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A B S T R A C T 

Starting from the multiple scattering equations in potential theory, 

we rederive the Glauber theory as well as the expansions of elastic 

and inelastic optical potentials in powers of the pion-free nucléon 

scattering amplitude. Both approaches involve a certain number of 

common approximations, and care has been taken to treat them in the 

same way. Consequently the results given by the Glauber theory and the 

first order optical potentials are found to be very close to each 

other. Numerical examples have been computed for pion-nucleus elastic 

and inelastic scattering around the (3,3) resonance. In all cases the 

pion-nucleon scattering amplitude has been parametrized by a Gaussian 

in momentum transfer. 
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INTRODUCTION 

Durant ces dernières années, les résultats expérimentaux sur la dif­

fusion ft- -noyau à des énergies voisines de la résonance (3,3) ont été 

généralement analysés, soit par la théorie de diffusion multiple de 

Glauber, soit au moyen d'un potentiel optique. Or il apparaît que ces 

deux descriptions du processus de réaction reproduisent raisonnablement 

bien les sections efficaces mesurées jusqu'à présent. Soulignons en­

core qu'elles ne contiennent aucun paramètre libre. Il est cependant 

difficile de comparer quantitativement les résultats provenant de plu­

sieurs auteurs, en raison de leur manière différente de traiter le 

mouvement du centre de masse, le mouvement de Fermi, les changements 

de repère cinématique, etc.. Aussi avons-nous jugé utile d'entrepren­

dre une étude parallèle de la théorie de Glauber et celle du potentiel 

o p t i q u e . - • • • • 

Dans les chapitrés 1 et 2, nous redérivons ces deux théories à par­

tir des équations potentielles de diffusion multiple en ayant soin de 

n'introduire que le minimum d'approximations différentes. Il devient 

ainsi possible dans tous les cas de factoriser le mouvement du centre 

de masse. Afin de ne pas obscurcir les comparaisons, nous avons négli­

gé les effets de spin, d'isospin et de Coulomb. Par conséquent et bien 

que nous désignerons toujours par pion le projectile, notre travail 

peut s'appliquer à n'importé quelle diffusion hadron-noyau à haute 

énergie. 

Enfin dans le chapitre 3, nous comparons quelques résultats de la 

théorie de Glauber et du potentiel optique au premier ordre. Les cal­

culs numériques sont tirés essentiellement d'un article écrit précé­

demment \GX\ . 
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CHAPITElE 1 : THEORIE DE DIFFUSION MULTIPLE DE GLAUBER 

1.1 Equations de diffusion multiple 

Considérons la diffusion d'un pion sur un noyau constitué de A 

nucléons. Dans le cas où, après diffusion, ce noyau cible se retrouve 

dans un état lié (excité ou non), la matrice de transition | 

satisfait l'équation de Lippmann-Schwinger [FeJ 

W - V * y T^rT(P) «•<> 

Cette équation est écrite dans le centre de masse pion-noyau et £ 

représente l'énergie totale pion + noyau dans ce système. Le potentiel 

d'interaction V s'exprime par 

h 

Z 
J-- ï 

eme 
où V- représente le potentiel d'interaction du pion avec le j 

nucléon et n~ l'opérateur d'antisymétrisation des nucléons de la 

cible. La présence de cet opérateur A~ dans l'interaction y 

implique que "T(F' ) contient un projecteur sur les états complète­

ment antisymétrisés de la cible. 

Dans l'équation (1.1), l'hamiltonien Ii0- \( 4 Hi es^ composé de 

deux termes : 
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a) l'opérateur d'énergie cinétique relative du pion : 

b) 1'hamiltonien nucléaire interne ' : 

V*„> r . 6 " 1 ^ j « = • 0 , 1 ••• (1'4) 

L'indice ot numérote tous les états propres (liés et du continu) de 

Hi ; par convention, Di = O correspondra à l'état fondamental du 

noyau. Les fonctions d'onde (p forment un système orthonormé complet 

dans le sous-espace des fonctions complètement antisymétrisées, i.e. 

« k l < ! > / , > = S ( 1-5a> 

L i*„><4i -- L . (i-5b> 
Définissant les éléments de matrice de T et Y dans la base des états 

propres de H0 par 

Vr(f,f) -- <p'^IVIri> * V= [%*], <'-6» 

• Les propriétés principales des fonctions propres Q) et des grandeurs 

associées Q sont rappelées dans l'appendice A. 
4*x 
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l'équation de Lippmann-Schwinger (1.1) s'explicite comme 

TW -Vs* > 1^¾¾^. -
où C = / C - C 0 = K / 2 W représente l'énergie cinétique relative 

du pion incident. Par la suite, ce paramètre E figurant dans la 

matrice \ sera généralement sous-entendu. Remarquons que l'équation 

(1 .7) représente en fait un système d'une infinité d'équations inté­

grales couplées. Nous sommes intéressés au cas où l'énergie £ est 

grande, c'est-à-dire lorsque 

(1.8) 

L- - // C V ~ C „ 16 contribuant significativement 

dans la sommation de l'équation (1.7). 

Cette hypothèse consiste à considérer que les états intermédiaires du 

noyau sont dégénérés par rapport à l'énergie cinétique relative du 

pion incident. Elle correspond formellement à poser H» = é 6 dans 

l'équation de Lippmann-Schwinger de départ (1.1 ). Dans ce cas-là, on 

montre que l'amplitude de diffusion pion-noyau peut se calculer 

à partir de la diffusion sur A nucléons fixés. C'est pourquoi l'approxi­

mation (1.8) est souvent désignée par approximation des diffuseurs 

fixés (FSA) ou du noyau gelé (frozen nucleus). 

Moyennant la condition (1.8), la matrice [satisfait l'équation 

intégrale : 
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_[(p,r;£j = l/(f,pj + W* - — r ; — : . <1-9> 

Nous envisagerons de plus le cas où le potentiel d'interaction pion-

nucléon y(T) est local, ce qui permet d'écrire 

YVF)= V(f-f) = A *(f-f) §(?-?), <'•"»> 

ou encore 

L'effet du noyau est entièrement contenu dans la matrice densité 

Q (resp. O ) définie par 

Sauf lorsqu'il s'agit de la densité Q ( O ), nous convenons de dési­

gner par un même symbole une fonction et sa transformée de Fourier. 
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et dont les propriétés sont discutées dans l'appendice A. A noter que 

les fonctions d'onde Q) dépendent des coordonnées intrinsèques |j:f 

des nucléons calculées à partir du centre masse du noyau et que le 

produit scalaire est défini avec la mesure d,j - WI.*" cl/,0 (T4-Ì," ) • 

Ainsi le recul du noyau est-il pris en considération de manière exacte. 

Remarquons d'autre part que le potentiel y (x) satisfait la relation 

de commutation 

qui découle de la propriété de commutation (A.12)des matrices O 

et qui permettra d'obtenir une solution eikonale explicite de l'équa­

tion de Lippmann-Schwinger (1.9). 

1.2 Approximation eikonale 

Dans ce paragraphe, nous rappelons quelques résultats sur l'approxi­

mation eikonale de l'équation de Lippmann-Schwinger 

J(r.f) - Yfff) • Wy^CMTftf)/..") 

o u G (5-1) désigne le propagateur libre, c'est-à-dire : 

J A 

(1.14) 
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L'approximation eikonale consiste à remplacer ce propagateur exact 

par un propagateur approximatif de la forme linéarisée suivante [Gl] : 

G(î) = -s = <'-'5> 

A noter que G0V 3*/ dépend de la direction du vecteur Î  . Ayant 

fixé conventionnellement l'axe 3 parallèle à K4 (i.e. K0 ^- \( £ _ ), 

il en découle que CJ0(X-) dépend de la direction de l'axe 3. Nous 

choisirons l'approximation eikonale correspondant à 

-»I 

Ip * pi 

qui a l'avantage de préserver l'invariance par renversement du temps. 

En revanche, elle implique que la direction de l'axe 3 varie par rap­

port au faisceau incident en fonction de l'angle de diffusion. 

Comme conséquence importante de la linéarisation du propagateur, on 

a conservation de la composante 3 de l'impulsion qui remplace la con­

servation de l'énergie [OsJ. Ainsi, on obtient les définitions sui­

vantes : 

p sur couche (noté p ) <J=̂  P = K 

(1.17) 

p hors-couche V ^ Yt I^ K 
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Substituant le propagateur eikonal dans l'équation de Lippmann-

Schwinger (1.13), il vient : 

T(M)=VCf-?)* \^Y(f-£)àfi)%Jf)i (1.18) 

dont une solution explicite est facilement obtenue en passant dans 

l'espace des coordonnées. En effet, le propagateur eikonal libre y a 

la forme particulièrement simple 

(ni 
(1.19) 

= -;^Wf-S)e(ï-*)t, 

où t et k sont les composantes de X et X perpendiculaires à l'axe 

i -' + 
3 et 2 et Z les projections de X et X selon l'axe 3 . 

Après quelques calculs, on obtient : 

(1.20) 

' Cette convention X = f + Z Sj sera par la suite toujours 

adoptée, donc sous-entendue. 
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où Ty-= \</tfi- représente la vitesse relative du pion incident et 

tTCiC) satisfait l'équation différentielle 

(1.21) 

Dans le cas où la condition de commutation (1.12) est satisfaite, c'est-

à-dire si UV??') , 1/"(D ] r 0 ,le système (1 .21 ) 

admet la solution : 

Notons que l'expression (1.20) pour la matrice de transition | est 

valable aussi bien hors-couche que sur couche. Comme on peut le cons-

t -»i —> 
ne depend pas que du transfert d'impulsion P - P > mais 

encore de P. et P. séparément. Cependant, pour des valeurs de la ma­

trice ~f sur couche, c'est-à-dire pour P ' = P r K > l'ex­

pression (1.20) se réduit à 
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KU^-;àV - nh -Vb'l (,-23) 

qui ne dépend que de P I - P I * ̂ n Plus> l'énergie n'y ap­

paraît que sous la forme de la vitesse relative y- du pion par rapport 

à la cible. L'amplitude de diffusion F reliée à la matrice | par 

Hf1-I) - -^^Jlh.f]) (1-24) 

s'écrit de manière conventionnelle 

(1.25) 

; XCr) 

est la fonction de profil et 
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xor) - - i \ ya>w* (1̂ ) 
le déphasage en paramètre d'impact. Le vecteur Q désigne ici le trans­

fert d'impulsion total. En effet, en raison de notre choix (1.16) de 
-$ —> —> 

l'axe 3, la composante de O selon cet axe est nulle et Q a * 

Ajoutons encore que tous les résultats cités dans ce paragraphe se­

ront utilisés pour décrire non seulement la diffusion pion-noyau (avec 

les notations du paragraphe (l . 1 ), mais aussi la diffusion pion-nucléon 

(avec les mêmes symboles, mais en minuscule). Comme de plus, l'hermi-

ticité de l'interaction y n'intervient pas, nous pourrons aussi ap­

pliquer ces résultats au cas des potentiels optiques. 

1.3 "Formule" de Glauber 

Commençons par linéariser le propagateur de l'équation de Lippmann-

Schwinger (1 .9) décrivant la diffusion pion^-noyau. Dans le cas où le 

potentiel pion-nucléon y est local, ce que nous supposerons par la 

suite, nous pouvons appliquer les résultats du paragraphe précédent. 

En particulier, comme L-VC?) i j"C?'/ J - O > l'ampli­

tude de diffusion pion-noyau est donnée par les relations (1.25), (1.26) 

et (1.27). Explicitant la matrice des déphasages X (^) > ü vient : 
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Dû 

où l'on a fait apparaître explicitement le déphasage eikonal de la 

diffusion pion-nucléon libre défini par 

M 

Notons dans la relation (1.27) entre X et y l'abs enee de tout facteur 

cinématique provenant du chargement de référentiel '. Cette propriété 

est due au fait que le déphasage eikonal ne dépend que de la vitesse 

relative 2r du pion par rapport à la cible. Or si la cible est au re­

pos dans le laboratoire, ty est identique pour la diffusion pion-nucléon 

et pion-noyau; elle ne dépend que de l'énergie cinétique T- du pion 

incident/le laboratoire. 

Substituant (1.28) dans (1.25-1.26), on obtient l'expression sui­

vante pour l'amplitude de diffusion pion-noyau en approximation eiko-

nale : 
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f(f) - ^ A e . ( I - e ." ).»•»> 

On y reconnaît l'addition des déphasages typique de. la théorie de dif­

fusion multiple de Glauber. Cependant cette forme de l'amplitude de 

diffusion fait intervenir la matrice infinie Q Cx ) m al adaptée 

à des calculs numériques. Cherchons la forme équivalente qui ne fait 

apparaître que les fonctions d'onde nucléaires de l'état final et ini­

tial. Pour cela, on calcule les éléments de matrice de V (tT ) 

(utiliser (1.11)) 

X M = «t\lZ>0*-ij>'*»•>, 
(1.31) 

W 

ï j--* eme , > 
ou G1- represente le paramètre d'impact de j nucléon , c1 est-

il 

à-dire la composante de sa position perpendiculaire à l'axe 3 défini 

ci-dessus. Puis 

Cette grandeur est définie par rapport au centre de masse du noyau. Dans 

ce système, le j nucléon est repéré par le vecteur I r C*; + il& 
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; m 
W 

H L i O H (1.32a) 

0:0 
M 

• — ' Vi 

<y2, * [ ' "? , 3 ^ Ü> 

(1.32b) 

(1.32c) 

< î e J:1 
;ZÀ^j) 

i> (l.32d) 

Le passage de (1.32b) à (1.32c) est possible parce que l'opérateur 
, Â / _ 

/ "X (F- IT*' ) est symétrique en les coordonnées des nucléons 

et que l'ensemble des fonctions d'onde nucléaires est complet dans le 

sous-espace des fonctions complètement antisymétriques (voir (1.5b)). 

Définissant la fonction de profil eikonale J de la diffusion pion-

nucléon libre par 

K(C) -- 1 - e 
Z(£) 

(1.33) 



- 15 -

et utilisant la relation (1.32), l'amplitude de diffusion pion-noyau 

en approximation eikonale s'écrit 

-ly'-k 

où ot et /5 désignent l'état du noyau avant et après diffusion. Cette 

relation fonctionnelle entre r et J) es^ P a r construction équivalente 

à la relation (1.30). Rappelons qu'elle a été obtenue à partir de l'é­

quation de Lippmann-Schwinger de départ (1.1) avec un potentiel pion-

nucléon local et en faisant usage des deux approximations : 
(1.35) 

a) Dégénérescence des états nucléaires intermédiaires (équation (1.8)). 

b) Linéarisation du propagateur libre G 0 (équation (1.15)). 

Ces deux approximations sont justifiables à haute énergie. Pour ob­

tenir la "formule" de diffusion multiple de Glauber, il s'agit encore 

dans l'expression (1.34) de faire les deux substitutions : 

X-ïY d F — > F , <t.36) 

c'est-à-dire supposer que la relation fonctionnelle entre F et )f 

est bien approchée par celle entre p et Jf , soit 

-1 f b 

JL««0a•£* '" ' < ^ - n W - 9 H > . "-371 

Notons quo cette dernière substitution peut accroître le domaine de 

validité de la "formule" de Glauber au-delà du domaine de validité des 
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approximations a) et b) ci-dessus [Os] . En ce sens, la théorie de dif­

fusion multiple de Glauber a un caractère phénoménologique qui se ré­

sume simplement en l'additivité des déphasages. Une autre caractéris­

tique remarquable de la "formule" de Glauber (1.37) réside dans le 

D é ­
fait que r n e dépend que de la fonction de profil pion-nucléon. Or 

cette dernière permet seulement de parametriser l'amplitude de diffu­

sion pion-nucléon libre T sur couche (équation (1.23) et non pas 

(1.20)), soit 

* f 

lit l 

ou est l'impulsion relative du pion dans le système 

pion-nucléon. Il s'ensuit que les effets hors-couche pion-nucléon 

n'apparaissent pas dans l'amplitude pion-noyau. Cela ne signifie en 

aucun cas qu'ils sont absents de la thé orie j seulement et comme le 

montre notre dérivation, ils se compensent exactement dans le cadre de 

l'approximation eikonale. De plus, dans le développement en série de 

diffusion multiple de p 

A (1'39) 

apparaît une somme 2J signifiant que tous les indices répétés 

sont omis. Ainsi, aucun terme dans ce développement ne contient une 

rediffusion sur le même nucléon et la série est finie. 
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Enfin le calcul de l'amplitude pion-noyau à l'aide de la "formule" 

de Glauber nécessite la connaissance des fonctions d'onde nucléaires 

intrinsèques de l'état initial et final. Généralement, celles-ci sont 

construites à partir d'un modèle qui n'est pas invariant par trans­

lation, ce qui ne permet pas de les introduire sans autre dans la 

"formule" de Glauber. Cependant, dans le cas du modèle en couche de 

1'oscillateur harmonique, 

M 

4> ois,) = i,mi(i-ft), "-» 
«™i •»> ^-*¾ pmp 

où X • •= S; + 'Z; 6»' repère la position du j nu-

cléon à partir d'un centre fixé et jÇ - — I . y- la position 

du centre de masse. La fonction yH représente la fonction d'onde 

du centre de masse dans son état fondamental. Combinant (1.37) et (1.40), 

il vient : 

(1 .41) 

avec 

q cri 
—» 

1Of ' "- I Ictt 
'en 
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facteur de forme du centre de masse. Notons encore que la factorisation 

(1.41) du mouvement du centre de masse est habituellement utilisée mê­

me pour des fonctions d'onde ne satisfaisant pas (1.40). Dans ce cas-

là, le mouvement du centre de masse n'est donc traité qu'approxima-

tivement. 

1.4 Dérivation de la "formule" de Glauber à partir de la série de 

diffusion multiple de Watson 

Par itérations partielles des potentiels V[ dans l'équation de 

Lippmann-Schwinger (1.1), on montre [GW J que la matrice / de tran­

sition se développe formellement en une série infinie (série de dif­

fusion multiple de Watson) de la forme : 

TW = IpJ4 ê « - 4 ^ (1.43) 

ÌMP J 

+ 

é. - V- + V- f. ( 1-44) 
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ème 
est la matrice de transition pour la diffusion du pion sur le j 

nucléon lié dans le noyau. Remarquons que la série (1.43) contient 

des termes de rediffusion sur le même nucléon. D'autre part, le cal­

cul des éléments de matrice de T(E') fait intervenir des valeurs 

hors-couche des matrices de transition Cj . Cependant,si l'on in­

jecte les deux approximations (1.35) dans les expressions (1.43) et 

(1.44), on retrouve les résultats du paragraphe précédent et moyen-

nant la substitution )Ç—> )j* la "formule" de Glauber (1.37). Or, 

comme on l'a vu, cette dernière ne contient aucun terme de rediffusion 

et ne fait pas intervenir le comportement hors-couche de la matrice 

de transition pion-nucléon. Cela signifie que dans la série (1.43), 

de nombreux termes se compensent lorsque les approximations (1.35) 

sont réalisées ' . Il en découle aussi que la "formule" de Glauber 

peut être obtenue à partir de la série de diffusion multiple de 

Watson, en faisant les approximations suivantes [Re] : 

a) Suppression des rediffusions 

b) Approximation d'impulsion pour les C; 
<l . • (1.45) 

c) Dégénérescence des états nucléaires intermédiaires 
d) Linéarisation du propagateur 

Les deux dernières approximations sont identiques à celles (1.35) uti­

lisées pour notre dérivation du paragraphe 3. En revanche les deux 

premières sont supplémentaires, mais étroitement liées. En effet, 

l'approximation d'impulsion des t.-revient à considérer qu'ils dé­

crivent la diffusion pion-nucléon libre et ne dépendent que du moment 

de transfert. On fixe ainsi une dépendance hors-couche qui n'est pas 

celle apparaissant à haute énergie (voir formule (1.20)) et la con­

dition a) devient nécessaire pour simuler des compensations de termes. 

• Ces compensations ont été étudiées en détail par Harrington [HaJ dans 

le cas du deuterium et récemment par Eisenberg [Ei] pour des noyaux 

plus lourds. 
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Avec ce paragraphe, se termine l'étude des relations entre la théo­

rie potentielle de la diffusion multiple et celle de Glauber. Les deux 

dérivations considérées sont résumées sur la figure 1. 

1 .5 Approximation de Blankenbecler-Goldberger 

La méthode du paragraphe (1.3), qui permet de rétablir la "formule" 

de Glauber à partir des équations potentielles de diffusion multiple 

en linéarisant le propagateur, peut être aussi appliquée pour d'autres 

approximations du propagateur. Dans ce paragraphe, sera considéré le 

cas où la partie principale du propagateur est négligée, i.e. 

G 0 ( * ) — > Go($) - - • > * S G r ^ - * i (1-46) 

Cela revient à supposer que le pion se propage sur couche d'énergie, 

c'est-à-dire |i'l - K • Partant de l'équation (1.13), il vient 

V _ L _ 

sphère de 

rayon K 

Afin d'obtenir une représentation en paramètre d'impact, qui seule 

nous intéresse dans ce chapitre, il s'agit de remplacer l'intégration 
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sur la sphère de rayon K par une intégration sur le plan tangent à 

celle-ci au point \(0 - (jf\ (?) / \ j?' + ff J . Cette approximation 

est justifiée, lorsque la matrice de transition / est fortement pi­

quée vers l'avant et l'angle de diffusion pas trop grand. Elle corres­

pond en fait à remplacer la conservation de l'énergie dans (1.45) par 

la conservation de la composante 3 de l'impulsion, si bien que l'on 

est amené à ne considérer que le terme de pôle du propagateur eikonal 

Cy0C^-I (1.15). Par transformation de Fourier , l'équation (1.47) 

se réduit alors à 

f(i-') = -.X(r)[I -1 _r(r)[ (1.48) 

4 
w t->\ où /ut) est la matrice des déphasages définie par (1.28). Il en 

découle que l'amplitude pion-noyau prend la forme : 

F(f) • £ tu 1 -
i_ 

A. w ^ 7 i 4 f e' W) 
A 4 ; Y /r-\ 

(1.49) 

Dans le cas où / est scalaire et de symétrie sphérique, on retrouve 

l'approximation en paramètre d'impact de Blankenbecler-Goülberger (voir 

[GW] p. 617-621 et [MoJ ). Par la même technique que celle utilisée 

au paragraphe 3, on fait apparaître ensuite les fonctions d'onde nu­

cléaires de l'état initial et final, d'où 
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F , . A---r* _ I 1 [ M * ^ - \S\ C-50) 

a 

La relation liant le déphasage eikonal à celui de l'approximation de 

Blankenbecler-Goldberger 

x(e) = i ^jX(V) ( i . 5 i : 

a été explicitement utilisée pour écrire (1.50), afin que n'y figurent 

que des grandeurs calculées selon cette dernière approximation. Ainsi 

la forme (1.50) met en évidence la propriété essentielle de cette ap­

proximation, à savoir l'addition de la tangente des déphasages. Par 

le remplacement 

F F d if. 1 - e 

v 

,2 
t (1.52) 

l'amplitude de diffusion pion-noyau s'écrit alors : 



- 23 -

F«*IL$ = /ir /& 

BG • W 

2f 

f l'I 
ne 7 <£u 

•ffir-gj) 

1 + Z ^ 

(1.53) 

IiX 

Cette relation représente le résultat principal de ce paragraphe. Rap­

pelons qu'elle a été obtenue à partir de l'équation de Lippmann-

Schwinger (1.1) avec un potentiel pion-nucléon local et en faisant 

usage des deux approximations (1.54) : 

a) Dégénérescence des états nucléaires intermédiaires (équation (1.8)) 

b) Suppression de la valeur principale du propagateur + approximation 

des petits angles 

et du remplacement (1.52). 

Afin de comparer la solution (1.53) à celle de Glauber, écrivons son 

développement en série de diffusion multiple : 

FBh = — 
AHL /' ~ 4tv 

(1.55) 

mi).-w-im 

Observons que la sommation dans le membre de droite n'est restreinte 
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qu'à des indices contigus différents. Il en découle que cette série 

contient des termes de rediffusion sur le même nucléon et possède 

alors une infinité de termes. Elle s'obtient d'ailleurs aussi direc­

tement à partir de la série de diffusion de Watson (1.43) moyennant 

les hypothèses (1.54). Ayant négligé tous les effets hors-couche en 

omettant la partie principale du propagateur, G 0 C ^ ) > a u c u n e 

compensation n'a lieu dans ce cas-ci. Donc et par opposition à la 

"formule" de Glauber, l'expression (1.55) permet de calculer l'ampli­

tude pion-noyau à partir de l'amplitude pion-nucléon libre, parce que 

les effets hors-couche ont été supprimés de la théorie et non parce 

qu'ils se sont compensés. Une comparaison terme à terme de (1.55) et 

(1.39) montre que jusqu'au terme de diffusion double les séries sont 

identiques. Au-delà, il apparaît que l'inclusion d'effet hors-couche 

de manière eikonale supprime les rediffusions sur le même nucléon et 

accélère la convergence ( y h ! au lieu de /j""4). 

Conclusions du chapitre 1 : 

Dans ce chapitre, nous avons dérivé deux approximations permettant 

de relier la diffusion pion-noyau à celle pion-nucléon libre et à la 

structure nucléaire. Pour ce faire, nous sommes partis de la théorie 

potentielle de diffusion multiple et avons approximé le propagateur 

libre a) en le linéarisant (Glauber), b) en négligeant sa partie prin­

cipale (Blankenbecler-Goltberger). En plus, nous avons supposé que les 

états nucléaires intermédiaires étaient dégénérés. Il eh a découlé 

une relation fonctionnelle entre l'amplitude de diffusion pion-noyau 

et l'amplitude pion-nucléon libre, caractérisée par l'addition dans le 

premier cas des déphasages et dans le second de la tangente des dépha­

sages. A chaque fois, la diffusion pion-nucléon n'intervient que par 
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l'intermédiaire de sa fonction de profil, que l'on peut tirer direc­

tement des mesures de diffusion élastique pion-nucléon. Ainsi les ef­

fets hors-couche sont totalement absents des expressions finales ob­

tenues. Cependant, il est à noter que dans la dérivation de la "for­

mule" de Glauber, les termes de la série de diffusion multiple, pro­

venant d'effet hors-couche pion-nucléon, servent à supprimer les re­

diffusions du pion sur le même nucléon. Enfin la structure nucléaire 

apparaît seulement dans les fonctions d'onde de l'état initial et fi­

nal du noyau, propriété qui découle du fait que les états intermédi­

aires ont été considérés comme dégénérés. 

La question du domaine de validité de ces approximations a été in­

tentionnellement oubliée, car elle n'est pas encore élucidée complè­

tement. Seule une comparaison numérique avec l'expérience permet pour 

l'instant de juger ces approximations. Notons que cette comparaison 

est rendue facile par la simplicité des expressions obtenues. 
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CHAPITRE 2 : POTENTIEL OPTIQUE 

2.1 Dérivation du potentiel optique à partir des équations de 

diffusion multiple 

Dans cette étude, nous considérons la diffusion d'un pion sur un 

noyau qui reste dans un état lié après collision. Comme nous l'avons 

vu, ce processus est décrit par la matrice de transition I satis­

faisant le système d'équations intégrales couplées : 

fi . 

avec û U E - \< - (U.-€.) «• > 0 et V = Z Vi *" • 

Dans le premier chapitre, nous avons vu deux approximations du propa­

gateur ^/d permettant de relier / à l'amplitude de diffusion pion-

nucléon (équations (1.39) et (1.55) ). Rappelons que l'avantage d'ap-

proximer le propagateur réside dans la simplicité des expressions 

finales obtenues. En revanche, la question de l'amélioration de ces 

expressions n'est pas encore résolue. Dans ce chapitre, nous sommes 

intéressés à décrire la diffusion pion-noyau au moyen d'un potentiel 

optique qui ne nécessite pas en principe d'approximation du propa­

gateur. Cependant toute la complexité du problème à J\ + 1 corps 

se retrouve dans l'expression de ce potentiel optique; d'autres ap­

proximations deviennent alors nécessaires afin que l'on puisse l'uti­

liser au calcul des sections efficaces. 

Suivant Kerman, Mc Manus et Thaler (KMJ > nous introduisons un opé-
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rateur potentiel optique ~(f décrivant la diffusion pion-noyau par 

l'intermédiaire de l'équation 

T-V* U^rT1 

où I est reliée à la matrice de transition / par 

(2.2) 

h T' 
A-I 

(2.3) 

L'opérateur /\ représente le projecteur sur l'état fondamental du 

noyau, à savoir T 

A0 - |4> 0 ><<U . (2-4> 

On vérifie immédiatement qu'il commute avec les opérateurs Jt et dC 

donc que 

' Si le moment cinétique total de l'état fondamental n'est pas nul, A0 

contient une sommation sur toutes les orientations possibles. 
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A> , M. = A0, a.» 

Ki'- <LK -- (E - K)1A.-- G„A, . 

La présence de ce projecteur dans l'équation (2.2) provient du fait 

que le noyau se trouve toujours dans l'état fondamental avant dif­

fusion. Montrons que si l'opérateur potentiel optique (J est défini 

par les relations 

(2.6a) 

(2.6b) 

/ = V- + V: -f 6: (2-7) 

alors la résolution de l'équation (2.2) est équivalente à celle de 

l'équation (2.1). Pour ce faire, on multiplie à gauche (2.6b) par 

(4- VidrA ) d'où 

* r > 
h < 

~ K ' ' y 

^ z * 
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( l -^K - (L^K(I + W > , > - > 
J « * ' J öl 

W*) 

Vi O 
1-A 0 -ZO. (2.8b) 

m 
Puis en réordonnant, sommant sur i et multipliant à droite par l'opé­

rateur d'antisymétrie Tr , il vient 

î J k 
c{ J 

(2.9) 

soit en utilisant (2.6a) 

FT V - y 1*4(^-^1 (2.10) 

De cette manière, on a obtenu la relation entre le potentiel d'inter­

action y et l'opérateur potentiel optique \J . Pour achever la dé­

monstration, il s'agit encore de montrer que les équations (2.1) et 

(2.2) fournissent la même matrice de transition | lorsque (2.10) est 

satisfait; ceci devient évident si l'on récrit (2.2) sous la forme 
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(2.11) ü + n ) ^ v - T ( i ^ ^ 

L'opérateur potentiel optique défini par les relations (2.6) et 

(2.7) permet ainsi de décrire la diffusion pion-noyau au même titre 

que le potentiel d'interaction y . Remarquons que les matrices 6,' 
d 

intervenant dans la construction de ~W (équations (2.6)) et dans la 

série de diffusion multiple de ¥atson (1.43) sont identiques. Elles 

sont reliées à la matrice de transition pion-nucléon libre C».i 

via l'approximation d'impulsion qui implique dans (1.44) ou (2.7) le 

remplacement du propagateur ydL Par -*-e propagateur libre pion-

nucléon. Notons aussi que le développement de V en puissance des C-

H 

^ (2.12) 

est identique à la série de diffusion multiple de Watson (1.43) pour 

I si l'on substitue — , ° par —r . Cette particularité ne 

subsisterait pas si l'on cherchait un potentiel optique non pas pour 

T ! mais pour la matrice de transition T • Dans ce cas la défi­

nition des C: devrait être modifiée. Ces dernières seraient alors 
Q 

reliées à £„., via l'approximation d'impulsion à des termes en 

^/k près, qu'il faudrait négliger lors des calculs [AGj . Enfin 

il est parfois utile de disposer de la sommation formelle de la série 

(2.12), soit 
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V A-I Z$(^)"jji-IW*W/l-<»-» 

2.2 Diffusion élastique et inélastique 

Dans ce paragraphe, nous allons étudier les éléments de matrices de 

J . Pour cela, nous explicitons l'équation (2.2) dans la base des 

états propres de H0- ^ + ^A définis par (1.3) et (1.4); il 

vient 

TV--ì l/>-l + L ^ £ , ^ ' f ) 
(2.14) 

2 • I) 
+ I U 

2rh 

I L (F'p ) v> <rfy\v\?K> (2.15a) 
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. . I - - I 
I t> • V 

idV^x e f/ ff' x) e 
(H)3 1 "M 

(2.15b) 

et 

^Af.ï) -
A-t 

/I T ^ 
(2.16) 

Contrairement à l'équation de Lippmann-Schwinger de départ (1.7) avec 

le potentiel d'interaction [/ , le membre de droite de (2.14) ne con­

tient pas de sommation sur des états nucléaires intermédiaires excités. 

Comme de plus le noyau se trouve toujours dans son état fondamental 

avant diffusion, on a D< 3 0 avec les deux possibilités : a)' y? = 0, 

diffusion élastique, b) A / 0, diffusion inélastique. L'équation (2.14) 

devient : 

Or.Î) - vjm 
v 7" 

P 
à x. Mttt (2.17) 
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La diffusion pion-noyau est ainsi ramenée à la diffusion élastique 

d'un pion sur un potentiel optique 1/̂ 0 . En effet, la matrice de 

transition prend la formé 

Vn)°éf'Ah?WiiX(n> <2-,8) 

c<H 
., est la fonction d'onde solution de l'équation de Schrödinger 

avec le potentiel optique Iy00
 e"t la condition asymptotique d'onde 

sortante : 

(2.19) 

1Op1 

1P* 

(2fr)v* 0F 

.&) 
représente le propagateur libre du pion, soit : 

^0 (Jf7X J = Girr 

l z •($-?) kl*-?'i 

A ^ 2 w. e 

£ - ^ + . Ô 
(2.20) 

2K-
^ iy-7'l 
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7/^ 1 

A condition que Y _. soit calculée par intégration numérique de 
Dp 

l'équation de Schrödinger, la description de la diffusion pion-noyau 

à l'aide d'un opérateur potentiel optique ne contiendra que les appro­

ximations faites au niveau de la détermination des éléments de matrice 

de V . 
Dans le cas de la diffusion élastique, l'intégration (2.18) peut 

être évitée en déterminant la matrice de transition directement à par-

7 rt+> 
tir du comportement asymptotique de Y-> • 

Pour les calculs explicites, nous supposerons comme dans le premier 

chapitre, que l'énergie du pion incident est suffisamment grande pour 

que 1'hamiltonien nucléaire HJ puisse être négligé dans le propa­

gateur ^/d (équation (1.8)). Les nucléons sont dès lors considérés 

comme fixés dans le noyau et ^/d figurant dans (2.6) j|t (2.7) est 

remplacé par Q . En particulier, l'interaction pion-nucléon inter­

vient par l'intermédiaire de la matrice £ satisfaisant 

' ' E - ̂ - 4 i 0 
2tv 

Celle-ci diffère de la matrice de transition pion-nucléon libre 

parce que l'énergie £ et la masse W se rapportent au système pion-

noyau. Cependant à suffisamment haute énergie, le propagateur 

(B- —~ + i 0 ) peut être linéarisé et t ne dépend plus 

que de la vitesse relative 2? = V 2 E /vvi identique dans le sys­

tème pion-nucléon et pion-noyau (voir équation (1.23)). La matrice T 

est alors identique à la matrice de transition pion-nucléon libre jf . 

A moyenne énergie, cette identité n'est vérifiée qu'approximativement; 



- 35 -

l'erreur est de l'ordre de grandeur du rapport des masses réduites. 

Dans le cas de la diffusion S--noyau, ce rapport ne dépasse pas 15$ 

si bien que t sera encore assimilé à <-gL. • Malgré cette appro­

ximation, l'opérateur potentiel optique n'est pas univoquement déter­

miné par la connaissance de la structure nucléaire et de l'amplitude 

pion-nucléon libre. Il s'agit aussi de connaître le prolongement hors-

couche de la matrice c,., . Rappelons que ce problème n'apparaît 

pas dans la théorie de diffusion multiple de Glauber. Par conséquent 

les différences entre les prédictions du modèle optique et de la théo­

rie de Glauber vont dépendre du choix du prolongement hors-couche de 

Reste à déterminer les éléments de matrices de U . A ce stade-là, 

le traitement diffère pour le cas élastique et inélastique. 

a) Diffusion élastique 

On utilise le développement en série (2.12) qui fournit : 

V (f,F) 

avec 

M 

\J Cf, f) 
00 

(2.22a) 

h-l 
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V>, ? ) - 4-1 H-At 

^u *i>.( 2.22b) 

Du fait de la présence du projecteur 1 - /\0 , ce développement du 

potentiel optique ~U~oo e s^ supposé converger rapidement, si bien 

que seuls quelques termes seront conservés. Lorsque YdL e s^ rem­

placé par Gg , les deux premiers ordres s'écrivent : 

1/.!1Cp;?) = (»•<) *(f,f)fof) , (2.23a) 

l/„!VfVr) = M 

(2.23b) 

f-sr-" 

où Ç(?) représente le facteur de forme élastique et C(Jj 4 ) 

la fonction de corrélation définie par 
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~ » > , * 7^ 

c for) = Qw) - M ^ 
'«'Art w 

(2.24) 

Ainsi en l'absence de toute corrélation dans le noyau, le second ordre 

du potentiel optique est nul. Il n'en va pas de même pour les termes 

d'ordre supérieur, du fait de la présence de rediffusions sur le même 

nucléon. Certains auteurs, dont Feshbach et collaborateurs, utilisent 

un deuxième ordre du potentiel optique avec un propagateur différent 

de {j afin de tenir compte de diffusions élastiques sur les 

niveaux excités. Dans notre développement, ces diffusions sont con­

tenues dans les termes d'ordre supérieur à 2. Comme notre étude se 

restreindra au cas où le second ordre est nul et où les termes d'ordre 

supérieur sont négligés, les deux descriptions seront identiques. 

b) Diffusion inélastique 

Rappelons d'abord que dans le contexte de ce travail, une diffusion 

est dite inélastique si après collision, le noyau se retrouve dans un 

état lié /i autre que le fondamental. Contrairement au cas de la dif­

fusion élastique, la série (2.12) pour CAj0 >/? ^ 0 ne converge 

pas rapidement, car chaque terme comprend des diffusions élastiques 

sur le noyau dans l'état excité ß . Nous devons donc particulariser 

l'état final /S du noyau dans les équations (2.6) définissant l'opé­

rateur U . Par analogie avec (2.2), nous définissons V tel que 
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^ V v -- v * v -i i/ <2-25> 

où l'opérateur /\„ représente le projecteur sur l'état /Ì du noyau, 

c'est-à-dire T 

'V ^ I^X^I (2.26) 

On vérifie immédiatement que /\„ commute avec les opérateurs /T et ¢(, 

Le nouvel opérateur "{/ est défini par les relations : 

V-- -^-Y,^ = b-^À-ùji-, (2-27a) 

\j. -. t + *. ^ V ^ F ^ (2-27b) 

voir remarque précédent (2.4) 
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En effet, par une manipulation analogue à celle utilisée pour passer 

des équations (2.6) à (2.10), on obtient 

hv - Y î1 + li-éî-^i. (2.28) 

Puis éliminant / entre (2.10) et (2.28), on retrouve l'équation (2.25) 

liant V" et T/" . La résolution de (2.27) puis (2.25) est donc équiva­

lente à celle de (2.6). L'introduction de "Jj permet de mettre la ma­

trice de transition (2.18) sous la forme 

Tit?) -- Mà'i\Yi)VjwY^, (2.29) 

décrit la diffusion par le potentiel 

optique 1/" 

/y 
/>f 

- I p X 

YL'r\ A -
P 

(2.30) 

+ 

y — 

j 
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Comme /2 désigne tout le sous-espace dégénéré d'énergie A^ , cette 

équation de Lippmann-Schwinger est en fait un système d'équations 

intégrales couplées. Q représente le propagateur libre du pion 

lorsque le noyau se trouve dans l'état excité /i . 11 est relié au 

propagateur libre (j par un déplacement en énergie, soit 

CM G* Cf" 0/rÉ->) (2.3i; 

La diffusion inélastique se calcule donc directement à partir de l'élé­

ment de matrice de ~W/to entre des ondes distordues. La distorsion 

est donnée dans l'état initial par la fonction d'onde M' _> décri-
1Op 

vant la diffusion élastique (équation (2.19)), mais dans l'état final 

par l'onde Y • . A noter que Y ne décrit pas la diffusion 

n W , „ -H-
élastique d'un pion sur un noyau dans l'état A , puisque LJ AA n e 

contient pas le niveau fondamental comme état intermédiaire. En effet 

par itération de (2.27), on obtient 
00 

(N 

^.ttf) = LHI^f ) 1 
(2.32a) 

nH 
/3« 

(2.32b) 

iT^^iMNN-MM), 
UiHl 
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avec (̂  = /Ì pour le potentiel de distorsion et Di. = O pour le po­

tentiel effectuant la transition. Comme dans le cas élastique, le dé­

veloppement (2.32) est supposé converger rapidement et seuls quelques 

termes seront conservés. Approximant yJ par Q , les deux pre­

miers ordres s'écrivent 

v > , F ) . (i-i)é(r.f)i(?-f>, «•-> 

/V 

(2.33b) 

où 1'on a posé 

c,„ftr) » \m-%)%)-9(f)p (2.34) 

comme généralisation de la fonction de corrélation (2.24). Relevons 

en particulier que 
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C (M r C (ötf) - o . ^ 

Enfin, la factorisation (2.29) de la matrice de transition \no 

n'est pas la seule qui fasse apparaître l'élément de matrice d'un 

potentiel optique de transition entre des ondes distordues. Cependant 

elle a l'avantage de faire apparaître le même opérateur potentiel op­

tique 1/ pour effectuer la transition et pour calculer la distorsion 

dans l'état final. En revanche, cette distorsion ne décrit pas la dif­

fusion élastique du pion sur un noyau dans l'état excité A . Comme 

elle n'en diffère que par des termes de deuxième ordre ou plus, ce 

problème ne sera pas abordé ici car nos calculs seront restreints au 

premier ordre. 

2.3 Conséquences de l'invariance par renversement du temps 

Dans ce paragraphe, nous allons étudier les conséquences de l'inva­

riance par renversement du temps sur les symétries des potentiels op­

tiques introduits pour décrire la diffusion pion-noyau. L'invariance 

par renversement du temps pour le processus élémentaire de diffusion 

pion-nucléon impose que 

<T\ v i x ' > r ô " i n x > (2-36> 
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car dans ce travail toute dépendance en spin et isospin est négligée. 

Il en découle que les éléments de matrice du potentiel d'interaction 

ème , 
V; avec le j nucléon satisfont : 

à 

< n | VJ IX"*'> = <fVWl l?*> . (2.37a) 

—•» y représente la position relative du pion par rapport au centre de 

masse du noyau et J r \ l,• 1 - i----k , ZJJ-I Sj " - ^ r 

l'ensemble des coordonnées intrinsèques du noyau discutées dans l'ap­

pendice A. Si le potentiel d'interaction V est local ou si la masse 

du projectile est négligeable devant celle du nucléon, l'expression 

(2.37) est diagonale dans les coordonnées i: . Utilisant l'invariance 

par renversement du temps de l'hamiltonien nucléaire H. , puis (2.7), 
I 

(1.2) et (1.1), il vient successivement : 

i 

! <?>| T I?*'* = <*'*'! j l * * > , (2,37b) 

; a\\ éj \?v> - < x ' v U j i n > , <2-37c> 

< n i Y ! x ' r > = < f t ' I V l * * > , (2-37d> 

<?ï\T\rv) = < ? ' i ' I T I ? * > . (2-37e) 

Afin d'étudier les éléments de matrice des opérateurs, non pas dans la 

base des coordonnées f)? ï ) . > mais des (^%¾) t nous rappelons 

que oL repère tout le sous-espace des fonctions propres de H« d'éner­

gie éo( fixée. Si I^ désigne le moment cinétique du niveau et M„ sa 
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projection selon l'axe de quantification, (B est un vecteur de dimen­

sion (21^4 Ì) écrit : 

(J) = j [(J) (2.38) 

M* -I^MI* 

Ses composantes satisfont la relation de conjugaison complexe 

®im 
J=I 

(PO) W 
M) (2.39) 

'h 

où f désigne la matrice de Pauli (̂  0 J. La convention de phase a été 

choisie comme dans Newton p. 453 fNe] . Avec ces notations, I (fjf) 

t une matrice de dimension \2.XA\ 4 ) Ç2.J. } Ì) dont les éléments es 

sont donnés par 

(2.40) 

.,i _>i • -> _ i 

fî 
«D 

^ ' 

C^\\\H\> d)(» 

^ 
M, 
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Combinant (2.37e) et (2.39), on obtient le théorème de réciprocité 

pour la matrice de transition | , 

Vf,?) 
W&-M*) 

= e) 
v> > 

y* 
M 

H-T) (2.41 ; 

-Vty 

qui reflète l'invariance par renversement du temps de la diffusion 

pion-noyau. Rappelons qu'elle découle de l'invariance par renversement 

du temps de r|« et de l'interaction élémentaire V . Moyennant (2.36), 

il est clair que la matrice de diffusion pion-nucléon libre satisfait 

aussi le théorème de réciprocité : 

t(f',f) -- t(-f,-f). (2.42) 

Montrons encore que les potentiels optiques 0 et ü satisfont égale­

ment une relation du type (2.41). En effet, les projecteurs A0 et /\/> 

qui apparaissent dans leur construction sont symétriques dans les 

coordonnées intrinsèques du noyau, puisqu'ils contiennent une somma­

tion sur les orientations du moment cinétique, donc 

^ r 

<nA,iv>^[^ft)]-[# = < n K ) ^. (2.43) 
/ 
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Utilisant cette relation ainsi que (2.37b) et (2.37c), on en déduit à 

l'aide des définitions (2.6) et (2.27) de V et U que 

<*) I V |?T> = <fï I i r 17* > (2.44a) 

<xii v \t)' > - a'M T/ | ^ > , (2.44b) 

d'où 

V00K?) 
MJ-M4 

= c-o UJl?) 
X̂ M. ' 

(2.45a) 

e t 

V (M) 
Ai 

•}A - & 
> 

(2.45b) 

Ces relations sont vérifiées aussi à chaque ordre des développements 

(2.22) et (2.32). Connaissant les potentiels optiques IZj0 et IL. , 

les fonctions d'onde distordue y ^ et T\.-»I sont obtenues en 

résolvant les équations de Lippmann-Schwinger matricielles (2.19) et 

(2.30). En y introduisant les relations de symétrie (2.45), on montre 

que 
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& 

.W . 

M0
1 - K .Oi 

= C-D 

HX 

= k<) 
V- "/> 

I)1
1IVi 

Ver 

H0-H0' ' 

(2.46a) 

(2.46b) 

•y> 

La fonction d'onde T-* resp. T -, est donc la transfor-

resp. . Alors 

représente une onde plane entrante 

0 

que Yp0 [resp- %" J 
qui est partiellement absorbée et produit une onde spérique sortante, 

Y^_, I resp. j l J représente une onde sphérique entrante 

qui est renforcée par la diffusion pour produire une onde plane. Les 

fonctions d'onde (+) et (-) peuvent s'obtenir par une seule intégra­

tion de l'équation de Schrödinger si l'on fait usage de (2.46). Comme 

le montre notre dérivation, cette propriété découle de l'invariance 

par renversement du temps des potentiels optiques, qui par ailleurs 

ne sont pas hermitiens. Enfin, introduisant les relations (2.45) et 

(2.46) dans l'expression (2.29) pour la matrice de transition | , 

on retrouve comme il se doit, le théorème de réciprocité (2.41), même 

si l'on approxime les potentiels optiques par leurs premiers ordres. 

2.4 Mouvement du centre de masse 

Rappelons tout d'abord que la matrice de transition | considérée 

dans ce travail se rapporte au système du centre de masse pion-noyau. 
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De façon standard la conservation de l'impulsion totale a été sortie 

du problème. Ainsi le recul du noyau est-il traité correctement pour 

autant que dans l'équation (2.1) (et les suivantes naturellement ! ) 

K soit identifié à l'opérateur d'énergie cinétique relative du pion 

incident et HJ à 1'hamiltonien interne du noyau. En particulier, l'ap­

proximation consistant à négliger 1'hamiltonien HA dans le propaga­

teur */A n'affecte pas le recul du noyau. Les potentiels optiques 

~W et Jj dépendent alors de grandeurs nucléaires mesurables, en ce 

sens qu'elles apparaissent aussi dans l'analyse d'autres réactions 

nucléaires. Par exemple, leur premier ordre (équations (2.23a) et 
Ay A/ ÇZ 

(2.33a)) fait apparaître les facteurs de forme Q , Q et y , 

Pour les noyaux légers, ceux-ci seront donnés en bonne approximation 

par les facteurs de forme électromagnétiques correspondants, que l'on 

peut extraire des expériences de diffusions électron-noyau. De même 

le second ordre de V et U dépend des corrélations de paire dans le 

noyau. Comme l'ont montré Feshbach et ses collaborateurs \_FeJ , une 

partie importante de ces corrélations provient de la contrainte subie 

par les nucléons, afin que le noyau recule comme un tout (corrélation 

dite du centre de masse). Par conséquent la contribution aux sections 

efficaces du second ordre des potentiels optiques ne peut pas être 

négligée, même si l'on admet que les corrélations dynamiques et de 

Pauli ne jouent pas de rôle. Bien plus, ce phénomène intervient à tous 

les ordres, ce qui ne favorise pas la convergence des développements 

(2.22) et (2.32). Cependant, vu la dégénérescence des états nucléaires 

intermédiaires (approximation (1.8)), la contribution due au fait que 

les nucléons doivent reculer ensemble peut se factoriser hors de la 

matrice de transition pion-noyau | . Pour le démontrer, nous récri­

vons l'équation de Lippmann-Schwinger (1.9) des canaux couplés : 

file:///_FeJ
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> 
;,;„. y-wl, y U%fe>, 

If« H 

(2.47) 

en remarquant que la sommation dans le membre de droite s'étend à tous 

les JT appartenant au spectre de valeurs propres de H» • P M itéra-
A 

tion de (2.47), on obtient le développement en série de Born de la 

matrice de transition J , soit 

r 
(f,f) (2.48a) 

"(P) 

A 
fe'r) =} A-^M VM 

?v 
XM) Wv f-âf*° 

"Vkp 
£-g-.+;ô 

(2.48b) 

Lorsque le potentiel pion-nucléon est local et en faisant usage de 

(1.5b), 
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(2.49) 

I V^- ]{<*;,;) = V(f-Z) • • • Hv-f) 

(T-^V-* <^-f>U 
Ii). 

6i'"hi 

On suppose ensuite que les fonctions d'onde d) sont construites à 

X(M) 
partir des fonctions G) d'un modèle non invariant par translation, 

C \C> ^r>, 
(2.50) 

mais satisfaisant 

1® 

'CM * 

(2.51) 

» 
pour ot é Sp H^ /\ Sp Hfi et avec ^ fonction d'onde du centre 

de masse dans son état fondamental. La coordonnée / 
N a 

e me 
position du j nucléon à partir d'un centre fixe et 
celle du centi 

(2.51) dans (2.49), il vient 

X, représente la 

celle du centre de masse, si bien que t- = X 1
-JC . Introduisant 

J J 
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(2.5Oa) 

YyCfA)-Y(.KJ) '- l^r-SJ-'fori 
L-, > , ^ •-

«§V-f)<«l) « l€> 
£ - « . . . ^ (OH, \ c i i < W . 

e« • Y 

= S (f^ / V Cf, *;).•• | / G U ) , (2-50b) 

avec ~\f-X 

9Jf) -- < * U e IVU> (2-51) 

facteur de forme du centre de masse. A noter que dans (2.50b) les 

sommations s'étendent à tous les Jf appartenant au spectre des valeurs 

propres de l'hamiltonien du modèle \\. . En particulier dans le 

cas du modèle en couche de l'oscillateur harmonique, les sommations 

dans (2.50b) comprennent entre autre les états factorisants comme 

(2.51) mais avec le centre de masse dans un état excité (états dits 

spurieux .'). D'autre part, on a défini : 
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Vcf,V - v(f-f) fif-f), <"2> 
/5* yi& 

signifiant que les elements de matrice sont pris entre les fonctions 

1 (h) 
du modèle (I)J" . Constatons que chaque terme de la série de Born 

(2.48) factorise le mouvement du centre de masse et qu'en définitive 

la matrice de transition pion-noyau peut s'écrire 

^frF) = 1>-F) J # B , (2.53) 

(2.54) 

-T-(H) 

fa.yvn,yl)p*lte 
2 W 

Bien que nous ayons établi cette factorisation du mouvement du centre 

de masse en utilisant un potentiel pion-nucléon local, nous laissons 

le soin au lecteur de montrer que le résultat reste valable dans le 

cas général. En revanche, l'approximation, consistant à considérer 
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les états nucléaires intermédiaires comme dégénérés, est nécessaire à 

cette factorisation. De plus, les fonctions d'onde du modèle sont sup­

posées factorisables selon (2.51), ce qui n'est rigoureusement exact 

que pour le modèle en couche de l'oscillateur harmonique. 

L'équation de Lippmann-Schwinger (2.54) pour la matrice de transi-
-T-CMl , ' 

tion de modele | est analogue a celle de depart (2.47). Ainsi 
tous les résultats des paragraphes précédents restent-ils valables si 

l'on fait les remplacements 

U) Cfc-*} 

55b) 

(2.55c) 

et que l'on indice toutes les grandeurs pion-noyau par la lettre M. 

Les potentiels optiques V^ et V^ 
dépendent de grandeurs nu-

cléaires calculées à partir des fonctions d'onde CP, du modèle. 
Leur premier ordre fait apparaître les facteurs de forme OJ1 , y 

A. Jûa OM 

et ® que l'on peut ajuster de telle sorte qu'ils reproduisent les 

expériences de diffusion électron-noyau. Leur second ordre dépend des 
Or(M) £(W ZQ» 

fonctions de correlation de paire (. , (. et (,„ . Dans le 

/ft /^" 
cadre du modèle en couche de l'oscillateur harmonique, ces fonctions 

ne sont non nulles que par la présence des corrélations de Pauli dues 

à 1'antisymétrisation des fonctions d'onde et que l'on peut raison­

nablement négliger. La diffusion pion-noyau sera calculée dès lors à 

partir des potentiels optiques de modèle du premier ordre. L'amplitude 

de diffusion finale sera obtenue par la relation (2.53). Il est cepen-
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dant utile de comparer les résultats obtenus par cette méthode à ceux 

provenant d'un calcul au premier ordre des potentiels optiques (2.22) 

et (2.32). Dans le second cas, en effet, les corrélations du centre 

de masse sont négligées. Les figures 2, 3 et 4 montrent que ces cor­

rélations jouent un rôle important pour un noyau léger tel que l'hélium, 

alors qu'elles deviennent insignifiantes à partir de l'oxygène. 
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CHAPITRE 3 : COMPARAISONS ENTRE LA THEORIE DE GLAUBER ET CELLE DU 

POTENTIEL OPTIQUE 

Pour terminer ce travail, nous allons comparer les différentes ex­

pressions obtenues dans les chapitres précédents. Aussi, cherchons-

nous à traiter de la même manière les approximations communes aux deux 

approches. Tout d'abord, on admettra que les états nucléaires intermé­

diaires sont dégénérés (équation (1.8)). Notons que cette approximation 

est intrinsèque à la théorie de Glauber, mais qu'elle peut, en principe, 

être évitée dans la construction du potentiel optique au premier ordre. 

D'autre part, on factorisera le mouvement du centre de masse devant 

l'amplitude de diffusion. Comme nous l'avons vu, cette factorisation 

est toujours possible pourvu que le noyau puisse être décrit par le 

modèle en couche de l'oscillateur harmonique. L'effet des corrélations 

du centre de masse est ainsi incorporé dans les résultats. Rappelons 

qu'il ne peut pas être négligé dans le cas de noyau aussi léger que 

1'hélium. 

Dans ces conditions, nous pouvons toujours représenter l'amplitude 

de diffusion pion-noyau pour la transition de l'état oL à A sous la 

forme : 

.-1 i« \ " ' ? * F A/ 1I^ \ ,,, 1 V 1 ' 

(3.1) 

où I Ct?) est la fonction de profil associée à cette transition. 

La représentation (3.1) en paramètre d'impact est adaptée à notre étude 

pour plusieurs raisons : 
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a) la diffusion Zt -noyau autour de la résonance (3,3) fait inter­

venir un assez grand nombre d'ondes partielles dont aucune ne 

domine (BeJ > 

b) la théorie de diffusion multiple de Glauber et les approximations 

eikonales prédisent directement une fonction de profil. 

3.1 Diffusion élastique 

Notre but étant de comparer à la fonction de profil 

issue du potentiel optique discuté dans le chapitre 2, nous l'écrivons 

sous la forme 

1 - e (3-2) 
I (*) / i - i 

(H) 
A noter la présence du facteur /4//4-1 4ui implique que X (6*) 

n'est pas assimilable au déphasage en paramètre d'impact habituellement 

défini dans la littérature (voir par exemple Wilkin [WiJ ). Rappelons 

que la théorie de Glauber fournit (1.41) : 

TH) 

où /f désigne la fonction de profil pion-nucléon et sj le paramètre 

d'impact du j nucléon. L'évaluation de (3.3) nécessite la connais-

cadre du modèle en couche de l'oscillateur harmonique, la fonction de 

sance de la densité de modèle à A points Q 0?<<"X<) . Dans le 
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profil \ (t?) peut se calculer aisément pour les noyaux légers 

(voir appendice B). Or dans ce paragraphe, il s'agit de la mettre sous 

la forme (3.2). Pour ce faire, on utilise la même technique que celle 

proposée par Glauber dans son article original [Gl] et qui nous conduit 

au développement : 

X>) - -(A-I)U,If(R)JfK) 

4<M) \ A j (K) IfOr-S)C1V,) 

(3.4a) 

(3.4b) 

où O (.X1, X1) représente la transformée de Fourrier de la fonc­

tion de corrélation (2.24) 

C I M I ^ W « e cu) <3-5" 

- J ß/J - ^)?ft) (3.5b) 

-1OO 

Contrairement à la "formule" de Glauber (3.3), le développement (3.4) 

du déphasage / V 0?) fo.it apparaître les mêmes grandeurs nuclé­

aires "mesurables" que celles intervenant lors de la construction du 
/u\ 

potentiel optique U l 0 • Bien plus, le premier terme (3.4a) peut 

être interprété comme le déphasage eikonal }( (o / d'un potentiel 

fo.it


optique, c 'est-à-dire : 

C 

00 

- M 

58 

(3.6) 

V> 
> - 4 - > 

fa e 
.<h) 

U m, (3 .7 ) 

e t 

ifto (A-D 
-W l«fle Jf(IT) J»), (3 .8) 

où 7/ désigne la vitesse du pion incident. Dans (3.8), on reconnaît 

entre crochets la représentation en paramètre d'impact de la matrice 

de transition pion-nucléon libre, si bien que sur couche d'énergie 
-i r fM) T r <M) 
(V s'identifie au premier ordre du potentiel optique Uott 

De plus, cette identité reste vraie hors-couche si l'on suppose que ~t 

n'est fonction que du transfert d'impulsion. 

Poursuivant notre étude du développement (3.4) de /(.<- (1? ) , 

nous remarquons que le second terme (3.4b) ne dépend que de la fonction 

de corrélation Ç/ (x. X.) . Comme dans le développement du potentiel 
l r 6 i ) 

optique \J , sa contribution est faible. Il en va de même pour 

les termes suivants de (3.4). Leur importance pour la diffusion ?t-noyau 
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à des énergies voisines de la résonance (3,3) est illustrée dans lés 

figures 5, 6 et 7. On y compare les sections efficaces différentielles 

calculées de trois manières différentes : 

a) par la "formule" de Glauber (1.41), 

b) à partir du déphasage eikonal X e (ß ) (3-6), (3.9) 

c) par intégration numérique de l'équation de Lippmann-Schwinger (2.19) 

-i r W 
avec le potentiel optique \J-

4 12 16 
Trois noyaux pair-pair, a savoir He, C et 0 sont considères. Leur 

structure nucléaire est représentée par le modèle en couche de l'os­

cillateur harmonique. La factorisation du mouvement du centre de masse 

est ainsi exacte avec 

_ L (îl)1 

* A \ 1 ) 

Q(?} -. e 

Les valeurs du paramètre de rayon sont tirées des expériences de dif­

fusion d'électrons, soit 

4He 12C 16O 

R M 
référence 

1.37 1.58 1.71 (3.11) 

[FC] [GO] [GO] 

Nous avons choisi de paramétriser la matrice de transition ù" -nucléon 

par la forme 

-W 
<<f) = ^ r Hi-iî) e . <3- '2» 
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Celle-ci est typique de la diffusion à haute énergie; pour des énergies 

voisines de la résonance (3,3), elle prédit encore les sections effi­

caces différentielles vers l'avant jusqu'à des angles d'environ 90 . 

Les valeurs utilisées des paramètres V , Q et (X sont celles citées 

par Locher, Steinmann et Straumann [LSJ (table 1, colonnes (a)). 

Avec cette paramétrisation et le modèle en couche de l'oscillateur 

harmonique, les fonctions de profil \ . (Ç) , 
G 

(3.13) 

7 r w 
ainsi que le potentiel optique \JF sont calculés analytiquement. 

Pour leurs expressions explicites, le lecteur est renvoyé aux appen­

dices B et C. Les amplitudes de diffusion îf -noyau s'obtiennent en­

suite numériquement soit par transformée de Fourier— Bessel pour la 

"formule" de Glauber ou l'approximation eikonale, soit par intégration 

d'une équation de Schrödinger pour le potentiel optique. A noter que 

ces deux types de calculs numériques peuvent être effectués actuel­

lement sur ordinateur en des temps comparables. 
L'examen des figures 5 à 7 nous révèle que les trois approximations 

(3.9) conduisent à des résultats similaires dans le domaine angulaire 

s'étendant jusqu'à 90 . Cela signifie que l'approximation eikonale de 

X/~ » autrement dit le premier terme du développement (3.4) est 

une bonne approximation : 

1 ) de la "formule" de Glauber, 

2 ) de la solution exacte de l'équation de Lippmann-Schwinger (2.19) 

avec \J 
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Le dernier de ces points est vérifié surtout parce que le potentiel 

optique construit à partir de (3.12) est doux en fonction de la posi­

tion; de plus sa partie imaginaire ainsi que son rayon quadratique 

moyen sont grands. Nous pensons que les différences entre les résultats 

des trois approximations (3.9) ne sont pas trop sensibles au choix de 

l'extension hors-couche pour la matrice de transition pion-nucléon. 

Mais une étude ultérieure est nécessaire pour confirmer ces dires. 

A titre indicatif, nous avons comparé nos courbes théoriques avec 

les mesures expérimentales actuellement disponibles [Bi-J , L StJ > 

[BVJ . Pour C et 0, l'accord entre la théorie et l'expérience est 

raisonnablement bon. Cependant la position du premier minimum est pré­

dite à des transfert d'impulsion trop petits. Cela amène à penser que 

le paramètre de rayon B du modèle en couche de l'oscillateur harmo­

nique devrait être différent dans la diffusion d'électrons et de pions. 

Mais il semble bien que cette interprétation soit fallacieuse. En effet, 

il a été montré que si l'on utilise un potentiel optique seulement pour 

calculer les déphasages d'ordre élevé et que l'on ajuste ceux d'ordre 

plus bas, la valeur de ce paramètre R ne diffère pas dans la diffu­

sion ¢ " - C et È - C L BGJ . L'application de cette technique 

d'analyse à d'autres noyaux est encore nécessaire afin de tester sa 
4 

validité. Pour He, l'accord entre la théorie et l'expérience est très 

pauvre. Comme on peut le voir à partir des données expérimentales, le 

premier minimum dans la section efficace différentielle est très pro-

che du minimum de l'amplitude de diffusion #- -nucléon (environ 90 ). 

On s'attend donc à ce que les résultats soient très sensibles à la 

paramétrisation de la matrice de transition C . Comme notre choix (3.12) 

n'est pas susceptible de reproduire la diffusion ft -nucléon au-delà 
o „ 4 

de 90 , il en va de même pour Zt - He. 

Puis nous avons reporté dans la table 1 les valeurs de la section 
^ o 

efficace totale et de la partie réelle de l'amplitude a 0 correspondant 



62 

aux figures 5 à 7. En plus des résultats des trois approximations (3.9), 

nous y avons aussi inscrit ceux de la "limite optique" de Glauber, dont 

la fonction de profil s'écrit 

«'irrito 
r'(r) = î - e . <>•«> 

On y constate que la section efficace totale n'est pas très sensible 

aux différentes approximations. En revanche, la partie réelle de l'am-
o 

plitude a O , predite par la resolution de l'équation de Lippman-

Schwinger, diffère passablement de celle obtenue par les autres appro­

ximations. Cette différence provient essentiellement du fait que la 

théorie de Glauber et les approximations eikonales associées donnent 

lieu à une amplitude de diffusion fr -noyau purement imaginaire à l'é­

nergie de la résonance (3,3) à -nucléon [LSj . L'emploi des potentiels 

optiques au contraire permet un déplacement en énergie du zéro de la 
o 

partie réelle de l'amplitude a O . 

Enfin, soulignons encore que les différences entre les prédictions 

des diverses approximations (3.9) sont du même ordre de grandeur que 

celles des figures 2 à 4. Ceci justifie a posteriori notre soin à trai­

ter de la même manière le mouvement du centre de masse tout au long de 

cette étude. 

3.2 Diffusion inélastique 

Nous nous proposons d'appliquer ici les résultats du chapitre 2 au 

calcul de l'excitation des états liés d'un noyau par des Qr . Au pre­

mier ordre des potentiels optiques ~JJ et XP^' > l a matrice de tran-
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sit ion s ' éc r i t 
(3.15) 

L/* 
#F> 

y 

X 
*f 

«.V 

A-I 

Vf ipc °r -<H. 

où J0 (resp. X/3 ) désigne le moment cinétique de l'état initial 

) sa 

\® 
lof pj 

(resp. final) et M 0 (resp. H/j ) sa projection selon l'axe de quan­

tification. Les fonctions d'onde 

équations matricielles : 

et <± , satisfont les 

V m 

m 

4 H) -~> 

_0) 
- — — S + jÂ'dV G0c?/)y 

WVl
 MK; 

M0M0' K MA 

"( 
L of V 

(3.16a) 
— 

e)*"i 

ï' (^)7* MX 

(3.16b) 

dV/x 

M" 

G2(V). 
NX 

Enfin les' éléments de matrice des potentiels optiques sont donnés dans 

l'espace des impulsions par 

• (M) ^ 

(A-Otf^F) 
V.' 

A/ 

(¾ (f-f> 
OO 

(3.17a 

KK 



- 64 -

1 * L, 1V J (3.17b) 

W H' 

Ik?)] = (M) É#?) [ff'-f) 
^ o 

(3.17c) 

Hy3H0 

Ainsi en choisissant un modèle nucléaire et un prolongement hors-couche 

de la matrice de transition pion-nucléon {, , les équations (3.17), 

(3.16) puis (3.15) permettent de calculer les sections efficaces de 

transition pion-noyau de l'état fondamental à un état excité /Ì . Dans 

ce travail, nous estimerons (3.15) à l'aide d'ondes distordues calcu­

lées en approximation eikonale. Comme dans le paragraphe précédent pour 

la diffusion élastique, nous considérons seulement le cas où le moment 

cinétique de l'état fondamental du noyau est nul. Cela implique que 

l'équation (3.16a) est en fait une équation de Lippmann-Schwinger à un 

canal, puisque M0 , M0 et M0 ne peuvent prendre que la valeur 0. 

Nous supposons ensuite que la distorsion dans l'état final provient 

essentiellement des termes diagonaux de Y U (?) e* 1 u e ceux-ci sont 
1/1} 

bien approximes par la distorsion dans l'état initial, c'est-à-dire que 

(-) * 1 
O) 

Vf . 
= S 

W 

C-) 

W 1Of 
Ci) (3.18) 
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Dans ces conditions, la matrice de transition (3.15) s'écrit 

TwI = Qlff̂ W Y 
l p Ĵ  \n j o 

»" 1 
(x) 

Ub'1 A-I 

•}» 

(j?)(3.19) 

f ' 

où nous avons choisi un prolongement hors-couche en transfert d'impul­

sion pour la matrice ~6 , si bien que les potentiels optiques (3.17) 

sont locaux. L'étape suivante consiste à remplacer dans (3.19) les on­

des distordues par leur approximation eikonale, i.e. 

3 
, Ç • -i r t yO 

(?) —-> r eo - e 
op 'o? 

• M 

-M 

M 

(3 .2Oa) 

f öf) —> T ff) = 6 
Op ÔP 

• - • > ' - > c 

2/ * ' ! ( > , . • ) 
(3 .2Ob) 

Avec ces approximations, on obtient une représentation en paramètre 

d'impact de l'amplitude de diffusion f» (?) du type (3.1). La fonc­

tion de profil associée est donnée par 

l/0 

/U h ̂  Ö» Kï?-?), o.2i: 

M, 
/1 
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où X (Ì?) représente le déphasage eikonal (3.6) décrivant la dif­

fusion élastique et Jf la fonction de profil de la diffusion pion-nu­

cléon libre. La densité nucléaire (B (x ) 
3/îo 

forme de transition \ Cf) Par 
3/1. 

est reliée au facteur de 

HA 

DO 

4t 

2yl 
(3.22) 

Nous choisissons la paramétrisation 

M* V 
l~i -m (3.23) 

qui pour les noyaux légers contient les prédictions de nombreux modèles 

nucléaires. Les valeurs de V. , o„ et |Vj fournies par quelques 
' ' 12 

modèles nucléaires habituellement utilisés pour la diffusion par C 

sont reportées sur la table 2. Citons de plus la relation entre le pa­

ramètre OA et la largeur électromagnétique Lj du niveau fi : 

B ; ^ 

1 î 
(3.24) 

La paramétrisation (3.23) jointe à celle de t(?) (3.12) permet le 

calcul analytique de la fonction de profil (3.21). Les expressions 

explicites sont dérivées dans l'appendice C. L'excitation des états 

liés d'un noyau peut ainsi s'obtenir numériquement sur ordinateur en 

des temps comparables à ceux nécessaires au calcul de la diffusion 

élastique. 
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A titre d'exemple, nous avons calculé les sections efficaces diffé­

rentielles pour l'excitation des niveaux 2 (4.4 MeV) et 3 (9.6 MeV) du 

12 
C par des pions pour les trois modèles nucléaires suivants: 

1) Modèle "électronique" qui découle d'un ajustement phénoménologique 

aux expériences de diffusion par des électrons [RW] . 

2) Modèle de vibration [Fr^ . Il prédit R - ^ = K . = R ainsi que 

les valeurs de Y7^ et "K. . Aussi ß et B sont-ils les seuls 

paramètres libres de ce modèle. Ils ont été choisis de telle sorte 

qu'ils reproduisent les expériences de diffusion d'électrons à 

faible transfert d'impulsion. 

3) Modèle de particule-trou de G-illet [GWJ dont les paramètres ont 

été tirés du travail de Lee et Mc Manus [LMJ . 

Les résultats sont reportés sur les figures 8 et 9. On y constate qu'ils 

ne sont pas suffisamment sensibles au choix des modèles nucléaires pour 

que l'on puisse choisir définitivement parmi eux. Cependant, le facteur 

de forme de transition qui ajuste les expériences de diffusion d'élec-

12 
trons reproduit également la diffusion inelastique Zt- C de maniere 

satisfaisante. Le processus de diffusion est plutôt complètement dominé 

par la distorsion élastique comme le montre les fortes oscillations 

observées. Or dans le cadre de notre étude, cette distorsion est cal­

culée en faisant usage de plusieurs approximations : 

1) La dépendance en moment cinétique de la distorsion dans l'état 

final est négligée (équation (3.18)). 

' 6 P 

eikonale (équation (3.2O)). 

2) La fonction d'onde h _» est remplacée par son approximation 
6 P 

Il s'agit donc de s'assurer de la validité de ces deux approximations. 

En faveur de la seconde, nous savons que les sections efficaces diffé-
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rentielles de diffusion élastique Qr -noyau prédites par un potentiel 

optique ou son approximation eikonale coïncident vers l'avant (figures 

5 à 7). On peut donc espérer qu'il en va de même pour l'excitation des 

états liés. En revanche, l'approximation (3.18) consistant à négliger 

toute dépendance en moment cinétique de la distorsion pourrait se ré­

véler peu justifiée. Comme illustration, nous avons comparé sur la fi­

gure 10 les prédictions de la "formule" de Glauber (1.41) avec les ré­

sultats des approximations utilisées dans ce paragraphe. L'exemple 

+ 12 
choisi se rapporte à l'excitation du niveau 2 (4.4 MeV) du C par des 

'et de 150 MeV. Ce niveau est décrit par le modèle en couche de l'oscil­

lateur harmonique avec excitation d'un nucléon de l'état p3/ à p ^ . 

Ce modèle a l'avantage de permettre un calcul à la Glauber (voir appen­

dice B). Par contre il prédit un facteur de forme de transition environ 

trois fois plus petit que celui issu des mesures d'électrons (voir ta­

ble 2) ce qui reflète le caractère hautement collectif du niveau 2 du 
12 , 

C. En conséquence, les sections efficaces différentielles de la fi­

gure 10 ont été renormalisées par un facteur 1(62''/-'Li / C"»v JM J 

/¾ 3 .La comparaison des deux types de calculs montre qu'ils 

conduisent à des résultats différents aussi bien vers l'arrière que 

vers l'avant. Or ceux-ci diffèrent essentiellement [ML] par le fait 

que la théorie de Glauber ne nécessite pas la première des approxima­

tions (3.25). En conséquence, la dépendance en moment cinétique de la 

distorsion dans l'état final joue un rôle non négligeable même vers 

l'avant. Dans des calculs plus détaillés, il s'agira d'en tenir compte 

aussi bien que d'introduire la dépendance en spin de la matrice de 

transition pion—nucléon. 
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3.3 Remarques finales 

Il ressort de cette étude que les données expérimentales actuelle­

ment disponibles sur la diffusion tt -noyau à des énergies voisines 

de la résonance (3,3) sont assez bien reproduites par la "formule" de 

Glauber ou l'utilisation d'un potentiel optique local. En outre, ces 

deux méthodes de calcul conduisent à des sections efficaces différen­

tielles élastiques pratiquement identiques dans un domaine angulaire 

s'étendant jusqu'à 90 . Notre étude a montré que cette coïncidence 

n'est pas fortuite; en effet, la théorie de Glauber et celle du poten­

tiel optique peuvent être considérées comme des approximations des mê­

mes équations potentielles de diffusion multiple. Lors des comparai­

sons dans le cadre d'un modèle nucléaire, il s'agit cependant de trai­

ter de façon identique l'influence du mouvement du centre de masse; ce 

n'est qu'à cette condition que les deux théories fournissent des ré­

sultats semblables pour les noyaux très légers. 

Mais la "formule" de Glauber et les potentiels optiques au premier 

ordre ont une caractéristique commune primordiale : celle de faire 

apparaître la matrice de transition pion-nucléon libre éo., • Plus 

précisément, la seconde méthode nécessite la connaissance des valeurs 

hors-couche de CVi • Or en utilisant une pararnetrisation gaussienne 

en transfert d'impulsion, nous avons minimalise l'influence de ces 

valeurs. Dans le cas contraire, il faut s'attendre à des différences 

quantitativement bien plus grandes [GP J . 

Enfin, une comparaison précise des résultats de ces deux méthodes 

de calcul avec l'expérience révèle qu'il est encore nécessaire de les 
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perfectionner. Or la théorie de diffusion multiple de Glauber, par 

son caractère phénoménologique, n'est pas pour l'instant susceptible 

d'améliorations. En revanche, la construction des potentiels optiques 

l'est. Il se révèle donc que cette dernière méthode devrait permettre 

une analyse plus détaillée de la diffusion Tt -noyau. 
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APPENDICE A : DESCRIPTION DU NOÏAU 

Cet appendice est consacré au rappel de quelques propriétés des 

fonctions d'onde nucléaires et des matrices densité associées. Nous 

désignons par )= \h---\ \ Ci -<% = " ( l'ensemble des coordonnées des 

A nucléons par rapport au centre de masse du noyau (coordonnées in­

trinsèques) et par G) (s) la fonction d'onde nucléaire d'énergie 

£v . L'indice H décrit ici l'ensemble des nombres quantiques re­

pérant le sous-espace des états propres (lié ou du continu) d'énergie 

6 J soit : 

où m représente 1'hamiltonien interne du noyau. Par convention, l'in­

dice 0 se rapportera à l'état fondamental du noyau. Etant donné que 

les nucléons sont des fermions, les fonctions d'onde jouissent des 

propriétés suivantes : 

a) Q) complètement antisymétrique (A.2) 

b) 

Les propriétés (A.3) expriment le fait que les fonctions d'onde nuclé­

aires (D forment un système orthonormé complet dans l'espace des 

fonctions d'onde complètement antisymétriques. En écrivant (A.3), les 
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conventions suivantes ont été utilisées 

3y CM 

a. i\...i\i\m), (A.4) 

et 

iïmkw = partie complètement 

antisymétrique de f (Ì) 

(A.5) 

Densités à n points : 

La matrice densité à Vl points est définie à partir des fonctions 

d'onde Cp par la relation : 

(A.6) 

/V ' L — I h k-K 

où la somme primée signifie qu'elle est restreinte à tous les indices 

différents. On vérifie facilement que la matrice Q = J O [ jouit 

des propriétés suivantes : 
• •y* 
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a) Hermiticité et symétrie des Q 
Ch) 

.C") .1*" 

9 (¾...¾ • 9 « • • •« , 
i |i'"} f est une permutation de J1... n r 

b) Relations de récurrence : 

(A.7a) 

(A.7b) 

(M) > 
0 (Xj...¾) = 0 Pour n > ^ (A.8a) 

(ni) (3 ^ 

Q OT- Xj11) = U X h 0 (¾...^) pour h ̂  /1. (A.8b) 

c) Normalisation 

f 3 (Ŵ  
pour W ^ ^ '. (A.9) 

d) Cas particuliers : 

(1) 

9 (x) = 0 (x) = 

0(x;...x;) = 

A 

^ ft) iT/ï-ïj^)* hU 
(A. 1Oa) 

10b) 
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e) Réduction du produi t de Q 

,0) 

7 1 ? ¾ ¾ ) + x5'¾-¾)9«), <*•"« 

^)9¾)?¾= ^ ¾ ^ 1 9 ¾ . ¾ , ¾ ) 
-O) &) 

(A.11b) 

. BJ (2) r W (2) (-<-" p ) 

f) Relation de commutation : 

r (»h) Ch) -i 

0 (A.12) 

g) Elément de matrice d'un opérateur à h corps 

O = E ' 0 <H>; 
<Ji'"<Jn 

< ^ = êa\v* 005...05*¾ 

(A.13a) 

...It) (A-13b) 
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Densité à h points dans l'espace des impulsions 

Par transformée de Fourier de la matrice densité à n points définie 

par (A.6), on obtient : 

h 
• V"1 -> -» 

çcViO -W..i\e'>"Vl^1-K) u.1*) 

Utilisant les propriétés (A.7) à (A.11), on en déduit les propriétés 

suivantes pour les matrices O : 

a) Symétries de Q : 

TU-® - $v*> - l4•'5•, 
^ V -

si |j -.J0T
 est une permutation de {i...j\ { . 

(A.15b) 

b) Relati ons de récurrence 

A(h) 

0 (¾...¾) = O Pour h > A , (A.16a) 

Ç^fo-fcJ = y 1^C-L0) pour * * ^ u-16b) 
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c) Normalisation 

(K) /v/ ci») r 

Q (0...0) = ò 

d) Cas particulier : 

(A.17) 

(A.18) 

est communément appelé facteur de forme de la transition 0L—}A . 

e) Réduction des produits de Q : 

^o 9¾) 
/\, A/ A/ 

¥ ? $ . » • T-P(H). <A'"" 

§7» W P = ^ ^ 0 . 1 * ) (A.19b) 

/vai 

i W'%). 
Calcul des densités à Kl points à partir d'un modèle de fonctions d'onde 

En général, les fonctions d'onde nucléaires calculées à partir d'un 

modèle ne sont pas invariantes par translation. Si l'on note (D 

ces fonctions d'onde, on peut cependant en déduire une matrice densité 

modèle à n points : 
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/v (h) (M) 

k 
-c) 9!? 

4—i î J 
= U V A O (x\..y )e r* 

A 

(N) 
d) (x\..x.) 

(A 

(A.20) 

où y- représente la position du j 
0 

origine fixée, comme le centre du potentiel dans le cas du modèle en 

(M) 
1G* 

nucléon comptée à partir d'une 

tiel dans le cas du modèle en 

couche. On supposera que la solution (h se factorise, c'est-à-

dire 

«fou) - 1&)W, (A.21; 

où A=-r- 7 X représente la position du centre de masse et J - X - Y 

* i ème ^ J 
la position intrinsèque du j nucléon. La fonction d'onde v. 

décrit le mouvement du centre de masse. A noter que la factorisation 

(A.21) n'est réalisée pratiquement que pour le modèle en couche de 

l'oscillateur harmonique. Combinant (A.14), (A.20) et (A.21), on ob­

tient que 

(A.22) 

ft^ê''^«) 1Cd 
(A.23a 

fo* ,(H) 
.23b) 
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est le facteur de forme du centre de masse. Il est indépendant de /5 

et 0< pour des fonctions d'onde (P et (T) associées a des 

états d'excitation interne de la cible et non pas à un état excité du 

centre de masse (état spurieux I). La relation (A.22) permet ainsi de 

relier les densités ® calculées dans le cadre d'un modèle aux 

densités U intervenant dans les calculs. Elle est exacte dans 

le cas du modèle en couche de l'oscillateur harmonique et approxima­

tive sinon, pourvu que le mouvement des coordonnées intrinsèques soit 

peu corrélé à celui du centre de masse (relation (A.21)). 

Modèle en couche de l'oscillateur harmonique 

Les fonctions d'onde Q) sont construites dans ce cas-la comme 

produit complètement antisymétrisé de fonctions d'onde de l'oscillateur 

harmonique. Aussi la relation (A.21) est-elle satisfaite, au moins 

pour tous les états tels que le noyau contienne seulement une couche 

partiellement remplie en protons et en neutrons et que cette couche 

soit la plus basse en énergie autorisée par le principe de Pauli [ES]. 

En conséquence, le centre de masse se trouve dans l'état 1s, d'où 

2 _ .L(IIi.) 

Le paramètre R est lié à la fréquence de l'oscillateur harmonique 

par la relation R = (ryftilu) où M,, est la masse du nucléon. 

Exemples de densités 

a) Pour les noyaux tels que 7 $ A ̂  lé ,le modèle fournit : 
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f(?hf(?)=(i-ix(f-)ìe :£-)' 
et 

!«•s«-w T(1^SrN" :(îî 
(A.25a) 

(A.25b) 

où f=/f/ et Ir = Ix"/ . 

b) Considérant que ] 

l'excitation d'un nucléon de l'état 1p à l'état 1p., , on obtient : 
Vz Vi 

+ 12 
b) Considérant que le premier état excité 2 du C est issu de 

\ on 
(A.26a) 

et 

2*6 • 

^ ^ /nV^V2', * ? s ( i ) * ! ) „ ( < > , 
H 

avec ß , = — Ì£ R s 

(A.26b) 
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APPENDICE B : EXPRESSIONS EXPLICITES DE LA "FORMULE" DE GLAUBER DANS 

LE CADRE DU MODELE EN COUCHE DE L'OSCILLATEUR HARMONIQUE 

Dans ce travail, nous décrivons la structure nucléaire des noyaux 
4 12 16 

pair-pair légers tels que He, C ou O par le modele en couche de 

l'oscillateur harmonique. La fonction d'onde nucléaire de l'état o( 

s'exprime donc par 

m I W 7 M 
W ì 

(B.1) 

où XL désigne la position du h nucléon et £/• l'ensemble des 
eme , " 

nombres quantiques caractérisant le j nucléon. Les fonctions d'onde 

à une particule y sont données par 

(B.2) 

où 'fi' , Y; , J" et M; désignent respectivement le nombre quantique 

principal, le moment orbital, le moment cinétique total et sa projec­

tion selon l'axe de quantification. De plus, JCMt- représente le 

produit d'un spineur de composante M et d'un isospineur de composante 

f- ; W Cf) est la solution de l'équation de Schrbdinger 

J V> 
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radiale avec un potentiel harmonique de fréquence to , soit : 

fco 1 iOv-0! J. 
RfrlVrq.yK) J 

(B.3) 

avec le paramètre de rayon R- (-yi/4fl,Cu) et Yn la masse du nucléon. 

Les densités nucléaires et les facteurs de forme issus de ce modèle 

sont cités dans l'appendice A (formules(A.25) et (A.26)). Nous supposons 

les configurations suivantes des fonctions d'onde de l'état fondamental: 

(B.4) 

valables à la fois pour les neutrons et les protons. 

Dans ces conditions, la fonction de profil pion-noyau prédite par la 

théorie de Glauber s'écrit : 

4He 

2 

12C 

2 4 

16O 

2 4 2 

00 
(B.5a) 

J 

SA - dit ( A - - t w) (B-5b) 
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(B.6) 

représente les éléments de matrice à un corps de la fonction de profil 

pion-nucléon (̂  . Si l'on choisit de paramétriser l'amplitude de dif­

fusion pion-nucléon par une gaussienne en transfert d'impulsion (équa­

tion (3.12)), 

fâ) = «tii> e" 2* (B.7) 

et les éléments de matrice Cn „ (£) s'expriment analytiquement 

comme des polynômes en % multipliés £Kp(- fe2) avec 

t = |U/R } (B.8a) 

R2 = R% 2« . <B-8b> 

Le calcul explicite du déterminant (B.5b) nous fournit ensuite la 

fonction de profil pion-noyau. 

1) Diffusion élastique 

Le moment cinétique total du noyau étant nul, l'amplitude de diffu-
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sion pion-noyau prend la forme 

M 

frf) = e m' ;K|uiXGt)|i-(i-Ga))4 | ) (B.,) 

où ci désigne le transfert d'impulsion et 

h-1 

GO») = 2 , 1 " 0 X® 
h-4 

tr(i-i?) ^ t * 
alVR ̂

T-1 (B.10) 

Les fonctions ThCo) sont des polynômes en £ , soit 

4 
a) pour He : 

W - 1, (B.11a) 

b) pour C : 

W) = 3 + }2»(f-l) ; ÇCi) -_ 3 - ¾ ^ ) * Jrt^jt
1; 

(B.11b) 

T5(M= 1 - l f ô - r t : 
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c) pour 0 

A* = LL) = î ^ 1 (B.12) 

Notons que les expressions (B.9) à (B.12) peuvent être généralisées 

au cas où l'on tient compte de la force de Coulomb agissant entre le 

projectile et les protons de la cible (voir Lesniak et Lesniak [LLj). 

Citons encore à titre de comparaison les expressions de la fonction 

de profil (3.3) obtenue à partir d'une densité à /\ points factorisée, 

à savoir 

(B.13) 9 t?,..it) - TTwîTçrç), 

où Q et 0 représentefltles densités à une particule dans les états 

s et p. On obtient [BVJ : 
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qui remplace l'intégrant de (B.9), avec 

t2 
C(D- ™-;s) e - (B.15a) 

G,ft) = ]4* f^fc'-d 
trö-i§) - t : 

ZTT I^ 
(B.15b) 

Pour He, nous retrouvons les expressions précédentes (B.9) à (B.11a). 

En revanche pour les noyaux plus lourds, la factorisation (B.13) n'est 

pas réalisée lorsque l'on tient compte du principe de Pauli en antisy-

métrisant la fonction d'onde nucléaire (B.1). Afin d'en comprendre les 

conséquences physiques, nous considérons la limite d'une amplitude 

pion-nucléon décroissant beaucoup moins vite que le facteur de forme 

élastique, c'est-à-dire : 

^- « 1 => (B.16) 

l 2 = 1 . 

Pour les noyaux n'ayant que des couches complètes en t (dans notre 

cas He et 0), il vient à partir de (B.1) [Ko] : 

Vc 

r > = 1-7Tb-W), (B.17) 

h= 4 



- 86 -

où /if, désigne le nombre de couches remplies et fin le nombre de nu­

cléons dans la couche /7 . Les fonctions (j.{\>) sont données par 

Ghft) - {Vd-'î) \ Q ($,*)ài} 

00 

(B.18) 

-M 

et coïncident avec (B.15) pour a = O. L'examen de (B.17) nous révèle 

donc qu'en raison du principe d'exclusion de Pauli, le pion "voit" le 

noyau non pas comme un ensemble de A nucléons (équation B.14), mais 

plutôt comme celui de A/, agglomérats indépendants de densité 0 (%). 

Remarquons encore que les "Ansatz" (B.1) et (B.13) conduisent à la mê­

me densité nucléaire (A.25), si bien que le potentiel optique élastique 

au premier ordre n'en dépend pas. 

2) Diffusion inélastique 

+ 12 
Nous considérons l'excitation du niveau 2 (4.4 MeV) du C traité 

_1 
comme un état particule-trou (pv) (p,,) avec les fonctions d'onde à 
une particule (B.2). Dans ces conditions, l'amplitude de transition 

00 (B.19) 
à l ' é t a t 2 M s ' éc r i t 

G im1 

F,8>) = Ae A U ÎK UJ11Gi)(I-Ga))D «, 
M 

I Dans ce contexte, les couches sont numérotées par le moment orbital f , 

la projection du spin /O et celle de l'isospin f* . 
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où les fonctions \J \v) sont des polynômes en b multipliés par 
IMl 

exf>(-fc2) i i-e-

(B.20a) 

R2 I fc J 

T)1(D = 0, (B.20b) 

(B.20c) 

avec la notation . La fonction 

G(t>) est identique à celle (B.10) décrivant la diffusion élastique 

par C. Le paramètre D,t a la même signification que celui apparais­

sant dans les équations (3.23) et (A.26). Notre modèle de particules 

indépendantes prédit D2^
 = ({2/3£ ) R <fc 0.098, c'est-à-dire une valeur 

environ trois fois plus petite que celle obtenue à partir de la diffu­

sion par des électrons (voir table 2). Cette différence reflète le ca-

+ 12 
ractère très collectif du niveau 2 (4.4 MeV) du C. En conséquence, 

pour nos calculs de l'amplitude de diffusion par la formule (B.19) , 

nous avons toujours utilisé la valeur de B t tirée des mesures d'élec­

trons . 
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APFENTOICE C : EXPRESSIONS EXPLICITES DES POTENTIELS OPTIQUES 

AU PREMIER ORDRE 

Dans le chapitre 3, nous avons ramené le problème de la diffusion 

élastique d'un pion sur un noyau à la résolution d'une équation de 

Schrb'dinger : 

où K représente l'impulsion du pion incident dans le système du cen­

tre de masse pion-noyau. Le potentiel optique local V 6 + (% ) 

s'obtient au premier ordre à partir de (3.7) et (3.8), soit : 

A - l f . c1'* 

V ? ) = - ^ e (T)W 
A/ 

(H)/?) (C2) 

où R et f désignent respectivement l'impulsion du pion incident et 

l'amplitude de diffusion pion-nucléon (1.38) dans le système du centre 

de masse pion-nucléon. Avec notre paramétrisation gaussienne de T 

(équation (3.12)) et le modèle en couche de l'oscillateur harmonique, 

le potentiel optique (C.2) prend la forme particulièrement simple : 

\® = " ^ T [ v M C A " 4 ) ? ^ ; (C'3) 
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®(x) 
^ R ô? 

4-4 
2'C-K-K) M 

e (C4) 

et 

R = R + 2 a ì l 2 
(C5) 

A noter que (y 6* ) e s* n o r mée à 1 et coïncide avec la densité 

nucléaire © { ? ) (A.25b) lorsque l'amplitude de diffusion pion-

nucléon décroît beaucoup moins rapidement que le facteur de forme 

élastique,i.e. 2 û / R 2 •<< X . Cette condition est cependant 

loin d'être remplie pour la diffusion ty -noyau à des énergies voisi­

nes de la résonance (3,3). Il s'ensuit que la fonction ® (?) 

présente plutôt un comportement gaussien comme on peut le voir sur 

l'expression (C.4) pour h <^ d . Son rayon quadratique moyen 

s'écrit : 

<r3> = 
ZA 

3a . (C.6) 

Il dépend de l'énergie du pion incident par l'intermédiaire du para­

mètre a. [BGj . Soulignons de plus que la partie imaginaire du poten­

tiel optique (C.3) est toujours négative si bien que, même localement, 

aucun pion n'est créé. Enfin l'amplitude de diffusion pion-noyau 
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0, & /^x 
s'obtient à partir de la fonction d'onde 4- _% (.X ) par la relation 

o fr 

F(W) 
IV z J 

e 

•iKX 

/* 
(2# 

-Zf (C.7) 

Nous pouvons considérer d'autre part la solution eikonale de l'équation 

de Schrödinger (C1). En appliquant les résultats du paragraphe (3.1), 

l'amplitude de diffusion (C.7) prend la forme : 

2 fl 

Fe(f) = e ÎK 
A 

/ 4 - 1 ^ 

i x'tu. 
(C8) 

VJ 

0 

!->' .-> 
où Q désigne le transfert d'impulsion W - K - L e déphasage 

AH) 
eikonal X (b) est donné par 

M 

/hi V/, , n u . -2i\*v;a.o (C.9a) 

= - ^-i?)(A-n£fl) . (c-9b) 
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La fonction C (\>\ décrit le facteur de transmission effectif du 

noyau, c'est-à-dire : 

00 

(C.1Oa) 

(CIOb) 

avec 

t = t/R 
. En introduisant les fonctions GhÙ) définies 

par (B.15), l'intégrant de (C.8) peut aussi s'écrire : 
(C.11) 

Notons une fois de plus la grande ressemblance entre cette expression 

issue de l'approximation eikonale du potentiel optique au premier ordre 

et la fonction de profil (B.14) calculée à partir de la "formule" de 

Glauber. 

Diffusion inélastique 

Nous considérons l'excitation des états de parité naturelle d'un 

noyau dont le niveau fondamental est de moment cinétique nul. Nous 
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paramétrisons de plus le facteur de forme de transition par (3.23). 

Il en découle que la densité nucléaire (jy (jf) s'écrit : 
Ont 

(C.12) 

2 . * -

^ 6 0 

A 

( 
= •> 

W1, 

T 

\ n 
Ap VR1 f % VK/> 

1 4 1Ui 
:Q fy/ 

ï-faï-w® et DC * 

/7 i-y/yô 
(C.13) 

Remarquons que Z- et \A désignent le moment cinétique de l'état 

excité et sa projection selon l'axe de quantification. D'autre part, 

les paramètres V, , EL et RA caractérisent le facteur de forme 

de transition SA Cf) • Leurs valeurs prédites par quelques modèles 

nucléaires courants sont données dans la table 2 pour les deux premiers 

et en 

parametrisant par une gaussienne l'amplitude de diffusion pion-nucléon 

(équation (3.12)), nous pouvons calculer analytiquement la fonction de 

profil pion-noyau (3.21). Dès lors, l'amplitude de transition à l'état 

excité /} (3.1) devient : 

états 2 et 3 du C. Grâce à ce choix pour ® (x ) 
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, M 

F>] 
}&)' r 

/1 e 'ÌK 

Ü-

e X a) 

U J (ft)e D a), 
/9IJ1I 

(C14) 

H / 

£ft) 
J»' ?" 

- k 2 

Is e 
LML^TTR / I 

? 

(C.15a) 

[L^p-^(fîL^«;)} 

e t 

C 
IfI ^ 

Q:-H)! Û+H)' 
si J-(^I pa i r 

(C.15b) 
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En écrivant (C.15), nous avons adopté les notations 

R -- R3 + 2a et t 
/* / R 

(C.16) 

y 
De plus les polynômes de Laguerre généralisés y sont normalisés de 

telle sorte que 

L' (C.17) 

V(M) 

Le déphasage eikonal /\ (p) apparaissant dans (C.14) est iden­

tique à celui qui décrit la diffusion élastique. Son expression expli­

cite est donnée ci-dessus par les équations (C.9). Rappelons aussi que 

l'expression (C.14) pour l'amplitude de transition ne fait intervenir 

que les processus dans lesquels le pion excite en une fois le noyau. 

Il en découle qu'elle dépend linéairement du paramètre p . De plus, 

la règle de sélection contenue dans (C.15b) implique que la section 

efficace différentielle pour l'excitation d'un état nucléaire de mo­

ment cinétique impair s'annule vers l'avant. Cette propriété générale 

découle en fait de l'invariance sous les rotations et de la conserva­

tion de la parité, si bien qu'elle se manifeste aussi dans les calculs 

effectués à l'aide de la "formule" de Glauber (voir (B.20) et la réfé­

rence [Ga] ). 
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TABLE 1 

Sections efficaces totales et partie réelle de l'amplitude à 

Noyau 

4He 

12C 

16O 

\ [MeV] 

180 

260 

180 

260 

170 

230 

Section efficace totale [mb] 

Potentiel 

optique 

370. 

218. 

772. 

519. 

972. 

757. 

Limite 

optique 

332. 

215. 

725. 

530. 

907. 

762. 

App. 

eikonale 

364. 

228. 

759. 

548. 

940. 

789. 

"Formule" 

de Glauber 

353. 

227. 

750. 

553. 

929. 

786. 

Partie réelle de 

Potentiel 

optique 

.095 

-1 .69 

-.300 

-3.34 

.250 

-3.23 

Limite 

optique 

.261 

-1.38 

.439 

-2.70 

1.15 

-2.26 



TABLE 2 

12 
Paramètres des facteurs de forme de transition du C prédits par différents 

Modèle V2+ B2 +[f m2] R2+ [f m] X 5 - B 3 -

Particules 
indépendante s 

Ajustement de 
Friar [Fr] 

.098 1.58 

"Electronique" 0 .284 1.80 0 .17 

Vibrations [Fr] 4/13 .335 1.58 4/17 .15 

.175 .268 1.61 .147 .11 

Particule-trou „ 
deGillet[GV] - 0 3 4 -217 1'72 ° -10 
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LEGENDE DES FIGURES 

1 . Dérivations de la "formule" de Glauber à partir de la théorie po­

tentielle de diffusion multiple. 

. 4 
2. Effets des correlations du centre de masse dans la diffusion Zt - He 

à 180 MeV : avec corrélations, sans corrélations. 

12 
3. Comme fig. 2, mais pour la diffusion T t - C a 180 MeV. Les points 

expérimentaux sont ceux de Binon et al. [Bi] . 

4. Comme fig. 2, mais pour la diffusion tt~ - 0 à 170 MeV. Les points 

expérimentaux sont ceux de Bercaw et al. [BVJ . 

- 4 
5. Sections efficaces différentielles Tt - He a 180 et 260 MeV. Les 

courbes théoriques proviennent des calculs cités dans le paragraphe 

(3.1) : solution exacte de l'équation (2.19) avec le poten­

tiel optique au premier ordre (3.8), approximation eikonale 

(3.13), "formule" de Glauber (3.3). Les points expérimentaux 

sont ceux cités par Stroot [St] . Le facteur d'échelle a été choisi 

de telle sorte que théorie et expérience coïncident vers l'avant. 

12 
6. Comme fig. 5, mais pour la diffusion ô- - C. Les points expéri­

mentaux sont ceux de Binon et al. [BiJ . 

Comme fig. 5, mais pour la diffusion \ 

mentaux sont ceux de Bercaw et al. [BVJ 

7. Comme fig. 5, mais pour la diffusion ft' - O. Les points expéri-
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8. Sections efficaces différentielles pour l'excitation du niveau 

2+(4.4 MeV) du C par des &•' de 180 et 260 MeV.Les points expé­

rimentaux sont ceux de Binon et al. L^iJ • Les courbes théoriques 

proviennent dès calculs cités dans le paragraphe (3.2) avec les 

modèles nucléaires : "électronique", — de vibration, 

— de particule-trou de Gillet. 

- 12 
9. Comme fig. 8, mais pour l'excitation du niveau 3 (9.6 MeV) du C. 

10. Sections efficaces différentielles pour l'excitation du niveau 

2 (4.4 MeV) du C par des 1Sf' de 150 MeV. Les points expérimen­

taux sont ceux de Binon et al. [BiJ . Les courbes théoriques pro­

viennent des calculs cités dans le paragraphe (3.2) : 

"formule" de Glauber, approximation eikonale (3.21). 
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