727 - (8/2)) expl~ ). (522)

Avec les cffets de mémoire et si 7 est assez grand pour avoir des oscillations, on
peut aussi trouver A de fagon analytique, mais |'expression n'est pas trés parlante.
Pour une friction treés élevée, on peut en donner une expression approchée,

N L _W 9
k= 573 — wir exp( T). (5.23)

Il devient clair gue les effets de mémoire ont une influence sur le taux de fission.
Cependant, une application numérique dans les cas présentés plus loin montre que
le terme correctif est trés faible, wir /273 ~ 0,001.

Nous ne savons pas calculer analytiquement le régime transitoire, or il a un
role tres important dans la compétition avec I’évaporation de particules. Une
approche numérique est donc nécessaire pour étudier la fission avec une équation
de Langevin. A cause du terme stochastique, cette résolution n'est pas tres aisée,

nous avons donc d’abord testé le code sur des cas connus.

5.4 Simulation numérique. Comparaison entre

les approches de type Langevin et Fokker-
Planck.

5.4.1 Simulation numérique de I’équation de Langevin

Des calculs numdériques de taux de fission ont déja été fait a partir d’une équation
de Fokker-Planck [21]. L'équation utilisée est équivalente & une équation de Lan-
gevin avee un bruit blane gaussien. Afin de tester la méthode numérique utilisée,
nous avous refait les calculs de la référence [21] avec une équation de Langevin
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phénomeénologique, dans les mémes conditions. La méthode numérique est exposée
en appendice B.

Nous avons calculé le taux de fission en fonction du temps (cf équation (5.1))
en considérant le flux au point selle. Méme avec une statistique élevée, la proba-
bilité que le noyau soit entier en fonction du temps, P,(t), n'est pas une fonction
parfaitement lisse et prendre sa dérivée devient done délicat. Ce qui nous intéresse
c’est I'évolution globale et non les fluctuations qui risquent d’étre amplifiées lors
de la dérivation. Une premiére méthode pour se débarrasser des fluctuations est

d’intégrer sur un pas de temps At [20],

1 a2
< r(t) >ar = K?/¢ dt ()

-At/2
1, (P(t-At2) ‘o
R (P,(t ¥ At/?.))' (5.24)

Une autre possibilité est d’utiliser une méthode de dérivation sur cing points,

Pt — 2AF) — 8P.(t — At) + 8P(t + At') — Po(t + 2A¢)
<r(t) Zae= - 12AP.(1) '

(5.25)
Nous avons comparé les deux méthodes et clles donnent des résultats trés preches.
Dans la suite, c'est la deuxieme méthode que nous utiliserons. La difficulté est de
bien choisir At. Si il est trop petit, < #(t) > est pollué par les fluctnations et on
ne voit plus I'évolution générale et si At est trop grand, cela risque de fausser la
convergence vers le taux de fission stationnaire. Dans la pratique nous avons choisi
un At de Pordre d'une dizaine de A (pas de temps utilisé pour iutégrer I’équation
différentielle) dans le cas markovien et une centaine dans le cas non markovien, ce

qui correspond & At ~ 107225,

5.4.2 Comparaison avec une approche de {ype Fokker-Planck
Les auteurs de la référence [21] ont étudié le taux de fission d'un noyau de masse
248 4 I'aide d’une équation de Fokker-Planck & deux températures et deux frictions
différentes. La variable collective choisie est une élongation et le potentiel est donné

par
Vig) = Myq*(q —c)g +b), (5.26)
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ou M = 9404MeV/c?, ¢ = 1,3287 107 fm~25"2,b =5 fm et ¢ = 19,688 fm.
La barricre a une hauteur de 3,67 AMeV. Les COll(llthllS initiales sont tirées de

manicre aléatoire suivant une distribution gaussienne froide,
d(q,p) = Dexp - T (\I + Mg —q) ) \ (5.27)

de température Tp = 0,3Afel. Dans I'équation (5.27), wo et ¢; sont les parametres
de la parabole osculatrice du puits de potentiel et D est la constante de normali-
sation. Il ne reste plus qu'a résoudre N fois 'équation de Langevin et & faire la
moyenne des observables étudides.

Nous avons refait ces mémes caleuls a ’aide d’une équation de Langevin au lieu
d’une équation de Fokker-Planck. La figure 5.3 représente une comparaison entre
les deux approches. Les désaccords sont sirement dus au fait gqu'avee I'équation
de Fokker-Planck c’est une solution approchée qui est donnée. Nos calculs repro-
duisont. tros bien la limite stationnaire donnée par la formule de Kramers (équation

0'7))

5.4.3 Comparaison avec des calculs similaires

Nous avons aussi refait les calculs de la référence [20] ou le taux de fission de
I'295A¢ est calculé & 'aide d’une équation de Langevin. La principale différence
avec 1’étude précédente est la condition initiale. Pour réduire la durée du régime
transitoire, et par conséquent, le tenips de caleul, les auteurs de ce travail ont
choisi une distribution initiale plus chaude.

D’exp(—ﬁ%ﬂ'(—"’) pour ¢ < g, =1,8

d(q,p) = : (5.28)
d(q = qs) pour ¢ > ¢s

Nous discuterons du choix de la coundition initiale dans le paragraphe suivant.
Dans 'équation (5.28), D' est la constante de normalisation et le potentiel est

37, -1)¢ 0 < 1.27
i) = 37,46(¢ i ) ) pour q< T (5.29)
8.0-18,73(¢ -~ 1.8)* pour ¢ > 1,27

Cette fois ci, la variable collective est une grandeur sans dimension fonction du mo-
ment quadrupolaire. Une comparaison entre les deux calculs supposés identiques,
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Figure 5.3: Comparaison entre les tauz de fission calculés avec une équation de
Langenin et une équation de Fokker-Planck .

Les calculs ont été effectués pour deur températures et deur frictions différentes.
La lLimite de Kramers est aussi indiquée pour un noyau de masse 248. N est le
nombre d'événements, 3 le coefficient de friction et T la température.
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Figure 5.4: Tauz de fission de [?% At en fonction du temps.
Comparaison entre les résultats de la référence [20] et les nétres. Les deuz calculs
ont été effectués avec une équation de Langevin et la limite de Kramers, calculée

anclytiquement est aussi indiquée. N est le nombre d’événements, f le coefficient

de friction et T la température.

pour une température de 23V et un coefficient de friction réduite de 1,5 103571,
est montrée sur la figure 5.4. Le faible désaccord dans les premiers pas de temps
est siirement di1 & des problémes de statistique. Aprés 5 107! secondes, seulement

quelques noyaux ont fissionnés,

5.4.4 Problémes liés & la condition initiale

Les deux exeniples précédents, figures 5.3 et 5.4, ont des régimes transitoires diffé-
rents. Dans le premier cas il y a un temps mort avant que le taux de fission démarre,
qui n’existe pas dans le deuxieme cas. Ces différences sont dues aux conditions
initiales différentes. équations (5.27,5.28) et montrent 'importance du choix de la

condition initiale sur la durée du régime transitoire. Lors de la comparaison entre
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Figure 5.5: Tauz de fission de 1?9 At en fonction du temps. Influence de la con-
dition initiale.

Influence de lo condition initiale. Les deur calculs ont été effectués avec la conds-
tion initiale (5.28). en ne prenant que les points & gauche du point selle pour la
courbe supéricure et la distribution compléte pour la courbe inférieure. Les coef-

ficients de 'équation de Langevin sont les mémes que pour la figure précédente.

les résultats des calculs et les données expérimentales, il faudra faire attention 4 ce
parameétre. Avec pour condition initiale une gaussienne froide, il faut un certain
temps pour que le systéme thermalise, ce temps se retrouve sur la figure 5.3 ot le
taux de fission est nul pour des temps petits. Ce temps mort disparait avec une
condition initiale chaude. Cependant, la distribution n’est plus confinée dans le
puits de potentiel, cela a pour effet de créer un flux élevé des les premiers pas de
temps du caleul, qui n’a aucune siguification pliysique et qui masque le vrai régime
transitoire (figure 5.5, courbe du haut). Ce flux est done compensé par un flux
inverse dii aux conditions initiales tirées au deld du point selle, équation (5.28),
et qui permet d’observer un régime transitoire avee une allure plus réaliste (figure
5.5, courbe du bhas). Clest cette grande dépendance dans les conditions initiales
qui rend un calcul analytique du régime transitoire difficile. La meilleure fagon
de s’affranchir de ces problemes est de choisir la méme condition initiale que celle
choisie dans les caleuls qui nous servirons d'éléments de comparaison [21], & savoir

une distribution ganssienue froide.
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5.5 Résultats

Maintenant que nous avons confiance dans 'aspect numérique de notre approche,
nous allons appliquer I'équation de Langevin généralisée que nous avons obtenue,
a Pétude de la fission du ?®Cf. Ce noyau a la méme masse et la méme hau-
teur de barri¢re de fission que le noyau étudié dans la référence [21], ce qui va
nous permettre de faire des comparaisons entre les taux de fission obtenus avec
Papproche phénomeénologique (repris partiellement dans le paragraphe 5.4.2) et les
nétres. Les résultats de ces caleuls phénomenologiques ayant été confrontés aux
données expérimentales, cela nous permet de faire une comparaison indirecte de

nos résultats avee 'expérience.

5.5.1 Données du calcul

A cause des effets de mémoire dans I'équation de Langevin que nous utilisons, il
faut prendre un plus petit pas de temps. A cause des oscidations, une trajectoire
donnée va passer plusicurs fois au dessus du point selle, ce qui fait qu'il faut encore
plus de statistique pour avoir des résultats suffisamment lisses. Pour les caleuls,
nous avons utilisé un code un peu plus performant, voir en appendice B. Malgré
ces difficultés, il est plus simple de garder la formne de Langevin généralisée que de
résoudre une équation de Fokker-Planck généralisée.

Il nous faut choisir une variable collective qui satisfasse la condition exprimée
dans I'équation (2.40). Si on parameétrise la forme du noyau de la fagon suivante,

R = Ry(1 4+ a;Pa(cos b)), (5.30)

on P; est le deuxieéme polynéome de Legendre, ¢ = a,/2 convient pour de petites
déformations [G1].  Nous supposcrons que cette relation reste valable jusqu'au
point selle qui correspond a une faible déformation dans les noyaux lourds. La
position du point selle peut étre calculée & partir du modéle de la goutte liquide
a laide de la variable a; [62}, ce qui permet de construire un potentiel avec deux
paraboles (figure 5.6). Il reste un parametre libre, la largeur de la barriére. Nous
avons arbitrairement choisi la méme fréquence pour le puits et pour le sommet
de la barriére. L'épaisseur de la barriére n’a pas une grande influence sur la
limite stationnaire dounde par la relation de Kramers, ¢quation (5.23). En effet,
si on augmente wy, cela diminue wy et le produit des deux fréquences ne varie pas
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beaucoup. On peut supposer que ¢’est aussi vrai pour le taux de fission instantané.

Le potentie] utilisé est doue, en Mel',

135,5 ¢° pour ¢ < 0,122

. 5.31
~135,5(¢ —0,24) + 4 pour ¢ > 0,122 (5.31)

Vig) =
Il est indépendant de la température. Nous verrons plus tard comment cette
derniére modifie la hauteur de la barriére. La force aléatoire est choisie gaussienne.
Il ne reste plus qu'a calculer les cocfficients entrant dans 1'équation de Langevin.
Pour cela, nous avons pris les valeurs microscopiques habituelles, ez = 37 MeV,
qui correspond a une densité, py, = 0,16 fm~3, Pour la section efficace nous avons
choisi le bon ordre de grandeur, o = 5 fm?. Cette valeur est plus grande que celle
choisie dans les cas des résonanuces géantes, chapitre 3, mais ¢’est une valeur plus
ou moins arbitraire que 'on peut imaginer modifier légérement en fonction des
résultats finaux. Dans le cas du 2**Cf, on a finalement,

M(0) = 376.3 h2/MeV, (5.32)
r = 4/T¢ en h/Mcl', (5.33)
3 = 464,4/T? en McV/h, (5.34)

avec une température, T, donnée en Mel’. La condition initiale est la méme que
dans la référence [21], mais avec le nouveau potentiel, équation (5.31). Initialement
F cst choisie égale & zéro, ce qui revient & dire que la distribution microscopique
des impulsions est sphérique. Un tel choix est en accord avec une étude précédente
des effets de mémoire [36).

La friction obtenue est tres ¢levée, ce qui suggere un calcul dans un régime
super-amorti. Dans ce cas, p =0 et jj = 0, I'équation de Langevin devient [48],

(]=—X}7%‘(1—+ -A%j—w(t). (5.35)

Plus concretement, cela revient & ne garder que le terme de dérive dans les tra-
jectoires individuelles (cf équation (5.18)). plus la force stochastique et oublier la
partie oscillante. L'équation (5.35) est indépendante de la masse et est markovi-
enne, ce qui rend les caleuls beaucoup plus simples.

Pour que la comparaison entre nos caleuls et ceux de la référence [21] soit
correcte, 1] faut faire attention anx définitions de la température qui sont différentes
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Figure 5.6: Potentiel en fonction de la variable collective, q.

dans les deux approches, or il faut comparer les taux de fission pour une méme
énergie d’excitation. Dans notre cas, la température est celle de la distribution
de Fermi des nucléons dans le noyau, le paramétre de densité de niveaux vaut
a = 7% A/4ep, alors que les auteurs de la référence [21] ont choisi a = A/10, ordre
de grandeur habituel en physique nucléaire. Pour une méme ¢énergie d'excitation,
notre température sera, pour le noyau choisi, 1,22 fois plus grande que la leur. Les
hauteurs de barriére ne sont pas exactement les mémes non plus, 4 MeV dans un
cas et 3.67 MeV dans I'autre. Cette différence est suffisamment faible pour ne pas
avoir une grande influence sur les résultats finaux, comme nous le verrons dans la
suite. Reste le probléme du choix du cocfficient de friction. Pour que les calculs

de la référence [21] soient conformes aux données expérimentales, le cocfficient de

friction A sélectionner est 3 = 5 102! 7! [54].

5.5.2 Calculs avec un potentiel indépendant de la tem-

pérature
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Figure 5.7: Tauz de fission en fonction du temps pour le “8Cf i quatre tem-
pératures différentes,
Les caleuls ont 6té fuits avec Uéquation de Langevin généralisée compléte, avec
{'équation de Langevin généralisée sans terme du second ordre et avec ! ‘Cquation
de Langevin généralisée et une masse constante. Pour la ternpérature de § MeV,

un calcul dans Uupprozimation d’un régime super-amorti o aussi été effectué. La
limite stationnaire a 61é caleulée analytiguement dans le cas d’une équation de Lan-

gevin linéaire (voir le tegte pour plus de détails). N est le nombre d’événements.
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Nous avons fait coute une série de caleuls avee quatre températures différentes et
avee différents niveaux d’approximation dans 'équation de Langevin utilisée. Les
résultats sont montrés figure 5.7.

Une premiére approximation possible est de négliger le terme non linéaire dans
I'équation de Langevin, 3'%;)7‘}’1 ce qui permet de tester le code. Dans tous les
cas, les calculs faits avee une équation lindaire redonnent bien la limite station-
naire calculde analytiquement. Avee I'équation de Langevin compléte, c’est & dire
avec unie masse dépendant de la variable collective, cette limite est légerement
supéricure, Ceci est dit au terme du second ordre qui est toujours positif et qui a
tendance & pousser les noyaux vers la fission, En effet, si on fait le calcul du taux
de fission avee une . se constante, mais en incluant artificiellement le terme du
secoud ordre, -% = -'-;},—’ o dans 'équation de Langevin, on retrouve exactement
la limite obtenue avee 1’(?:’;:mtion de Langevin compléte, ¢’est & dire avec une masse
non constante. Ceei est en accord avec 'observation faite lors de 'étude des tra-
jectoires individuelles (§5.3.1), ol nous avions vu que dans la solution analytique
de P'équation linéaire (équation (3.18)), le terme de dérive est indépendiant de la
masse. Bien que le ternie du second ordre soit petit, son effet n'est pas négligeable,
il avgmente de 40% environ le taux de fission stationaire.

Le caleul fait 4 T = 4,88 MeV peut done étre comparé a celui fait & T =
4 MeV dans la référence [21). Daus notre cas, le cocfficient de friction réduite
vaut, 3 = 0,1 ¢/fm = 30 10*! 57!, ce qui est environ G fois plus grand que
dans le cas phépoménologique. Parce que les équations ne sont pas identiques, les
effets de ces parametres ne sont pas les mémes, mais la différence est suffisamment
significative pour que notre taux de fission stationnaire soit 3 fois plus faible que
le leur et la durde du régime transitoire 5 fois plus longue. Il est & noter aussi que
le temps de relaxation est suffisammeat petit, 7 = 33 foi/e = 1,1 1072 &, peur
que 'on puisse négliger les effets de wémoire.

Pour T = 4 McV, nous avons aussi fait le ealcul dans 'approximation d’un
végime super-aworti. Le résultat est trés proche de celui obtenu avee I’équation
de Langevin linéaire. Bien que les effets de ménoire affectent beaucoup les trajec-
toires individuelles, ils ont peu d’effets sur le taux de fission final, Les régimes sta-
tionnaires sont identiques, seul le régime transitoire est 1égerement inféricur. Ana-
lytiquement. e terme correctif dans 'équation (5.23) est tres petit, il n'y a qu’une
différence relative de 107 eutee la friction 3 ot la friction ceffective, 3 — rw?/27.
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Figure 5.8: Tauz de fission en fonction du temps d différentes températures.
Les calculs ont été fuits avec U'équation de Langevin généralisée compléte.

Pour T = 3 Mel', le coefficient de friction réduite vaut 3 = 0,27 ¢/fm =
77 102! 571, c’est & dire environ 15 fois plus grand que celui utilisé dans I’approche
phénoménologique. Pour avoir un élément de comparaison, nous avons fait un
calcul avec une équation de Langevin phénomenologique a T = 2,46 MeVl et avec
3 =5 10251 [63], ce qui correspond a la méme énergie d'excitation. Maintenant,
le taux de fission stationnaire est environ 10 fois plus faible et la durée du régime
transitoire, 10 fois plus longue.

Des résultats similaires 8 T = 2 Mel™ sont aussi montrés, mais pour de si
faibles énergies d’excitation, le nombre de noyaux qui fissionnent est extremement
faible ct il est donc tres difficile davoir une statistique suffisante pour obtenir des
courbes lisses. On peut néanmoins se faire une idée des caractéristiques du taux
de fission. Cette fois-ci ce taux est encore plus faible que dans le cas phénomeno-
logique. Pour de telles énergies, la durée du régime transitoire est si grande que le
phénomene de fission devient trés rare.

Un résumé des caleuls fait avee I'équation de Langevin compléte est présenté

sur la figure 5.8. A haute température. les résultats ne sont pas trop éloignés de
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ceux de la référence [21], plus on desceud, plus le désaccord devient flagrant. Ceci
est di au fait que le cocfficient de fiiction diminue avec la température, 1’évolution
est donc plus rapide. L'évolution de ce paramétre, 3 ox 1/T?, est connue depuis
longtemps pour les liquides de Fermi [64] et est en accord, au premier ordse et
dans la ganmmne de température ol nous travaillons, avec des calculs de viscosité
faits a partir de I'équation de Boltzmann dans le cas nucléaire [65). L'influence du

terme non linéaire a aussi tendance & dininuer avec la température.

5.5.3 Calculs avec un potentiel dépendant de la tempéra-
ture

Les taux de fission calculés précédemment ne sont pas trés réalistes, ils sont beau-
coup trop faibles pour pouvoir reproduire les données expérimentales. Nous al-
lons done tenter d’améliorer le modele en considérant que la barriére de potentiel
dépend de la température. Une autre amélioration possible est de tenir compte
des effets du moment angulaire, nous ne le ferons pas ici. Il est bien connu qu’au
dessus de 4 ML pour les noyaux lourds, il 1’y a plus de barriere de fission. Le
processus devient un processus de diffusion libre.

Pour détenniner la hauteur de la barricre, nous avons simplement choisi une

évolution cubique [66]

14(0)

W(T) =
ot #(T') est paramctre de fissibilité dépendant de la température,
2(T) = r(0)1 + 7,1 1073T?), (5.37)

et r(0) est le paramectre de fissibilité habituel [61]. La relation (5.36) n'est valable
ue pour des températures inféricures a 5 MeV environ et a été obtenue en faisant
un développement de type modele de la goutte liquide de 1'énergie libre d’un noyau
chaund. La dépendance en température est obtenue & partir d’'un modeéle de type
Thomas-Fermi étendu. Pour le potentiel, la méme méthode gue précédemment a
été utilisée, avee les mémes choix arbitraires.

Les mémes caleuls que précédennnent, avee I'équation de Langevin compléte,
ont été faits, avee ce nouveau potenticl et les résultats sont rassemblés dans la

figure 5.9. Conune prévu. les taux de fission sont tous supérieurs et les durées
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taux de fission avec un potentiel dépendant de la température
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Figure 5.9: Teuz de fisston en fonction du temps & différentes températures.
Les calculs ont été faits avec l'équation de Langevin généralisée compléte et un

potentiel dépendant de lo température.

des régimes transitoires diminuent drastiquement. Quand on augmente la tem-
pérature, la barriere diminue et la condition initiale devient de plus en plus large.
Pour des températures supérieures a 4 MeV environ, il n'y a plus de barriére et la
condition initiale choisie (équation (5.27)), n'a plus de sens. Pour T'= 3 MeV, le
taux de fission stationnaire est toujours 8 fois plus petit que celui de 'approche
phénomenologique. ce qui tend a confirmer le caleul fait dans 'approximation d’un

régime super-amorti: ¢’est la friction qui domine tout le processus.

5.5.4 Résumé

La figure 5.10 reprend tous les taux de fission stationnaires et toutes les durées
de régimes transitoires dans les deux approches, phénomeénologique et dérivée de
I'équation de Boltzimann-Langevin., Nous avons défini comme régime transitoire le
temps néeessaire ponr atteindre 90% ou 110% du régime stationnaire, selon l» type
de convergence. Pour extraire la durée du régime transitoire, nous avons plutét
utilisé I'évolution de la probabilité que le noyau soit entier, qui est beaucoup plus

lisse que le taux de fission. Cependant, la précision obtenue n’est pas trés bonne,
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Figure 5.10: Teuz de fission stationnaires et durées des régimes transiloires pour

toutes les approches développées dans le présent chapitre.
Pour Uapproche phénoménologique lo. température a été corrigée (voir texte) et le

coefficient de friction réduite vaut 3 =5 10?1 571,
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on ne peut qu'en déduire des comportenents généraux et cela justifie 'emploi
d'une courbe semi-log. L'amdlioration sur la barriere de potentiel ne change pas
énormément les résultats qui restent toujours trés différents de ceux inspirés de

I’expérience.

5.6 Conclusion

Nous avons utilisé une équation de Langevin obtenue & partir d'un modéle micro-
scopique pour refaire des caleuls de taux de fission faits précédemment avec une
équation phénomenologique. Nos résultats sont quantitativement assez éloignés
des précédents, qui cux, dépendent de valeurs expérimentales, Le désaccord est
d’autant plus important que la température diminue. En fait, a basse température
notre modele ne s"applique plus, car I'approximation diabatique et le flux de vitesse
irrotationel ne sont plus justifiés. Il est en effet bien connu, qu’a basse énergie la
masse dite de cranking et un potentiel adiabatique sont plus appropriés. De plus,
les effets quantigues. comme Ueffet tunnel [67], ne peuvent plus étre négligés. Mais
meéme a haute énergie, notre taux de fission est environ o fois plus faible que celui
de la référence [21]. Nous avons vu que la friction que nous avons obtenue est
beaucoup plus élevée que celle utilisée dans la référence [21] et c’est ce qui ex-
plique le désaccord. De nouvelles expériences ont été cffectuées récemment et
semblent indiquer. si on utilise I'approche phénomenologique, que le coefficient de
friction est plus grand que celui de la référence [54], mais n’atteint pas les valeurs
que nous avons obtenues [37). Cette friction a été évaluée par de nombreuses
wéthodes théoriques et le spectre des résultats obtenus est trés large [51). Nous
avous obtenu une valeur qui se situe parmi les valeurs les plus élevées. Cependant
d’autres calculs tres récents ont été faits avee une autre méthode [G8] et les auteurs
arrivent a la méme conclusion que nous, le noyau serait plus visqueux que ce que
I'on pensait. Nous allons tenter de comprendre ce qui, dans notre modeéle, ne va
pas, pour tenter de I'améliorer.

Il est plus sophistiqué que ccux utilisés précédennnent, mais ces plus n’ont pas
une grande influence. Nous avons mis en dvidence des effets de mémoire, mais
ils n'influent pas bheancoup sur le taux de fission. Nous avons aussi une masse
qui dépend de la variable colleetive. mais cela ’augmente que de 40% environ le
taux de fission stationuaire, ¢’est insuffisant. Quelles sont done les améliorations
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possibles? Le potentiel que nous avons utilisé a une forme trés simple, mais la figure
5.10 montre que la hauteur de la barriére n’influence pas beaucoup les résultats
finaux. On pourrait penser que la réduction sur une seule variable collective est
trop restrictive. Des calculs ont été faits avee deux dimensions, mais le taux de
fission n'est que de 15% supérienr a celui calculé 2 une dimension [58).

Examinons donc de plus preés la dérivation. Les cffets de mémoire dans le
terme de collision de ’équation de Boltzmann-Langevin, étudiés dans le chapitre
précédent, diminuent d’un facteur deux environ le taux de relaxation microscopique,
7. et douc le coefficient de friction. Evidemment, si on garde ces effets de mémoire,
on ne peut plus garder la méime équation de Langevin, il faut recommencer toute la
dérivation, ce qui est loin d’étre simple car le nouveau 7 dépend de la fréquence. Les
trajectoires individuelles ont essenticllement deux composantes, & deux fréquences
différentes, une fréquence nulle et la fréquence de la résonance géante quadrupo-
laire. Le fait que le calcul dans le régime super-amorti donne la méme chose que
le caleul linéaire tend a montrer que seule la composante de fréquence nulle est
importante et done les effets de mémoire dans le terme de collision n’auront zucun
effet. Cela mériterait d’étre vérifié.

A cause de la réduction qui a été faite, ou 'équation de Boltzinann-Langevin
est projetée sur une seule variable, seule la friction 4 deua-corps, venant du terme
de collisions, est conservée. La friction & un-corps, résultant du couplage avec des
modes de surface est perdue. Un autre mode de dérivation serait donc nécessaire,
I'approximation diabatique et le flux de vitesse irrotationnel n’étant peut-étre pas
justifiés daus ce cas 1a. Des calculs récents avec une friction & un-corps phéno-
ménologique reproduisent bien les multiplicités de neutrons observées et ne sont
pas trop loin des distributions expérimentales en énergie cinétique, ce qui n'est
pas le cas avee une friction a dewr-corps [69]. Un important progrés consisterait a
dériver microscopiquement une équation de Langevin tenant compte de la friction
a un-corps. Ce probléine reste ouvert.

Nous avous L4l un premicer lien entre un modeéle i.icroscopique et un phénomeéne
macroscopique qui nous a permis de bien avancer dans la compréhension de la fis-
sion induite. Les résultats obtenus sont prometteurs, méme si de nombreuses

améliorations peuveut étre apportées,

'
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Chapitre 6

s



Temps d’évolution des instabilités

6.1 Introduction

Pour des collisions nucléaires & des énergies suffisamiment élevées, typiquement
plusicurs dizaines de MeV par nuceléon, le noyau composite formé pénétre dans la
zone spinodale de Péquation d'état et se divise en de nombreux fragments. Cette
zone st mécaniquement instable, ¢'est a dire que la compressibilité v est négative,
et correspond a des densités faibles (cf figure 6.1). Une perturbation de la densité
a tendance a s’amplifier dans cette région et grossir jusqu’a devenir de 'ordre de
grandeur de la densité elle-méme. Pour que ce processus dit de multifragmentation
puisse avoir licu, il faut que le noyau reste un certain temps dans la région spino-
dale, le temps néeessairve aux instabilités pour se développer. C’est ce temps que
nous nous proposons d’évaluer. Il s’agit la d’un scénario possible, ce n'est pas for-
cément le scul. L'équation de Langevin que nous avons obtenue au chapitre 2 a été
calculée pour un fluide incompressible et ne convient pas a cette évaluation. Il faut
refaire le calcul pour un fluide compressible, ce qui n'est pas tres compliqué, cela
revient a ajouter une force supplémeutaire lice a la compressibilité de la matiére
nucléairve, comme nous le verrons au §6.4.1. Cela devient plus difficile quand on
veut appliquer la nouvelle équation aux modes compressibles car les potentiels
de vitesse associés out une partie radiale qui s’exprime en fouction des fonctions
de Bessel, ce gui rend le caleul des coefficients entrant dans ’équation de Lan-
gevin beauconp plus compliqué. Dans ce chapitre nous nous proposons d’étudier
dans un premier temps des modes surfaciques incompressibles, en continuité avec

le chapitre sur la fission et d’appliquer done directement la méme équation de
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Figure 6.1: Equation d’¢tat schématique de la matiére nucléaire.

(Figure tirée de [70])

Langevin. On peut se demander si de tels modes ne sont pas aussi susceptibles de
deveair instables a haute énergie. Si oui, nous nous proposons de calculer le temps
mis par ces instabilités pour se développer. Pour cela, nous allons considérer un
mode particulier et calculer le temps néeessaire pour que les fluctuations autour de
I'évolution moyenue deviennent aussi importantes que cette moyenne, Puis nous
nous proposons d'étendre 'étude aux modes volumiques en généralisant ’équation
de Langevin pour des fluides incompressibles.

Ce indeanisme proposé pour expliquer la multifragmentation n'est pas le seul,
une autre explication plausible repose sur une succession de fissions binaires qui
aboutirait a la formation des fragnrents [71). Le débat entre les deux approches
n'est pas tranché, mais nous allons nous placer dans le premier cas. Nous al-
lons décomposer les variations de densité sur les harmoniques sphiériques et nous
n'allons considérer que les premiers modes. L'idée est d'utiliser P'équation de Lan-
gevin que nous avons obtenne au chapitre 2 pour étudier la dynamique de ces
modes. Le taux de croissance de ces instabilités a été évalué dans la référence [72]

pour des modes volumiques. Les auteurs ont étudié le taux de croissance dans
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deux régimes limites, la limite hydrodynamique et la limite d’une régime sans
collision. Notre modéle est plus général car la section efficace nucléon-nucléon
peut étre considérée comme un parameétre qui va nous permettre d’explorer tout
le domaine intermédiaire entre ces deux régimes limites. De plus, on peut raiso-
nablement supposer que les effets de mémoire, qui n’ont pas une grande influence
sur des phénomenes lents comme la fission, peuvent jouer un role important pour
ce cas (’évolution tres rapide.

L’équation de Langevin que nous utilisons est isotherme, or, il semblerait que
P'excursion dans la zone spinodale soit isentropique [72]. Ce n’est pas grave car
le modele tres simple que nous nous proposons d'étudier est statique. En effet,
nous allons partir d'un point instable de 'espace des phases (p, T) et supposer
que la densité n’évolue pas. Le but est de calculer le temps qu'il faut, dans cette
situation, pour que les instabilités lides & un mode donné se développent.

6.2 Etude d’un cas particulier: évolution du mo-

de quadrupolaire surfacique

Comnie dans les chapitres précédents, c’est le mode quadrupolaire que nous allons
étudier car c’est lui qui a le nombre d’ande le plus petit [72]. On peut intuitivement
coniprendre que pour une collision centrale entre deux noyaux identiques, c’est ce
mode qui sera excité en premier. Il correspond & une cassure en un petit nombre de
fraginents. Cest le mode quadrupolaire surfacique qui a été utilisé dans le chapitre
sur la fission et ¢’est lui que nous allons reprendre dans un premier temps afin de
tester la faisabilité du probleme. Cela va nous permettre de partir d’exactement
les mémes équations. Nous ferons ensuite une étude plus systématique. Dans un

premier temps il nous faut définir une observable i étudier.

6.2.1 Critére sur le temps de croissance des instabilités

Le caleul que nous nous proposons de faire est de caleuler le temps néceessaire pour
que les fluctuations aieut le méme ovdre de grandeur que la valeur moyenne. Pour
cela nous allons caleuler la valeur moyenne de la variable colleetive, < ¢(t) >, sur
un grand nombre de trajectoires, ainsi que la variance,

o(f)=\/< GAt) > — < ¢(t) >2 (6.1)
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Cependant, saus le petit terme du second ordre dans 1'équation de Langevin, le
probleme est enticrement symétrique et done < ¢(¢) >= 0. Le terine non-linéaire
ne suffit pas pour éearter de manicre significative < ¢(t) > de zéro, comparée a la
variance, la valeur moyenue est toujours petite. En se rappelant que la forme du
noyau peut étre paramdétrisée de la manicre suivante pour le mode quadrupolaire
surfacique,

R = Ry(1 + 2¢Ps(cos 8)), (6.2)
on peut choisir comme critere que les fluctuations sur le rayon du noyau, R, peuvent
atteindre sa valeur moyenne, Ry, ce qui se tradnit pour la variable collective, ¢(2),
a ~ 1/2, en admettant que < ¢{t) >=0. Ce critére n'est qu'approximatif car la
relation ¢ = /2 n'est valable que pour de petites déformations et il ne permet
done que d'extraire un orvdre de grandeuar du temps de croissance. Un critére

similaire peut aisément étre défini pour les autres maocles surfaciques.

6.2.2 Ingrédients du calcul

Pour I'évolution quadrupolaire surfacique, les équations du mouvement pour la
variable collective sont exactement les mémes que dans le cas de la fission, équations
(5.12,5.13,5.14), seuls les coefficients vont changer car le coutexte est Jdifférent. En
effet la densité initiale est trés différente de la deusité de saturation, py, et le po-
tenticl est instable. Les observables que nous allons étudier sont la valeur moyenne
de la distribution des trajectoires, < ¢(t) >, et sa variance. Contrairement au cas
de la fission o I'on étudiait une dérivée, une faible statistique est suffisante pour
avoir des résultats lisses, typiquement 5000 évenements.

Pour les caleuls présentés plus loin, nous avons repris le méme noyau que pour
la fission, A savoir le 28Cf. Nous avons fait le caleul pour wne densité différente
de celle de saturation, les cocfficients de I'équation de Langevin dépendant de la

densite de la maniere suivante:

Mq) — **M(q) (6.3)
T — T (6.4)

)
1= FT; (6.5)

) VAT
VAMAT — T (6.6)
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si on change p en p/y. L'équation d’état tracée figure 6.1 est celle de la matiére
nucléaive infinie, elle ne prend pas en compte linteraction coulombienne et les effets
de surface, clle ne convient done pas pour calculer pour étudier I’évolution d'un
mode surfacique. Nous allons simplement prendre comine potentiel une parabole
centrée en ¢ = 0. Le probléme, maintenant, est d’estimer la fréquence de cette
parabole, ou la raideur du potentiel, en utilisant une force de type Skyrme, par
excmple, ou en utilisant un potenticl obtenu a 'aide du modéle de la goutte liquide;
cela fait l'objet du paragraplie suivant. Nous allons, dans un premier temps,
considérer le potentiel comme un paramétre afin de tester son influence. A la
forece duce au potentiel vient s'ajouter la foree dynamique due & la déformaticn de
la sphére de Fermi, qui est aussi une force harmonique dont la fréquence servira
de point de repére,

Nous avons tous les coefficients de I'équation de Langevin & résoudre. Pour la
condition initiale, nous allons simplement prendre, gy = 0,py = 0 et Fp = 0. Pour
les caleuls numériques nous avouns arbitrairement choisi une densité p = p,/3 et
une température T = 5M eV, ce qui correspond a un point en plein dans la zone
spinodale. Pour le #¥Cf, ccla donne une fréquence de la résonance quadrupolaire,
Q = 5,182 MeV/h. Nous avons fait trois calculs numériques, avec trois fréquences
différentes. Les résultats sont montrés sur la figure 6.2. Avee une fréquence de
1 MeV, les fluctuations demeurent petites sur un temps trés long. Avec une
fréquence égale & la fréquence de la résonance, 2 = 5,18 MeV/h, c'est a dire
avec un poteniicl effectif plat les instabilités conumencent & se développer. Si on
multiplie par deux cuviron la fréquence, les instabilités se développent & peu pres
deux fois plus vite.

L'équation de Langevin que nous avons obtenue au chapitre 2 se préte done
bien & 'étude des instabilités. Cependant, pour obtenir des valeurs réalistes pour
les temps de développement des instabilités, il faut caleuler le potentiel pour les
modes surfaciques car il s’agit du paramétre clé. Clest lui qui va déterminer si les

modes sont istables ou non.

6.3 Instabilités surfaciques

Comme nouns 'avons vu dans le paragraphe précédent sour 1 mode quadrupolaire,
tous les cocfficients de I'équation de Langevin sont bicu déterminés, la difficulté
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Figure 6.2: Evolution de la variance en fonction du temps pour différentes valeurs

de lu fréquence du potentiel.
Les fréquences sont exprimées en McV/h. N est le nombre d’événements. Les

calculs ont 64¢ fait pour une température T = IMcV et pour une densité p = p,/3.

étant de calculer le potentiel. Nous allons donce évaluer ce potentiel pour un mode
quelconque a Paide d'un mocdele de type goutte liquide.
Si on parametrise le rayon du noyau suivant les harmoniques sphériques,

o |
R(8,0) = Ry (1 + ag + Z Z ﬂfm}'—lm(qu))) s (6.7)
=1 m=-{
I'énergie de swrface et de 'énergie de Coulomb s'éerivent & température nulle [37),
1 ’ ;
Ej(a) = EJ(0)+ 32 (1= 1)+ 2)Rjolaml*, (6.8)
= lm
_ 1 =3 =1)(Ze)?, ,
E,-((l) = Ev(o) D) Z ,2”(21 n I)Ru lalml . (6-9)

im

ol o = 1,03 McV/fm? Le rayon dépend du noyau étudié et de la densité,
Ro = 9 Pro A3 avee 1y = 1,2 fm. Comme dans le cas de la barriére de potentiel
pour la fission. on peut prendre en compte la dépendance en température des

énergies [66]. Pour I'énergie de surface, la tension devient,

) T2
- — e T2y —_ =
o(T) = a(0)1 — 2, T ,—0(0)(1 (T,> ), (6.10)
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avec ry = 5,53 1073 AleV 2 ou T, = 13.4 Mel". Pour 'énergie de Coulomb il

faut remplacer le rayon Ry par.
T 2
Ro(T) = ' Pry A3(1 + 2 T?) = ' Prg AR (1 + (T—) ) , (6.11)
p

avec re- = 0.7 1072 MeV =2 ou Ter = 37 MeV. Finalement, pour un mode (I,m)

donné, le potentiel s'éerit,
3 (Ze)? 1

5 5 Ialml27
27 2 + 1 r(An)/3(1 + z.T2)
(6.12)

Viam) = L:)—l— [(! + 2)1'3(1).—1 )2/30(1 —r,T?) —

oll tous les parametres sont connus.
Afin de pouvoir continuer I'étude de I'exemple du paragraphe précédent, faisons

- . ’ e - 2.
une application munérique pour le mode quadrupolaire et le 28Cf,

Viay) =

| —

2342 33 1—( T) - 174,9 | %30- (6.13)
13.4 g3 (1 + (_577) )

ou les valeurs du potentiel et de la température sont domndes en Alel’. A la
densité de saturation. n = 1, 1l faut une température supéricure 3 9 AeV pour
que la courbure du potentiel deviennent négative. A température nulle, il faut une
densité supérieure a 1.34p,. Pour tester la stabilité du mode il faut comparer la
fréquence de la résonance a la fréquence du potentiel. Cette derniere dépendant de
la masse collective, il faut exprimer le potentiel en fonction de la variable collective
g défime a partir du champ de vitesse, équation (2.40). Pour un mode gquelconque,

les conditions aux hmites donnent pour de petits mouvements [37],

U= G ﬁ_'w 178, 6). (6.14)
d'()l‘l l.()ll a.
qi = \/2[4? R‘-;_ldm. (6.15)
avee pour définition des g
u = V(' P(cos 6)). (6.16)
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Danc, pour le made quadrupolaire, la fréquence du potentiel s'éerit,

R ~
w2=6.5(1- (i%) - ——iLr——— (6.17)
= ] ( 1+ (E) )
qui est a comparer & la fréquence de la résonance qui dépend tres peu de la tem-

pérature [73), L61
2

= -)l—‘/—; (6.18)
Les deux fréquences sont doundes en hif/AleV. La somme Q? + w2 étant toujours
positive, le mode quadrupelaire surfacique est tonjours stable. Pour ce qui est des
autres modes, le potentiel est d'autant plus stabilisant que la polarité est élevée,
done si le milicu est stable ponr le mode quadrupolaire. il Uest a fortiort pour tous
modes. Les modes surfaciques sont doue toujours stables, nous allons doue nous

itéresser aux modes volumiques.

6.4 Instabilités volumiques

Pour obtenir Péquation de Langevin dn chapitre 2, nous avons supposé daus le
caleul de la foree dynamique que le champ de vitesse étudié était incompressible.
Avant dappliquer Féquation de Langevin aux modes volunmiques il faut reprendre

le calcul de la force dymunique pour un fluide compressible,

6.4.1 Calcul de la force dynamique pour un fluide com-
pressible

La force dynamique. équation (2.43). se décompose en deux parties,

F(t)=C(t) + Q(t) (6.19)
oi C(f).
. 1 1/"1'1/“1} g
Cif) = 37”/,,(2:,’)3@0)(;)— mu) f(r.p.t), (6.20)

est la force due & la compression et Q(t),

Brd? ..
Q) = [45200,60,fr.p.0). (6.21)

(2=l )
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est la force due a la distorsion. Dans 1'équation (6.21),

~ 1 .
Qij =Qi - mt"u(P — mu)?. (6.22)

Le calcul de C(t) est immeédiat,

2 ]
cih =3 / Prioep(r, q), (6.23)

ol € est 'énergie cinétique par particule. Celui de Q(t) est similaire & celui fait
pour F(t) dans le cas d'un fluide compressible. 11 faut linéariser I'équation de

Boltzmann-Langevin pour pouvoir trouver une solution. On obtient,

(lt T
avec 4-1 1
[ = _;:-)' < €p|0.0;60:0:6 — §(A¢)2] >. (6.25)

Pour un fluide compressible on obtient done une équation de Langevin trés sem-

blable i celle pour un #uide incompressible, il ¥ a juste une foree supplémentaire,

C(t).

. 19M , oV .
_Uq+§—51—q’+-£—)q—=6(f)+Q(t) (6.26)

qui donne la partie cinétique du coefficient de compressibilité.

6.4.2 Application aux modes oscillatoires

Pour évaluer les coefficients de U'équation de Langevin il faut se donner un champ

de vitesses. Pour i mode douné on prendra.
u = N (ji(kr)P(cos 8)), (6.27)

ol J; et P sont respectivement les fonetions de Bessel et de Legendre et k est
le nombre d'onde 4 déterminer en fonction des conditions aux limites. Pour le

potenticl. on peut prendre une foree de type Skyrne,
A
- P P :
Uipy=a—+b (——- . (6.28)
Ps Ps
olt @, b et A sonr des constantes a ajuster de fagon a reproduire les propriétés a

saturation de la maticre nucléaire. & savoir, la densité, 'énergie et la compres-
sibilité,
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Nous avons maintenant tous les ingrédients néeessaires a I'étude des instabilités
volumiques, mais le caleul des coefficients de I'équation de Langevin n'est pas facile
a calculer car il implique des intégrales de fonetions de Bessel qui sont difficilement
calculables analytiquement. Nous ne ferons done pas de caleuls explicites dans

cette these, les travaux étant toujours en cours.

6.5 Conclusion

Nous avons appliqué I'équation de Langevin obtenue a partir d'un modele mi-
croscopique & 'étude des instabilités dans les noyaux chauds.  Pour cela nous
avons décomposé la déformation en modes et nous avons considéré deux situations
différentes, des oscillations surfaciques et volumiques. Dans le premier cas nous
avons montré que les déformations sont toujours stables parce que la force de rap-
pel dynamique a tendance a remettre le noyvau dans une forme sphérique. A haute
densité, la partie coulombicnne de 'éuergie d'interaction est bien snpéricure & la
partie surfacique et le potentiel est istable. mais pas suffisanunent pour doniiner
la partic dynamique ct rendre le mode instable. Eu ce qui coucerne les vibrations
volumiques, nous savons que ces modes peuvent ctre instables dans certaines con-
ditions et le taux de croissance de ces instabilités a déja largement été étudie [72).
Nous proposons ici une approchie plus géncrale, meéme si nous n'avons pas encore
fait de résolntion numérique. Pour cela nous avous établi une équation de Lan-
gevin valable pour les fluides compressibles & partir d'un mwodéle microscopique,
géncralisant le travail fait dans la référence [17]. Pour obtenir cette équation nous
avous utilisé une réduetion de dyuamique des fluides. ce qui permmet de considérer
la section efficace uneléon-nueléon comme un paramétre et doue dexplorer tout
le dowaine contpris entre les lmites hydrodynamique et de liquide Fermi qui ont
déja été apréhienddes [12]. De plus. sile temps de croissance des instabilités obtenu
est du meme ordre de grandeur que le temps de séjour du noyau daus la zoue spi-
nodale, notre modéle permet de considérer une situation ol la densité évolue avec

le temips et done d'étudier le couplage avee le mode monopolaire.
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Conclusion

Le probleme que nous nous étions posé était d’appliquer a différents phénomenes
de la physique des ions lourds équation de Langevin abtenue & partir d'une théorie
cinétique stochastique, I'équation de Boltzmann-Langevin. Nous avons étudié trois
phénomeénes différents correspoudant & des domaines d’énergie trés différents, a
savoir les résonances géantes. la fission induite et la multifragmentation. Le but
était double. & la fois étudier I'influence des fluctuations sur un phénomene collectif
et de tester sur des exemples concréts la validité des modiles cinétique et de
dynanique des fuides obtenus a 'aide d’'nne description microscopique. Le but
ultime est d’obtenir des informations sur la matiére nucléaire en confrontant les
modeles aux expériences. Nous n’avons pas mené jusqu’au bout les calculs pour
les trois phénomenes pliysiques étudiés, mais nous pouvons cependant tirer des
conclusions générales. D™un point de vue dynamique, trois aspects sont reven s
de manicre récurente tout au long de ce travail, ce sont les effets de mémoire, la
dissipation ct les fluctuations. Ces deux derniers aspects résultent de 'interaction
entre les degrés de liberté privilégices et les autres, qui ont 6té réduits. Les effets
de mémoire apparaissent systématiquement lors de ce genre de réduction, que ce
soit lors du passage du modeéle microscopique a 'équation cinétique ou lors du
passage de I'équation cinétique a la description de dynamique des fluides, 4 savoir
I’équation de Langevin.

Les effets de mémoire doivent étre pris en compte quand le temps de relaxation
du bain thernique. ¢’est & dire le temps de retour vers ’équilibre aprés avoir été
perturbé par la particule brownienne, n’est pas trés pas négligeable devant le temps

caractéristique d’évolution de la particule brownienne. Dans une telle situation,
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ils affectent I'interaction entre cette particule et le bain thermique, & savoir la
dissipation et les fluctuations. Les effets de mémoire dans le terme de collision
de I'équation de Boltzinann, qui représente la dissipation & deuxr-corps, ont été
étudids dans le cas des résonances géantes. chapitre 3. Il y est montré qu'ils ne
peuvent pas étre négligés pour ce type de phénomenes. Cela se comprend aisément,
la résonance géante quadrupolaire a une fréquence dont l'inverse est de I'ordre de
0,1 h/AfeV et le temps de relaxation microscopique est de 'ordre de 0,2 k/MeV.
Ce sont des ordres de grandeur tout a fait comparables et il est difficile de négliger
I'un par rapport a I'autre. Pour un phénomene trés lent comme la fission, nous
pensons, méme si nous ne 'avous pas démontré, que ces cffets de mémoire sont
négligeables. En effet le temps caractéristique est de 'ordre de 100 R /MeV, c'est
a dire trois ordres de grandeur plus long que le tenips de relaxation microscopique.
Pour ce qui est de la multifragmentation, les temps caractéristiques d’évolution
des modes instables sont tels que les effets de mémoire risquent d’étre importants.
D autres effets de mémoire apparaissent lors du passage de I'équation de Boltz-
maun-Langevin 4 I'équation de Langevin. il en est question & la fin du chapitre
2. Ces effets sont d'une importance cruciale pour les résonances géantes, sans eux
il 0’y aurait pas d'oscillations dans notre modeéle. Dans le cas de la fission, nous
avons wontré qu'ils pouvaient étre négligés. Les arguments sur les échelles de
tenips concernant le passage du modcle misroscopique a 'équation de Boltzmann
sont encore valables icl. Nous avous aussi montré dans le cas des résonances les
effets de mémoire avaient une influence significative sur la largeur et donc sur la
dissipation.

Le fait d'avoir obtenu I'équation de Langevin d’un modele microscopique, nous
donne une valeur déterminée de la friction, dans le cas de la fission peu de calculs
microscopiques de ce coefficient ont été faits [51]. D’une maniére générale, les
résultats que nous avous shrenus reproduisent bien, les ordres de grandeur obtenus
lors des expériences. Cependant. notre modele pourrait étre amélioré, surtout en
ce qui concerte la partie dissipative pour les phidnomeénes lents. Dans le cas des
résonances géantes la largeur que nous avons caleulée ne représente qu'un tiers
environ des valeurs expérimentales et pour la fission la viscosité que nous avons
obtenuc est trop grande. Dans le cas de la multifragmentation, nous n’avons
pas fait d’application. Ce défaut est trés probablement dit au fait que I’équation

de Langevin ne tieut compte que de la friction & deur-corps. Une amélioration
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possible et intéressante consisterait donc & tenir compte de la friction & un-corps
dans 'équation de Langevin obtenue a partir de 'équation de Boltzmann-Lang-
evin. Le probléme n'est pas simple, Malgré les améliorations possibles, notre
approche constitue un premier pas important car elle établit un lien direct entre
un modéle microscopique, 'équation de Boltzmann-Langevin, et des équations
macroscopiques appliquées a des phénomenes collectifs.

Enfin, un des buts principaux de ces calculs était I'étude de 'influence des
fluctuations. Dans le cas des résonances. nous n’avons pas fait d’étude particuliére.
A une seule dimension, elles n'ont pas d’influence, mais il a été montré que le
couplage entre le mode dipolaire et les modes quadrupolaires fluctuants conduit au
motional narrowing [48]. Notre modéle. chapitre 3, donne une base microscopique
a ce genre dapprochies. Dans le cas de la fission, ce sont les fluctuations qui
permettent a un noyvau au foud du puits de potentiel de passer la barriére. Enfin,
dans le cas des instabilités, nous n'avons pas fait de calculs particuliers, mais ce
sout les fluctuations qui permettent aux instabilités de se développer.

Les propriétés discutées jusqu’a présent sont des propriétés dynamiques. Qu’est
ce que ces études nous ont appris sur la matiere nucléaire 7 La dissipation a deuz-
corps (ue nous avons obtenue dépend directement de la section efficace nucléon-
nucléon dans les noyaux. Nos modeles concernant les résonances et la fission ne
peuvent pas étre comparés dircetement a 'expérience car il manque la contribu-
tion de la dissipation & un-corps. Une étude plus compléte permettrait d’extraire
la contribution de la dissipation a denr-corps et donc des informations sur la sec-
tion efficace. Les calculs de temps de fission ont montré que la friction est le
parametre qui domine le processus. Dans le cas des instabilités, nous avons mon-
tré que le parameétre clé est la raideur du potentiel. Une confrontation des calculs
aux résultats expériimentaux permettrait ’obtenir des informations sur la force
de Skyrme utilisée et done sur U'équation d’état de la matiere nucléaire et plus

particulicreent le coefficient de compressibilité.
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Calculs d’intégrales diverses

A.1 Calcul de l’intégrale angulaire

Cette partie cst consacrée au calcul de la partie angulaire des intégrales intervenant
dans le calcul des taux de relaxation. Selon les vibrations étudiées, on distingue
deux cas, celui onn la déformation est proportionnelle & un polynome de Legendre
et les antres déformations. Dans le premier cas, on pourra utiliser le théoréme
d’addition des harmoniques sphériques ce qui simplifie énormément les calculs.
Nous allons, dans la suite considérer les deux situations et commencer par le cas

le plus simple.

A.1.1 Cas ou la déformation est proportionnelle & un poly-

nome de Legendre
Dans ce paragraphe. nous allons nous attacher a calculer l'intégrale

1S (]Q!(IQJ(IOW(A(PL(COS 6:))* 5%

I = -= il :
t 1 [dQPE(cos f) (A1)
_ J ddSdo LIRS A Py (cos 6:)) 55 (A2)
Jd2P}(cos 8) T

qui intervient dans le calcul de 'amortissement des résonances géantes, chapitre
3. en suivant la méme procédnre que dans la référence [42]. Dans les équations
(A.1,A.2), € = £1 (le cas € = —1 intervenant pour les vibrations isoscalaires),
A Pr(cos8,)) = ePr(cosby) + Pr(cosfy) — ePr(cosb;) — Pr(cosf,). Les angles 8
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Figure A.l: Représentation des différents angles intervenant dans !'intégrale an-

gulaire calculée.

(i,J. k) est le repére de la déformation du noyau. Les 6; sont les angles (p’i,\k) et

les angles de diffusion, 8 et o. sont indiqués.

et ¢ sout les angles de diffusion intervenant dans la section efficace et les angles 8;
sont exprimés par rapport au repere de la déformation.

Si on exprime 2, dans un systéeme d’axes ol p; est 'axe des z, alors on a
d€l; = sin B8dfdp; et 'intégrale devient.

I = (20 +1) / sin 6, (le’in(6/2)(19(Iq2(l¢%PL(cos91 WA PL), (A.3)

oll nous avons utilisé la normalisation des fonctions de Legendre pour calculer le
dénominatenr, 47 /(2L + 1), et nous avous intégré sur 5, le numérateur. Nous
allons. maintenant, tout exprimer dans le repére ot p; est axe des =, pour cela

nous allons utiliser le théoréme d’addition des harmoniques sphériques [75],

Pr(cosy) = Ppr(cos®,)P(cos0O,)
L (L-—m)

+23°

(L +m)! Py (cos 01)P;*(cos Oz) cos m( P, — B;), (A.4)
m=1 .

ol 5 est I'angle entre les axes (0, ®,) et (Q,,®,). Dans notre cas, ¥ = 8534, par



conséquent,

j;zd,:'-zPL(cos()g) — 9 Py{cos B, )Py(cosb), (A.5)
(]
2r
j dpyPy(cosfs) = 2xPy(cosf)PL(cos8h), (A-6)
(]
/-rdngL(Cos(L) = 27 Py(cos8;)Pr(cost)), (A7)
a

ot @ est I'angle (py,p:). Maintenant, on peut effectuer Vintégrale sur 6, pour

obtenir.
. , ) ,da
Iy = —4:]5111(0/‘2):1(7‘(1@(1 + ePp(cos8) — Pp(cos03) — EPL(C()SG_I));]—g—Z (A.8)

Pour continuer il nous faut exprimer les angles 8} en fonction des angles de diffusion,

8 et 6. En fait. seul cost; = p;.z, nous intéresse. Pour cela, il suffit d’exprimer

les deux vectenrs p; et py dans un repere dont 'axe des = est P = p; + p2, pour
abtenir.
cost, = —sin*(8/2)cos o + cos(68/2), (A.9)
costy = s*(8/2)cos o + cos*(6/2). (A.10)

Finalement. apres toutes ces transfornations,

I = 4= [ sin(@/?.)dﬂdc’)%[1+ePL(cQ59)—(1+e)PL(cosz(0/2))—5i112(9/2) cos ¢)].

“ (A.11)
Il ne reste plus dans Uintégrale de Péquation (A.11) que les angles de 8 et ¢ comine
varables d'intégration. Pour pouvoir contimer il faut se donuer nn mode parti-

culier et surtout connaitre la section efficace en fonction des angles de diffusion.

A.1.2 Cas général
Dans ce paragraphe. nous allons nous attacher a calculer U'intégrale

1 fdQlszdazns—(‘ﬁm(AAZ‘(&, sﬂi))zd%

Iy A2

L 1 [dUAT (G, ) (4.12)

_ J d2dQudo EGEN A AT (8: 9:)) 55 (A13)
[dQAP(B, o)) ' o
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Figure A.2: Référentiel (x,y.z). lié & p1, ezprimé dans le référentiel de la défor-
mation (i.j, k).

ou A7#. o) est une déformation quelconque. Dans les équations (A.12,A.13), les
angles 6; et »; sout exprimés par rapport au repere de la déformation, (i,j, k) et
les angles 8 et o sont les angles de diffusion liés a la section cfficace. Les angles
solides €2; et €); peuvent étre exprimés daus n’importe quel référentiel. Dans la
suite nous noterons par p; le vecteur unitaire pointant duns la direction repérée
par (8;, ;). Pour pouvoir calculer I'intégrale, il faut exprimer toutes ces directions
dans un méme référentiel.

Pour T'angle solide Q,, nous allons simplement choisir de 'exprimer dans le
repére de la déformation. dQy = sin 8,df,d2;. €2, peut étre expriné dans le repere
(X,y.2z) ot p; et Z coincident. ce qui permet de tenir compte de 1'angle de diffusion
8. d, = sin8dfdo,. En ntilisant la matrice de passage entre ces deux référentiels,
voir figure A2,

X cosB cos 2y cosbsing, —sinb, i
y | = —sin,; €Os 9, 0 ils (A.14)
z sinf; cos o, sinb,sing, cosb, k
on obtient,
p: = sinfeoso,; x +sinfsinds y +cosf k (A.15)
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Figure A.3: Représentation du référentiel (a,b,c) dans le référentiel (x,y,z)

= (sin @ cos 03 cos ) cos ) — sin sinfsin ¢ + cos I sind, cos ;) 1
+(sin & cos &3 cos 8 5111 0, + sinf 511 03 cos ) + cosOsin By sing) ) j

+{—sinfcos @, 5in B + cosfcost) k. (A.16)

Grice a cette expression, nous allons pouvoir exprimer les angles 8; et (2, inter-
venant dans A} en fonction des angles d'intégration.

De la méme maniére nous allons écrire ps et ps dans le référentiel (1,3, k).
Pour cela nous allons définir un nouveau repére {a, b, ¢) tel que ¢ o p; + p2, voir
figure A.3. qui peut étre considéré comme le référentiel de diffusion. La muatrice

de passage daus le repére (x.y.z) s'écrit.

cos@f2cosd; cosff2sing; —sin€/2

Il

a
b —sin (2] COS O 0 (.A.l—i)
[

B e wus

sin@/2cos0, sinff2sine; cosd/2

Les vecteurs p;, py peuvent étre facilement exprimés dans le repére (a, b, ¢), voir
figure A1,

ps = sinff2coso a+sinf/2sinéd b + cosd/2 ¢, (A.18)
p1 = —sinf/2cosd a-sinff2sin¢g b+ cosf/f2 e, (A19)
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Figure A.d: Représentation des vecteurs py.ps et py dans le référentiel (a,b,c)

ainsi que dans les autres repéres. en utilisant les matrices définies équations (A.14,

AIT)

P3=Dir X+ 3y Y + Pa: 2. {A.20)
avec.
Par = sin@/2cos8/2cos 0y(1 + cos o) — sinf/2sin o sin ¢;. (A.21)
Py, = sinf/2cos8/25im0,(1 + cos o) + sinf/2sin o sin @2, (A.22
ps: = cos 0/2 — sin’ 8/2 cos . (A.23)

Finalement on obiient. dans le repére de la déformation,

P: = (pircosfcoso — py,sing) + ps:sind cosg ) i
+{ Py cos ) sin 2y — poy, €081 + pazsind singy) J

+{—parsinty + p.cos ) k. (A.24)

Pour p; il suffit de clianger ¢ en o + 7.
I nous est maintenant facile d'exprimer les angles &; et w; en fonction des
angles d'intégration. En effet. si I'on note.

pP: = q; 1+ 53; j + v k. (A25)
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on a aussi,

p: = sinf; cosz, i+ sinf; sinp; j + cosé; k.

alors,

cosb; = i,

o . .
sin“8; = af + ﬂf,

(234
cosp, = ———,
+/a2 + 32

} 3
sing, =

watim

(A.26)

(A.27)
(A.28)
(A.29)

(A.30)

Pour une fouction donnée A7(8;. ;7;). exprimée en fonction des cos 8;,sin 6;, cos @;

et sin,, il est possible de calculer l'intégrale (A.13) qui devient une intégrale

multiple de fonctions trigonomeétriques.

A.2 Quelques intégrales de Fermi utiles

Les intégrales de la forme,

e
IL(y)= / drvy .. de, n(ay)..on(x)8(xy ...+ 0, +y),

—_x

olt n(r) = (1+ €7}, sont calculdes dans la référence [74],

1 1 ! T \Y
Iu — - 1ty .
() 1—({=1)ev * Ypr— 1) Jzv! [(sinh 7r:) ¢ ]::

Ce qui donne. plus conerétement, pour les premiéres valeurs de 1,

L(y) = 1+1e_y‘
Bly)y = I_UC_y,
Ly) = %r{‘:;;

Ii(y) est aussi caleulée directement dans la référence [43)].

7 /422)

(A.31)

(A.33)

(A.34)
(A.35)

(A.36)



Appendice B

/4 J



Algorithme de résolution d’une

équation stochastique

Le but de ce paragraphe est, dans un premier temps, de donner la méthode clas-
sique [20,27] pour numériser une équarion ditférentielle stochastique en choisissant,
comme exemple, colle utilisée préeédemment. Si on intégre sur un pas de temps

A les équations (3.12.5.13.5.14), on obtient:

t+a t
gt + A)y—q(ty = /: BS\—[—)(H’ (B.1)
A AV 1 M , ,

Il

1 ft+a VMBT [t+a
F(t + Ay— F(#) ;/ (—dp(t'y — F('))dt' + ——;/——/t w(t')dHB.3)
t

Pour évaluer les intégrales des termes déterministes, on suppose que A est suf-
fisamment petit pour que la valeur en # de l'intégrand soit égale a celle en ¢.
Dans I"équation (B.3), ftH’A w(t')dt’ est une transformation linéaire d'une variable
aléatoire gaussienne, c’est donc aussi une variable aléatoire gaussienne. Pour la
caractériser, il suffit donc de déterminer ses deux premiers moments. Il est évident

que

T
/ w(t)dt' = 0. (B4)
f

Pour le sccond monient, la largeur s’éerit:

+A [EAN t+A t+A
/l w(ty )t /l w(ty)diz :/: dt, /l dtaw(t)w(t;)  (B.5)
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44 t+a .
/ dt1/ diy 26(t, —t;)  (B.6)
H t
= 2A. (B.7)

On peut donc simuler j;””‘\ w(#')dt' en tirant aléatoirement, a char > 1= e temps,

suivant une gaussienne un nombre w;,
+A
/ w(t)dt' = VA w;, (B.8)
t

tel que

w=0 et wow; = 20;; (B.9)
11 est & noter que si la force stochastique n'avait pas été gaussienne la méthode
proposée ne serait plus valable et on ne saurait pas, dans le cas général, écrire
un algorithme de résolution de 'équation de Langevin. Dans ce cas, I'algorithme

s'écrit finaleruent:
p(t)

gt + ) = (t)+\[(t) (B.10)
av 1 9Af
pit+A2) = p(f)-l—( B0 +7\12 2(f)+F) (B.11)

A
AN e — 2 Y I 1. . 2
F(t + A F(#)+ T( Ip(t) F(f))-l-\/A\/.\[jTu, (B.12)

Dansle cas d'wne équation de Langevin markovienne, on applique une procédure
similaire et c’est largement suffisant. Avec les effets de mémoire il faut prendre
un pas de temps beaucoup plus petit pour avoir une solution réaliste, ce qui cotite
cher en temps de calenl. Cet algorithme peut étre amélioré. Une premiére idée
consiste a faire un développement a l'ordre u des intégrands (au lieu de P'ordre
z¢éro)[76]. mais cela Introduit d’autres nombres aléatoires A tirer ce qui cotite aussi
tres chier en temps de caleul. Nous avons testé cette méthode, mais elle n'apporte
pas de progres significatif. Une autre idée est d'utiliser une fornie intégrale pour

Péquation différenticlle contenant le terme stochastique [77],

F(l‘)-——'—/ el (s l\[ﬂ / =7 0( s )ds. (B.13)

De cette équation on déduit:

. 3 A
F(t+A) = "F(t) - —/ AT s )ds
t

T

VMIT pt+a
+~——I—/ el =37 4 5)ds. (B.14)
T t

132



Nous allons dicrétiser I'équation (B.14) de la méme maniére que précédemment,
c’est & dire en faisant I'approximation que p(s) = p(t) pour I'intégrale déterministe.
L'intégrale stochastique est une variable aléatoire de valeur moyenne nulle et dont
la fonction de corrélation vaut (1 — ¢~23/7) (le calcul est similaire & celui fait

précédentment), Léquation (B.12) doit maintenant étre remplacée par:

1 — e=24/r
F(t + A) = e d"F() — 8p(#)(1 — e>/™) + MBT\/——T—w.-. (B.15)

En développant & 'ordre le plus bas en A cette derniére équation on retrouve
I'équation (B.12).

Avee cette fagon d'éerire, I'algorithme devient plus précis et il permet d’utiliser
des pas de temps A plus grands. Clest cette méthode qui a été utilisée pour simuler

I'équation de Langevin avec effets de mémoire.
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Résumé

- Afin d'étudier linfluence des fluctuations sur différents phénomenes physiques lies
aux collisions entre ions lourds, une équation de Langevm a été obtenue a partir dun-

modéle microscopique. Les parametrés entrant dans cetie équation sont entierement = -

déterminés & partir de grandeurs microscopiques caractérisant la matiére nucléaire.:
Cette équation a été appliquée a des phénoménes physiques aux énergies
intermédiaires. Une premigre partie concerne les mouvements collectifs de faible
amplitude, & savoir les résonnances géantes. Les effets de mémoire dans le terme de
collisions de I'équation de Boltzmann ont été étudiés. Une approche formelle a l'influence
des fluctuations sur plusieurs modes couplés est aussi proposée. Une. deuxiéme partie
conceme les mouvements coliectifs de grande amplitude ou une étude détaillée de la

fission thermigue est faite - Le taux de fission est calculé et confronté aux resultatsf .

expérimentaux. Enfin, un ‘travail prellmlna|re sur la multifragmentation est proposé.-

Mots clé

collisions entre ions lourds fluctuations

résonances géantes approche microscopique
fission équation de Langevin
multifragmentation effets de mémoire
Abstract

In order to study influence of fluctuations on various phenomena linked to heavy ions
collisions, a Langevin equation has been derived from a microscopic model. arameters
entering this equation are completely determined -from microscopic quantities
characterising nuclear matter. This equation has been applied to various physical
phenomena at intermediate energies. A first part is devoted to small amplitude collective
motions, especially giant resonances. Memory effects in the collisions term of Boltzmann
equation have been studied. A formal approach to the influence of the fluctuations on
several coupled modes is proposed. A second part is devoted to large amplitude
collective motions, where a detailed study of thermal fission is done. Fission rate is

calculated and compared to experimental results. Finally, some preliminary works on
multifragmentation are also proposed.
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heavy ions collisions fluctuations

giant resonances microscop: . approach
fission Langevin equation

multifragmentation memory effects



