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Contribution à l’étude des processus assistés par laser en physique
atomique et en électrofaible.

Résumé :

Le développement rapide de la technologie laser a ouvert la voie à l’utilisation de
sources laser pour étudier les processus relativistes dans les domaines de l’électrodynamique
quantique, de la physique atomique et de la physique des hautes énergies. Dans ce contexte,
l’objectif principal de cette thèse est d’approfondir notre compréhension des processus
physiques ultrarapides qui se produisent en présence d’un champ laser. Elle appartient donc
au domaine de recherche appelé physique des champs forts, qui est le domaine de recherche
général de l’interaction rayonnement-matière. Nous nous concentrons précisément sur une
nouvelle étude de deux types différents de ces processus dans deux domaines différents, la
théorie électrofaible et la physique atomique. Par conséquent, cette thèse est divisée en deux
parties. La première partie consiste à étudier théoriquement, dans le cadre de la théorie
électrofaible, les processus de désintégration des bosons W− et Z en présence d’un champ
laser polarisé circulairement. Cette première partie ravive le débat controversé qui s’est élevé
au cours des deux dernières décennies sur la possibilité que le champ électromagnétique affecte
la durée de vie ou la largeur de désintégration d’une particule instable. La deuxième partie
est consacrée à l’étude d’un processus fondamental dans le domaine de la physique atomique,
qui est le processus d’ionisation de l’atome d’hydrogène à partir de son état métastable 2S
en l’absence et en présence d’un champ laser polarisé circulairement. Dans cette partie, nous
présentons un calcul analytique détaillé des sections efficaces différentielles triples, dans la
première approximation de Born, dans les géométries coplanaires symétriques et asymé-
triques. Ce processus est étudié en utilisant le formalisme de Dirac relativiste où les effets
du spin et de la relativité sont pris en compte. Ce travail comprend des calculs analytiques
détaillés représentant différentes méthodes de résolution des problèmes en présence du champ
électromagnétique. Ces recherches sont menées en vue de la génération actuelle et future de
lasers optiques à ultra-haute intensité qui sont censés atteindre des intensités sans précé-
dent de l’ordre de 1024 W/cm2 et au-delà, avec des pulses de l’ordre de quelques femtosecondes.

Mots clés : Processus assistés par laser, Formalisme de Dirac-Volkov, Calculs analy-
tiques, Largeur de désintégration, Durée de vie, Rapport d’embranchement, Ionisation de
l’atome d’hydrogène, Section efficace différentielle triple.
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Contribution to the study of laser-assisted processes in atomic physics and
electroweak theory.

Abstract :

The rapid development of laser technology has paved the way for the use of laser sources
to study relativistic processes in the fields of quantum electrodynamics, atomic physics
and high energy physics. In this context, the main purpose of this thesis is to advance our
understanding of the ultrafast physical processes that occur in the presence of a laser field.
It therefore belongs to the research field called strong-field physics, which is the general
research area of laser-matter interaction. Specifically, we focus on a new study of two different
types of these processes in two different disciplines, electroweak theory and atomic physics.
Accordingly, this thesis is divided into two parts. The first part is devoted to the theoretical
study, in the framework of electroweak theory, of the decay processes of the W− and Z bosons
in the presence of a circularly polarized laser field. This first part revives the controversial
debate that has arisen over the last two decades about the possibility that the electromagnetic
field affects the lifetime or decay rate of an unstable particle. The second part is concerned
with the study of a fundamental process in atomic physics, which is the ionization of the
hydrogen atom from its metastable 2S-state in the absence and presence of a circularly
polarized laser field. In this part, we present a detailed analytical calculation of the triple
differential cross sections, in the first Born approximation, in symmetric and asymmetric
coplanar geometries. This process is investigated by using the relativistic Dirac-formalism
where the effects of spin and relativity are taken into account. This work includes detailed
analytical calculations representing different methods of solving problems in the presence of
electromagnetic fields. This research is conducted in view of the current and future generation
of ultra-high intensity optical lasers which are expected to reach unprecedented intensities of
the order of 1024 W/cm2 and beyond, with pulse lengths of the order of femtoseconds.

Keywords : Laser assisted processes, Dirac-Volkov formalism, Analytical calculations,
Decay rate, Lifetime, Branching ratio, Ionization of the hydrogen atom, Triple differential
cross section.
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INTRODUCTION GÉNÉRALE

Les interactions rayonnement-matière ont suscité l’intérêt des scientifiques et des phi-
losophes dès le 5ème siècle avant J.-C. L’idée que tout doit être constitué de particules
élémentaires est aussi ancienne que le philosophe Demokrit qui a vécu vers 460-370 av. J.-C. Il
a nommé ces particules élémentaires "atomes", ce qui signifie "indivisible". Lorsqu’ils ont été
découverts pour la première fois, les atomes étaient considérés comme les éléments constitutifs
de l’univers, ce qui justifie leur nom. Aujourd’hui, nous savons que ce n’est pas le cas, même
si le nom n’a pas changé. Les interactions entre le rayonnement et la matière jouent un rôle
crucial dans les processus qui rendent la vie possible sur Terre et constituent également l’un
des principaux moyens d’obtenir des informations sur le monde. Par conséquent, le besoin
de comprendre ces processus est tout à fait évident. Grâce aux avancées technologiques et
aux connaissances théoriques sur le rayonnement électromagnétique (EM) et la mécanique
quantique, il est désormais possible d’étudier en détail les systèmes et processus atomiques et
subatomiques.

La force EM, avec les interactions nucléaires faibles et fortes et la gravité, est l’une
des quatre forces fondamentales qui gouvernent notre univers. Si les forces nucléaires sont
essentielles à la compréhension microscopique des propriétés des particules subatomiques et
subnucléaires et de leurs interactions, ainsi que de l’existence de noyaux stables ou de leur
désintégration radioactive, la gravité est une force dominante à l’échelle macroscopique. La
force EM, est responsable de nombreux phénomènes à l’échelle macroscopique et microsco-
pique, notamment la force électromotrice, la cohésion de l’atome, la liaison chimique, les
différentes phases de la matière et l’ensemble du spectre du rayonnement EM.

Si nous pouvons comprendre comment les particules qui composent l’univers interagissent
avec le champ EM et comment leurs propriétés changent en sa présence, nous pourrons
mieux comprendre l’interaction rayonnement-matière et découvrir de nouvelles propriétés des
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Introduction générale

particules [1].

La physique des champs forts (appelée en anglais : strong-field physics [2]) est le domaine
de recherche général de l’interaction rayonnement-matière. Elle vise à stimuler et à contrôler
les processus ultrarapides et à comprendre le mécanisme qui les régit. Une nouvelle physique
se développe à partir de l’interaction des champs EMs intenses avec des atomes, des molécules
et des particules.

Il existe plusieurs sources du champ EM intense. Citons notamment :
• Pulsars : un pulsar est une étoile à neutrons tournant très rapidement sur elle-même et

émettant périodiquement un fort rayonnement EM.
• Magnétars : un magnétar est une étoile à neutrons disposant d’un champ magnétique

extrêmement intense (jusqu’à 1011 T), qui émet des radiations EMs de haute énergie,
comme les rayons X et gamma.
• Lasers optiques : ils peuvent fournir des champs d’ondes EMs puissants. L’intensité

actuellement atteinte est I = 2 × 1022 W/cm2, ce qui est cependant inférieure de
plusieurs ordres de grandeur à l’amplitude du champ électrique critique Ec ' 1.3×1016

V/cm. De nouvelles installations laser de l’ordre du pétawatt, du multi-pétawatt et
même de l’exawatt, qui pourraient atteindre des intensités encore plus élevées, dépassant
1025 W/cm2, devraient être mises en service dans un avenir proche. Ces systèmes laser
à ultra-haute intensité sont considérés aujourd’hui comme l’outil le plus prometteur
pour les études expérimentales de la physique des champs forts en laboratoire.
• X-ray free electron lasers (XFELs) : ce sont des sources de lumière cohérente avec des

longueurs d’onde dans le régime des rayons X. Ils sont une autre possibilité de produire
des champs EMs puissants.

Les lasers sont maintenant la source EM la plus courte qui existe. On peut donc les utiliser
pour sonder la matière sur des échelles de temps très courtes. Un laser (light amplification
by stimulated emission of radiation) est un appareil qui produit un rayonnement lumineux
spatialement et temporellement cohérent reposant sur le processus d’émission stimulée. Le
principe de l’émission stimulée est décrit pour la première fois en 1917 par Albert Einstein.
En 1960, le physicien américain Théodore Maiman [3] obtient pour la première fois une
émission laser au moyen d’un cristal de rubis. Depuis l’avènement de cette nouvelle invention,
le laser, qui est une nouvelle source de lumière dotée d’une excellente monochromaticité, d’une
grande luminosité, d’une forte orientation et d’une grande cohérence, est devenu largement
utilisé dans diverses applications quotidiennes en raison des propriétés particulières de son
rayonnement. Il est actuellement considéré comme un outil indispensable pour l’étude des
processus physiques dans divers domaines couvrant la physique atomique et des plasmas ainsi
que la physique nucléaire et des hautes énergies. Grâce à ces développements continus de la
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technologie laser, les scientifiques et les chercheurs déploient plusieurs efforts pour étudier les
processus en présence de lasers.

C’est dans ce contexte que cette thèse vient comme une contribution de notre part pour
enrichir et élargir la discussion sur ce domaine de recherche en étudiant certains nouveaux pro-
cessus en présence de lasers à la fois en physique atomique et en théorie électrofaible. Toute la
thèse consiste en deux parties. Dans la première partie, nous étudions les deux processus de
désintégration des bosons vecteurs intermédiaires W− et Z0 en présence d’un champ EM dans
le cadre de la théorie électrofaible. Quant à la deuxième partie, elle contient l’étude d’un
processus atomique en l’absence et en présence du champ laser, qui est l’ionisation relativiste
de l’atome d’hydrogène à partir de son état métastable 2S par un impact électronique.
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Première partie

Étude théorique des processus de
désintégration des bosons W− et Z0 en
présence d’un champ électromagnétique
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INTRODUCTION

Les progrès continus de la technologie laser vers des intensités du champ de plus en plus éle-
vées soulèvent la question de savoir dans quelle mesure les champs laser ultraintenses peuvent
devenir un outil utile pour la physique des particules dans la théorie électrofaible [1]. L’étude
du comportement des particules et de leurs propriétés lorsqu’elles sont insérées dans un champ
EM a reçu beaucoup d’attention dans les années récentes, en raison des progrès réalisés par
la technologie laser tant au niveau de son intensité que de ses sources. Parmi ces propriétés,
on trouve la durée de vie ou la largeur de désintégration d’une particule instable. L’une des
propriétés générales les plus étonnantes des particules élémentaires est leur tendance à se désin-
tégrer. Il existe un principe universel qui dit : « Toute particule se désintègre en particules plus
légères, sauf si une loi de conservation l’en empêche.» Comme exemple de lois de conservation
évidentes, on peut mentionner la conservation de la charge électrique, l’énergie-impulsion et le
spin. La désintégration qui sera étudiée ici ne doit pas être confondue avec la radioactivité en
physique nucléaire. Ce qui nous intéresse, c’est la désintégration des particules subatomique,
pas des noyaux atomiques. La radioactivité est le phénomène physique par lequel des noyaux
atomiques instables (dits radionucléides) se transforment spontanément en d’autres atomes.
Ici, la désintégration des particules désigne la transformation d’une particule subatomique en
d’autres particules subatomiques fondamentales. Ce type de désintégration est étrange, car
les produits finaux ne sont pas des constituants de la particule de départ, mais des particules
totalement nouvelles.
Les deux questions principales que nous posons au début sont :

— Comment le comportement et les propriétés des particules peuvent changer en présence
d’un champ EM?

— Quel est l’effet du champ EM (fourni par un laser) sur l’évolution d’un système quan-
tique dans le temps ?

Comme indiqué dans le titre, cette première partie porte sur l’étude théorique relativiste des
processus de désintégration en présence d’un champ EM. Ces processus peuvent être divisés
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en deux catégories principales :
1 Processus assistés par laser : qui existent aussi en l’absence du champ mais peuvent

être modifiés par le laser.
2 Processus induits par laser : qui ne peuvent se produire que lorsqu’un champ EM est

présent, fournissant un réservoir d’énergie supplémentaire.
Un aperçu général des processus d’interaction faible en présence d’un champ EM intense a été
donné par Kurilin en 1999 [2]. La discussion autour de l’effet du champ laser sur la largeur
totale de désintégration et la durée de vie a commencé pour la première fois dans les années
1970 [3–5] et a été relancée au début du 21ème siècle jusqu’à aujourd’hui. Comme exemples
des processus de la première catégorie, les désintégrations du pion π → µ ν et du muon
µ− → e− ν̄e νµ ont déjà été examinées par Ritus en 1985 [6]. Mouslih et al. [7] ont récemment
examiné en détail le processus de désintégration des pions dans le cas d’un champ laser
polarisé circulairement. La désintégration des muons assistée par laser a également été revue
récemment par [8–11]. La désintégration des bosonsW et Z0 en une paire fermion-antifermion
a été calculée par Kurilin [12, 13]. La diffusion élastique d’un neutrino muonique par un
électron en présence d’un fort champ laser a été considérée par Bai, Zheng et Wang en
2012 [14] et des effets multiphotons dans la section efficace sont prédits. Ce même processus
de diffusion a été récemment étudié par El Asri et al. [15] pour le cas d’un champ polarisé
circulairement.
Les champs externes peuvent également stimuler les processus de désintégration, qui sont
par ailleurs énergétiquement interdits. Kurilin [2] a considéré la désintégration leptonique
l− → W− νl induite par le champ. Ce processus est clairement impossible dans le vide, puisque
la masse de la particule initiale est inférieure à la masse des produits de désintégration. La
présence du champ rend possible une telle désintégration exotique. La production d’une paire
e+e− par un neutrino de haute énergie en présence d’un champ laser fort a été calculée par
Tinsley en 2005 [16]. Cependant, comme l’a montré Tinsley, le processus induit par le laser
ν → ν e+ e− est extrêmement improbable. À une intensité du champ d’environ 3 × 1018

W/cm2, la longueur de production est de l’ordre d’une année-lumière, même pour une énergie
de neutrino de 1 PeV (1 PeV = 1015 eV ).

À notre tour et dans le but de contribuer à enrichir la discussion sur ce domaine de re-
cherche, nous avons décidé de mener une série d’études pour connaître et comprendre l’effet
du champ EM sur les quantités mesurables expérimentalement pendant les processus de dés-
intégration. Les particules que nous avons choisi pour étudier leur désintégration ici sont les
bosons W− et Z0, les porteurs de la force nucléaire faible. Ce choix n’est pas arbitraire, mais
repose sur le fait suivant. La majorité des études et des expériences réalisées dans les col-
lisionneurs électron-positron au cours des deux dernières décennies se sont concentrées sur
l’étude des bosons W− et Z0 et la mesure précise de toutes leurs propriétés ; non seulement
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parce qu’ils jouent un rôle important dans l’établissement de la théorie du modèle standard
et qu’ils fournissent un test précis de ses prédictions sur les interactions entre particules, mais
aussi parce qu’ils constituent un outil unique pour sonder les manifestations de la nouvelle
physique au-delà du modèle standard [17–19]. Il serait donc particulièrement important de
discuter certains des nouveaux phénomènes et changements qui peuvent apparaître dans ces
bosons lorsque leur désintégration se produit en présence d’un champ EM externe.
Parlons maintenant brièvement de l’approche théorique suivie et des méthodes de calcul adop-
tées pour étudier les processus de désintégration en présence d’un champ laser.
Théoriquement, on considère que le champ laser est "monochromatique" (c’est-à-dire qu’il
ne comprend que des rayons d’une seule couleur et d’une seule fréquence), bien polarisé (par
exemple, nous considérons ici la polarisation circulaire), et défini mathématiquement par le
quadri-potentiel classique suivant (dans le cas de la polarisation circulaire) :

Aµ(φ) = aµ1 cos(φ) + aµ2 sin(φ), φ = (k.x), (1)

où k = (ω,k) est le 4-vecteur d’onde (k2 = 0), φ est la phase du champ laser et ω sa fréquence.
Les 4-vecteurs de polarisation aµ1 = (0, a1) = |a|(0, 1, 0, 0) et aµ2 = (0, a2) = |a|(0, 0, 1, 0)

sont orthogonaux et de même amplitude, ce qui implique que (a1.a2) = 0 et a2
1 = a2

2 = a2 =

−|a|2 = −(E0/ω)2 où E0 est l’intensité du champ électrique. Nous supposerons que la condition
de jauge de Lorentz est appliquée au quadri-potentiel, de sorte que kµAµ = 0, ce qui implique
(k.a1) = (k.a2) = 0, signifiant que le vecteur d’onde k est choisi selon l’axe z. Notez que les
trois vecteurs, a1, a2 et k, doivent former une base orthogonale directe (a1, a2,k). Ce champ
laser est caractérisé par deux paramètres qui sont l’intensité du champ électrique E0 en V/cm
et la fréquence ~ω en eV (dans les unités naturelles).
Les calculs théoriques sont effectués analytiquement dans le cadre du modèle standard élec-
trofaible en utilisant les solutions exactes pour les états des particules habillées par un champ
EM polarisé circulairement. Cette approche est bien connue en physique des particules sous la
représentation de Furry (Furry picture) [20] des interactions non-perturbatives avec le champ
EM externe.
Lorsqu’on parle de la désintégration, on a trois grandeurs importantes, surtout qu’elles sont
mesurables expérimentalement, qui doivent être calculées théoriquement.
La première c’est la largeur qui mesure la probabilité d’une désintégration. L’expression gé-
nérale de la largeur de désintégration d’une particule de masse m en n corps, exprimée dans
son référentiel au repos, est donnée par :

Γ =
(2π)4δ4(P −

∑n
i=1 Pi)

2m

∫
dΦn(P1, . . . , Pn)︸ ︷︷ ︸

Espace de phase

×
Elément de matrice︷ ︸︸ ︷
|Mfi|2 , (2)
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où

dΦn(P1, . . . , Pn) =
n∏
i=1

d3pi
(2π)32Ei

, (3)

avec P = (m, 0) et Pi = (Ei, ~pi) pour i = 1, . . . , n.

Notons que la largeur de désintégration est exprimée, dans le système d’unités naturelles, en
électron-Volt (eV).
La deuxième grandeur qui vient immédiatement après la largeur est la durée de vie qui est
définie tout simplement comme étant l’inverse de la largeur de désintégration :

τ =
1

Γ
. (4)

La correspondance entre la vie moyenne τ exprimée en secondes (s) et la largeur de désinté-
gration Γ exprimée en eV se lit

τ [s] =
6.58211928× 10−16 [eV.s]

Γ [eV]
. (5)

La troisième et la dernière grandeur est le rapport d’embranchement (RE), qu’on calcule s’il
existe plusieurs modes de désintégration. Le RE pour un mode i est défini par :

REi =
Γi∑
i

Γi︸ ︷︷ ︸
Γtot

. (6)

Le reste de cette première partie est organisé comme suit. Dans le premier chapitre, nous
rappellerons certains des éléments et concepts théoriques généraux dont nous aurons besoin
dans cette partie lors du calcul théorique. Le deuxième chapitre comprend le calcul de la
désintégration du boson Z0 en présence d’un champ EM. Les résultats de ce chapitre ont fait
l’objet d’un article scientifique publié dans la revue Laser Physics Letters [21]. Le troisième
chapitre présente le calcul de la désintégration hadronique du boson W− en présence d’un
champ EM. Les résultats de ce chapitre sont publiés dans Chinese Journal of Physics [22].
Les unités naturelles c = ~ = 1 sont utilisées tout au long de cette première partie.
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CHAPITRE I.1

FORMALISME ET THÉORIE GÉNÉRALE

L’objectif de ce chapitre est de rappeler certains concepts théoriques de base en physique
des particules, tels que le formalisme relativiste, l’équation de Dirac et les fonctions d’onde
qui décrivent les particules chargées relativistes en présence d’un champ EM.

1 Système d’unités naturelles

Le système d’unités international (SI) requiert trois étalons de mesure : [masse ou énergie],
[temps] et [longueur]. La nature nous fournit deux constantes fondamentales qui sont parti-
culièrement pertinentes pour des systèmes quantiques relativistes : c (la vitesse de la lumière
dans le vide) et ~ (la constante de Planck réduite). Il est donc plus naturel d’exprimer une
vitesse comme une fraction de c, et un moment angulaire comme un multiple de ~.
Le système d’unités naturelles consiste à prendre comme étalon

~ = c = 1. (1)

Rappelons que dans le système SI :

c = 3× 108 m/s et ~ = 1.054× 10−34 J.s = 6.58× 10−22 MeV.s. (2)

Par exemple, exprimons le mètre et la seconde en unité naturelle :

1m
~c

=
1m

3× 108 m.s−1 . 6.58× 10−22 MeV.s
= 5.1× 1012 MeV−1,

1s
~

=
1s

6.58× 10−22 MeV.s
= 1.52× 1021 MeV−1.

(3)

11
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Pour l’intensité du champ électrique E0, nous avons utilisé la conversion d’unités suivante :
dans le SI, l’intensité du champ électrique E0 [SI] = 4329.0844 [V/cm] correspond, en unités
naturelles (UN), à E0 [UN] = 1 [eV2], c’est à dire

E0 [eV2] = 4329.0844 [V/cm]. (4)

Dans cette première partie, toutes les grandeurs dimensionnelles sont mesurées sur une seule
échelle. Si rien d’autre n’est précisé, nous prenons cette échelle comme étant l’énergie, mesurée
en MeV. Nous avons la masse de l’électron m = 0.511 MeV. Certains facteurs de conversion
sont les suivants :

(MeV)2 = 2.568× 1021 1

cm2
,

MeV = 1.602× 10−13 J,

MeV = 1.519× 1021 1

s
,

(MeV)−1 = 0.1973× 10−12 m.

(5)

2 Formalisme quadri-dimensionnel

La similitude entre les notion de temps et d’espace nous suggère d’adopter un formalisme
quadri-dimensionnel. Par exemple, le vecteur position x est représenté par ses composantes
contravariantes xµ tel que

xµ = (x0, x1, x2, x3) = (x0,x). (6)

En général, dans un espace vectoriel à D dimensions, il est possible de choisir D vecteurs de
base eµ et de représenter un vecteur A à partir de ses composantes (contra-variantes) Aµ,
parallèles aux eµ. Alors, le vecteur A s’écrit dans un espace à 4D

A =
3∑

µ=0

Aµeµ = Aµeµ. (7)

Le produit des vecteurs A et B prend la forme

A.B = AµBµ = Aµeµ.B
νeν = AµBνgµν , (8)

où gµν = eµ.eν est appelé le tenseur métrique. Il est commun et plus simple de choisir une base
où les vecteurs sont orthogonaux (i.e. gµν = 0 si µ 6= ν). Donc

A.B = AµBµe2
µ. (9)
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Pour le cas des 4-vecteurs d’espace-temps dans l’espace de Minkowski, la longueur généralisée
d’un vecteur position espace-temps est reliée à l’intervalle, e.g.

x2 = xµxµe2
µ,

= t2 − x2 − y2 − z2. (10)

Ainsi la norme des vecteurs de base est

e2
µ =

{
1 si µ = 0

−1 si µ = 1, 2, 3
(11)

et le tenseur métrique s’écrit

gµν =


1 0 0 0

0 −1 0 0

0 0 −1 0

0 0 0 −1

 , avec gµν = gµν et gµνg
µν = 4. (12)

La définition de quadri-impulsion est telle que

pµ = (p0, p1, p2, p3) = (E, px, py, pz) = (E,p). (13)

La relation énergie-impulsion est donnée par

p2 = pµpµ = E2 − p2 = m2. (14)

Les lettres en gras désignent les vecteurs à trois dimensions, et la sommation sur les indices
grecs (µ, ν, ...) est implicite. Les dérivées partielles s’écrivent comme suit

∂µ =
∂

∂xµ
ou ∂µ =

∂

∂xµ
. (15)

Pour tout 4-vecteur A, la notation "slash" de Feynman, /A = γµA
µ, sera utilisée partout dans

la théorie. L’opération de conjugaison sur les spineurs est définie par : Ψ = Ψ†γ0. Pour les
matrices, on a M = γ0M †γ0.

Remarque :
Toute quantité qui a la forme a.b = aµb

µ est un invariant de Lorentz si a et b sont des vecteurs
de Lorentz, c’est-à-dire que cette quantité n’est pas affectée par une transformation de Lorentz
et donc a la même valeur dans tous les systèmes de référence inertiels.
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3 Équations de la physique quantique

La mécanique quantique, qui constitue l’un des piliers de la physique moderne, est la théorie
qui a bouleversé, au début du XXe siècle, notre compréhension des phénomènes à une échelle
très petite. C’est une théorie physique fondamentale qui fournit une description des propriétés
physiques de la nature à l’échelle des atomes et des particules subatomiques [1]. Elle est le
fondement de toute la physique quantique, y compris la chimie quantique, la théorie quantique
des champs, la technologie quantique et la science de l’information quantique. Par la suite,
nous allons rappeler les très importantes équations du mouvement en physique quantique.

3.1 Équation d’onde de Schrödinger

Le passage de la mécanique quantique à la mécanique quantique relativiste a été histori-
quement basé sur une généralisation de l’équation de Schrödinger à un système relativiste [2].
Rappelons que l’équation d’onde de Schrödinger est obtenue en définissant l’Hamiltonien (dont
les valeurs propres sont l’énergie) et l’impulsion par les opérateurs différentiels suivants :

H ≡i~ ∂
∂t
,

P ≡
(
−i~ ∂

∂x
,−i~ ∂

∂y
,−i~ ∂

∂z

)
= −i~∇.

(16)

Dans le langage quadri-dimensionnel, on écrit (~ = c = 1)

pµ ≡
(
i~
∂

∂t
,−i~∇

)
= i~

∂

∂xµ
= i

∂

∂xµ
= i∂µ. (17)

En remplaçant dans l’équation de mouvement

P2

2m
+ V = E, (18)

l’équation de Shrödinger devient

−~2∇2

2m
ψ + V ψ = i~

∂

dt
ψ = Eψ, (19)

où ψ est la fonction d’onde du système et E son énergie.
L’équation de Schrödinger est une équation puissante et utile pour décrire les particules, mais
elle n’obéit pas aux principes de la relativité restreinte. À l’énergie relativiste, la physique
se comporte différemment et nous avons donc besoin d’une équation d’onde pour décrire les
particules relativistes. Une équation respectant les lois de la relativité restreinte est l’équation
de Klein-Gordon, qui décrit des particules de spin 0 avec une énergie relativiste.
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3.2 Équation de Klein-Gordon

Les équations du mouvement relativistes obéissent plutôt à la relation

pµpµ = E2 − p2 = m2, (20)

qui correspond, après substitution des quantités par leur représentation en terme d’opérateurs,
à l’équation de Klein-Gordon

− ∂2ψ

∂t2
+∇2ψ = m2ψ, (21)

ou encore

(−∂µ∂µ −m2)ψ = (p2 −m2)ψ = 0. (22)

Cette équation décrit les particules relativistes de spin nul et elle est non-linéaire en énergie
E. Cependant, il est bien connu que cette équation posait deux problèmes :

• Elle a à la fois des solutions positives et des solutions négatives.
• Les solutions négatives sont associées à une probabilité négative et ce deuxième problème

dépassait tout ce qui pouvait être accepté comme une option raisonnable à l’époque.
Dirac, dans son effort pour découvrir une équation qui soit loin des problèmes rencontrés avec
l’équation de Klein-Gordon, a essayé une équation qui soit linéaire dans l’énergie, la masse et
l’impulsion.

3.3 Équation de Dirac libre

3.3.1 Construction de l’équation de Dirac

Dirac a introduit son équation pour remédier aux problèmes posés par l’équation de Klein-
Gordon. Comme l’a fait remarqué Dirac en 1927, la source des problèmes de l’équation de
Klein-Gordon était due à la présence de dérivées de second ordre conduisant fatalement à
une ambiguïté de signe. Dirac chercha à reformuler l’équation de Klein-Gordon de telle sorte
qu’elle fasse apparaître une dérivée du première ordre à la fois pour le temps et les coordonnées
d’espace. Historiquement Dirac a introduit son équation sous la forme :

Ĥψ(x) = (~α.~̂p+ βm)ψ(x) = i
∂ψ(x)

∂t
, (23)

où Ĥ est l’opérateur Hamiltonien, ψ(x) et m sont respectivement la fonction d’onde et la
masse de la particule relativiste, ~̂p est l’opérateur impulsion et (α et β) sont des coefficients à
déterminer.
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Or, comme ~̂p = −i~∇, l’équation de Dirac s’écrit explicitement :

(−i~α.~∇+ βm)ψ(x) = i
∂ψ(x)

∂t
. (24)

Selon la mécanique quantique relativiste [3], on sait très bien que les coefficients αi (i = 1, 2, 3)
et β ne peuvent pas être des nombres. Ce sont des matrices n×n et l’équation de Dirac peut-
être considérée comme une équation matricielle dans laquelle la fonction d’onde ψ est une
matrice colonne à n composantes : 

ψ1

ψ2

...
ψn

 . (25)

Pour que l’équation de Dirac soit considérée comme une équation qui décrit le mouvement
relativiste d’une particule libre de masse m, chacune des composantes ψi de la matrice colonne
ψ doit satisfaire l’équation de Klein-Gordon, i.e. :

(∂2 +m2)ψi(x) = 0 =⇒ (−~∇2 +m2)ψi(x) = −∂
2ψi(x)

∂t2
. (26)

On a
H2ψ = H(Hψ) = H(Eψ) = E2ψ, (27)

avec
H = ~α.~̂p+ βm. (28)

Après certaines manipulations de calcul, on trouve explicitement :

−1

2

3∑
i,j=1

(αiαj + αjαi)
∂2ψ

∂xi∂xj
− im

3∑
i=1

(αiβ + βαi)
∂ψ

∂xi
+ β2m2ψ = −∂

2ψ

∂t2
, (29)

= (−~∇2 +m2)ψ.

Cette relation impose donc, comme on peut le voir, des conditions sur les coefficients αi et β.
Ces conditions sont :

αiαj + αjαi ={αi, αj} = 2δij1,

αiβ + βαi ={αi, β} = 0,

α2
i = β2 =1,

(30)

où 1 est la matrice unité.
La relation d’anti-commutation {αi, β} = 0 indique clairement que les coefficients αi et β
doivent être des matrices et non des nombres. D’autre part pour que l’opérateur Hamiltonien,
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Ĥ = −i~α.~∇+βm, soit un opérateur hermitien, il est nécessaire que les matrices αi et β soient
des matrices hermitiennes, i.e. β† = β et α†i = αi ∀ i = 1, 2, 3. La plus petite dimension
avec laquelle on peut construire les matrices αi et β est la dimension n = 4. Le choix de ces
matrices n’est cependant pas unique. En choisissant la représentation dite de Dirac-Pauli, les
matrices αi et β s’écrivent :

β =

(
12 0

0 −12

)
, αi =

(
0 σi

σi 0

)
, i = 1, 2, 3 (31)

où 1 et 0 sont respectivement les matrices unité et nulle 2 × 2 et σi (i = 1, 2, 3) sont les
matrices de Pauli :

σ1 =

(
0 1

1 0

)
, σ2 =

(
0 −i
i 0

)
, σ3 =

(
1 0

0 −1

)
. (32)

Le fait que les matrices αi et β soient d’ordre 4, conduit nécessairement, dans l’équation de
Dirac, à ce que la fonction d’onde de la particule soit une matrice colonne à 4 éléments :

ψ1

ψ2

ψ3

ψ4

 . (33)

Cette fonction d’onde à 4 composantes n’est pas un 4-vecteur mais un nouvel objet appelé
bi-spineur de Dirac. On dit aussi spineur par abus de langage.

3.3.2 Équation de Dirac sous forme covariante

L’équation de Dirac :

(−i~α.~∇+ βm)ψ = i
∂ψ

∂t
(34)

peut s’écrire sous forme covariante en introduisant les matrices γµ (µ = 0, 1, 2, 3), appelées
aussi matrices de Dirac, pour remplacer les matrices β et αi (i = 1, 2, 3). Ces matrices γµ

sont construites de façon suivante :

γ0 = β =

(
12 0

0 −12

)
, γi = βαi =

(
0 σi

−σi 0

)
, i = 1, 2, 3 (35)

ou de façon équivalente :
γµ = (β, β~α), µ = 0, 1, 2, 3. (36)
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On définit aussi une autre matrice gamma, γ5, construite à partir des quatre premières ma-
trices :

γ5 = −iγ0γ1γ2γ3 =
i

4!
εµνρσγ

µγνγργσ =

(
0 1

1 0

)
, (37)

où εµνρσ est le tenseur antisymétrique de Levi-Civita défini par :

εµνρσ =


+1, si µνρσ est une permutation paire de 0123,
−1, si µνρσ est une permutation impaire de 0123,
0, si au moins deux indices sont égaux.

Pour obtenir l’expression de l’équation de Dirac sous forme covariante, il suffit de multiplier
l’équation de Dirac à gauche par β, regrouper les termes et utiliser le fait que β2 = 1 :[

−i
(
β
∂

∂t
+ β~α.~∇

)
+ β2m

]
ψ =0,[

−i
(
γ0∂0 + γi∂i

)
+m

]
ψ =0,

(iγµ∂µ −m)ψ =0.

(38)

La forme covariante de l’équation de Dirac s’écrit donc :

(iγµ∂
µ −m)ψ = 0. (39)

Les matrices γµ ainsi définies satisfont les relations d’anticommutation

γµγν + γνγµ = 2gµν1. (40)

En adoptant la notation slash de Feynman qui consiste à poser γµ∂µ ≡ /∂, l’équation de Dirac
covariante, s’écrit sous la forme compacte :

(i/∂ −m)ψ = 0. (41)

4 Équation de Dirac en présence d’une onde électroma-

gnétique

4.1 Onde de Dirac-Volkov

C’est dans le champ d’une onde EM plane que l’équation de Dirac pour l’électron admet
une solution exacte (onde de Volkov). Le champ d’une onde plane de 4-vecteur d’onde kµ

(kµkµ = k2 = 0) ne dépend des coordonnées xµ que par la combinaison φ = kµx
µ = k.x de
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sorte que le 4-vecteur potentiel est donné par :

Aµ = Aµ(k.x) = Aµ(φ). (42)

Ce 4-vecteur satisfait à la condition de jauge de Lorentz :

∂µA
µ = 0 ou kµAµ = 0. (43)

Le tenseur du champ EM est :

Fµν = ∂µAν − ∂νAµ. (44)

L’équation de Dirac pour un électron dans un champ extérieur est donnée par [5] :

{(p̂− eA)2 −m2 − 1

2
ieFµνσ

µν}ψ = 0, (45)

où e = −|e| < 0 est la charge de l’électron et σµν = 1
2
[γµ, γν ].

Après certain calculs, l’équation (45) devient :

[−∂µ∂µ − 2ieAµ∂
µ −m2 + e2AµA

µ − ie/k /A′]ψ = 0. (46)

On cherche une solution de cette équation sous la forme :

ψ = exp(−ipx)F (φ), (47)

où p est un 4-vecteur constant tel que : pµpµ = p2 = m2. En insérant ψ donnée par (47) dans
(46), on obtient :

m2 exp(−ipx)F + 2i(pk) exp(−ipx)F ′ −m2 exp(−ipx)F

− 2e(pA) exp(−ipx)F + e2A2 exp(−ipx)F − ie/k /A′ exp(−ipx)F = 0,
(48)

ou encore :

2i(kp)F ′ + {−2e(pA) + e2A2 − ie/k /A′}F = 0. (49)

Une solution formelle de cette équation est :

F = exp

{
−i
∫ kx

0

[
e

(kp)
(pA)− e2

2(kp)
A2

]
dφ+ e

/k /A

2(kp)

}
u√

(2p0)
, (50)
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où u est un spineur constant à 4 composantes. Dans l’Eq. (50), on a le terme exp{e/k /A/[2(kp)]} ;
toutes les puissances de /k /A supérieure à la première puissance sont nulles parce que :

/k /A/k /A = −/kA2/k = −k2A2 = 0, car k2 = 0. (51)

Donc :
exp

{
e

2(kp)
/k /A

}
= 1 +

e

2(kp)
/k /A, (52)

et ψ solution de l’équation de Dirac en présence du champ EM est telle que :

ψp =

[
1 +

e

2(kp)
/k /A

]
u(p)√

2p0

eis(x), (53)

avec

s(x) = −px−
∫ kx

0

e

(kp)

[
(pA)− e

2
A2
]
dφ. (54)

Pour déterminer les conditions imposées au bispineur constant u(p), on suppose que l’onde
s’applique d’une manière adiabatique à partir de t→ −∞. Alors, |A| → 0 lorsque kx→ ±∞
et ψ doit se réduire à la solution de l’équation de Dirac pour la particule libre et doit satisfaire
à l’équation :

(/p−m)u(p) = 0. (55)

La normalisation des fonctions d’onde ψp est donc :∫
ψ†p′(x)ψp(x)dx =

∫
ψp′γ

0ψpdx = (2π)3δ3(p′ − p). (56)

C’est la même normalisation que celle des ondes planes libres.

4.2 Densité de courant correspondante aux fonctions d’ondes de Vol-

kov

La densité de courant de Dirac correspondante aux fonctions d’onde de Volkov est donnée
par [3]

jµ = ψpγ
µψp, (57)
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avec la fonction d’onde de Dirac-Volkov ψp est :

ψp =
u(p)√

2p0

{
1 +

e

2(kp)
/A/k

}
e−is(x). (58)

En remplaçant ψp et ψp dans l’Eq (57), on obtient

jµ =
u(p)√

2p0

{
1 +

e

2(kp)
A/k/

}
e−is(x)γµ

{
1 +

e

2(kp)
k/A/

}
u(p)√

2p0

eis(x). (59)

Cette expression jµ se compose de quatre termes. Le premier est :

t1 =
1

2p0

[upγ
µup]. (60)

En utilisant l’identité de Gordon :

upγ
µu(p) =

1

2m
u(p){(p+ p)µ − σµν(p− p)ν}u(p),

=
1

m
pµu(p)u(p),

(61)

et la relation u(p)u(p) = 2m (normalisation de Landau), on trouve

t1 =
1

2p0

1

m
pµ2m =

pµ

p0

. (62)

Les deux autres termes sont :

t2 =
1

2p0

upe
−is(x)γµc(p)k/A/upe

is(x),

t3 =
1

2p0

u(p)eis(x)c(p)A/k/γµu(p)eis(x),

t2 + t3 =
c(p)

2p0

u(p) [γµk/A/+ A/k/γµ]u(p),

(63)

avec c(p) = e/[2(k.p)]. Après quelques manipulations, on trouve

t2 + t3 =
1

p0

{
kµe

(p.A)

(p.k)
− eAµ

}
. (64)

Pour le calcul du quatrième terme :

t4 =
c2(p)

2p0

upA/k/γ
µk/A/up, (65)
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remarquons que :

A/k/γµk/A/ = 2kµA/k/A/− A/
=0︷︸︸︷
k/k/ γµA/,

= −2kµA2k/,

(66)

et upk/up = 2(kp). Donc :

t4 = − e2A2

2(k.p)

kµ

p0

. (67)

On obtient alors pour le quadri-courant jµ :

jµ =
1

p0

{
pµ − eAµ +

(
e

(p.A)

(p.k)
− e2A2

2(p.k)

)
kµ
}
. (68)

Aµ(φ) sont des fonctions quasi-périodiques, leur valeur moyenne (dans le temps) est nulle
Aµ = 0. Donc, la valeur moyenne de la densité de courant est la suivante :

jµ =
1

p0

{
pµ − e2A2

2(k.p)
kµ

}
. (69)

On définit :

qµ = pµ − e2A2

2(k.p)
kµ, (70)

qui est appelée la quasi-impulsion. Son carré donne

q2 = qµqµ = p2 − e2A2 = m2(1− e2A2

m2
). (71)

On écrit :

q2 = m2
∗ , m∗ = m

[
1− e2A2

m2

]1/2

, (72)

où m∗ est la masse effective de l’électron dans le champ. L’équation (69) peut s’écrire
sous la forme suivante :

jµ =
qµ

p0

. (73)

La condition de normalisation (56) devient :∫
ψq′γ

0ψqdx = (2π)3 q0

p0

δ3(q′ − q). (74)
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CHAPITRE I.2

ÉTUDE THÉORIQUE DE LA DÉSINTÉGRATION DU BOSON
Z0 ASSISTÉE PAR LASER

1 Introduction

Dans ce chapitre, nous allons voir l’effet du champ laser sur les différentes grandeurs me-
surables lors de la désintégration du boson Z0. Nous nous concentrerons précisément sur ce
qu’on appelle le rapport d’embranchement (RE) des différents modes de désintégration. Le
RE est l’une des propriétés qui n’a pas été suffisamment étudiée dans les processus de désin-
tégration qui se produisent en présence du champ EM, surtout sachant qu’il représente une
quantité mesurable expérimentalement. Le boson Z0, qui est un boson vecteur électriquement
neutre et un analogue lourd du photon, occupe une place particulière en physique en tant que
porteur de l’interaction faible. Il a été découvert expérimentalement presque simultanément
avec ses "collègues", les bosons chargés W±, en 1983 [1]. Leur découverte expérimentale a été
une grande victoire de la physique expérimentale et un pivot dans l’établissement théorique du
modèle standard. Pour cette raison, cette découverte a été couronnée par des prix Nobel pour
Carlo Rubbia et Simon van der Meer [2]. Les propriétés de ces particules (masse, largeurs de
désintégration, sections efficaces de leur production) ont été étudiées lors d’expériences menées
au grand collisionneur électron-positron (LEP) et au collisionneur linéaire de Stanford (SLC)
et se sont révélées en parfait accord avec les prédictions de la théorie électrofaible [3]. Dans
le modèle standard électrofaible, le boson Z, de masse MZ = (91.1876 ± 0.0021) GeV et de
largeur de désintégration totale ΓZ = (2.4952 ± 0.0023) GeV [4], peut se désintégrer en une
paire de fermions (Z → ff̄) à l’exclusion d’une paire de quarks top avec une durée de vie
d’environ 3×10−25sec. L’une des quantités importantes mesurées par les collisionneurs LEP et
SLC est associée au largeur de désintégration invisible des bosons Z, Γinv, qui est la largeur de
désintégration partielle vers tout état final qui est plutôt difficile à détecter par les détecteurs
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standard des collisionneurs. Γinv est interprété, dans le modèle standard, comme la largeur
partielle correspondant à la désintégration en neutrinos Γinv(Z → νν̄). Cette quantité permet
de déduire le nombre d’espèces de neutrinos légers [5], et sa mesure précise est particulièrement
intéressante pour sonder la nouvelle physique au-delà du modèle standard [6,7]. La mesure de
Γinv aux collisionneurs e+e− peut être effectuée à l’aide de deux méthodes différentes (directe
et indirecte). Les deux méthodes et leurs résultats sont expliqués en détail dans [7,8]. La dés-
intégration du boson Z en une paire de fermions chargés dans un champ EM croisé fort a été
calculée en 2009 par Kurilin [9]. Il a étudié les variations de largeur partielle du boson Z en
présence d’un champ EM puissant. Il a constaté que pour des valeurs énormes de l’intensité
du champ EM, le processus de production du quark top (Z → tt̄), qui est interdit énergéti-
quement en l’absence du champ, commence à contribuer considérablement à la largeur totale
du boson Z. Tinsley a examiné l’effet d’un champ magnétique sur la désintégration de Z en
deux bosons de jauge non massifs (Z → gg et Z → γγ) qui sont autrement interdits selon le
théorème de Landau-Yang [10]. Il a trouvé que ces réactions peuvent être favorisées, à l’ordre
d’une boucle, par l’existence d’un champ magnétique [11, 12]. L’objectif de ce chapitre est de
présenter l’effet d’un champ EM sur le RE des différents modes de désintégration des bosons Z.
Nous supposons que le laser est allumé de manière adiabatique pendant une période de temps
suffisamment longue que la durée de vie du boson Z libre (sans champ), et que l’intensité
du champ laser utilisée est prise de manière à ne pas permettre la création de paires [13]. Le
reste de ce chapitre est structuré comme suit. Dans la section 2, nous démontrons l’expression
analytique pour la largeur de désintégration du boson Z. Section 3 présente et discute les
résultats numériques obtenus. Dans la dernière section, nous présentons les conclusions.

2 Calcul théorique de la largeur de désintégration

On considère la désintégration du boson Z en une paire de fermions,

Z(q) −→ f(p1) + f̄(p2), (f = `, u, c, d, s, b) (1)

où f peut être un lepton chargé ou un neutrino, ainsi que l’un des deux quarks up (u, c) ou
l’un des quarks down (d, s, b), et les arguments sont nos étiquettes pour les quadri-impulsions
associées.
Nous supposons que cette désintégration se produit en présence d’un champ laser monochro-
matique polarisé circulairement, qui est décrit par le quadri-potentiel classique suivant

Aµ(φ) = aµ1 cos(φ) + aµ2 sin(φ), φ = (k.x), (2)
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où k = (ω,k) est le 4-vecteur d’onde (k2 = 0), φ est la phase du champ laser et ω sa fréquence.
Les 4-vecteurs de polarisation aµ1 = |a|(0, 1, 0, 0) et aµ2 = |a|(0, 0, 1, 0) sont orthogonaux et
de même grandeur, ce qui implique (a1.a2) = 0 et a2

1 = a2
2 = a2 = −|a|2 = −(E0/ω)2

où E0 est l’intensité du champ électrique. On suppose que la condition de jauge de Lorentz
(∂µA

µ = kµA
µ = 0) est appliquée au quadri-potentiel, ce qui implique (k.a1) = (k.a2) = 0, ce

qui signifie que le vecteur d’onde k est choisi suivant l’axe z.
L’élément de matrice de diffusion Sfi dans le premier ordre de la théorie des perturbations
pour la désintégration Z assistée par laser se lit comme suit [14] :

Sfi(Z → ff̄) =
−ig

4 cos(θW )

∫
d4xψf (x)γµ(gV − gAγ5)ψf̄ (x)Zµ(x), (3)

où θW est l’angle de Weinberg. gV et gA sont, respectivement, les constantes de couplage vec-
toriel et axial-vecteur. Puisque le boson Z incident, qui est électriquement neutre, n’interagit
pas avec le champ EM, sa fonction d’onde ne change pas et elle est donnée par

Zµ(x) =
εµ(q, λ)√

2QV
e−iq.x, (4)

où Q = q0 et εµ(q, λ) est le vecteur de polarisation du boson Z tel que la somme sur les
trois directions de polarisation λ donne

∑3
λ=1 εµ(q, λ)ε∗ν(q, λ) = −gµν + qµqν/M

2
Z , où MZ est

la masse au repos du boson Z. Les neutrinos sortants sont traités comme des particules sans
masse décrites par des spineurs de Dirac. Les fermions chargés sortants sont décrits par les
fonctions de Dirac-Volkov relativistes normalisées au volume V comme suit [15] :

ψf (x) =

[
1 +

η/k /A

2(k.p1)

]
u(p1, s1)√

2Q1V
× eiS(q1,x),

ψf̄ (x) =

[
1− η/k /A

2(k.p2)

]
v(p2, s2)√

2Q2V
× eiS(q2,x),

(5)

où η représente la charge du fermion ; elle est négative η = e = −|e| pour les leptons chargés
et η = e/3 pour les quarks down (d, s, b) et positive η = −2e/3 pour les quarks up (u, c). Q1 et
Q2 sont respectivement les énergies totales de f et f̄ en présence du champ laser. Les termes
S(q1, x) et S(q2, x) dans l’exponentiel sont exprimés par :

S(q1, x) =− q1.x−
η(a1.p1)

k.p1

sin(φ) +
η(a2.p1)

k.p1

cos(φ),

S(q2, x) = + q2.x−
η(a1.p2)

k.p2

sin(φ) +
η(a2.p2)

k.p2

cos(φ).

(6)

u(p1, s1) et v(p2, s2) représentent les bispineurs de Dirac pour le fermion libre chargé d’impul-
sion pi=1,2 et de spin si=1,2 satisfaisant, respectivement,

∑
s1
u(p1, s1)u(p1, s1) = /p1

+ mf et
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∑
s2
v(p2, s2)v(p2, s2) = /p2

−mf , où mf est la masse au repos du fermion chargé. Le 4-vecteur
qi(i = 1, 2) = (Qi,qi) = pi −

[
η2a2/2(k.pi)

]
k est la quasi-impulsion que le fermion chargé

acquiert en présence du champ EM. En insérant les équations (4) et (5) dans (3), on trouve

Sfi =
−ig

4 cos(θW )

1√
8QQ1Q2V 3

∫
d4x
[
ū(p1, s1)

(
1 +

η /A/k

2(k.p1)

)
γµ(gV − gAγ5)

×
(

1− η/k /A

2(k.p2)

)
v(p2, s2)εµ(q, λ)

]
ei(S(q2,x)−S(q1,x))e−iq.x.

(7)

On traite d’abord l’exponentiel ei(S(q2,x)−S(q1,x))

S(q2, x)− S(q1, x) =q2.x−
η(a1.p2)

k.p2

sin(φ) +
η(a2.p2)

k.p2

cos(φ)

+ q1.x+
η(a1.p1)

k.p1

sin(φ)− η(a2.p1)

k.p1

cos(φ).

(8)

Après quelques simplifications, on obtient

S(q2, x)− S(q1, x) =(q1 + q2).x− α1 sin(φ) + α2 cos(φ),

=(q1 + q2).x− z sin(φ− φ0),
(9)

où

α1 =
η(a1.p2)

k.p2

− η(a1.p1)

k.p1

, α2 =
η(a2.p2)

k.p2

− η(a2.p1)

k.p1

, z =
√
α2

1 + α2
2,

φ0 = arctan

(
α2

α1

)
.

(10)

Alors, Sfi devient

Sfi =
−ig

4 cos(θW )

1√
8QQ1Q2V 3

∫
d4x
[
ū(p1, s1)F µ(φ)v(p2, s2)εµ(q, λ)

]
× ei(q1+q2−q).xe−iz sin(φ−φ0),

(11)

où

F µ(φ) =
(

1 + C(p1) /A/k
)
γµ(gV − gAγ5)

(
1− C(p2)/k /A

)
, (12)

avec C(p1) = η/[2(k.p1)] et C(p2) = η/[2(k.p2)].
Quelques manipulations permettent d’obtenir finalement l’expression

F µ(φ) = Cµ
0 + Cµ

1 cos(φ) + Cµ
2 sin(φ), (13)
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où les trois quantités Cµ
0 , C

µ
1 et Cµ

2 sont exprimées comme suit

Cµ
0 = γµ(gV − gAγ5) + 2a2kµ/k(gV − gAγ5)C(p1)C(p2),

Cµ
1 = −C(p2)γµ(gV − gAγ5)/k/a1 + C(p1)/a1

/kγµ(gV − gAγ5),

Cµ
2 = −C(p2)γµ(gV − gAγ5)/k/a2 + C(p1)/a2

/kγµ(gV − gAγ5).

(14)

Donc, Sfi devient

Sfi =
−ig

4 cos(θW )

1√
8QQ1Q2V 3

∫
d4x
[
ū(p1, s1)

(
Cµ

0 + Cµ
1 cos(φ) + Cµ

2 sin(φ)
)

× v(p2, s2)εµ(q, λ)
]
ei(q1+q2−q).xe−iz sin(φ−φ0).

(15)

En introduisant la transformation suivante 1

cos(φ)

sin(φ)

× e−iz sin(φ−φ0) =
+∞∑

n=−∞

Bn(z)

B1n(z)

B2n(z)

 e−inφ, (16)

et en intégrant sur d4x, on trouve

Sfi =
+∞∑

n=−∞

−ig
4 cos(θW )

1√
8QQ1Q2V 3

(2π)4δ(q1 + q2 − q − nk)
[
ū(p1, s1)

(
Cµ

0Bn(z)

+ Cµ
1B1n(z) + Cµ

2B2n(z)
)
v(p2, s2)εµ(q, λ)

]
.

(17)

Finalement, Sfi peut s’écrire comme suit

Sfi =
−ig

4 cos(θW )

1√
8QQ1Q2V 3

∞∑
n=−∞

Mn
fi(2π)4δ4(q1 + q2 − q − nk), (18)

où n est le nombre de photons échangés. La quantité Mn
fi est définie par

Mn
fi = ū(p1, s1)Λµ

nv(p2, s2)εµ(q, λ), (19)

avec
Λµ
n = Cµ

0Bn(z) + Cµ
1B1n(z) + Cµ

2B2n(z). (20)

Les coefficientsBn(z),B1n(z) etB2n(z) sont exprimés en termes de fonctions de Bessel par [16] :Bn(z)

B1n(z)

B2n(z)

 =

 Jn(z)einφ0(
Jn+1(z)ei(n+1)φ0 + Jn−1(z)ei(n−1)φ0

)
/2(

Jn+1(z)ei(n+1)φ0 − Jn−1(z)ei(n−1)φ0
)
/2i

 . (21)
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Pour évaluer la durée de vie du boson Z, nous évaluons d’abord la largeur de désintégration
du boson Z par particule et par unité du temps vers les états finaux. Pour ce faire, nous
multiplions le carré de l’élément de matrice par la densité des états finaux, ensuite on fait la
somme sur les spins finals et la moyenne sur la polarisation du boson Z entrant, et enfin on
divise par le temps T . On obtient

Γ(Z → ff̄) =
+∞∑

n=−∞

Γn, (22)

où la largeur de désintégration associée au nombre de photons, Γn, est définie par

Γn =
g2Nc

128 cos2(θW )Q

∫
d3q1

(2π)3Q1

∫
d3q2

(2π)3Q2

(2π)4δ4(q1 + q2 − q − nk)|Mn
fi|

2, (23)

où Nc désigne le nombre de couleurs (Nc = 3 pour une paire de quarks, sinon Nc = 1) et

|Mn
fi|

2 =
1

3

∑
λ

∑
s1,s2

|Mn
fi|2. (24)

En effectuant l’intégration sur d3q2 et en utilisant d3q1 = |q1|2d|q1|dΩf , Γn devient

Γn =
g2Nc

128(2π)2 cos2(θW )Q

∫
|q1|2d|q1|dΩf

Q1Q2

δ(Q1 +Q2 −Q− nω)|Mn
fi|

2, (25)

avec q1 + q2 − q− nk = 0.
Dans le référentiel au repos du boson Z, (Q = MZ et q = 0), l’intégrale qui reste sur d|q1|
peut être résolue en utilisant la formule familière suivante [14] :∫

dxf(x)δ(g(x)) =
f(x)

|g′(x)|

∣∣∣∣
g(x)=0

. (26)

Ainsi, on obtient

Γn =
GFMZNc

16
√

2(2π)2

∫
|q1|2dΩf

Q1Q2g′(|q1|)
|Mn

fi|
2, (27)

où nous avons utilisé g2 = 8GFM
2
Z cos2(θW )/

√
2, avec GF = (1.166 37±0.000 02)×10−11 MeV−2

est la constante de couplage de Fermi, et

g′(|q1|) =
|q1|√

|q1|2 +m2
f∗

+
|q1| − nω cos(θ)√

(nω)2 + |q1|2 − 2nω|q1| cos(θ) +m2
f∗

. (28)
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La quantité mf∗ =
√
m2
f − η2a2 est la masse effective du fermion chargé à l’intérieur du

champ EM. L’intégration sur dΩf (dΩf = sin(θ)dθdϕ) impliquée dans l’évaluation de Γn (27)
est effectuée numériquement. Les constantes de couplage gV et gA sont définies comme suit

Z → l+l− : gV = −1 + 4 sin2(θW ) ; gA = 1,

Z → up-quarks : gV = 1− 8

3
sin2(θW ) ; gA = −1,

Z → down-quarks : gV = −1 +
4

3
sin2(θW ) ; gA = 1,

Z → neutrinos : gV = gA = 1.

(29)

Le terme |Mn
fi|2 peut être calculé comme suit :

|Mn
fi|

2 =
1

3

∑
λ

∑
s1,s2

|Mn
fi|2 =

1

3

(
− gµν +

qµqν
M2

Z

)
Tr
[
(/p1

+mf )Λ
µ
n(/p2
−mf )Λ

ν

n

]
, (30)

où

Λ
ν

n = γ0Λν†
n γ

0 = C
ν

0B
∗
n(z) + C

ν

1B
∗
1n(z) + C

ν

2B
∗
2n(z), (31)

avec

C
ν

0 = γ0Cν†
0 γ

0 = γν(gV − gAγ5) + 2a2kν/k(gV − gAγ5)C(p1)C(p2),

C
ν

1 = γ0Cν†
1 γ

0 = −C(p2)/a1
/kγν(gV − gAγ5) + C(p1)γν(gV − gAγ5)/k/a1,

C
ν

2 = γ0Cν†
2 γ

0 = −C(p2)/a2
/kγν(gV − gAγ5) + C(p1)γν(gV − gAγ5)/k/a2.

(32)

Le calcul des traces est effectué à l’aide de FeynCalc [17]. Le résultat obtenu pour |Mn
fi|2 est

donné par

|Mn
fi|

2 =
1

3

[
AJ2

n(z) +BJ2
n+1(z) + CJ2

n−1(z) +DJn(z)Jn+1(z) + EJn(z)Jn−1(z)

+ FJn+1(z)Jn−1(z)

]
,

(33)

où les six coefficients A, B, C, D, E et F sont explicitement exprimés par

A =
2

(k.q1)2(k.q2)2M2
Z

[
a4η4(g2

A + g2
V )(k.k1)

2(k.p1)(k.p2)− 2a2η2(k.q1)(k.q2)(g
2
A((k1.p2)

× (k.k1)(k.p1) + (k1.p1)(k.k1)(k.p2)− 2(k.p1)(k.p2)M
2
Z + (k.k1)

2(m2
f − (p1.p2)))

+ g2
V ((k1.p2)(k.k1)(k.p1) + (k1.p1)(k.k1)(k.p2)− 2(k.p1)(k.p2)M

2
Z − (k.k1)

2(m2
f

+ (p1.p2))))2(k.q1)
2(k.q2)

2(g2
A(2(k1.p1)(k1.p2) +M2

Z(−3m2
f + (p1.p2)))

+ g2
V (2(k1.p1)(k1.p2) +M2

Z(3m
2
f + (p1.p2))))

]
,

(34)
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B =
−η2

2(k.q1)2(k.q2)2M2
Z

[
2(−2(a1.p1)(a1.p2)(g

2
A + g2

V )(k.k1)
2(k.q1)(k.q2) + a2(g2

A(2(k1.p1)

× (k.k1)(k.p2)(k.q1)((k.q1)− (k.q2))2(k1.p2)(k.k1)(k.p1)(k.q2)(−(k.q1) + (k.q2))

− 2(k.k1)
2(k.q1)(k.q2)m

2
f (k.p1)(k.p2)(k.q1)

2M2
Z + 2(k.p1)(k.p2)(k.q1)(k.q2)M

2
Z

+ (k.p1)(k.p2)(k.q2)
2M2

Z + 2(k.k1)
2(k.q1)(k.q2)(p1.p2)) + g2

V (2(k1.p1)(k.k1)(k.p2)

× (k.q1)((k.q1)− (k.q2)) + 2(k1.p2)(k.k1)(k.p1)(k.q2)(−(k.q1) + (k.q2)) + 2(k.k1)
2

× (k.q1)(k.q2)m
2
f + (k.p1)(k.p2)(k.q1)

2M2
Z + 2(k.p1)(k.p2)(k.q1)(k.q2)M

2
Z + (k.p1)(k.p2)

× (k.q2)
2M2

Z + 2(k.k1)
2(k.q1)(k.q2)(p1.p2)))) + gAgV (k.k1)(−(k.q1)

2 + (k.q2)
2)(p1.p2)

× ε(a1, a2, k, k1) + gAgV ((k1.p2)(k.k1)(k.q2)(−(k.q1) + 3(k.q2)) + 2(k.p2)(−(k.q1)(k.q2))

× (3(k.q1) + (k.q2))M
2
Z)ε(a1, a2, k, p1)− gAgV (((k1.p1)(k.k1)(k.q1)(3(k.q1)− (k.q2))

+ 2(k.p1)((k.q1)− (k.q2))((k.q1) + 3(k.q2))M
2
Z)ε(a1, a2, k, p2) + (k.k1)((k.p2)(−(k.q1)

2

+ 5(k.q1)(k.q2) + 2(k.q2)
2)ε(a1, a2, k1, p1) + (k.p1)(−2(k.q1)

2 − 5(k.q1)(k.q2)

+ (k.q2)
2)ε(a1, a2, k1, p2) + ((k.q1) + (k.q2))(3(k.k1)((k.q1) + (k.q2))ε(a1, a2, p1, p2)

− (a1.p2)(k.q2)ε(a2, k, k1, p1) + (a1.p1)(k.q1)ε(a2, k, k1, p2))))
]
,

(35)

C =
−η2

2(k.q1)2(k.q2)2M2
Z

[
2(−2(a1.p1)(a1.p2)(g

2
A + g2

V )(k.k1)
2(k.q1)(k.q2) + a2(g2

A(2(k1.p1)

× (k.k1)× (k.p2)(k.q1)((k.q1)− (k.q2)) + 2(k1.p2)(k.k1)(k.p1)(k.q2)(−(k.q1) + (k.q2))

− 2(k.k1)
2(k.q1)(k.q2)m

2
f + (k.p1)(k.p2)(k.q1)

2M2
Z + 2(k.p1)(k.p2)(k.q1)(k.q2)M

2
Z

+ (k.p1)(k.p2)(k.q2)
2M2

Z + 2(k.k1)
2(k.q1)(k.q2)(p1.p2)) + g2

V (2(k1.p1)(k.k1)(k.p2)

× (k.q1)((k.q1)− (k.q2)) + 2(k1.p2)(k.k1)(k.p1)(k.q2)(−(k.q1) + (k.q2)) + 2(k.k1)
2(k.q1)

× (k.q2)m
2
f + (k.p1)(k.p2)(k.q1)

2M2
Z + 2(k.p1)(k.p2)(k.q1)(k.q2)M

2
Z + (k.p1)(k.p2)(k.q2)

2

×M2
Z + 2(k.k1)

2(k.q1)(k.q2)(p1.p2)))) + gAgV (k.k1)((k.q1)− (k.q2))((k.q1) + (k.q2))

× (p1.p2)ε(a1, a2, k, k1) + gAgV ((k1.p2)(k.k1)((k.q1)− 3(k.q2))(k.q2) + 2(k.p2)((k.q1)

− (k.q2))(3(k.q1) + (k.q2))M
2
Z)ε(a1, a2, k, p1) + gAgV (((k1.p1)(k.k1)(k.q1)(3(k.q1)

− (k.q2)) + 2(k.p1)((k.q1)− (k.q2))((k.q1) + 3(k.q2))M
2
Z)ε(a1, a2, k, p2) + (k.k1)((k.p2)

× (−(k.q1)
2 + 5(k.q1)(k.q2) + 2(k.q2)

2)ε(a1, a2, k1, p1) + (k.p1)(−2(k.q1)
2 − 5(k.q1)(k.q2)

+ (k.q2)
2)ε(a1, a2, k1, p2) + ((k.q1) + (k.q2))(3(k.k1)((k.q1) + (k.q2))ε(a1, a2, p1, p2)

− (a1.p2)(k.q2)ε(a2, k, k1, p1) + (a1.p1)(k.q1)ε(a2, k, k1, p2))))
]
,

(36)

D =
−2η

(k.q1)2(k.q2)2M2
Z

[
(g2
A + g2

V )((k.k1)(−2(k.q1)(k.q2)((a1.p2)(k1.p1)(k.q1) + (a1.p1)

× (k1.p2)(k.q2)) + a2η2(k.k1)((a1.p1)(k.p2)(k.q1) + (a1.p2)(k.p1)(k.q2))) + (−(a1.p2)

× (k.p1) + (a1.p1)(k.p2))(k.q1)((k.q1)− (k.q2))(k.q2)M
2
Z) + gAgV ((k.q1)− (k.q2))(a

2η2

× (k.k1)(k.p2)− 2(k1.p2)(k.q1)(k.q2))ε(a2, k, k1, p1) + gAgV ((k.q1)− (k.q2))(a
2η2(k.k1)

× (k.p1)− 2(k1.p1)(k.q1)(k.q2))ε(a2, k, k1, p2) + gAgV ((k.q1) + (k.q2))(−(a2η2(k.k1)
2

+ 4(k.q1)(k.q2)M
2
Z)ε(a2, k, p1, p2) + 2(k.k1)(k.q1)(k.q2)ε(a2, k1, p1, p2))

]
,

(37)
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E =
−2η

(k.q1)2(k.q2)2M2
Z

[
(g2
A + g2

V )((k.k1)(−2(k.q1)(k.q2)((a1.p2)(k1.p1)(k.q1) + (a1.p1)

× (k1.p2)(k.q2)) + a2η2(k.k1)((a1.p1)(k.p2)(k.q1) + (a1.p2)(k.p1)(k.q2))) + (−(a1.p2)(k.p1)

+ (a1.p1)(k.p2))(k.q1)((k.q1)− (k.q2))(k.q2)M
2
Z) + gAgV (((k.q1)− (k.q2))(−a2η2(k.k1)

× (k.p2) + 2(k1.p2)(k.q1)(k.q2))ε(a2, k, k1, p1) + ((k.q1)− (k.q2))(−a2η2(k.k1)(k.p1)

+ 2(k1.p1)(k.q1)(k.q2))ε(a2, k, k1, p2) + ((k.q1) + (k.q2))((a
2η2(k.k1)

2 + 4(k.q1)(k.q2)M
2
Z)

× ε(a2, k, p1, p2)− 2(k.k1)(k.q1)(k.q2)ε(a2, k1, p1, p2)))
]
,

(38)

F =
4η2(g2

A + g2
V )(k.k1)

2(a1.p1)(a1.p2)

(k.q1)(k.q2)M2
Z

, (39)

où, pour tous les 4-vecteurs a, b, c et d, on définit

ε(a, b, c, d) = εµνρσa
µbνcρdσ. (40)

Comme on peut le voir, dans les deux coefficients A et F , les tenseurs antisymétriques εµνρσ
n’apparaissent pas. Cela implique évidemment qu’ils ont été complètement contractés. Mais
les autres coefficients B, C, D et E contiennent divers tenseurs non contractés. Afin d’évaluer
ces tenseurs, nous rappelons ici que nous avons utilisé la convention de Grozin

ε0123 = 1. (41)

Pour être plus clair, nous donnons ici la façon dont nous avons calculé un de ces tenseurs, par
exemple dans les coefficients B et C :

ε(a1, a2, p1, p2) = εµνρσa
µ
1a

ν
2p
ρ
1p
σ
2 ,

= |a|2
[
ε1203p

0
1p

3
2 + ε1230p

3
1p

0
2

]
,

= |a|2
[(
Q1 +

η2a2ω

2(k.q1)

)(
nω − |q1| cos(θ) +

η2a2ω

2(k.q2)

)
−
(
|q1| cos(θ) +

η2a2ω

2(k.q1)

)(
Q2 +

η2a2ω

2(k.q2)

)]
.

(42)

On revient à la durée de vie du boson Z, qui est définie par

τZ =
1

Γtot
, (43)

où Γtot est la largeur totale de désintégration du boson Z dans le champ laser donné par

Γtot = Γ(Z → hadrons) + Γ(Z → `+`−) + Γinv, (44)
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où Γ(Z → hadrons) = Γ(Z → up-quarks)+Γ(Z → down-quarks) et Γinv = Γ(Z → neutrinos).
Maintenant, on présente une quantité très importante, surtout qu’elle est mesurée expérimen-
talement. Il s’agit du RE pour chaque mode de désintégration. Il est défini comme le rapport
entre la largeur partielle de chaque mode de désintégration et la largeur totale. Il désigne, en
physique des particules, la probabilité qu’une particule se désintègre selon un mode particulier
parmi tous les modes de désintégration possibles. La somme des REs de tous les modes de
désintégration d’une particule est donc par définition égale à 1 (ou 100%). On définit les trois
REs des différents modes de désintégration du boson Z comme suit :

RE(Z → hadrons) =
Γ(Z → hadrons)

Γtot
, (45)

RE(Z → `+`−) =
Γ(Z → `+`−)

Γtot
, (46)

REinv(Z → neutrinos) =
Γinv(Z → neutrinos)

Γtot
. (47)

Leurs valeurs expérimentales en l’absence du champ laser sont [4]

RE(Z → hadrons) = (69.911± 0.056)%,

RE(Z → l+l−) = (10.099± 0.011)%,

REinv(Z → neutrinos) = (20.000± 0.055)%.

(48)

3 Résultats et discussion

Dans cette section, nous allons discuter et analyser les résultats numériques obtenus concer-
nant la désintégration du boson Z en présence d’un champ EM polarisé circulairement. Le
point important à aborder est comment un champ EM peut influencer les REs ou contribuer
à leur amélioration ou suppression. Comme nous l’avons vu précédemment, il y a trois REs
dans la désintégration du boson Z, qui correspondent aux canaux hadronique, leptonique et
invisible. Le RE hadronique RE(Z → hadrons) est le plus grand parmi ces rapports, ce qui
signifie que la désintégration du boson Z en une paire de quarks en l’absence d’un champ
EM a une grande probabilité par rapport aux autres paires. Nous allons voir par la suite si
cela reste valable en présence de laser ou non. Dans les Figs. (1) et (2), nous représentons
les variations de RE(Z → hadrons) (45) et RE(Z → l+l−) (46) en fonction de l’intensité du
champ électrique pour différents nombres de photons échangés. On constate que toutes les
courbes équivalentes pour tout nombre donné de photons échangés n partent de la valeur des
REs en absence du champ (∼ 69% dans Fig 1 et ∼ 10% dans Fig 2), et restent constantes et
identiques dans l’intervalle des intensités [10 - 105 V/cm]. À partir de cette dernière intensité,
les courbes commencent à différer et à se séparer. Autrement dit, les deux REs n’étaient pas
du tout affectés par le champ EM aux faibles intensités, quel que soit le nombre de photons
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Figure 1 – Le RE (45) du mode de désintégration hadronique en fonction de l’intensité du
champ électrique pour différents nombres de photons échangés. La fréquence du champ laser
est ~ω = 1.17 eV.

● ● ● ●
●

●

●

●

■ ■ ■ ■ ■

■

■

■

◆ ◆ ◆ ◆ ◆

◆

◆

◆

▲ ▲ ▲ ▲ ▲

▲

▲

▲

● -5≤n≤5

■ -10≤n≤10

◆ -20≤n≤20

▲ -30≤n≤30

10 100 1000 104 105 106 107 108
0

2

4

6

8

10

Intensité du champ électrique [V.cm-1]

R
E

d
e

s
le

p
to

n
s

c
h

a
rg

é
s
[%

]

Figure 2 – Le RE des leptons chargés (46) en fonction de l’intensité du champ électrique
pour différents nombres de photons échangés. La fréquence du champ laser est ~ω = 1.17 eV.

échangés. Mais il est clairement évident que, à partir de l’intensité 105 V/cm, les deux REs
commencent à diminuer selon le nombre de photons échangés n, où plus n augmente, plus le
degré de décroissance diminue, jusqu’à ce que les deux REs deviennent presque nuls à l’in-
tensité 108 V/cm. En se basant sur ce qui précède, on peut dire que le champ EM à haute
intensité a largement contribué à la suppression des canaux hadroniques et leptoniques char-
gés. Ils sont devenus, après avoir été favorisés en l’absence du champ, presque interdits par
la présence du champ EM. En revanche, en ce qui concerne le RE invisible, la situation est
totalement différente. La figure 3 illustre le comportement du RE invisible (47) en fonction de
l’intensité électrique pour différents nombres de photons échangés. On remarque que le RE in-
visible commence à sa valeur en l’absence du champ (20%) et reste constant jusqu’à l’intensité
105 V/cm, puis il augmente avec l’intensité selon le nombre de photons échangés n, et finit par
atteindre environ 99% à l’intensité 108 V/cm. Ce résultat est normal et attendu, en tenant
compte du comportement des deux REs précédents. Ainsi, la diminution des REs hadronique
et leptonique chargé doit être compensée par l’augmentation du RE invisible. La suppression

34



Chapitre I.2 : Étude théorique de la désintégration du boson Z0 assistée par laser

● ● ● ● ●

●

●
●

■ ■ ■ ■ ■

■

■

■

◆ ◆ ◆ ◆ ◆

◆

◆

◆

▲ ▲ ▲ ▲ ▲

▲

▲

▲● -5≤n≤5

■ -10≤n≤10

◆ -20≤n≤20

▲ -30≤n≤30

10 100 1000 104 105 106 107 108

20

40

60

80

100

Intensité du champ électrique [V.cm-1]

R
E

d
e
s

n
e
u
tr

in
o
s
[%

]

Figure 3 – Le RE invisible (en neutrinos) (47) en fonction de l’intensité du champ électrique
pour différents nombres de photons échangés. La fréquence du champ laser est ~ω = 1.17 eV.

des modes de désintégration hadronique et leptonique chargé est compensée d’autre part par
le renforcement du mode de désintégration invisible.
Le lecteur peut raisonnablement se demander comment le champ EM affecte la désintégra-
tion du boson Z en neutrinos, même si ni le boson Z ni les neutrinos n’interagissent avec le
champ EM. Pour répondre, on dit que le champ EM n’affecte pas directement cette réaction
(Z → neutrinos), mais qu’il affecte en réalité la désintégration du boson Z en fermions chargés.
Comme nous l’avons vu plus haut, il empêche les modes de désintégration hadronique et lep-
tonique chargé, et donc la seule option qui reste au boson Z est de se désintégrer invisiblement
en neutrinos. Ce résultat lié à l’effet du champ EM sur les REs hadroniques et leptoniques
chargés peut être raisonnablement expliqué en se référant à la masse effective mf∗ acquise par
les fermions chargés finaux en présence du champ EM. Comme cette quantité est exprimée,(
mf∗ =

√
m2
f − η2a2 =

√
m2
f + η2E2

0/ω
2
)
, il apparaît que la masse acquise par l’un des

fermions chargés finaux augmente avec l’intensité électrique E0 jusqu’à devenir, à une intensité
forte spécifique, supérieure à la masse du boson Z. Par exemple, les valeurs de masse effective
pour chaque type de fermions chargés, à l’intensité 1016 V/cm et à la fréquence ~ω = 1.17 eV,
sont égales et d’environ 168 GeV. Il est alors impossible, selon la loi de conservation de l’éner-
gie, que le boson Z se désintègre en une paire de fermions chargés en présence d’un champ EM
très intense. On donne ici les valeurs des différents REs à l’intensité 1016 V/cm et à la fréquence
~ω = 1.17 eV : RE(Z → hadrons) = 1.2781 × 10−7%, RE(Z → l+l−) = 1.90968 × 10−8% et
REinv(Z → neutrinos) = 100%.
Après avoir suffisamment discuté de l’effet du champ laser sur les REs, nous aimerions étudier,
très brièvement, l’effet de l’intensité électrique et de la fréquence sur la durée de vie du boson
Z. La figure 4 décrit le comportement typique de la durée de vie du boson Z dans le référentiel
au repos de Z pour la fréquence ~ω = 1.17 eV et pour différents nombres de photons échangés.
Comme on peut le voir sur cette figure, il est clair que lorsque le nombre de photons échangés
augmente, l’effet du champ laser sur la durée de vie diminue jusqu’à devenir nul lorsqu’on
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atteint −650 ≤ n ≤ +650 photons échangés qui représente le cutoff dans le cas d’une intensité
107 V/cm et d’une fréquence ~ω = 1.17 eV. Ce résultat confirme exactement ce qui a été
obtenu dernièrement dans le cas de la durée de vie des pions [18]. Pour examiner l’effet de la
fréquence sur la durée de vie du boson Z, on trace, dans la Fig. (5), les changements de durée
de vie en fonction de l’intensité électrique pour deux fréquences différentes : (Nd:YAG laser :
~ω = 1.17 eV et CO2 laser : ~ω = 0.117 eV). Apparemment, à haute fréquence, l’effet du
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Figure 4 – La durée de vie du boson Z modifiée par le laser en fonction de l’intensité du
champ électrique pour différents nombres de photons échangés. La fréquence du champ laser
est ~ω = 1.17 eV.
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Figure 5 – Variations de la durée de vie du boson Z modifiée par laser en fonction de l’intensité
du champ électrique pour un laser Nd:YAG (~ω = 1.17 eV) et un laser CO2 (~ω = 0.117 eV).
Le nombre de photons échangés est pris égal à −10 ≤ n ≤ +10.

champ laser sur la durée de vie diminue comme dans le cas des durées de vie des pions et des
muons [18,19].

4 Conclusion

Nous avons effectué des calculs analytiques pour la désintégration du boson Z en présence
d’un champ laser polarisé circulairement. Il a été théoriquement démontré que le RE du mode
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de désintégration invisible du boson Z peut être optimisé par l’application de champs laser
convenables. Le moment est donc venu pour les expérimentateurs de tirer parti du puissant
laser et de le considérer comme une technologie proposée permettant de contrôler les rapports
d’embranchement. Outre cet avantage, il a été constaté que l’effet des lasers intenses sur la
durée de vie donne les mêmes résultats que ceux des désintégrations du pion et du muon.
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CHAPITRE I.3

ÉTUDE THÉORIQUE DE LA DÉSINTÉGRATION
HADRONIQUE DU BOSON W− ASSISTÉE PAR LASER

1 Introduction

Dans ce chapitre, nous avons pour objectif d’étudier l’un des processus fondamentaux de
la théorie électrofaible, qui est la désintégration du boson W− en présence d’un champ EM.
Sans exagération, on peut dire que les bosons W et leur partenaire neutre, le boson Z, sont
au centre de l’attention de la physique des hautes énergies depuis plus de trois décennies [1].
En fait, la découverte de ces deux bosons en 1983 par les collaborations UA1 [2] et UA2 [3] au
collisionneur pp̄ du CERN a fourni une confirmation directe de l’unification des interactions
faible et EM dans un cadre commun appelé théorie électrofaible, prédite par les physiciens
Sheldon Lee Glashow, Steven Weinberg et Abdus Salam à la fin des années 1960 [4]. Les
propriétés de ces particules, considérées comme des médiateurs de l’interaction faible, ont
été mesurées avec précision lors d’expériences menées au grand collisionneur électron-positron
(LEP) et au collisionneur linéaire de Stanford (SLC). Les résultats de ces expériences ont
permis de déterminer, entre autres, la masse du boson W , MW = 80.379 ± 0.012 GeV, et
sa largeur totale de désintégration ΓW = 2.085 ± 0.042 GeV avec une grande précision [5].
Bien que les bosons W sont plus connus pour leur rôle dans la désintégration radioactive, leur
désintégration pourrait permettre de découvrir des particules supersymétriques et de sonder
une nouvelle physique au-delà du modèle standard [6]. Dans le modèle standard électrofaible,
le boson W− a deux canaux de désintégration. Il peut se désintégrer en un lepton `− et un
antineutrino correspondant ν̄`, (W− → `−ν̄`) (canal leptonique), où ` = e, µ, τ ou en une
paire de quarks (W− → qq̄′) (canal hadronique) où q est d ou s et q′ est le mélange approprié de
Cabibbo-Kobayashi-Maskawa (CKM) de u et c. D’autres canaux de désintégration hadronique
sont fortement supprimés par les éléments de matrice hors diagonale du CKM. Dans un premier
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temps, Mouslih et al. ont étudié récemment la désintégration leptonique du boson W− en
présence d’un champ EM polarisé circulairement [7]. Ils ont examiné l’effet des paramètres du
laser sur la largeur de désintégration leptonique. Dans un deuxième temps dans ce contexte,
ce chapitre vise à étudier principalement la désintégration hadronique du boson W−. Nous
combinerons les résultats obtenus avec les précédents afin de pouvoir étudier l’effet du champ
laser sur la largeur totale de désintégration et la durée de vie ainsi que sur les REs. Ainsi, le
présent travail est en fait une extension et une continuation du premier [7]. Les résultats qui
y ont été obtenus sont nécessaires pour extraire ceux présentés ici.

En 2004, Kurilin [8] a étudié la désintégration leptonique du bosonW− dans un champ EM
croisé fort, où il a calculé l’expression de largeur de désintégration et étudié ses changements
en termes du paramètre κ = eM−3

W

√
−(Fµνqν)2, où Fµν est le tenseur EM. Il existe également

un article plus ancien qui a réalisé la même étude (i.e., la désintégration leptonique du boson
W−) en donnant brièvement l’expression de largeur de désintégration en présence d’un champ
EM polarisé circulairement [9].

Le reste de ce chapitre est organisé comme suit. Dans la section 2, nous allons formuler,
en détail, les expressions théoriques de largeur de désintégration hadronique, la durée de vie
et les REs. Puis, dans la section 3, nous allons présenter et discuter les résultats obtenus. La
dernière section 4 est consacrée à la synthèse de nos conclusions.

2 Calcul théorique

2.1 Largeur de désintégration hadronique en présence d’un champ

laser à polarisation circulaire

Dans le cadre de la théorie électrofaible, nous considérons la désintégration hadronique du
boson chargé négativement W− en une paire de quarks, (W− → qq̄′), où q ou q′ représentent
un des quarks u, d, c, s, ou b sauf t puisque le quark top est plus lourd que le boson W . Le
diagramme de Feynman correspondant est représenté dans la Fig. (1). Nous considérons le

Figure 1 – Diagramme de Feynman, à l’arbre, de la désintégration hadronique du bosonW−.

champ laser comme un champ EM monochromatique polarisé circulairement, qui est décrit
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par le quadri-potentiel classique suivant :

Aµ(φ) = aµ1 cos(φ) + aµ2 sin(φ). (1)

L’élément de matrice S pour la désintégration hadronique W− assistée par laser est le suivant
[10]

Sfi(W
− → qq̄′) =

ig Vqq′
2
√

2

∫
d4xψq(x)γµ(1− γ5)ψq̄′(x)W−

µ (x), (2)

où g est la constante de couplage électrofaible et Vqq′ est l’élément correspondant de la matrice
de mélange des quarks de Cabibbo-Kobayashi-Maskawa (CKM). Afin de tenir compte de
l’interaction du boson W− (particule de spin 1) avec le champ EM, nous le décrirons par la
fonction d’onde suivante [11] :

W−
µ (x) =

[
gµν −

e

(k.p)

(
kµAν − kνAµ

)
− e2

2(k.p)2
A2kµkν

]
εν(p, λ)√

2p0V
× eiS(q,x), (3)

où gµν = diag(1,−1,−1,−1) est le tenseur métrique de l’espace de Minkowski, εν(p, λ) est le
4-vecteur de polarisation du bosonW− tel que la somme sur les trois directions de polarisation
λ donne :

∑3
λ=1 εµ(p, λ)ε∗ν(p, λ) = −gµν + pµpν/M

2
W , et

S(q, x) = −q.x+
e(a1.p)

k.p
sin(φ)− e(a2.p)

k.p
cos(φ), (4)

avec la quasi-impulsion q = (Q,q) et la masse effective M∗
W que le boson W− acquiert à

l’intérieur du champ EM sont, respectivement, telles que

q = p− e2a2

2(k.p)
k, M∗

W =
√
M2

W − e2a2, (5)

où MW est la masse au repos du boson W−. Les quarks sortants sont décrits par les fonctions
de Dirac-Volkov relativistes normalisées au volume V [12] :

ψq(x) =

[
1 +

ηe/k /A

2(k.p1)

]
u(p1, s1)√

2Q1V
× eiS(q1,x),

ψq̄′(x) =

[
1− η′e/k /A

2(k.p2)

]
v(p2, s2)√

2Q2V
× e−iS(q2,x),

(6)

où les deux facteurs η = 1/3 et η′ = −2/3 sont, respectivement, dus à la charge fractionnelle
des quarks down et up ; concernant le signe, il faut noter que e = −|e| < 0 est la charge de

42



Chapitre I.3 : Étude théorique de la désintégration hadronique du boson W− assistée par
laser

l’électron, et

S(q1, x) = −q1.x−
ηe(a1.p1)

k.p1

sin(φ) +
ηe(a2.p1)

k.p1

cos(φ),

S(q2, x) = −q2.x−
η′e(a1.p1)

k.p2

sin(φ) +
η′e(a2.p2)

k.p2

cos(φ).

(7)

u(p1, s1) et v(p2, s2) représentent les bispineurs de Dirac pour les quarks sortants d’impulsion
pi=1,2 et de spin si=1,2 satisfaisant∑

s1

u(p1, s1)u(p1, s1) = /p1
+mq;

∑
s2

v(p2, s2)v(p2, s2) = /p2
−mq′ , (8)

où mq et mq′ sont, respectivement, les masses au repos du quark q et de l’antiquark q′. La
quadri-impulsion qi(i = 1, 2) = (Qi,qi) est la quasi-impulsion que le quark et l’antiquark
acquièrent en présence du champ EM :

q1 =p1 −
(ηe)2a2

2(k.p1)
k; q2 = p2 −

(η′e)2a2

2(k.p2)
k. (9)

Pour obtenir des résultats analytiques, nous procédons comme suit : nous insérons les Eqs. (3)
et (6) dans l’Eq. (2) et après quelques manipulations, on trouve que la matrice S s’écrit comme
suit

Sfi(W
− → qq̄′) =

ig Vqq′
2
√

2
√

8Q2Q1p0V 3

∫
d4xu(p1, s1)

{[
1 + C(p1) /A/k

]
γµ(1− γ5)

×
[
1− C(p2)/k /A

][
gµν − C(p)

(
kµAν − kνAµ

)
− C(p)2

2
a2kµkν

]}
× v(p2, s2)εν(p, λ)ei(S(q,x)−S(q1,x)−S(q2,x)),

(10)

où

C(p1) =
ηe

2(k.p1)
, C(p2) =

η′e

2(k.p2)
, C(p) =

e

(k.p)
.

Transformons maintenant le terme exponentiel en introduisant le paramètre z suivant :

z =
√
α2

1 + α2
2 avec α1 = −e

(
a1.p

k.p
+
η(a1.p1)

k.p1

+
η′(a1.p2)

k.p2

)
,

α2 = −e
(
a2.p

k.p
+
η(a2.p1)

k.p1

+
η′(a2.p2)

k.p2

)
,

(11)

cela donne
ei(S(q,x)−S(q1,x)−S(q2,x)) = ei(q1+q2−q).xe−iz sin(φ−φ0), (12)
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avec φ0 = arctan(α2/α1). Par conséquent, l’élément de la matrice S devient

Sfi(W
− → qq̄′) =

ig Vqq′
2
√

2
√

8Q2Q1p0V 3

∫
d4xu(p1, s1)

[
∆0
ν + ∆1

ν cos(φ) + ∆2
ν sin(φ)

]
× v(p2, s2)εν(p, λ)ei(q1+q2−q).xe−iz sin(φ−φ0),

(13)

où les trois quantités ∆0
ν , ∆1

ν et ∆2
ν sont exprimées comme suit :

∆0
ν =γµ

(
1− γ5

)(
gµν −

C(p)2

2
a2kµkν

)
+ 2kνa

2/k
(
1− γ5

)
,

∆1
ν =− C(p2)γµ

(
1− γ5

)
/k/a1

(
gµν −

C(p)2

2
a2kµkν

)
+ C(p1)/a1

/kγµ
(
1− γ5

)
× (gµν −

C(p)2

2
a2kµkν

)
− C(p)γµ

(
1− γ5

)(
kµa1ν − kνa1µ

)
,

∆2
ν =− C(p2)γµ

(
1− γ5

)
/k/a2

(
gµν −

C(p)2

2
a2kµkν

)
+ C(p1)/a2

/kγµ
(
1− γ5

)
× (gµν −

C(p)2

2
a2kµkν

)
− C(p)γµ

(
1− γ5

)(
kµa2ν − kνa2µ

)
.

(14)

Notons ici qu’il faut faire attention, tout au long du calcul, aux positions des indices (µ et ν)

qui doivent être respectées pour être contractés.
La combinaison linéaire des trois différentes quantités dans l’Eq. (13) peut être transformée
par les identités bien connues impliquant les fonctions de Bessel ordinaires Js(z) [13] : 1

cos(φ)

sin(φ)

× e−iz sin(φ−φ0) =
+∞∑

n=−∞

Bn(z)

B1n(z)

B2n(z)

 e−inφ, (15)

où Bn(z)

B1n(z)

B2n(z)

 =

 Jn(z)einφ0(
Jn+1(z)ei(n+1)φ0 + Jn−1(z)ei(n−1)φ0

)
/2(

Jn+1(z)ei(n+1)φ0 − Jn−1(z)ei(n−1)φ0
)
/2i

 , (16)

où z est l’argument des fonctions de Bessel défini dans l’Eq. (11) et n, leur ordre, est interprété
comme le nombre de photons échangés. En utilisant ces transformations dans l’Eq. (13) et en
intégrant sur d4x, l’élément de la matrice Sfi devient

Sfi(W
− → qq̄′) =

ig Vqq′
2
√

2
√

8Q2Q1p0V 3

∞∑
n=−∞

Mn
fi(2π)4δ4(q1 + q2 − q − nk), (17)
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où la quantitéMn
fi est définie par

Mn
fi = ū(p1, s1)Λn

νv(p2, s2)εν(p, λ), (18)

où

Λn
ν = ∆0

νBn(z) + ∆1
νB1n(z) + ∆2

νB2n(z). (19)

La largeur de désintégration du boson W− est obtenue en multipliant le carré de l’élément de
matrice S par la densité des états finaux, en faisant la somme sur les spins des quarks et des
antiquarks, en faisant la moyenne sur la polarisation du boson W−, et enfin en divisant par le
temps T . On obtient

Γ(W− → qq̄′) =
+∞∑

n=−∞

Γn(W− → qq̄′), (20)

où Γn(W− → qq̄′) est défini par

Γn(W− → qq̄′) =
g2|Vqq′ |2Nc

64p0

∫
d3q1

(2π)3Q1

∫
d3q2

(2π)3Q2

(2π)4δ4(q1 + q2 − q − nk)|Mn
fi|

2, (21)

où Nc = 3 est le nombre de couleur, et

|Mn
fi|

2 =
1

3

∑
λ

∑
s1,s2

|Mn
fi|2 =

1

3

∑
λ

∑
s1,s2

|ū(p1, s1)Λn
νv(p2, s2)εν(p, λ)|2. (22)

En effectuant l’intégration sur d3q2 et en utilisant δ4(q1 + q2 − q − nk) = δ3(q1 + q2 − q −
nk)δ(Q1 +Q2 −Q− nω), la largeur de désintégration Γn devient

Γn(W− → qq̄′) =
g2|Vqq′|2Nc

64(2π)2p0

∫
d3q1

Q1Q2

δ(Q1 +Q2 −Q− nω)|Mn
fi|

2, (23)

avec q1 +q2−q−nk = 0. On choisit le référentiel au repos du bosonW− dans lequel Q = M∗
W

et q = 0, alors q2 = nk− q1. Ainsi, en utilisant d3q1 = |q1|2d|q1|dΩq, on obtient

Γn(W− → qq̄′) =
g2|Vqq′ |2Nc

64(2π)2p0

∫
|q1|2d|q1|dΩq

Q1Q2

δ
(√
|q1|2 +m∗2q

+
√

(nω)2 + |q1|2 − 2nω|q1| cos(θ) +m∗2q′ −M
∗
W − nω

)
|Mn

fi|
2,

(24)

où m∗q et m∗q′ sont, respectivement, les masses effectives des quarks q et q′ données par

m∗q =
√
m2
q + (ηe)2E2

0/ω
2; m∗q′ =

√
m2
q′ + (η′e)2E2

0/ω
2. (25)
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Il apparaît donc que la masse effective est presque linéairement proportionnelle à l’intensité
du champ électrique E0.
L’intégrale restante sur d|q1| peut être résolue en utilisant la formule familière suivante [10] :∫

dxf(x)δ(g(x)) =
f(x)

|g′(x)|

∣∣∣∣
g(x)=0

. (26)

On obtient donc

Γn(W− → qq̄′) =
g2|Vqq′|2Nc

64(2π)2p0

∫
|q1|2dΩq

Q1Q2

|Mn
fi|2

|g′(|q1|)|

∣∣∣∣
g(|q1|)=0

, (27)

où

g′(|q1|) =
|q1|√

|q1|2 +m∗2q

+
|q1| − nω cos(θ)√

(nω)2 + |q1|2 − 2nω|q1| cos(θ) +m∗2q′
. (28)

La somme des spins dans le terme |Mn
fi|2 (Eq. (22)) peut être réduite au calcul des traces

comme suit :

|Mn
fi|

2 =
1

3

(
− gµν +

pµpν

M2
W

)
Tr
[
(/p1

+mq)Λ
n
ν (/p2
−mq′)Λ

n

µ

]
, (29)

où

Λ
n

µ = γ0Λn†
µ γ

0 = ∆
0

µB
∗
n(z) + ∆

1

µB
∗
1n(z) + ∆

2

µB
∗
2n(z), (30)

et

∆
0

µ =γ0∆†0γ
0 = γν

(
1− γ5

)(
gµν −

C(p)2

2
a2kµkν

)
+ 2kµa

2/k
(
1− γ5

)
,

∆
1

µ =γ0∆†1γ
0 = −C(p2)/a1

/kγν
(
1− γ5

)(
gµν −

C(p)2

2
a2kµkν

)
+ C(p1)γν

(
1− γ5

)
/k/a1

× (gµν −
C(p)2

2
a2kµkν

)
− C(p)γν

(
1− γ5

)(
kνa1µ − kµa1ν

)
,

∆
2

µ =γ0∆†2γ
0 = −C(p2)/a2

/kγν
(
1− γ5

)(
gµν −

C(p)2

2
a2kµkν

)
+ C(p1)γν

(
1− γ5

)
/k/a2

× (gµν −
C(p)2

2
a2kµkν

)
− C(p)γν

(
1− γ5

)(
kνa2µ − kµa2ν

)
.

(31)

Le calcul de la trace est effectué à l’aide de FeynCalc [14].
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2.2 Durée de vie et rapports d’embranchement

Dans la section précédente, nous avons démontré l’expression théorique de largeur de dés-
intégration hadronique en présence d’un champ EM polarisé circulairement (Eq. (27)). La
quantité bien connue et très importante qui vient directement après la largeur de désintégra-
tion est la durée de vie, qui est l’inverse de la largeur totale de désintégration. Cette dernière
est la somme des largeurs de désintégration leptonique et hadronique du bosonW−. En tenant
compte des résultats analytiques obtenus précédemment dans l’étude de la désintégration lep-
tonique du boson W−, (W− → `−ν̄`) [7], et en les combinant avec les résultats obtenus de la
désintégration hadronique, nous pouvons obtenir l’expression de la durée de vie en présence
d’un champ EM comme suit :

τW =
1

Γtot
W

, (32)

où
Γtot
W = Γ(W− → leptons) + Γ(W− → hadrons). (33)

Γ(W− → leptons) est la largeur totale de la désintégration leptonique donnée par

Γ(W− → leptons) = Γ(W− → e−ν̄e) + Γ(W− → µ−ν̄µ) + Γ(W− → τ−ν̄τ ). (34)

Pour la largeur totale de la désintégration hadronique, on considère les deux canaux hadro-
niques dominants

Γ(W− → hadrons) = Γ(W− → ūd) + Γ(W− → c̄s). (35)

Après avoir donné la définition de la durée de vie, nous définissons les REs pour les canaux
de désintégration leptonique et hadronique comme suit :

RE(W− → hadrons) =
Γ(W− → hadrons)

Γtot
W

, (36)

RE(W− → leptons) =
Γ(W− → leptons)

Γtot
W

. (37)

Leurs valeurs expérimentales en l’absence du champ laser sont les suivantes [5] :

RE(W− → hadrons) = (67.41± 0.27)%,

RE(W− → leptons) = (32.58± 0.16)%.
(38)

2.3 Comparaison avec la désintégration leptonique

Dans cette section, nous souhaitons faire une comparaison entre les désintégrations lepto-
nique et hadronique du boson W− et donner quelques différences entre elles. Le processus de
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la désintégration leptonique (W− → `−ν̄`) contient, dans son état final, une particule électri-
quement neutre (antineutrino ν̄`), et donc son interaction avec le champ EM n’est pas prise
en compte. Par conséquent, lorsque nous appliquons le champ EM, nous ne devons habiller
que deux particules, le boson entrant W− et le lepton final chargé `−. Mais, la situation est
complètement différente dans le cas de la désintégration hadronique, (W− → qq̄′), où toutes
les particules impliquées sont chargées électriquement et donc seront toutes habillées et dé-
crites théoriquement par les fonctions de Volkov. Le calcul dans ce dernier cas est beaucoup
plus compliqué et fastidieux que dans le premier cas. En l’absence du champ laser et dans
le cas où les masses des fermions sont négligées, il suffit de considérer le facteur de couleur
Nc et l’élément Vqq′ correspondant dans la matrice de mélange CKM afin de rapprocher la
désintégration hadronique de la désintégration leptonique, par exemple

Γ(W− → ūd) ' 3|Vud|2Γ(W− → e−ν̄e), (39)

où la largeur partielle de désintégration est donnée, dans l’approximation des masses négligées,
par [10]

Γ(W− → e−ν̄e) '
GFM

3
W

6π
√

2
, (40)

où GF = (1.166 37 ± 0.000 02) × 10−11 MeV−2 est la constante de couplage de Fermi. En
utilisant l’unitarité de la matrice CKM, la largeur totale de la désintégration hadronique est
donnée par

Γ(W− → hadrons) = Γ(W− → ūd) + Γ(W− → c̄s) ' 6Γ(W− → e−ν̄e), (41)

où nous avons considéré la matrice CKM comme matrice d’identité (|Vud| ' |Vcs| ' 1). La
largeur totale de désintégration de W− est donnée par (somme des trois canaux leptoniques
et des deux canaux hadroniques)

Γtot
W ' 9Γ(W− → e−ν̄e). (42)

Il faut faire attention à ne pas appliquer ce fait dans le cas où le champ EM est présent.

3 Résultats et discussion

Dans cette section, nous allons essayer de présenter et d’analyser les résultats numériques
obtenus et discuter de leur interprétation physique. Les paramètres qui caractérisent le champ
laser sont l’intensité du champ électrique E0 et la fréquence ω. Dans ce qui suit, nous allons
discuter de l’effet de chacun de ces deux paramètres sur la largeur totale de désintégration,
la durée de vie et les rapports d’embranchement. Afin de clarifier l’importance de l’effet du
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Tableau 1 – Les valeurs numériques du rapport Ravec/sans, défini dans l’Eq. (43), en fonction de
l’intensité du champ électrique E0 pour trois fréquences différentes (CO2 laser : ~ω = 0.117 eV,
Nd:YAG laser : ~ω = 1.17 eV et He:Ne laser : ~ω = 2 eV). Nous avons fait la somme, en
présence du champ laser, sur le nombre de photons −20 ≤ n ≤ +20.

Ravec/sans

E0 [V/cm] ~ω = 0.117 eV ~ω = 1.17 eV ~ω = 2 eV
10 0.999963 0.999964 0.999964
102 0.999963 0.999964 0.999964
103 0.999942 0.999963 0.999964
104 0.8713 0.999963 0.999963
105 0.243064 0.999942 0.999963
106 0.0307884 0.8713 0.983108
107 0.00303762 0.243064 0.497739
108 0.000300683 0.0307884 0.0879964
109 0.0000304507 0.00303762 0.00876256
1010 3.04641× 10−6 0.000300683 0.000892935
1011 3.01282× 10−7 0.000030451 0.0000884333
1012 3.06297× 10−8 3.04709× 10−6 8.91838× 10−6

1013 3.05141× 10−9 3.02022× 10−7 8.85819× 10−7

champ laser sur la largeur totale de désintégration, on présente ici une quantité notée Ravec/sans

et définie comme le rapport entre la largeur totale de désintégration en présence du champ
laser et son équivalent en l’absence du champ laser, soit

Ravec/sans =
Γtot
W (avec laser)

Γtot
W (sans laser)

. (43)

Dans le Tableau 1, on donne quelques valeurs numériques de ce rapport en fonction de l’inten-
sité du champ électrique E0 pour trois fréquences différentes (CO2 laser : ~ω = 0.117 eV,
Nd:YAG laser : ~ω = 1.17 eV et He:Ne laser : ~ω = 2 eV). Nous avons sommé sur
−20 ≤ n ≤ +20, ce qui signifie l’émission et l’absorption du même nombre de photons (20 pho-
tons). Les intensités électriques utilisées dans cette section atteignent jusqu’à E0 = 1013 V/cm
comme valeur approximativement équivalente à l’intensité EM maximale (I = 1022 W/cm2)

qui a été obtenue actuellement dans la technologie des sources laser puissantes [15]. Bien que
la valeur théorique maximale admissible soit de E0 = 1016 V/cm (limite de Schwinger), nous
avons simplement fixé l’intensité électrique à 1013 V/cm en accord avec les intensités dispo-
nibles expérimentalement dans ce domaine et pour éviter la création instantanée de paires
électron-positron à partir du vide [16]. D’après le tableau 1, nous pouvons voir que les fortes
intensités du champ laser ont largement contribué à la réduction de largeur totale de désinté-
gration. Pour la dépendance en fréquence, on observe que le laser de basse fréquence affecte la
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Tableau 2 – Valeurs numériques de la durée de vie modifiée par laser en fonction de l’intensité
électrique pour différents nombres de photons échangés. La fréquence est ~ω = 1.17 eV.

Durée de vie τW [sec]
E0 [V/cm] −20 ≤ n ≤ +20 −80 ≤ n ≤ +80 −140 ≤ n ≤ +140 −200 ≤ n ≤ +200

10 3.21945× 10−25 3.21945× 10−25 3.21945× 10−25 3.21945× 10−25

102 3.21945× 10−25 3.21945× 10−25 3.21945× 10−25 3.21945× 10−25

103 3.21945× 10−25 3.21945× 10−25 3.21945× 10−25 3.21945× 10−25

104 3.21945× 10−25 3.21945× 10−25 3.21945× 10−25 3.21945× 10−25

105 3.21952× 10−25 3.21945× 10−25 3.21945× 10−25 3.21945× 10−25

106 3.69486× 10−25 3.25627× 10−25 3.2269× 10−25 3.21945× 10−25

107 1.32448× 10−24 5.29587× 10−25 4.15166× 10−25 3.72499× 10−25

108 1.04563× 10−23 3.0093× 10−24 1.93529× 10−24 1.33097× 10−24

109 1.05982× 10−22 2.69836× 10−23 1.53931× 10−23 1.06366× 10−23

1010 1.07067× 10−21 2.71445× 10−22 1.55225× 10−22 1.08744× 10−22

1011 1.05722× 10−20 2.70465× 10−21 1.5511× 10−21 1.08738× 10−21

1012 1.05653× 10−19 2.69545× 10−20 1.54427× 10−20 1.08148× 10−20

1013 1.06593× 10−18 2.70132× 10−19 1.54657× 10−19 1.0834× 10−19

largeur totale plus rapidement que celui de haute fréquence. En général, l’apparition d’un effet
du champ laser de haute fréquence nécessite des intensités très élevées. Ce comportement de la
largeur totale se reflète entièrement dans la durée de vie, comme nous le verrons par la suite.
Après avoir donné quelques détails sur l’effet du champ laser sur la largeur totale, on passe
maintenant à l’étude des changements de la durée de vie en présence du champ laser. Nous
avons vu que la largeur totale diminue avec l’augmentation de l’intensité du champ, et donc
que la probabilité de désintégration diminue en présence du champ EM fort, ce qui donne au
boson la possibilité de vivre longtemps. À l’origine, la durée de vie du boson W en l’absence
du champ laser (environ 10−25 sec) est une durée remarquablement longue pour une particule
élémentaire dont la masse est supérieure à 80 GeV, mais elle est trop courte pour être mesurée
directement dans une expérience. Dans le tableau 2, nous incluons les valeurs numériques des
variations de la durée de vie en fonction de l’intensité du champ électrique avec l’échange de
différents nombres de photons pour la fréquence laser ~ω = 1.17 eV. À partir de ce tableau,
il apparaît que la durée de vie, à faibles champs, reste constante à sa valeur en l’absence du
champ. Lorsque l’intensité du champ augmente, on remarque que la durée de vie augmente
selon le nombre de photons échangés. Au fur et à mesure que le nombre de photons échangés
augmente, l’influence du champ laser sur la durée de vie diminue jusqu’à disparaître lorsqu’un
certain nombre de photons est atteint. En raison de nos capacités de calcul limitées, on ne
peut pas faire la somme sur un grand nombre de photons pour inclure ce résultat. Le même
comportement a été récemment révélé pour les durées de vie du pion et du boson Z [17, 18].
En ce qui concerne le résultat que nous avons obtenu, à savoir l’augmentation de la durée de

50



Chapitre I.3 : Étude théorique de la désintégration hadronique du boson W− assistée par
laser

vie, nous l’avons interprété comme une sorte d’effet Zénon quantique [19,20]. Cela signifie que
l’application de mesures répétées bloque l’évolution du système dans le temps et le maintient
au niveau fondamental. Dans notre cas, le champ EM externe joue le rôle d’un instrument
de mesure. En d’autres termes, une particule instable qui est illuminée de façon continue par
un champ laser intense de fréquence adéquate pour voir si elle se désintègre ne se désintègre
jamais.
En plus de l’intensité du champ électrique, nous allons voir si la fréquence du champ laser a
également un effet sur la durée de vie. Dans la Fig. (2), on montre les variations de la durée
de vie en fonction de l’intensité du champ électrique pour trois fréquences différentes. Encore
une fois, comme dans le cas de la largeur totale, nous remarquons que l’effet de laser diminue
à des fréquences plus élevées. Un autre point important qui doit également être abordé est la
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Figure 2 – Les variations de la durée de vie assistée par laser en fonction de l’intensité du
champ électrique pour un laser CO2 (~ω = 0.117 eV), un Nd:YAG laser (~ω = 1.17 eV) et un
He:Ne laser (~ω = 2 eV). Le nombre de photons échangés est égal à −20 ≤ n ≤ +20.

manière dont le champ EM peut influencer les REs et contribuer à leur renforcement ou à leur
suppression. Dans la désintégration du boson W−, nous avons deux REs dont l’un concerne
le canal hadronique et l’autre le canal leptonique. Dans ce qui suit, nous présentons l’effet
de l’intensité du champ électrique sur chacun de ces deux rapports. En l’absence du champ,
le RE des hadrons est le plus grand de ces rapports, ce qui signifie que la désintégration du
boson W en une paire de quarks est très probable par rapport à sa désintégration en d’autres
paires leptoniques. Le comportement de RE(W− → hadrons) et RE(W− → leptons) et leurs
variations en termes d’intensité électrique pour trois nombres différents de photons échangés
sont présentés respectivement dans les Figs. (3) et (4). On peut voir sur ces deux figures que
toutes les courbes correspondantes pour chaque nombre donné de photons échangés débutent
à partir de la valeur normale de chaque RE en l’absence du champ laser (∼ 66% dans la
Fig. (3) et ∼ 33% dans la Fig. (4)), puis elles restent constantes et identiques dans la gamme
d’intensités entre 102 et 105 V/cm. Une fois cette dernière valeur est dépassée, les courbes
commencent à se désaccorder et à différer. En d’autres termes, les REs n’ont pas été affectés
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Figure 3 – Le comportement du rapport d’embranchement des hadrons, donné par l’Eq. (36),
en fonction de l’intensité électrique pour différents nombres de photons échangés. La fréquence
est ~ω = 1.17 eV.

■ ■ ■ ■ ■

■

■

■ ■

■
■ ■

■

● ● ● ●

●

●

● ●
●

● ● ●

● ● ● ● ●

●

●

●

● ●

● ● ●

■ -10≤n≤10
● -20≤n≤20
● -30≤n≤30

100 104 106 108 1010 1012

15

20

25

30

35

Intensité du champ électrique [V.cm-1]

R
E

le
p

to
n

iq
u

e
[%

]

Figure 4 – Le comportement du rapport d’embranchement des leptons, donné par l’Eq. (37),
en fonction de l’intensité électrique pour différents nombres de photons échangés. La fréquence
est ~ω = 1.17 eV.

par le champ EM à faibles intensités (102 − 105 V/cm), quel que soit le nombre de photons
échangés. En dehors de cette gamme d’intensités (i.e., E0 > 105 V/cm), on remarque que le
RE des hadrons, qui est dominant en l’absence du champ laser, augmente et celui des leptons
diminue jusqu’à ce que les deux atteignent une valeur saturée (∼ 85% dans la Fig. (3) et ∼ 15%

dans la Fig. (4)) où ils sont presque stables. Cela signifie que le laser a contribué à renforcer
le RE hadronique en le rendant plus dominant, tandis que le RE leptonique a été affaibli et
réduit. L’augmentation du RE des hadrons a été compensée par la diminution de celui des
leptons ; ce qui est normal, de sorte que la somme des deux rapports reste égale à 100%. Il
est donc clair que le RE des leptons a diminué dans la même mesure que le RE des hadrons a
augmenté. Théoriquement, le changement du comportement du RE est principalement dû à la
différence d’espace de phase des particules finales dans les deux canaux de désintégration. Le
canal de désintégration hadronique semble être plus stable grâce au réservoir d’énergie fourni
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Tableau 3 – Valeurs numériques des largeurs de désintégration leptonique (34) et hadronique
(35) en fonction de l’intensité électrique E0 pour un nombre de photons échangés −20 ≤ n ≤
+20. La fréquence est ~ω = 1.17 eV.

E0 [V/cm] Γ(W− → leptons) [GeV] Γ(W− → hadrons) [GeV]
10 0.681497 1.36299
102 0.681497 1.36299
103 0.681497 1.36299
104 0.681497 1.36299
105 0.681454 1.36299
106 0.555517 1.22591
107 0.095728 0.401231
108 0.00940642 0.0535423

Tableau 4 – Valeurs numériques du carré des fonctions de Bessel J2
n(z) et J2

n+1(z) sommées
sur différents nombres de photons échangés n pour différentes intensités E0. La fréquence du
champ laser est ~ω = 1.17 eV.

−10 ≤ n ≤ +10 −20 ≤ n ≤ +20 −30 ≤ n ≤ +30
E0 [V/cm] J2

n(z) J2
n+1(z) J2

n(z) J2
n+1(z) J2

n(z) J2
n+1(z)

10 1 1 1 1 1 1
102 1 1 1 1 1 1
103 1 1 1 1 1 1
104 1 1 1 1 1 1
105 1 1 1 1 1 1
106 0.999326 0.997721 1 1 1 1
107 0.0884456 0.0876473 0.176802 0.170476 0.267065 0.258847
108 0.00861296 0.00893359 0.0168299 0.0174297 0.0250733 0.0259046

par le champ EM. D’après le tableau 3, on note que les deux largeurs hadronique et leptonique
diminuent avec l’intensité électrique, mais la largeur hadronique reste toujours supérieure à
la largeur leptonique, ce qui explique le comportement des REs montrés dans les Figs. (3) et
(4). Pour plus de clarté, le lecteur peut se demander pourquoi E0 = 106 V/cm est une valeur
critique à partir de laquelle l’effet significatif du champ laser apparaît. On peut répondre à
cette question en consultant les valeurs numériques des fonctions de Bessel J2

n(z) et J2
n+1(z)

présentées dans le tableau 4. Une analyse de l’expression de l’amplitude au carré |Mn
fi|2 dans

l’Eq. (33) montre que l’intensité électrique E0 et la fréquence ω sont impliquées dans la dé-
termination du comportement de largeur de désintégration par le biais de l’argument de la
fonction de Bessel z ∝ E0/ω

2 défini dans l’Eq. (11). Une grande partie du comportement des
trois grandeurs mesurables étudiées ici, comme les oscillations et les chutes ou pics abrupts,
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est due à l’introduction des fonctions de Bessel tout au long du calcul théorique. D’après le
tableau 4, il apparaît que les deux fonctions de Bessel, sommées sur le nombre de photons
n, prennent une valeur constante (e.g.,

∑10
n=−10 J

2
n(z) =

∑10
n=−10 J

2
n+1(z) = 1) dans l’inter-

valle des faibles intensités de champ. Ensuite, lorsque l’intensité augmente, elles commencent
à changer en fonction du nombre de photons échangés. Cependant, lorsque le nombre de pho-
tons augmente, l’effet de l’intensité sur ces fonctions disparaît progressivement. De plus, il
est clairement affiché que 106 V/cm est la valeur seuil de l’intensité électrique à laquelle le
laser de fréquence ~ω = 1.17 eV commence à avoir un effet. Pour éviter toute ambiguïté, on
mentionne ici que les valeurs listées dans le tableau 4 n’impliquent pas que les propriétés des
fonctions de Bessel soient les seules responsables des changements dans les quantités étudiées,
mais qu’elles font partie d’autres paramètres tels que la masse effective et l’énergie-impulsion
supplémentaire fournie par le champ laser.

4 Conclusion

À la suite des travaux de Mouslih et al. [7], qui ont étudié la désintégration leptonique
du boson W− (W− → `−ν̄`) en présence d’un champ EM polarisé circulairement, nous nous
sommes concentrés dans ce chapitre sur la désintégration hadronique assistée par laser du
boson W− (W− → qq̄′) afin de mettre en évidence l’effet d’un champ laser puissant sur la
largeur totale de désintégration et la durée de vie ainsi que sur les rapports d’embranchement.
En combinant les résultats présentés ici avec ceux obtenus précédemment, nous avons constaté
que le laser a considérablement prolongé la durée de vie du boson W− en réduisant largement
sa largeur totale de désintégration. Un autre résultat intéressant obtenu dans cette étude est
que le laser a augmenté le RE des hadrons de sa valeur normale de 67% à environ 85%,
entraînant une diminution de celui des leptons dans la même mesure. De plus, nous soulignons
que des canaux de désintégration très rares qui n’ont pas été considérés dans ce travail sont
encore négligés et n’ont pas de contribution significative à la largeur totale de désintégration
même en présence du champ laser.

54



BIBLIOGRAPHIE

[1] C. Rubbia, Rev. Mod. Phys. 57, 699 (1985).
[2] UA1 Collaboration, Phys. Lett. 122B, 103 (1983) ; 126B, 398 (1983).
[3] UA2 Collaboration, Phys. Lett. 122B, 476 (1983) ; 129B, 130 (1983).
[4] S. L. Glashow, Rev. Mod. Phys. 52, 539 (1980) ; S. Weinberg, Rev. Mod. Phys. 52, 515

(1980) ; A. Salam, Rev. Mod. Phys. 52, 525 (1980).
[5] P. A. Zyla et al. (Particle Data Group), Prog. Theor. Exp. Phys. 2020, 083C01 (2020).
[6] R. M. Barnett, K. S. Lackner and H. E. Haber, Phys. Rev. Lett. 51, 176 (1983) ; R. M.

Barnett and H. E. Haber, Phys. Rev. D 31, 85 (1985).
[7] S. Mouslih, M. Jakha, I. Dahiri, S. Taj, B. Manaut and E. Siher, Phys. Scr. 97, 045306

(2022).
[8] A. V. Kurilin, Phys. Atom. Nucl. 67, 2095 (2004).
[9] I. A. Obukhov, V. K. Perez-Fernandez and V. R. Khalilov, Russ. Phys. J. 30, 383 (1987).
[10] W. Greiner and B. Müller, Gauge Theory of Weak Interactions, 3rd ed. (Springer, Berlin,

2000).
[11] A. V. Kurilin, Nuovo Cimento Soc. Ital. Fiz. 112D, 977 (1999) ; I. A. Obukhov, V. K.

Perez-Fernadez and V. R. Khalilov, Russ. Phys. J. 26, 1117 (1984).
[12] D. M. Volkov, Z. Phys. 94, 250 (1935).
[13] V. B. Berestetskii, E. M. Lifshitz and L. P. Pitaevskii, Quantum Electrodynamics, 2nd

ed. (Butterworth-Heinemann, Oxford, 1982).
[14] V. Shtabovenko, R. Mertig and F. Orellana, Comput. Phys. Commun. 256, 107478 (2020).
[15] S.-W. Bahk et al., Opt. Lett. 29, 2837 (2004).
[16] E. Brezin and C. Itzykson, Phys. Rev. D 2, 1191 (1970) ; N. B. Narozhny and A. I.

Nikishov, Sov. Phys. JETP 38, 427 (1974) ; V. S. Popov, J. Exp. Theor. Phys. 94, 1057
(2002).

[17] S. Mouslih, M. Jakha, S. Taj, B. Manaut and E. Siher, Phys. Rev. D 102, 073006 (2020).
[18] M. Jakha, S. Mouslih, S. Taj and B. Manaut, Laser Phys. Lett. 18, 016002 (2021).
[19] E. Mihokova, S. Pascazio and L. S. Schulman, Phys. Rev. A 56, 25 (1997).
[20] A. D. Panov, Phys. Lett. A 281, 9 (2001).

55



CONCLUSION DE PARTIE I

Dans cette première partie, nous avons étudié théoriquement les processus de désintégration
des bosons W− et Z0 assistés par un champ laser polarisé circulairement dans le cadre de la
théorie électrofaible. Les trois quantités importantes sur lesquelles nous avons analysé l’effet du
champ laser sont la largeur de désintégration, la durée de vie et le rapport d’embranchement.
Comme résultats, nous avons trouvé que le champ laser a provoqué la diminution de la largeur
de désintégration, ce qui a rendu la durée de vie plus longue, car cette dernière est inversement
proportionnelle à la largeur de désintégration. Les rapports d’embranchement sont également
modifiés, que ce soit par augmentation ou par diminution, en présence du champ laser. D’autre
part, en utilisant une polarisation différente, l’effet du champ laser sur la durée de vie du
muon a été étudié par Liu et al. en immergeant le muon dans un champ EM fort et polarisé
linéairement [1]. Ils ont constaté que la durée de vie des muons diminue et devient plus courte
(plus précisément de sa valeur normale de 2.2×10−6 sec à une valeur inférieure à 5×10−7 sec).
Contrairement aux résultats que nous avons obtenus, que ce soit ici ou dans le cas du pion [2],
où nous avons utilisé un champ laser polarisé circulairement et constaté que la durée de
vie est plus longue. Ainsi, on ne peut nier que la polarisation du champ laser joue un rôle
important dans le contraste des résultats. On peut dire la même chose à propos des différents
changements qui peuvent se produire dans la section efficace différentielle dans les processus
de diffusion assistés par laser [3–5] pour différentes polarisations du champ laser. Cependant,
cette différence du comportement de la durée de vie dans les deux cas de polarisation peut
être largement acceptée en référence à l’effet Zénon quantique [6, 7] ou à l’effet anti-Zénon
quantique [8, 9], selon que la désintégration est décélérée ou accélérée.

Ces résultats obtenus, particulièrement en ce qui concerne les rapports d’embranchement,
sont très importants et nécessitent une investigation expérimentale pour les confirmer afin
de répondre aux besoins de la communauté scientifique dans le futur en parallèle avec le
développement remarquable de la technologie laser.

Ces résultats illustrent clairement comment un champ EM externe pourrait modifier fonda-
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mentalement les propriétés standards des processus quantiques dans le vide et servir à explorer
une nouvelle physique et à générer un certain nombre de phénomènes non triviaux.

Néanmoins, ces résultats restent purement théoriques et ils nécessitent une investigation
expérimentale dans le future proche.
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Deuxième partie

Étude théorique relativiste de l’ionisation
de l’atome d’hydrogène H(2S) par impact

d’électrons en l’absence et en présence
d’un champ laser
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INTRODUCTION

La théorie de la diffusion consiste à étudier la collision entre deux ou plusieurs particules [1].
Généralement, l’étude des collisions est très importante en physique des particules. En effet, la
découverte du monde quantique et la connaissance des propriétés fondamentales des particules
se sont faites en étudiant des processus de collision et en se servant de plusieurs expériences
en physique. Les expériences de diffusion sont les outils de recherche les plus efficaces qui nous
permettent d’étudier les interactions entre les particules et de sonder la structure de la matière.
C’est grâce à elles que nous recueillons de nombreuses informations sur le monde physique.
Parmi les premières expériences est celle du physicien de Nouvelle-Zélande Ernest Rutherford,
en année 1909 [2]. Le but de cette expérience était la reformulation du modèle atomique de
Thomson. À l’aide d’un modèle théorique de diffusion fondé sur une collision élastique entre
deux particules chargées repoussées par une force électrique et d’une expérience réalisée par ses
étudiants Hans Geiger et Ernest Marsden, Rutherford démontra qu’un atome était constitué
d’un petit noyau de charges positives entouré d’un nuage de charges négatives dont la masse
de l’atome était essentiellement située dans le noyau. L’expérience menée à l’accélérateur
SLAC (Stanford Linear Accelerator Collider) par Jerome Friedman, Henry Kendall et Richard
Taylor [3], a permis de démontrer en 1968 la présence de structures ponctuelles chargées
(quarks et gluons) à l’intérieur du proton, ainsi que l’expliquera quelques années plus tard la
théorie de la chromodynamique quantique. Plus récemment, en année 2012, les physiciens des
particules ont annoncé la découverte tant attendue du Boson de Higgs dans les processus de
collision de deux faisceaux de protons au LHC (Large Hadron Collider) [4, 5].

La physique atomique est une partie de la physique qui s’occupe de la compréhension de
la structure des atomes et des molécules, elle s’intéresse aux processus et propriétés physiques
et chimiques à l’échelle microscopique, ainsi qu’à l’interaction avec le rayonnement électroma-
gnétique (EM).

Historiquement, cette discipline est à l’origine de la physique quantique, elle a joué un rôle
absolument déterminant dans la physique de tout le 20ème siècle. De nos jours, cette discipline
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couvre un champ très vaste et ses développements se trouvent dispersés dans de nombreuses
spécialités. Ces applications en sciences fondamentales et appliquées sont innombrables. Nous
citons par exemple, l’électronique quantique (e.g., les lasers et leurs applications), l’explora-
tion des milieux hostiles ou lointains au moyen du rayonnement émis, absorbé et diffusé, la
résonance magnétique nucléaire (RMN) et applications à l’analyse chimique et à l’imagerie,
les horloges atomiques et GPS . . .

L’étude théorique de la diffusion des atomes ou des molécules par l’impact des particules
chargées représente l’un des domaines les plus importants de la physique des collisions. L’ana-
lyse des informations qu’apportent ces études joue un rôle essentiel pour la compréhension de
nombreux phénomènes naturels dans plusieurs domaines de la physique, tels que la biophy-
sique, la physique des plasmas et l’astrophysique.

L’ionisation des atomes par impact d’électrons est l’un des processus de base de la physique
atomique. Elle correspond à l’arrachement d’un ou plusieurs électrons de la cible en raison de
la collision entre celle-ci et un électron. Nous pouvons distinguer différents types d’ionisation,
il y a une ionisation simple, appelée processus (e, 2e), qui se produit lorsque l’ion résultant
quitte la région de collision avec une seule charge positive ; nous pouvons également avoir une
ionisation multiple où plusieurs électrons du cortège électronique sont éjectés et l’ion peut
avoir plusieurs charges positives. L’ionisation par impact électronique de systèmes atomiques,
ioniques ou moléculaires est l’un des processus importants de la physique collisionnelle, no-
tamment pour l’étude de la structure de la matière. Elle trouve également son application
dans divers domaines tels que l’astrophysique et la physique des plasmas [6]. En particulier,
l’ionisation simple par impact électronique s’est révélée être un outil puissant pour étudier
la structure des atomes et leur dynamique. L’ionisation des atomes d’hydrogène par impact
électronique est le processus d’ionisation fondamental le plus simple.

L’atome d’hydrogène est une cible idéale en raison de ses fonctions d’onde connues analy-
tiquement, mais c’est une cible particulièrement difficile à exploiter au niveau expérimental.
Comme l’atome d’hydrogène, l’hélium est un atome cible avantageux car sa structure élec-
tronique est suffisamment simple pour être manipulée théoriquement et peut facilement être
préparée comme atome cible dans les expériences de collision [7].

Dans cette deuxième partie, cependant, nous allons traiter seulement le cas d’une ionisation
simple de l’atome d’hydrogène à partir de son état métastable 2S en l’absence et en présence
du champ laser, lorsqu’il est bombardé par un électron d’énergie Ei supérieure au potentiel
d’ionisation.

Ces dernières années, une grande attention a été accordée aux aspects expérimentaux et
théoriques des processus de collision impliquant des atomes métastables. Ceci est principale-
ment dû au fait que les atomes dans les états métastables possèdent certaines propriétés telles
que de longues durées de vie, la capacité de transmettre de grandes quantités d’énergie [8],
de faibles potentiels d’excitation et d’ionisation et, par conséquent, de très grandes sections
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efficaces. Du point de vue des collisions, l’ionisation des atomes métastables est très impor-
tante pour comprendre les mécanismes qui se produisent dans les plasmas astrophysiques et
de fusion et dans les systèmes partiellement ionisés ; elle joue également un rôle majeur dans
le phénomène de décharge des gaz. En outre, les états métastables des atomes revêtent au-
jourd’hui une importance croissante dans de nombreux domaines de recherche, par exemple la
physique atomique froide, en particulier la condensation de Bose-Einstein, la nanolithographie
et la physique des lasers [9].

La quantité importante qui compte beaucoup dans les processus d’ionisation est la section
efficace différentielle triple (SEDT) qui est liée à la probabilité d’interaction et qui contient
toute l’information sur le processus concerné.

Il existe actuellement de nombreux modèles théoriques permettant de calculer les sections
efficaces de l’ionisation des atomes d’hydrogène à l’état fondamental et métastable à différentes
énergies cinétiques incidentes et dans différentes conditions cinématiques.

Malheureusement, l’ionisation à partir d’états métastables n’a pas été étudiée dans la même
mesure, surtout dans le régime relativiste, que l’ionisation à partir de l’état fondamental ; et
ceci est principalement dû au manque d’études expérimentales sur ce type d’ionisation. L’étude
de l’ionisation des atomes d’hydrogène à partir d’états métastables par des particules chargées
est désormais tout aussi intéressante et les résultats expérimentaux seront bientôt disponibles
dans ce domaine. En particulier, la SEDT pour le processus (e, 2e) a été largement étudiée
pour l’atome d’hydrogène à l’état fondamental, que ce soit au niveau théorique [10–17] ou
expérimental [18–20], tandis que pour l’ionisation à partir de l’état métastable, aucune mesure
de SEDT n’est encore disponible dans la littérature, bien que la section efficace totale (SET) ait
été mesurée beaucoup plus tôt [21,22]. Cependant, au niveau théorique, de nombreux calculs
ont été effectués sur la SEDT de l’atome d’hydrogène métastable H(2S) par impact électronique
[23–29], et des différences significatives ont été observées dans les structures de SEDT par
rapport à celle de l’ionisation de l’état fondamental. De plus, la SEDT dans la première
approximation de Born pour l’ionisation d’atomes d’hydrogène métastables à l’état 3S par des
électrons dans une géométrie coplanaire a été calculée par Dhar et al. dans [30], et en tenant
compte de l’effet d’échange par Noor et al. dans [31]. Tous ces calculs théoriques disponibles
dans la littérature à ce jour ont été effectués dans le cadre de la géométrie asymétrique et
à basses énergies. Les sections efficaces totales et différentielles pour l’ionisation par impact
électronique des ions hydrogénoïdes ont été calculées suivant une approche relativiste par
[32]. Une expression générale pour la SEDT théorique de l’ionisation des atomes par impact
électronique a été donnée très tôt par Huang dans [33].

Cette deuxième partie, comme la première, contient également trois chapitres. Le premier
contient les éléments théoriques de base nécessaires pour l’étude des réactions (e, 2e). Dans le
deuxième chapitre, nous présenterons une étude théorique de l’ionisation relativiste de l’atome
d’hydrogène à partir de son état métastable (2S) en l’absence d’un champ laser. Cette étude
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et ses résultats sont publiés dans Chinese Journal of Physics [34]. Dans le troisième chapitre,
nous étudions le même processus en présence d’un champ laser polarisé circulairement. L’article
scientifique de ce dernier chapitre est en cours de préparation.

Les unités atomiques ~ = me = e = 1, où me et e sont respectivement la masse et la charge
de l’électron, sont utilisées tout au long de cette deuxième partie.
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CHAPITRE II.1

ÉLÉMENTS THÉORIQUES DE RÉACTION (E, 2E)

Dans ce chapitre, nous présentons les outils théoriques de base nécessaires pour l’étude des
processus d’ionisation par impact électronique, appelés réactions (e, 2e).

1 Système d’unités atomiques

Pour simplifier les expressions des quantités physiques tout au long de cette partie, on va
utiliser les unités atomiques (u.a). Ces unités réduisent la masse me et la charge de l’électron
ainsi que la constante réduite de Planck (~ = h/2π) et la constante de Coulomb à l’unité :

~ = me = e =
1

4πε0
= 1, (1)

où ε0 est la permittivité du vide. Avec cette définition, on peut construire des quantités dont
la valeur est égale à 1 et qui possèdent la dimension physique de grandeurs fondamentales. On
obtient donc une unité atomique de la distance égale au rayon de Bohr a0 (a0 = ~/meαc) qui
est le rayon de la première orbite de l’atome d’hydrogène et une unité atomique de l’énergie
(énergie de Hartree, EH = α2mec

2), avec α est la constante de structure fine sans dimension
définie par :

α =
e2

4πε0~c
∼ 1

137.036
, (2)

ce qui donne pour la vitesse de la lumière dans le vide c :

c ' 137.036 u.a. (3)

Ainsi, l’unité atomique de mesure de l’énergie est : 1 u.a = 27.2116 eV. De même, on peut
donner une unité atomique de l’intensité, du champ électrique et de la fréquence :
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Pour l’intensité :

I =
E2
H

~a2
0

= 1 u.a ' 3.5× 1016 W/cm2. (4)

Pour le champ électrique :

E0 =
EH
ea0

= 1 u.a ' 0.5× 109 V/cm. (5)

Pour la fréquence :

ω =
EH
~
. (6)

2 Collision

Les interactions entre les particules sont étudiées par des expériences de diffusion dans
lesquelles un faisceau de particules bien défini peut interagir avec une cible et les produits de
la diffusion sont détectés et mesurés par des détecteurs situés à une distance macroscopique
de la cible. Lors d’une collision électronique, un faisceau d’électrons monocinétiques heurte
les électrons d’une cible atomique ou moléculaire. Durant ce processus, trois types de collision
peuvent se produire [1] :

1. Collision élastique : les deux particules initiales sont simplement dispersées sans
modification de leur structure interne :

A+B → A+B. (7)

2. Collision inélastique : les deux particules initiales subissent un changement de leur
état quantique interne qui se traduit par une excitation des particules initiales au cours
du processus de diffusion :

A+B → A′ +B′. (8)

3. Réaction : le système composite initial (A+B) se divise en deux particules qui diffèrent
de A et B :

A+B → C +D. (9)

Pour illustrer ces différents types de processus de collision, considérons un positron e+ incident,
avec une énergie supérieure au potentiel d’ionisation, sur un atome d’hydrogène dans son état
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fondamental. Les processus qui peuvent se produire sont les suivants :

e+ + H −→ e+ + H : Élastique,

−→ e+ + H∗ : Inélastique ou Excitation,

−→ e+ + H+ + e− : Ionisation ou Réaction.

(10)

Dans ce travail, nous nous intéressons uniquement aux processus d’ionisation et en particulier,
au processus d’ionisation de l’atome d’hydrogène à partir de son état métastable 2S.

3 Processus (e, 2e)

Ce processus consiste à envoyer à la cible atomique (e.g., H dans son état métastable 2S)
un électron appartenant à un faisceau électronique mono-énergétique. Dans la voie de sortie,
on a l’émission de deux électrons. Dans ce processus, il y a une ionisation directe d’un seul
électron où la plupart de l’énergie de l’électron incident est transférée à l’électron éjecté de la
cible. Il est d’usage de considérer l’électron le plus rapide comme étant le diffusé, et l’électron
le plus lent comme étant l’éjecté.
D’une façon générale, les processus d’ionisation simple d’un atome H(2S) par impact électro-
nique peuvent être représentés comme suit :

e−(Ei;
−→pi ) + H2S −→ H+ + e−(EB;−→pB) + e−(Ef ;

−→pf ), (11)

où H2S désigne la cible et H+ l’ion résiduel. Les indices i, f et B dans les impulsions −→p et
les énergies cinétiques (E = −→p 2/2) font références aux électrons incident, diffusé et éjecté
respectivement. Ainsi, la condition de conservation d’énergie donne :

Ei = Ef + EB + EI , (12)

avec EI = −3.4 eV est l’énergie d’ionisation de l’atome d’hydrogène de son état 2S. La condi-
tion de conservation d’impulsion donne :

−→pi = −→pf +−→pB. (13)

Au moment de la collision, une partie d’impulsion du projectile est transférée à la cible :

−→
4 = −→pi −−→pf . (14)

Cette quantité est connue par le transfert d’impulsion, ou précisément l’impulsion perdue par
l’électron rapide (diffusé). Dans le cas de la crête de Bethe, il n’y a pas de recul et toute
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l’impulsion sera transférée au seul électron éjecté
−→
4 = −→pB.

4 Section efficace différentielle d’ionisation

En général, la section efficace est une mesure de la probabilité d’un processus de diffusion.
Dans un processus classique (e.g., la lumière qui éclaire un objet), elle correspond à la surface
perpendiculaire au flux des projectiles qui décrit la zone d’interaction autour de la cible.
Cependant, même si cette analogie est parfois utile, la section efficace est plutôt identifiable à
la probabilité de diffusion et ne doit pas être confondue avec la vraie zone d’interaction, c’est-
à-dire l’endroit physique où l’interaction est ressentie. Donc, si l’interaction entre les particules
est plus importante, la section efficace augmente et la probabilité de diffusion en est d’autant
plus élevée [2]. L’unité de section efficace couramment utilisée au niveau subatomique est le
barn défini comme suit :

1 barn = 10−24 cm2 = 10−28 m2. (15)

Les collisions à hautes énergies ont des sections efficaces de l’ordre du picobarn
(1 pbarn = 10−12 barn = 10−40 m2) ou du femtobarn (1 fbarn = 10−15 barn = 10−43 m2).
Les résultats obtenus lors d’une expérience (e, 2e) sont représentés en termes de section
efficace. Cette quantité donne une mesure de la probabilité qu’un certain type de réaction
se produise. En réalité, lors d’une réaction, seule une fraction des particules émises est
mesurée, la détection étant limitée à une fenêtre spatiale ∆Ω et une fenêtre énergétique ∆E.
Les sections efficaces observées sont donc différentielles en énergie et/ou en angle pour les
électrons incident et/ou émis.

La section efficace totale décrit la réaction globale, elle tient compte de toutes les particules
sortantes à travers un angle solide Ω, puis intégrées sur tout l’espace.

Les sections efficaces différentielles donnent plus d’informations que celles totales puisque
elles sont dépendantes de l’énergie des particules et/ou de la direction dans laquelle ces par-
ticules sont éjectées et/ou diffusées.

4.1 Section efficace différentielle triple

La section efficace différentielle triple (SEDT) mesure la probabilité pour qu’un électron
incident d’énergie Ei entre en collision avec la cible atomique. L’électron diffusé et l’électron
éjecté sont détectés en coïncidence dans l’état final avec des énergies Ef et EB, respectivement,
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qui sont proches et dans la direction Ωf et ΩB. On la note :

σ(3) =
d3σ

dEBdΩBdΩf

. (16)

La SEDT fournit une description plus détaillée du processus d’ionisation simple. Elle est dite
complètement différentielle puisqu’elle fait intervenir tous les paramètres cinématiques entrant
en jeu, à savoir les énergies Ei, Ef et EB ainsi que les angles solides ΩB et Ωf .

5 Première approximation de Born

L’ordre correspondant à la série de Born représente le nombre d’interactions de la particule
incidente avec la cible. Pour Born 1 une seule interaction, deux fois pour Born 2 ... etc. Alors
la première approximation de Born consiste à retenir que le premier terme du développement
en négligeant la contribution des termes d’ordre supérieur. Cette approche développée par
Born [3] est l’une des approximations les plus utilisées pour le calcul des sections efficaces,
elle joue un rôle dominant dans l’étude des collisions atomiques. Dans cette approximation,
on suppose que le potentiel diffuseur décrivant l’interaction coulombienne du projectile avec
la cible est petit devant l’énergie totale de la cible ainsi que celle de l’électron incident ; il
peut par conséquent être considéré comme une perturbation. Dans cette approximation, les
particules incidentes et diffusées sont représentées par des ondes planes.
L’amplitude de diffusion devient en vertu de ce développement :

fbn =
n∑
j=1

f̃bj, (17)

où
f̃bj = −2π2 < φf | V | φj−1 >, j ≥ 1 (18)

représente la jième approximation de Born.
Pour la première valeur de j par exemple, on aura :

fb1 = f̃b1 = −2π2 < φf | V | φi >, (19)

avec fb1 est l’amplitude de diffusion dans la première approximation de Born. φi et φf sont,
respectivement, les fonctions d’ondes dans les états initial et final.
L’amplitude de diffusion est la quantité fondamentale pour la description du phénomène de
collision, mais le calcul de cette quantité présente un certain nombre de difficultés qui nécessite
des approximations pour son traitement. On trouve, parmi les approches les plus utilisées
pour éviter ces difficultés, l’approximation de Born. Jost [4] et Kohn [5] ont montré que cette
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approximation est valable pour des énergies de particules incidentes élevées par rapport au
potentiel d’ionisation des couches externes des cibles étudiées.

6 Cinématiques de la réaction (e,2e)

Toutes les réactions d’ionisation sont étudiées dans deux cadres géométriques. La première
est appelée géométrie asymétrique et la seconde est la géométrie symétrique, et chacune d’elles
peut être coplanaire ou non coplanaire. Dans les géométries asymétriques, un électron rapide
d’énergie Ei est incident sur l’atome cible, et un électron diffusé rapide est détecté en coïn-
cidence avec un électron éjecté lent. Ce type d’expérience a été réalisé pour la première fois
par Ehrhardt et al. [6]. Les géométries symétriques, qui sont définies par l’exigence que les
deux électrons sortants soient détectés avec les mêmes énergies et des angles de diffusion et
d’éjection égaux (i.e., Ef ' EB et θf ' θB ), ont été introduites par Amaldi et al. [7]. En
géométrie coplanaire, les trois impulsions pi, pf et pB sont dans le même plan, alors qu’en
géométrie non coplanaire l’impulsion pB est hors du plan (pi, pf ) (voir la Fig. (1)).

Figure 1 – Schéma de la géométrie coplanaire choisie pour notre étude théorique. θf et θB
sont, respectivement, les angles des électrons diffusés et éjectés par rapport à la direction du
faisceau incident pi. Pour les géométries symétriques coplanaires, θf ' θB.

7 Atome d’hydrogène

L’étude de l’atome d’hydrogène a une grande importance historique. Ce fut Bohr qui
décrivit, dès 1910, un premier modèle semi-empirique de l’atome d’hydrogène permettant de
trouver les niveaux d’énergie de l’électron dans cet atome et d’en déduire les longueurs d’onde
du spectre expérimental. En 1926, Erwin Schrödinger écrivit sa fameuse équation pour l’atome
d’hydrogène. Il montra que les solutions de cette équation permettaient de retrouver les valeurs
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des niveaux d’énergie obtenus par Bohr. L’équation de Schrödinger allait rapidement servir
de fondement à la mécanique quantique en étant généralisée à tous les systèmes.

Dans cette section, nous allons nous intéresser à l’atome d’hydrogène, le plus simple des
atomes, constitué d’un seul électron et d’un proton. En plus de son caractère fondamental,
son étude présente de nombreux intérêts :
− L’atome d’hydrogène est de loin le plus abondant des éléments dans l’univers,
− De nombreux systèmes ont une constitution analogue :
− Les isotopes deutérium, tritium,
− Le positronium (e+ ; e−), .....
− Les ions qui ne contiennent qu’un seul électron (He+, Li2+, ...U91+...).

− De nombreux atomes excités peuvent être considérés comme constitués d’un cœur conte-
nant le noyau et tous les électrons sauf un, et d’un électron périphérique interagissant
avec ce cœur via un potentiel en grande partie assimilable à un potentiel en 1/r.

7.1 Équation d’onde de Schrödinger

L’équation de Schrödinger pour l’atome d’hydrogène sera écrite en faisant l’approximation
que le noyau (dont la masse est 1836 fois celle de l’électron) constitue le centre de gravité du
système où il est immobile, ce qui revient à négliger son énergie cinétique. L’énergie cinétique
de l’atome se réduit donc à celle de l’électron ; il lui est associé l’opérateur

− ~2

2m
∆, (20)

avec m est la masse de l’électron. L’énergie potentielle de l’atome, de nature purement élec-
trostatique, s’écrit en fonction de la distance r de l’électron au noyau

V = − 1

4πε0

e2

r
. (21)

L’équation de Schrödinger en système international et en coordonnées cartésiennes s’écrit :

− ~2

2m
∆Ψ(x, y, z)− 1

4πε0

e2√
x2 + y2 + z2

Ψ(x, y, z) = EΨ(x, y, z). (22)

En unité atomique (~ = e = m = 1), cette équation devient sous la forme :

− 1

2
∆Ψ(x, y, z)− 1√

x2 + y2 + z2
Ψ(x, y, z) = EΨ(x, y, z). (23)

Cette équation est résolue par le passage aux coordonnées sphériques, adaptées à la symétrie
sphérique du système.
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La transformation du Laplacien en coordonnées sphériques, en unité atomique, conduit à
l’expression suivante de Ĥ :

Ĥ = −1

2

1

r2

[
∂

∂r
(r2 ∂

∂r
) +

1

sin(θ)

∂

∂θ
(sin(θ)

∂

∂θ
) +

1

sin2(θ)

∂2

∂φ2

]
− 1

r
. (24)

On peut mesurer simultanément une composante du moment cinétique orbital L et son carrée
L2. On a pour cette composante Lz :

L̂z = −i~ ∂

∂φ
,

L̂2 = −~2

[
1

sin(θ)

∂

∂θ
(sin(θ)

∂

∂θ
) +

1

sin2(θ)

∂2

∂φ2

]
.

(25)

L’opérateur Ĥ prend alors la forme :

Ĥ = −1

2

1

r2

[
∂

∂r
(r2 ∂

∂r
)− L̂2

]
− 1

r
. (26)

Les trois opérateurs Ĥ, L̂2 et L̂z commutent : ils ont un ensemble commun de fonctions propres
Ψ(r, θ, φ).

8 Fonctions d’onde de l’atome d’hydrogène

8.1 Fonctions d’onde semi-relativistes de Darwin de l’état 2S1/2

La fonction d’onde de Darwin, dans le cas où Zα� 1, est donnée par :

ϕ(±)(r) = (1− i~
2c
~α∇̂)U (±)ϕ2s1/2(r), (27)

avec ϕ2s1/2(r) est la fonction d’onde de l’atome dans le cas non relativiste donnée par :

ϕ2s1/2(r) =
1

4
√

2π
(2− r)e−r/2. (28)

U (+) et U (−) sont les quadri-composantes pour la particule avec spin Up et Down respective-
ment, telles que :

U (+) =

(
U+

1

U+
2

)
=


1

0

0

0

 , U (−) =

(
U−1

U−2

)
=


0

1

0

0

 , et ~α =

(
0 ~σ

~σ 0

)
. (29)
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Après calcul, on trouve l’état ϕ(+)(r) (pour le spin Up) sous la forme :

ϕ(+)(r) =


2− r

0
i(4− r)

4cr
z

(r−4)
4cr

(y − ix)


e−r/2

4
√

2π
. (30)

8.2 Fonction d’onde relativiste exacte de l’atome d’hydrogène

Dans cette section, on présente les résultats de la construction de la fonction d’onde de
l’atome d’hydrogène, qui sont détaillés dans les références [8]. On considère l’électron dans le
potentiel Coloumbien du noyau, l’équation de Dirac s’écrit :

HD = cα̂p̂+ β̂mc2 + V (r) ; V (r) = −Zα
r
. (31)

On cherche la solution sous la forme :

ψjmj(r, t) =

(
φj,`,mj(r, t)

χj,`′,mj(r, t)

)
. (32)

On pose alors :

ψjmj(r, t) =

(
ig(r)Ωj,`,mj(r̂, t)

−f(r)Ωj,`′,mj(r̂, t)

)
. (33)

On définit le nombre quantique κ par :

κ =

−(`+ 1) = −(j + 1
2
) pour j = `+ 1,

` = j + 1
2

pour j = `− 1
2
.

(34)

On a |κ| = j + 1/2, alors j = |κ| − 1/2.
Les équations différentielles couplées, pour les fonction radiales f(r) et g(r) de l’équation de
Dirac dans le cas d’un potentiel à symétrie sphérique, sont données par :

dg(r)

dr
+

1 + κ

r
g(r)− 1

~c
[
E +mc2 − V (r)

]
f(r) = 0, (35)

df(r)

dr
+

1− κ
r

f(r) +
1

~c
[
E −mc2 − V (r)

]
g(r) = 0. (36)

Si on effectue les substitutions suivantes :

ρ = 2λr, λ =
(m2c4 − E2)

~c
, γ =

√
κ2 − (Zα)2, (37)
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le système d’équations différentielles devient comme suit :

dg(ρ)

dρ
+

1 + κ

ρ
g(ρ)− (E +mc2)

2~cλ
f(ρ)− Zα

ρ
f(ρ) = 0, (38)

df(ρ)

dρ
+

1− κ
ρ

f(ρ) +
(E −mc2)

2~cλ
g(ρ)− Zα

ρ
g(ρ) = 0. (39)

On cherche une solution de ces équations sous la forme :

g(ρ) =
√
mc2 + Eργ−1 exp(−ρ/2) (ϕ1(ρ) + ϕ2(ρ)) , (40)

f(ρ) = −
√
mc2 + Eργ−1 exp(−ρ/2) (ϕ1(ρ)− ϕ2(ρ)) . (41)

Les solutions qui restent finies, en ρ = 0, sont les fonctions hypergéométriques confluentes [9] :

ϕ1(ρ) = A 1F1(γ − ZαE

~cλ
, 2γ + 1, ρ), (42)

ϕ2(ρ) = B 1F1(γ + 1− ZαE

~cλ
, 2γ + 1, ρ), (43)

avec
B = − (γ − ZαE/~cλ)

(k − Zαmc2/~cλ)
A. (44)

Les fonction f(ρ) et g(ρ) donnent des solutions inacceptables (infinies) lorsque ρ −→ ∞. Par
conséquent, le premier paramètre dans les deux fonctions hypergéométriques doit être nul ou
un entier négatif, nous avons donc :

γ − ZαE

~cλ
= −nr, nr = 1, 2, 3, ... (45)

Pour nr = 0, on a

γ =
ZαE

~cλ
=⇒ γ2 = κ2 − Z2α2 =

(ZαE)2

(~cλ)2
,

κ2 =
(Zαmc2)2

(~cλ)2
=⇒ |κ| = Zαmc2

~cλ
. (46)

Les valeurs admises pour le nombre quantique radial nr sont :

nr = 0, 1, 2, 3, ..... pour κ < 0, (47)

nr = 1, 2, 3, ..... pour κ > 0. (48)

De la relation (45), l’énergie s’écrit :

Enr = mc2

[
1 +

(Zα)2

(γ + nr)2

]1/2

. (49)
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Le nombre quantique principal est défini par : n = nr + |κ| = nr + j+ 1/2 avec n = 1, 2, 3, .....,

et κ = ±(j + 1/2) = ±1,±2,±3, .....
L’expression de l’énergie devient :

Enr = mc2

[
1 +

(Zα)2

(n− j − 1/2 +
√

[(j + 1/2)2 − Z2α2]2

]−1/2

. (50)

Pour trouver l’expression complète des fonctions radiales g et f , on doit normaliser les fonctions
d’onde ψ (on impose à g(r) et f(r) d’être normalisées) telles que :∫ ∞

0

ψ+ψdr = 1, (51)

avec

ψ =

(
ig(r)Ωj,`,mj(r̂, t)

−f(r)Ωj,`′,mj(r̂, t)

)
. (52)

Il est immédiat de voir que : ∫ ∞
0

r2(g2(r) + f 2(r)) dr = 1, (53)

où l’expression complète de g(r) et f(r) est donnée par :

g(r) = (2λ)3/2

Γ(2γ+1)

{
(mc2+E)

4mc2
Γ(2γ+1+nr)

(Zαmc
2

~cλ )(Zαmc
2

~cλ −k)nr!

}1/2

exp(−ρ/2)ργ−1 (54)

×
{

(Zαmc
2

~cλ − k) 1F1(−nr, 2γ, ρ)− nr 1F1(1− nr, 2γ + 1, ρ)
}
,

et

f(r) = (2λ)3/2

Γ(2γ+1)

{
(mc2−E)

4mc2
Γ(2γ+1+nr)

(Zαmc
2

~cλ )(Zαmc
2

~cλ −k)nr!

}1/2

exp(−ρ/2)ργ−1 (55)

×
{

(Zαmc
2

~cλ − k) 1F1(−nr, 2γ, ρ) + nr 1F1(1− nr, 2γ + 1, ρ)
}
.

Pour le spectre continu E > mc2, les fonctions radiales g(r) et f(r) se déduisent à partir des
fonctions précédentes par substituions :

√
mc2 − E −→ −i

√
E −mc2, λ −→ −ip, −nr −→ γ − iZαE

~cp
. (56)

ν =
ZαE

~cp
, exp(−i2ζ) =

(γ − iν)

(k − iZαmc2~cp

, Q = 1F1(γ − iν, 2γ + 1,−2ipr). (57)
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Finalement, et après un long calcul, les fonctions f(r) et g(r) sont données par :

f(r) = 23/2

√
E +mc2

E
eπν/2

|Γ(γ + 1 + iν)|
Γ(2γ + 1)

(2pr)γ−1

r
=m(ei(pr+ζ)Q), (58)

g(r) = 23/2

√
E −mc2

E
eπν/2

|Γ(γ + 1 + iν)|
Γ(2γ + 1)

(2pr)γ−1

r
<e(ei(pr+ζ)Q). (59)

Les fonctions propres normalisées qui correspondent au spin down et au spin up pour l’atome
d’hydrogène sont données par :

ψn=1,j=1/2,m=1/2(r, θ, ϕ) = ψn=1,j=1/2,↑(r, θ, ϕ) =

(
ig(r)Y1/2,0,1/2(θ, ϕ)

−f(r)Y1/2,1,1/2(θ, ϕ)

)
, (60)

avec les harmoniques sphériques sont définies par :

Y1/2,0,1/2(θ, ϕ) =

(
Y0,0(θ, ϕ)

0

)
=

1√
4π

(
1

0

)
, (61)

Y1/2,1,1/2(θ, ϕ) =
1√
3

(
−Y1,0(θ, ϕ)√

2Y1,1(θ, ϕ)

)
= − 1√

4π

(
cos(θ)

sin(θ)eiϕ

)
. (62)

Ainsi, la fonction d’onde pour l’état 1s1/2 de spin up est donnée par :

ψn=1,j=1/2,↑(r, θ, ϕ) =
1√
2


ig(r)

0

f(r) cos θ

f(r) sin θeiϕ

 , (63)

de même la fonction d’onde pour le spin down est donnée par :

ψn=1,j=1/2,↓(r, θ, ϕ) =
1√
2


0

ig(r)

f(r) sin θeiϕ

−f(r) cos θ

 . (64)

Pour l’état fondamental n = 1, κ = −1 on a γ =
√
κ2 − Z2α2 =

√
1− Z2α2, les fonctions

g1s1/2(r) et f1s1/2(r) sont données par :

g1s1/2(r) =

(
2Zαmc2

~c

)3/2
√

(1 + γ)

2Γ(2γ + 1)

(
2Zαmc2r

~c

)γ−1

exp(
−Zαmc2

~c
r), (65)
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f1s1/2(r) = −
(

2Zαmc2

~c

)3/2
√

(1 + γ)

2Γ(2γ + 1)

(
2Zαmc2r

~c

)γ−1

exp(
−Zαmc2

~c
r)

(
1− γ
Zα

)
. (66)

Pour l’état métastable H(2S), la fonction d’onde exacte relativiste est exprimée par :

ϕ
(+),2S
Exact (r2) =

1

2
√

4π

(2Z)γH+1/2

aγH+1
2S

√
2γH + 1

(a2S + 1)Γ(2γH + 1)
rγH−1

2 e−Zr2/a2S

×


ig2S1/2

(r2)

0

f2S1/2
(r2) cos(θ)

f2S1/2
(r2) sin(θ)eiφ

 ,

(67)

où θ et φ sont les coordonnées sphériques de r2. Les deux quantités g2S1/2
(r2) et f2S1/2

(r2) sont
telles que :

g2S1/2
(r2) =

√
1 +

Zα√
2(1− γH)

[(
1− 2Zr2

a2S(2γH + 1)

)(
a2S + 1

)
− 1

]
,

f2S1/2
(r2) =

√
1− Zα√

2(1− γH)

[(
1− 2Zr2

a2S(2γH + 1)

)(
a2S + 1

)
+ 1

]
,

(68)

où Z est le numéro atomique, et les deux paramètres γH et a2S sont donnés par :

γH =
√

1− Z2α2,

a2S =
√

2(γH + 1),
(69)

avec α = 1/c est la constante de structure fine.

78



BIBLIOGRAPHIE

[1] C. J. Joachain, Quantum Collision Theory, North-Holland Publishing Company Amster-
dam, 1975.

[2] L. Marleau, Introduction à la Physique des Particules, Université Laval, Québec, Canada,
2018.

[3] M. Born, Z. Phys. 38, 803 (1926).

[4] R. Jost and A. Pais, Phys. Rev. 82, 840 (1951).

[5] W. Kohn, Phys. Rev. 87, 539 (1952) ; Rev. Mod. Phys. 26, 292 (1954).

[6] H. Ehrhardt, M. Schulz, T. Tekaat and K. Willmann, Phys. Rev. Lett. 22, 89 (1969).

[7] U. Amaldi, A. Egidi, R. Marconero and G. Pizzella, Rev. Sci. Instrum. 40, 1001 (1969).

[8] J. D. Bjorken and S. D. Drell, Relativistic Quantum Mechanics (Mac Graw Hill, New
York, 1964) ; C. Itzykson and J. B. Zuber, Quantum field Theory (Mac Graw Hill, New
York, 1985).

[9] M. Abramowitz and I. A. Stegun, Handbook of Mathematical Functions (New York :
Dover, 1968).

79



CHAPITRE II.2

IONISATION DE L’ATOME D’HYDROGÈNE H(2S) PAR
IMPACT D’ÉLECTRONS EN L’ABSENCE DU CHAMP LASER

1 Introduction

Dans ce chapitre, nous allons traiter l’ionisation relativiste simple de l’atome d’hydrogène
à partir de son état métastable 2S en l’absence du champ laser, lorsqu’il est bombardé par
un électron d’énergie Ei supérieure au potentiel d’ionisation. Dans la zone de collision, deux
électrons émergent avec des énergies Ef et EB. Même si ces deux électrons ne peuvent être
distingués, il est commode d’appeler l’électron le plus rapide "électron diffusé" et le plus lent
"électron éjecté".

À notre connaissance, il n’y a pas d’étude disponible sur l’ionisation de l’atome d’hydro-
gène à partir de son état 2S métastable en utilisant le formalisme relativiste à hautes énergies.
Ce travail aborde, pour la première fois, une étude théorique et un calcul analytique de l’ioni-
sation de l’atome d’hydrogène à partir de son état 2S métastable à des énergies élevées dans
des géométries coplanaires symétriques et asymétriques en tenant compte des effets du spin
et de la relativité. Dans la géométrie coplanaire asymétrique, nous présentons l’approximation
SRCBA (semirelativistic Coulomb Born approximation) pour la description de l’ionisation de
l’atome d’hydrogène par impact électronique dans la première approximation de Born. Dans
cette approximation, les électrons incidents et diffusés sont décrits par des fonctions d’onde
planes relativistes de Dirac, tandis que l’électron éjecté est décrit par une fonction d’onde
coulombienne semi-relativiste de Sommerfeld-Maue et que l’atome d’hydrogène, dans son état
métastable, est décrit par la fonction d’onde semi-relativiste de Darwin. La SEDT obtenue dans
l’approximation SRCBA sera comparée à celle correspondante dans l’approximation NRCBA
(nonrelativistic Coulomb Born approximation). Dans la géométrie coplanaire symétrique, nous
présentons le formalisme relativiste de la réaction (e, 2e) dans l’approximation RPWBA (re-
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lativistic plane wave Born approximation), où les électrons incidents, diffusés et éjectés sont
décrits par des ondes planes relativistes, et l’atome d’hydrogène dans son état 2S est décrit par
la fonction d’onde exacte relativiste, et elle sera comparée, dans le domaine non relativiste,
avec l’approximation NRPWBA (nonrelativistic plane wave Born approximation).

Nous confirmons ici que ce travail est en fait une extension d’un travail publié en 2005 [1],
dans lequel, pour la première fois, le modèle SRCBA a été appliqué à l’état fondamental de
l’atome d’hydrogène et a prouvé sa validité par rapport aux résultats expérimentaux et aux
résultats d’autres approches théoriques. Un calcul détaillé de la SEDT dans l’état fondamental
de l’atome d’hydrogène a également été présenté, sur la base d’un formalisme relativiste, dans
l’article [2], et sa validité a été vérifiée par la comparaison avec le modèle NRPWBA dans
le domaine non relativiste en raison de l’absence de résultats à hautes énergies. Si ces ap-
proximations ont donné de bons résultats dans l’état fondamental de l’atome d’hydrogène, on
s’attend à ce que les résultats obtenus dans l’état métastable 2S soient également satisfaisants
et valables.

La seule différence entre ce travail et le précédent [1, 2] réside dans la fonction d’onde qui
décrit l’atome d’hydrogène dans tous les modèles calculés. Cette seule différence est capable
de changer complètement le calcul et de donner lieu à de nouvelles intégrales analytiquement
complexes.

Nous soulignons ici que notre objectif dans ce travail n’est pas exactement d’étudier le pro-
cessus d’ionisation dans le régime non relativiste, mais plutôt de l’étudier à hautes énergies en
appliquant le formalisme relativiste de Dirac. Ainsi, l’approximation NRCBA que nous avons
calculé ici n’est qu’un moyen pour vérifier la SEDT obtenue dans l’approximation SRCBA.

De nombreuses approches relativement complexes sont appliquées à l’étude du processus
d’ionisation dans le domaine non relativiste. Nous mentionnons ici, à titre d’exemple, la théorie
R-matrix (RM) [3], la méthode CCC (Convergent Close-Coupling) [4], et l’approximation
DWBA (distorted-wave Born approximation) [5].

Étant donné que notre objectif est d’étudier cette réaction à des énergies élevées, nous
avons décidé de nous contenter, dans le domaine non relativiste, de l’application du modèle
NRCBA en raison de la simplicité relative de sa fonction d’onde coulombienne. On rappelle ici
que, dans tous nos calculs dans les différentes approximations, nous n’avons pas tenu compte
de l’ion résiduel H+, ni des effets d’échange (puisque nous travaillons à des énergies élevées
dans lesquelles les effets d’échange sont négligeables) ou des diverses interactions qui peuvent se
produire entre les deux électrons finaux. Nous avons constaté que les effets relativistes et ceux
du spin deviennent de plus en plus importants lorsque l’énergie de l’électron incident augmente.
Tous les tests numériques nécessaires pour vérifier la validité des résultats analytiques que nous
avons trouvés ont été effectués avec un très bon degré de précision. Ce chapitre est structuré
de la manière suivante. Dans la section 2, nous présentons les différents modèles théoriques
dans les géométries coplanaires asymétriques et symétriques et donnons, pour chaque modèle,
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un descriptif détaillé des techniques que nous avons utilisées pour évaluer la SEDT. Dans
la section 3, nous discutons les résultats numériques que nous avons obtenus dans chaque
géométrie. Enfin, la section 4 est consacrée aux conclusions.

2 Modèles théoriques

Considérons une collision entre un atome d’hydrogène dans son état métastable 2S et
un électron incident se déplaçant le long de l’axe z. À la suite de cette collision, l’atome
d’hydrogène devient ionisé et l’électron projectile change son impulsion de pi à pf . Dans l’état
final, deux électrons (diffusés et éjectés) émergent avec quadri-impulsions pf et pB. Cette
réaction peut être décrite, symboliquement, comme suit :

e−(pi) + H(2S) −→ H+ + e−(pB) + e−(pf ). (1)

Au cours de ce travail, nous étudierons le processus (1) sous deux géométries différentes.
Nous commencerons d’abord par la géométrie coplanaire asymétrique, puis dans un deuxième
temps par la géométrie coplanaire symétrique. Le calcul détaillé de chaque SEDT dans chaque
géométrie sera présenté.

2.1 Géométrie coplanaire asymétrique

On rappelle que dans le cas de la géométrie asymétrique coplanaire d’Ehrhardt, un électron
rapide d’énergie cinétique Ti est incident sur la cible d’hydrogène, et un électron rapide diffusé
d’énergie cinétique Tf est détecté en coïncidence avec un électron lent éjecté d’énergie cinétique
TB. De plus, les trois impulsions pi, pf et pB sont dans le même plan et l’angle de diffusion
θf de l’électron diffusé est fixe et petit, tandis que l’angle θB de l’électron éjecté varie. Dans
cette géométrie, nous calculons étape par étape l’expression analytique exacte de la SEDT
semirelativiste de spin non polarisé dans l’approximation SRCBA correspondant à l’ionisation
par impact électronique de l’hydrogène atomique dans son état 2S métastable.

2.1.1 Élément de matrice S

Nous commençons par l’élément de matrice S d’ionisation dans la première approximation
de Born pour le processus (1) dans le canal direct où les effets d’échange sont négligés. Il peut
être écrit comme suit [6]

Sfi = − i
c

∫ +∞

−∞
dx0〈ψpf (x1)φf (x2)|Vd|ψpi(x1)φi(x2)〉,

= −i
∫ +∞

−∞
dt

∫
dr1ψ

†
pf

(t, r1)ψpi(t, r1)〈φf (x2)|Vd|φi(x2)〉.
(2)
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Ici, le potentiel Vd = 1/r12 − 1/r1 présente l’interaction directe entre l’électron incident et
l’atome d’hydrogène, où r12 = |r1− r2| et r1 = |r1|. Le noyau de l’atome cible, qui est supposé
être infiniment massif, est choisi comme origine du système de coordonnées. Les coordonnées
des électrons incidents et atomiques sont désignées par r1 et r2, respectivement. ψpi et ψpf
sont les fonctions d’onde décrivant, respectivement, les électrons incidents et diffusés. Elles
sont données par une solution libre de Dirac normalisée au volume V :

ψpi(x1) =
u(pi, si)√

2EiV
e−ipi.x1 ; ψpf (x1) =

u(pf , sf )√
2EfV

e−ipf .x1 , (3)

où Ei et Ef sont, respectivement, les énergies totales des électrons incidents et diffusés. φi(x2) =

φi(t, r2) est la fonction d’onde semirelativiste de Darwin de l’hydrogène atomique dans son
état 2S métastable, qui est exacte à l’ordre de Z/c dans les corrections relativistes. Elle est
donnée par

φi(t, r2) = exp[−iEb(2S)t]ϕ
(±)
2S (r2), (4)

où Eb(2S) est l’énergie de liaison de l’état 2S métastable de l’hydrogène atomique donnée par

Eb(2S) =
c2

√
2

√
1 +
√

1− α2 − c2, (5)

où α = 1/c est la constante de structure fine. Pour le spin up, ϕ(+)
2S (r2) est exprimée par

ϕ
(+)
2S (r2) = ND2


2− r2

0
i(4−r2)

4c
cos(θ)

i(4−r2)
4c

sin(θ)eiφ

 1

4
√

2π
e−r2/2, (6)

où θ et φ sont les coordonnées sphériques de r2, et

ND2 =
4c√

32c2 + 10
(7)

est la constante de normalisation. La fonction d’onde φf (x2) = φf (t, r2) dans l’Eq. (2) est la
fonction d’onde de Sommerfeld-Maue pour les états continus [6], également exacte à l’ordre
Z/c dans les corrections relativistes. On a

φf (t, r2) = e−iEBtψ(−)
pB

(r2), (8)
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où ψ(−)
pB (r2) est donnée, dans sa forme compacte finale normalisée au volume V , par

ψ(−)
pB

(r2) = eπηB/2Γ(1 + iηB)eipB .r2
{

1F1(−iηB, 1,−i(pBr2 + pB.r2)) +
i

2cpB
(α.pB + pBα.r̂2)

1F1(−iηB + 1, 2,−i(pBr2 + pB.r2))

}
u(pB, sB)√

2EBV
.

(9)

ηB est le paramètre de Sommerfeld donné par

ηB =
EB
c2pB

, (10)

où EB est l’énergie totale de l’électron éjecté et pB = |pB| est la norme de l’impulsion de l’élec-
tron éjecté. Dans l’Eq. (9), l’opérateur [α.pB] agit sur le spineur libre u(pB, sB) et l’opérateur
[α.r̂2] agit sur la partie radiale de la fonction d’onde de Darwin.
L’intégrale sur le temps dans l’Eq. (2) peut être résolue pour donner∫

dt exp[i(Ef + EB − Ei − Eb(2S))t] = 2πδ(Ef + EB − Ei − Eb(2S)), (11)

tandis que l’intégration sur dr1 peut être effectuée en utilisant l’intégrale de Bethe suivante∫
dr1e

i(pi−pf ).r1

(
1

r12

− 1

r1

)
=

4π

∆2
(ei∆.r2 − 1), (12)

où la quantité ∆ = pi − pf est le transfert d’impulsion.
L’élément direct de la matrice S dans l’Eq. (2) devient

Sfi = −i
∫
dr2

ū(pf , sf )√
2EfV

γ0u(pi, si)√
2EiV

{
1F1(iηB, 1, i(pBr2 + pB.r2))− i

2cpB
(α.pB

+ pBα.r̂2)1F1(iηB + 1, 2, i(pBr2 + pB.r2))

}
ū(pB, sB)γ0

√
2EBV

ϕ
(+)
2S (r2)e−ipB .r2(ei∆.r2 − 1)

× 8π2

∆2
δ(Ef + EB − Ei − Eb(2S))eπηB/2Γ(1− iηB).

(13)

Cet élément de matrice S contient deux termes, S(1)
fi et S(2)

fi . Le premier est donné par

S
(1)
fi = −i

∫
dr2

ū(pf , sf )√
2EfV

γ0u(pi, si)√
2EiV

ū(pB, sB)γ0

√
2EBV

{
1F1(iηB, 1, i(pBr2 + pB.r2))

}
ϕ

(+)
2S (r2)

× e−ipB .r2(ei∆.r2 − 1)
8π2

∆2
δ(Ef + EB − Ei − Eb(2S))eπηB/2Γ(1− iηB).

(14)
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Ce premier terme peut être reformulé sous la forme suivante :

S
(1)
fi = −i[H1(q = ∆− pB)−H1(q = −pB)]

ū(pf , sf )√
2EfV

γ0u(pi, si)√
2EiV

ū(pB, sB)γ0

√
2EBV

× 8π2

∆2
δ(Ef + EB − Ei − Eb(2S))eπηB/2Γ(1− iηB),

(15)

où H1(q) est donné par

H1(q) =

∫
dr2e

iq.r2
1F1(iηB, 1, i(pBr2 + pB.r2))ϕ

(+)
2S (r2). (16)

Selon l’expression de ϕ(+)
2S (r2) donnée dans l’Eq. (6), H1(q) peut être écrit comme

H1(q) =
ND2

4
√

2π
(I1, 0, I2, I3)T , (17)

et il faut évaluer l’intégrale

I1 =

∫
dr2(2− r2)e−r2/2eiq.r21F1(iηB, 1, i(pBr2 + pB.r2)). (18)

Dans cette intégrale, on est confronté à la tâche d’évaluer deux types d’intégrales, dont l’une
est

I ′1 = 2

∫
dr2e

−r2/2eiq.r21F1(iηB, 1, i(pBr2 + pB.r2)), (19)

et l’autre est
I ′′1 =

∫
dr2r2e

−r2/2eiq.r21F1(iηB, 1, i(pBr2 + pB.r2)). (20)

Afin d’évaluer les deux intégrale I ′1 et I ′′1 , on fait appel à l’intégrale bien connue [7]

I(λ) =

∫
dreiq.r

e−λr

r
1F1(iηB, 1, i(pBr2 + pB.r2)),

=
4π

q2 + λ2
exp

[
iηB ln

(
q2 + λ2

q2 + λ2 + 2q.pB − 2iλpB

)]
,

(21)

où λ est une variable réelle. En regardant les expressions des intégrales I ′1 et I ′′1 ci-dessus, il
devient clair qu’elles sont, respectivement, les dérivées première et seconde de l’intégrale I(λ).
Cela donne

I ′1 = 2

(
− ∂I(λ)

∂λ

)∣∣∣∣
λ=1/2

, (22)

I ′′1 =

(
∂2I(λ)

∂λ2

)∣∣∣∣
λ=1/2

. (23)
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Les autres intégrales I2 et I3 dans (17) peuvent être résolues en notant que

cos(θ)eiq.r2 = − i

r2

∂

∂qz
eiq.r2 , (24)

et
sin(θ)eiφeiq.r2 = − i

r2

(
∂

∂qx
+ i

∂

∂qy

)
eiq.r2 . (25)

Ainsi, on obtient finalement

I2 =
1

c

∂

∂qz

[
I(λ) +

1

4

∂I(λ)

∂λ

]∣∣∣∣
λ=1/2

,

I3 =
1

c

[
∂

∂qx
+ i

∂

∂qy

][
I(λ) +

1

4

∂I(λ)

∂λ

]∣∣∣∣
λ=1/2

.

(26)

Le deuxième terme dans l’élément de matrice S donné dans l’Eq. (13) est

S
(2)
fi = S

(2),1
fi + S

(2),2
fi , (27)

avec

S
(2),1
fi = −

∫
dr2

ū(pf , sf )√
2EfV

γ0u(pi, si)√
2EiV

1

2cpB

ū(pB, sB)γ0

√
2EBV

[
γ0EB

c
− /pB

]
ϕ

(+)
2S (r2)

× 1F1(iηB + 1, 2, i(pBr2 + pB.r2))e−ipB .r2(ei∆.r2 − 1)

× 8π2

∆2
δ(Ef + EB − Ei − Eb(2S))eπηB/2Γ(1− iηB),

(28)

et

S
(2),2
fi = −

∫
dr2

ū(pf , sf )√
2EfV

γ0u(pi, si)√
2EiV

1

2c

ū(pB, sB)γ0

√
2EBV

ϕ
′(+)
2S (r2)1F1(iηB + 1, 2, i(pBr2 + pB.r2))

× e−ipB .r2(ei∆.r2 − 1)
8π2

∆2
δ(Ef + EB − Ei − Eb(2S))eπηB/2Γ(1− iηB).

(29)

L’opérateur [α.pB] dans l’Eq. (28) est remplacé par
[
γ0EB

c
− /pB

]
, et dans l’Eq. (29) ϕ

′(+)
2S (r2)

est donné par

ϕ
′(+)
2S (r2) = [α.r̂2]ϕ

(+)
2S (r2) =

ND2

4
√

2π
e−r2/2


i(4−r2)

4c

0

(2− r2) cos(θ)

(2− r2) sin(θ)eiφ

 . (30)
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S
(2),1
fi peut être reformulé sous la forme suivante

S
(2),1
fi = −[H2(q = ∆− pB)−H2(q = −pB)]

ū(pf , sf )√
2EfV

γ0u(pi, si)√
2EiV

1

2cpB

ū(pB, sB)γ0

√
2EBV

×
[
γ0EB

c
− /pB

]
8π2

∆2
δ(Ef + EB − Ei − Eb(2S))eπηB/2Γ(1− iηB),

(31)

où H2(q) est l’intégrale exprimée par

H2(q) =

∫
dr2e

iq.r2
1F1(iηB + 1, 2, i(pBr2 + pB.r2))ϕ

(+)
2S (r2). (32)

En remplaçant la fonction de Darwin dans l’Eq. (32) par son expression (6), on obtient

H2(q) =
ND2

4
√

2π
(J1, 0, J2, J3)T , (33)

où

J1 =

∫
dr2e

iq.r2e−r2/2(2− r2)1F1(iηB + 1, 2, i(pBr2 + pB.r2)),

J2 =
i

4c

∫
dr2e

iq.r2e−r2/2(4− r2) cos(θ)1F1(iηB + 1, 2, i(pBr2 + pB.r2)),

J3 =
i

4c

∫
dr2e

iq.r2e−r2/2(4− r2) sin(θ)eiφ1F1(iηB + 1, 2, i(pBr2 + pB.r2)).

(34)

Pour évaluer ces trois intégrales, nous introduisons une nouvelle intégrale qui a été calculée
analytiquement par Attaourti et al. dans [1] :

J(λ) =

∫
dreiq.r

e−λr

r
1F1(iηB + 1, 2, i(pBr2 + pB.r2)),

=
4π

(q2 + λ2)
2F1

(
iηB + 1, 1, 2,−2

(q.pB − iλpB)

q2 + λ2

)
,

(35)

où λ est une variable réelle.
De la même manière qu’avant et après certaines manipulations, on obtient

J1 = −2

(
∂J(λ)

∂λ

)
− ∂2J(λ)

∂λ2

∣∣∣∣
λ=1/2

,

J2 =
1

c

∂

∂qz

[
J(λ) +

1

4

∂J(λ)

∂λ

]∣∣∣∣
λ=1/2

,

J3 =
1

c

[
∂

∂qx
+ i

∂

∂qy

][
J(λ) +

1

4

∂J(λ)

∂λ

]∣∣∣∣
λ=1/2

.

(36)
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Pour le terme S(2),2
fi , on peut l’écrire comme suit

S
(2),2
fi = −[H3(q = ∆− pB)−H3(q = −pB)]

ū(pf , sf )√
2EfV

γ0u(pi, si)√
2EiV

1

2c

ū(pB, sB)γ0

√
2EBV

× 8π2

∆2
δ(Ef + EB − Ei − Eb(2S))eπηB/2Γ(1− iηB).

(37)

La quantité H3(q) est donnée par

H3(q) =
ND2

4
√

2π
(K1, 0, K2, K3)T , (38)

où K1, K2 et K3 sont trois intégrales dont les solutions sont

K1 = − i
c

[
∂J(λ)

∂λ
+

1

4

∂2J(λ)

∂λ2

]∣∣∣∣
λ=1/2

,

K2 = −i ∂
∂qz

[
2J(λ) +

∂J(λ)

∂λ

]∣∣∣∣
λ=1/2

,

K3 = −i
[
∂

∂qx
+ i

∂

∂qy

][
2J(λ) +

∂J(λ)

∂λ

]∣∣∣∣
λ=1/2

.

(39)

2.1.2 SEDT non polarisée dans la SRCBA

En utilisant les méthodes standards de la QED (Quantum Electrodynamics) [8], on obtient
pour la SEDT non polarisée

dσ̄(SRCBA)

dEBdΩBdΩf

=
1

16π3c6

|pf ||pB|
|pi|

eπηB

∆4

∣∣Γ(1− iηB)
∣∣2∣∣Ŝ(1)

fi + Ŝ
(2),1
fi + Ŝ

(2),2
fi

∣∣2∣∣∣∣
Ef=Ei+Eb(2S)−EB

, (40)

avec

Ŝ
(1)
fi =

1

2

∑
si,sf

∑
sB

[
ū(pf , sf )γ

0u(pi, si)
][
ū(pB, sB)γ0

][
i(H1(q = ∆− pB)−H1(q = −pB))

]
,

(41)

Ŝ
(2),1
fi =

1

2

∑
si,sf

∑
sB

[
ū(pf , sf )γ

0u(pi, si)
][
ū(pB, sB)γ0

][
γ0EB

c
− /pB

]
1

2cpB

×
[
H2(q = ∆− pB)−H2(q = −pB)

]
,

(42)

Ŝ
(2),2
fi =

1

2

∑
si,sf

∑
sB

[
ū(pf , sf )γ

0u(pi, si)
][
ū(pB, sB)γ0

] 1

2c

[
H3(q = ∆− pB)−H3(q = −pB)

]
.

(43)
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Dans l’Eq. (40), |pi| et |pf | sont, respectivement, les normes des impulsions initiale et finale
de l’électron. Tous les calculs dans l’Eq. (40) peuvent être effectués analytiquement et seuls
cinq termes sur neuf sont non nuls, les termes diagonaux

∣∣Ŝ(1)
fi

∣∣2, ∣∣Ŝ(2),1
fi

∣∣2, ∣∣Ŝ(2),2
fi

∣∣2 et Ŝ(1)†
fi Ŝ

(2),1
fi ,

ainsi que Ŝ(2),1†
fi Ŝ

(1)
fi . Dans les Eqs. (41-43), les différentes sommes sur les états de spin donnent

les résultats suivants :

1

2

∑
si,sf

∣∣ū(pf , sf )γ
0u(pi, si)

∣∣2 = 2c2

(
2EiEf
c2

− (pi.pf ) + c2

)
, (44)

∑
sB

∣∣∣∣ū(pB, sB)γ0

[
γ0EB

c
− /pB

]∣∣∣∣2 = 4EB

(
E2
B

c2
− c2

)
, (45)

∑
sB

∣∣ū(pB, sB)γ0
∣∣2 = 4EB, (46)

1

2

∑
st

(...) = 1(...), (47)

où (pi.pf ) dans l’Eq. (44) est le produit scalaire des quadri-impulsions initiale et finale, et∑
st

(...)/2 désigne la somme et la moyenne sur les états de spin de l’hydrogène atomique cible.
On doit comparer la SEDT dans l’Eq. (40) avec celle correspondante dans l’approximation
NRCBA, où les électrons incidents et diffusés sont décrits par des ondes planes non relativistes :

ψpi,f (r1) = (2π)−3/2eipi,f .r1 , (48)

alors que l’électron éjecté est décrit par une fonction d’onde de Coulomb :

ψc,pB(r2) = (2π)−3/2eipB .r2eπ/2pBΓ
(

1 +
i

pB

)
1F1

(
− i

pB
, 1,−i(pBr2 + pB.r2)

)
, (49)

et l’atome d’hydrogène dans son état 2S métastable est décrit par la fonction d’onde non
relativiste (NR) [9]

ψNR2S (r2) =
1

4
√

2π
(2− r2)e−r2/2. (50)

Ainsi, la SEDT dans la NRCBA est donnée par :

dσ̄(NRCBA)

dEBdΩBdΩf

=
|pf ||pB|
|pi|

∣∣fCBAion

∣∣2, (51)

où fCBAion est la première amplitude de Coulomb-Born correspondante à l’ionisation de l’atome
d’hydrogène à l’état métastable 2S par l’impact d’un électron qui est donnée par :

fCBAion = − 2

∆2

eπ/2pB

4(2π)2
Γ

(
1− i

pB

)[
− 2

∂I(q = ∆− pB)

∂λ
− ∂2I(q = ∆− pB

∂λ2

]∣∣∣∣
λ=1/2

, (52)
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où l’intégrale I(q) est la même que celle donnée précédemment dans l’Eq. (21), mais ici
ηB = 1/|pB|.

2.2 Géométrie coplanaire symétrique

La géométrie coplanaire symétrique peut être considérée comme un cas particulier de la
géométrie coplanaire asymétrique. Rappelons tout d’abord que la géométrie symétrique, éga-
lement appelée géométrie binaire, est définie par la condition que les énergies cinétiques des
électrons diffusés et éjectés soient presque les mêmes, et que les angles des électrons diffusés et
éjectés par rapport à la direction du faisceau incident soient égaux entre eux. Dans cette sec-
tion, on présente le formalisme relativiste de la réaction (e, 2e) dans l’approximation de Born
des ondes planes relativistes (RPWBA), où les électrons incidents, diffusés et éjectés sont dé-
crits par des ondes planes relativistes, et l’atome d’hydrogène dans son état 2S métastable est
décrit par la fonction exacte relativiste donnée par :

φi(t, r2) = exp[−iEb(2S)t]ϕ
(±),2S
Exact (r2), (53)

où Eb(2S) est l’énergie de liaison de l’état 2S métastable de l’hydrogène atomique donnée dans
l’Eq. (5). Pour le spin up, ϕ(+),2S

Exact (r2) est exprimée par :

ϕ
(+),2S
Exact (r2) =

1

2
√

4π

(2Z)γH+1/2

aγH+1
2S

√
2γH + 1

(a2S + 1)Γ(2γH + 1)
rγH−1

2 e−Zr2/a2S

×


ig2S1/2

(r2)

0

f2S1/2
(r2) cos(θ)

f2S1/2
(r2) sin(θ)eiφ

 ,

(54)

où θ et φ sont les coordonnées sphériques de r2. Les deux quantités g2S1/2
(r2) et f2S1/2

(r2) sont
telles que :

g2S1/2
(r2) =

√
1 +

Zα√
2(1− γH)

[(
1− 2Zr2

a2S(2γH + 1)

)(
a2S + 1

)
− 1

]
,

f2S1/2
(r2) =

√
1− Zα√

2(1− γH)

[(
1− 2Zr2

a2S(2γH + 1)

)(
a2S + 1

)
+ 1

]
,

(55)

où Z est le numéro atomique, et les deux paramètres γH et a2S sont donnés par :

γH =
√

1− Z2α2; a2S =
√

2(γH + 1), (56)
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avec α = 1/c est la constante de structure fine.
En substituant toutes ces expressions dans l’élément de matrice S (Eq. (2)) et après quelques
manipulations, on obtient

dσ̄(RPWBA)

dEBdΩBdΩf

=
1

2

|pf ||pB|
c6|pi|∆4

(
1

2

∑
si,sf

∣∣ū(pf , sf )γ
0u(pi, si)

∣∣2)∑
sB

∣∣ū(pB, sB)γ0
∣∣2

×
∣∣Φ2,1/2,1/2(q = ∆− pB)− Φ2,1/2,1/2(q = −pB)

∣∣2. (57)

Les différentes sommes sur les états de spin si, sf et sB sont données précédemment dans les
Eqs. (44-46). Les fonctions Φ2,1/2,1/2(q) sont les transformées de Fourier des fonctions d’onde
relativistes de l’hydrogène atomique

Φn=2,j=1/2,m=1/2(q) = (2π)−3/2

∫
dr2e

iq.r2ϕ
(+),2S
Exact (r2), (58)

et ∆ = pi − pf est le transfert d’impulsion. En remplaçant la fonction exacte ϕ(+),2S
Exact (r2) par

son expression (54), on obtient

Φn=2,j=1/2,m=1/2(q) = (2π)−3/2 1

2
√

4π

(2Z)γH+1/2

aγH+1
2S

√
2γH + 1

(a2S + 1)Γ(2γH + 1)

×


∫
dr2e

iq.r2rγH−1
2 e−Zr2/a2S ig2S1/2

(r2)

0∫
dr2e

iq.r2rγH−1
2 e−Zr2/a2Sf2S1/2

(r2) cos(θ)∫
dr2e

iq.r2rγH−1
2 e−Zr2/a2Sf2S1/2

(r2) sin(θ)eiφ

 .

(59)

L’expression de la SEDT dans l’approximation SRPWBA (semirelativistic plane wave Born
approximation) reste similaire à celle donnée dans l’approximation RPWBA (57), sauf l’ex-
pression de la transformée de Fourier qui change puisque la fonction d’onde décrivant l’atome
d’hydrogène dans la SRPWBA est remplacée par la fonction d’onde de Darwin que nous avons
précédemment exprimée dans l’Eq. (6). Cette SEDT dans l’Eq. (57) doit être comparée à celle
correspondante dans l’approximation de Born des ondes planes non relativistes (NRPWBA),
où les électrons incidents, diffusés et éjectés sont décrits par des ondes planes non relativistes :

dσ̄(NRPWBA)

dEBdΩBdΩf

=
210

π2∆4

|pf ||pB|
|pi|

[
4q2 − 1

(1 + 4q2)3
− 4q2

0 − 1

(1 + 4q2
0)3

]2

, (60)

où q = ∆− pB et q0 = −pB.
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3 Résultats et discussion

Dans ce qui précède, nous avons développé un modèle relativiste exact, dans la première
approximation de Born, pour étudier l’ionisation de l’atome d’hydrogène métastable à l’état 2S
par impact électronique à haute énergie dans les géométries coplanaires asymétriques et symé-
triques. Les dérivées requises des fonctions hypergéométriques et toutes les intégrales résultant
des transformées de Fourier des fonctions d’onde de l’hydrogène atomique relativiste et semi-
relativiste sont calculées sous des formes analytiques à l’aide du langage de programmation
MATHEMATICA, qui est également utilisé pour tracer les différentes figures qui viendront
par la suite. Dans cette section, on va présenter tous les résultats numériques obtenus dans
les géométries asymétriques et symétriques. Pour cela, on va suivre la même disposition que
celle adoptée dans la section précédente. Nous commencerons d’abord par les résultats obtenus
dans le cas de la géométrie asymétrique, puis de la géométrie symétrique. Toutes les SEDTs
sont données en unités atomiques.

3.1 Géométrie coplanaire asymétrique

On commence notre discussion, dans ce cas, en comparant nos résultats avec ceux obtenus
par Hafid et al. [23] dans le domaine non relativiste. Les résultats de Hafid ont été obtenus
en utilisant l’approximation bien connu BBK (Brauner-Briggs-Klar) de Brauner et al. [25], et
lorsque Hafid a présenté ses résultats, il les a également comparés à ceux obtenus par la fonction
d’onde coulombienne et les calculs de la deuxième approximation de Born de Vucic et al. [24]
pour l’énergie cinétique de l’électron incident de 250 eV et l’énergie cinétique de l’électron
éjecté de 5 eV. Dans les figures suivantes (Fig. (1), Fig. (2) et Fig. (3)), qui contiennent la
comparaison avec d’autres calculs théoriques, le choix des angles est le suivant : pi est le long
de l’axe z et θi = 0◦, φi = 0◦. Pour l’électron diffusé, on choisit φf = 0◦ et θf est fixé dans les
Figs. (1) et (2), respectivement, aux valeurs θf = 3◦ et θf = 5◦, tandis que dans la Fig. (3) θf
varie de −12◦ à 12◦. Pour l’électron éjecté, on choisit φB = 0◦ et θB varie de 0◦ à 360◦ dans
les Figs. (1) et (2) et il est fixé à la valeur θB = 20◦ dans la Fig. (3).
Nous comparons, dans la Fig (1), nos résultats dans la NRCBA (Eq. (51)) avec ceux de
Hafid et al. et ceux obtenus par la fonction d’onde de Coulomb (où une onde de Coulomb
est utilisée pour l’électron éjecté et des ondes planes pour les électrons incidents et diffusés :
ce modèle est appelé 1CW (one Coulomb wave)) pour l’énergie cinétique incidente de 250

eV, la valeur de l’énergie cinétique d’éjection de 5 eV et l’angle de diffusion de θf = 3◦.
Nos résultats dans le modèle NRCBA ont été obtenus, comme nous l’avons vu dans les calculs
théoriques de la section précédente, en utilisant une fonction d’onde coulombienne pour décrire
uniquement l’électron éjecté, alors que les électrons rapides incidents et diffusés sont décrits
par des fonctions d’onde planes non relativistes, négligeant ainsi l’interaction coulombienne de
l’électron rapide diffusé avec le système. Donc, notre modèle NRCBA est le même que le modèle
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Figure 1 – La SEDT de l’ionisation (e, 2e) de l’hydrogène 2S en fonction de l’angle d’éjection
θB. Les énergies cinétiques des électrons incidents et éjectés sont respectivement 250 eV et 5
eV et l’angle de diffusion θf = 3◦. La ligne rouge pleine donne nos résultats (NRCBA) donnés
dans l’Eq. (51), la ligne noire pleine ceux de Hafid et al. [23] et la ligne en tirets les résultats
obtenus par la fonction d’onde de Coulomb.

1CW bien connu. Par conséquent, les résultats obtenus dans les deux modèles devraient être
compatibles entre eux. Comme on peut le voir sur la Fig. (1), les deux courbes représentant ces
résultats (courbes rouge et pointillée respectivement) présentent un bon accord et une bonne
convergence. Elles sont très proches, tant par la forme de la courbe et l’emplacement des pics
que par l’ordre de grandeur. Ces deux résultats obtenus en utilisant les fonctions d’onde de
Coulomb restent différents en ordre de grandeur, ainsi qu’en hauteur du pic binaire du résultat
obtenu par Hafid et al. en utilisant l’approximation BBK. La Figure (2) représente la même
chose que dans la Fig. (1), mais pour un angle de diffusion θf = 5◦. Nous avons également
inclus ici les résultats de la deuxième approximation de Born de Vucic et al. [24]. Encore une
fois, on voit clairement sur cette figure, que notre modèle NRCBA donne toujours les mêmes
résultats par rapport au modèle 1CW avec une différence apparente entre eux et les résultats
obtenus par d’autres calculs. Dans la région du recul, tous les résultats restent proches en forme
et en ordre de grandeur. Il est intéressant de constater que les résultats de Hafid et al. révèlent
un pic qui est également présent dans le calcul de Vucic et al. et absent dans le résultat de la
première approximation de Born-Coulomb. En comparant les Figs. (1) et (2), on remarque que
l’amplitude des deux pics diminue avec l’augmentation de l’angle de diffusion θf . Nous étudions
sur la Fig. (3), pour une même énergie cinétique, la variation de la NRCBA en fonction de
l’angle de diffusion θf pour l’angle d’éjection θB = 20◦. La comparaison avec les résultats
de Hafid et al. est également incluse. Cela donne un pic très net, plus élevé que les autres
pics des figures précédentes. On observe également que l’électron diffusé, qui est relativement
plus rapide que l’électron éjecté, sort avec de petits angles. Les divergences entre les résultats
obtenus à l’aide des fonctions d’onde de Coulomb et d’autres résultats théoriques obtenus à
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Figure 2 – La SEDT de l’ionisation (e, 2e) de l’hydrogène 2S en fonction de l’angle d’éjection
θB. Les énergies cinétiques des électrons incidents et éjectés sont respectivement 250 eV et 5
eV et l’angle de diffusion θf = 5◦. La ligne rouge pleine donne nos résultats (NRCBA) donnés
dans l’Eq. (51), la ligne noire pleine ceux de Hafid et al. [23], la ligne pointillée ceux de Vucic
et al. [24] et la ligne en tirets les résultats obtenus en utilisant la fonction d’onde de Coulomb.

Figure 3 – La SEDT de l’ionisation (e, 2e) de l’hydrogène 2S en fonction de l’angle de diffusion
θf . Les énergies cinétiques des électrons incidents et éjectés sont respectivement 250 eV et 5
eV et l’angle d’éjection θB = 20◦. La ligne rouge donne nos résultats (NRCBA) donnés dans
l’Eq. (51) et la ligne noire ceux de Hafid et al. [23].

partir des approximations de BBK et de Born II présentées sur les Figs. (1) et (2) sont prévues
en raison de la différence des approches utilisées dans chaque étude théorique. La fonction
d’onde de l’état final dans les résultats BBK de Hafid et al. est améliorée en incluant les effets
de toutes les interactions coulombiennes à longue portée et la répulsion entre les deux électrons
finaux, ce qui conduit à des résultats comparables à la deuxième approximation de Born (Vucic
et al.). Il a été prouvé, pour l’ionisation de l’atome d’hydrogène (1S) par impact électronique,
que c’est le modèle BBK qui donne l’excellent accord avec l’expérience à des énergies d’impact
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Figure 4 – Les deux SEDTs en fonction de l’angle θB. Les énergies cinétiques des électrons
incidents et éjectés sont respectivement 250 eV et 5 eV et l’angle de diffusion θf = 3◦. Les
autres angles sont choisis comme suit : θi = 0◦, φi = 0◦, φf = 0◦ et φB = 180◦.

supérieures à 150 eV [25]. D’un point de vue théorique, la difficulté réside dans la description de
l’état final à trois corps (ion résiduel, électrons diffusé et éjecté) en interaction coulombienne.
La question des corrélations des différentes fonctions d’onde impliquées dans sa description
reste, jusqu’à aujourd’hui, une question sans réponse. De nombreuses tentatives ont été faites
pour déterminer la SEDT en négligeant l’interaction de l’électron diffusé rapide avec le système
ou en utilisant un produit de deux fonctions d’onde de Coulomb pour les électrons diffusés
et éjectés. Seule une étude expérimentale de référence pourrait juger de la validité ou non
d’une approche théorique. Notre seul espoir réside donc dans les expériences futures qui nous
donneront l’occasion de valider nos résultats à différentes énergies. La figure (4) représente
la SEDT dans la SRCBA et celle correspondante dans la NRCBA pour l’angle de diffusion
θf = 3◦. On constate, comme dans le cas de l’état fondamental [1], que les deux courbes
sont identiques et présentent deux pics, l’un dans l’intervalle entre −180◦ et 0◦ (pic de recul)
dû à l’interaction projectile-noyau et l’autre dans l’intervalle entre 0◦ et 180◦ (pic binaire)
dû à l’interaction électron-électron. Le fait que l’approximation SRCBA donne les mêmes
résultats que la NRCBA à basses énergies peut être considéré comme un critère pour vérifier
sa cohérence et sa validité. Cependant, même dans le régime non relativiste, de petits effets
sont présentés, en raison du traitement semi-relativiste des fonctions d’onde que nous avons
utilisé dans la SRCBA, et ceux-ci ne peuvent être liés qu’à l’effet de spin.

3.2 Géométrie coplanaire symétrique

En géométrie symétrique, comme nous l’avons mentionné précédemment, les énergies ci-
nétiques des électrons diffusés et éjectés doivent être presque égales. La SEDT, dans tous les
modèles étudiés dans la section précédente, dépend explicitement des valeurs d’énergie ciné-
tique des électrons diffusés et éjectés, en plus des différentes coordonnées sphériques liées à
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Figure 5 – Les trois SEDTs en fonction de l’angle θB. Les énergies cinétiques des électrons
incidents et éjectés sont respectivement 4250 eV et 2123.3 eV et l’angle de diffusion θf = 45◦.

chaque électron. Il faut donc choisir avec soin les valeurs de ces énergies cinétiques, afin que
la condition de géométrie mentionnée ci-dessus soit respectée. Nous rappelons ici au lecteur
la relation qui nous permet d’obtenir ces valeurs sans violer la condition de géométrie symé-
trique. En utilisant la conservation de l’énergie cinétique Tf = Ti + ε2S − TB, on trouve que,
selon la condition Tf = TB, TB = (Ti + ε2S)/2, où ε2S = −3.4 eV = −0.125 u.a est l’énergie
de liaison non relativiste de l’hydrogène atomique dans son état 2S métastable. Ainsi, chaque
énergie cinétique de l’électron incident correspond à une énergie cinétique de l’électron éjecté
déterminée à partir de cette relation, de sorte que la condition de géométrie symétrique reste
toujours vérifiée. Pour la géométrie coplanaire symétrique, nous choisissons la situation an-
gulaire suivante où pi est le long de l’axe z (θi = 0◦, φi = 0◦). Pour l’électron diffusé, on
choisit (θf = 45◦, φf = 0◦) et pour l’électron éjecté on choisit φB = 180◦ et l’angle θB varie
différemment d’une figure à l’autre. Tout d’abord, nous précisons la limite entre les domaines
relativiste et non relativiste dans le cas de l’ionisation de l’atome d’hydrogène à partir de son
état 2S métastable. Car, par rapport aux résultats de l’état fondamental (1S), nous avons
constaté qu’il existe une différence significative entre les deux valeurs des limites non relati-
vistes. Si l’atome d’hydrogène est ionisé à partir de son état fondamental 1S, la valeur de la
limite non relativiste est définie par la valeur du paramètre relativiste (γ = [1 − (β/c)2]−1/2)
de 1.0053 qui correspond à une énergie cinétique de l’électron incident de 2700 eV [1]. Nous
rappelons ici que, en unités atomiques, l’énergie cinétique est liée au paramètre γ par la rela-
tion suivante : Ti = c2(γ− 1). Cela signifie que lorsque la valeur du paramètre relativiste γ est
supérieure à 1.0053, une différence entre les énergies cinétiques relativiste et non relativiste
apparaît. Dans le cas de l’ionisation de l’atome d’hydrogène à partir de son état 2S méta-
stable, nous avons constaté que la limite non relativiste changeait et augmentait légèrement
de 2700 eV jusqu’à atteindre la valeur de 4250 eV. Dans la Fig. (5), on constate qu’il n’y
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Figure 6 – Même chose que dans la Fig. (5) mais pour les énergies cinétiques des électrons
incidents et éjectés (a) 10000 eV et 4998.3 eV et (b) 20000 eV et 9998.3 eV respectivement.

a aucune différence entre les SEDTs (RPWBA, SRPWBA et NRPWBA) dans la limite non
relativiste, puisque toutes les courbes des trois SEDTs sont presque égales et identiques. Cette
figure représente la première vérification de nos modèles, en particulier dans la limite non
relativiste (Ti = 4250 eV, Tf = TB = 2123.3 eV). Cependant, on note que lorsqu’on dépasse
cette limite en élevant l’énergie cinétique de l’électron incident à 10 keV et 20 keV, la SEDT
non relativiste commence à différer des deux autres SEDTs qui restent égales comme le montre
la Fig. (6). Ainsi, l’accord entre les modèles relativiste et non relativiste est bon à partir de
la limite non relativiste et en dessous (Ti ≤ 4250 eV), mais le désaccord augmente à hautes
énergies. Il apparaît à partir de la Fig. (6) que dans le domaine relativiste, les effets des termes
de spin et de la relativité commencent à être perceptibles et que le formalisme non relativiste
n’est plus valable. On remarque dans la Fig. (5) qu’il y a une symétrie parfaite autour de la
valeur θB = 45◦ et que les trois SEDTs sont toutes maximales au voisinage de la même valeur.
On note également sur la Fig. (6) que la position du pic binaire dans le domaine relativiste
se déplace vers des valeurs plus petites que 45◦. En comparant les Figs. (5) et (6), on voit
clairement que l’ordre de grandeur du pic binaire diminue avec l’augmentation de l’énergie
cinétique de l’électron incident, ce qui est le comportement habituel dans l’ionisation d’un
atome par impact de particules chargées. D’ailleurs, ces deux SEDTs (RPWBA et SRPWBA)
relativiste et semi-relativiste restent les mêmes et égales, quelle que soit la valeur de l’énergie
cinétique de l’électron incident. Par exemple, nous donnons dans la Fig. (7) une représentation
de la RPWBA et de la SRPWBA à une énergie cinétique incidente élevée de 511002 eV. Il
nous apparaît à travers la Fig. (7) que les deux SEDTs (RPWBA et SRPWBA), malgré les
différentes fonctions d’onde utilisées pour décrire l’atome d’hydrogène dans chacune d’elles,
donnent les mêmes résultats même à des énergies élevées. Ce phénomène a été prouvé et ap-
pliqué à plusieurs cas lors de l’étude de l’excitation ou de l’ionisation de l’atome d’hydrogène
où il suffit d’utiliser la fonction d’onde de Darwin, au lieu de la fonction d’onde analytique
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exacte, comme état semi-relativiste pour représenter l’hydrogène atomique, et il a été constaté
que cela donne presque les mêmes résultats que la description exacte uniquement lorsque la
condition Zα� 1 est vérifiée. C’est précisément la raison pour laquelle, lors de l’étude théo-
rique de la géométrie asymétrique dans la section précédente, nous nous sommes contentés du
traitement du modèle SRCBA sans le modèle correspondant dans l’approximation relativiste
de Coulomb Born (RCBA). Il n’est donc pas nécessaire de compliquer davantage le calcul
tant que les deux donnent les mêmes résultats. À titre d’illustration, de manière similaire
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Figure 7 – Les deux SEDTs dans le régime relativiste en fonction de l’angle θB. Les énergies
cinétiques de l’électron incident et de l’électron éjecté sont respectivement : 511002 eV et
255499.3 eV, et l’angle de diffusion θf = 45◦.

au graphe 2D, le graphe de contours de la Fig. (8) présente davantage d’informations sur la
variation et la forme de SEDT dans la RPWBA en fonction de l’énergie cinétique de l’électron
incident et de l’angle θB dans la géométrie coplanaire binaire. Pour la variation par rapport à
θB, on observe que la SEDT diminue aux petits et grands angles. Nous voyons également que
la SEDT présente un maximum uniquement au point θB = θf = 45◦, et son ordre de grandeur
à ce point particulier diminue lorsque l’énergie cinétique de l’électron incident augmente. La
Figure (9) montre que lorsque l’énergie cinétique de l’électron incident augmente à condition
que θB = θf = 45◦, le pic de SEDT diminue et reste presque autour de φB = 180◦. D’après
la Fig. (9), on voit que lorsque l’énergie augmente, la probabilité d’observer l’électron éjecté
dans la direction φB = 180◦ diminue progressivement. La Figure (9) indique également que
pour toutes les figures de la géométrie symétrique, dans lesquelles nous choisissons φB comme
constante, elle doit être égale à 180◦, puisque le pic est clairement situé autour de cette valeur.
Figure (10) représente les variations de SEDT dans la RPWBA en fonction des angles θB
et θf à des énergies Ti = 5000 eV et TB = 2498.3 eV. Le but d’inclure cette figure est de
montrer l’importance de la condition sur les deux angles θB et θf à vérifier dans la géomé-
trie symétrique coplanaire. À travers cette figure, il nous apparaît clairement que la SEDT
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Figure 8 – La SEDT, dans la RPWBA, en fonction de l’angle θB et l’énergie cinétique de
l’électron incident Ti variant de 1000 eV à 3800 eV. Nous avons utilisé la condition 40◦ ≤ θf =
θB ≤ 50◦.
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Figure 9 – La SEDT, dans la RPWBA, en fonction de l’angle φB et l’énergie cinétique de
l’électron incident Ti variant de 1000 eV à 3800 eV pour θB = θf = 45◦.

représente une valeur maximale à θf = θB = 45◦ et commence à diminuer directement dans
les zones où cette condition est violée. Il est donc évident que nous devons toujours respecter
cette condition et la prendre en compte lorsque nous travaillons dans le cadre de la géométrie
symétrique coplanaire. Dans la Fig. (11), nous traçons les deux SEDTs (SRCBA et NRCBA)
dans la géométrie symétrique coplanaire à des énergies relativistes. Dans le régime relativiste,
en augmentant la valeur de l’énergie cinétique incidente (10 keV, 15 keV, 20 keV), on remarque
le déplacement du maximum de la SEDT dans la SRCBA vers des valeurs plus petites que
θB = 45◦, ainsi que le fait que la SRCBA est toujours inférieure à la NRCBA. On rappelle
que dans le domaine non relativiste, nous avons déjà comparé nos résultats pour les deux
géométries coplanaires asymétrique et symétrique. Dans la Fig. (12), nous traçons la RPWBA
et la NRPWBA avec les deux SEDTs (SRCBA et NRCBA). On voit que la NRCBA et la
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Figure 10 – La SEDT, dans la RPWBA, en fonction de l’angle θB et l’angle θf pour Ti = 5000
eV et TB = 2498.3 eV.
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Figure 11 – Les deux SEDTs en géométrie coplanaire symétrique en fonction de l’angle θB
pour l’angle de diffusion θf = 45◦. Les énergies cinétiques de l’électron incident et éjecté sont :
(a) Ti = 10000 eV et TB = 4998.3 eV, (b) Ti = 15000 eV et TB = 7498.3 eV et (c) Ti = 20000
eV et TB = 9998.3 eV.

SRCBA sont les mêmes et qu’ils donnent une SEDT plus faible dû au fait que l’électron éjecté
subit encore l’effet coulombien de l’ion résiduel tant que son énergie cinétique (TB = 123.3 eV
dans ce cas) est insuffisante pour franchir la barrière de Coulomb imposée par l’ion résiduel.
En augmentant simultanément l’énergie cinétique des électrons incident et éjecté (toujours
en vérifiant la géométrie coplanaire symétrique), on constate que l’électron éjecté commence
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Figure 12 – Les quatre SEDTs en géométrie coplanaire symétrique en fonction de l’angle θB
pour l’angle de diffusion θf = 45◦. Les énergies cinétiques de l’électron incident et éjecté sont :
(a) Ti = 250 eV et TB = 123.3 eV et (b) Ti = 3250 eV et TB = 1623.3 eV.

lentement à s’échapper de l’effet Coulomb jusqu’à ce qu’il le traverse complètement à l’énergie
cinétique TB = 1623.3 eV. Dans la Fig. 12(b), il y a un très bon accord entre les quatre mo-
dèles et ils produisent les mêmes résultats car l’utilisation de la fonction d’onde de Coulomb
n’est plus nécessaire.
Afin de comparer avec les résultats expérimentaux disponibles dans la littérature pour la SET,
nous avons tenté de calculer notre SET dans la RPWBA en effectuant l’intégration numérique
de SEDT (57). Après cela, la SET ne dépend que de Ei, l’énergie cinétique de l’électron
incident. On a :

σ̄RPWBA
tot = 4π2

∫ EmaxB /2

0

dσ̄(RPWBA)

dEBdΩBdΩf

dEB

∫ π

0

sin(θB)dθB

∫ π

0

sin(θf )dθf , (61)

où Emax
B est la valeur maximale de l’énergie cinétique de l’électron éjecté ; elle est choisie,

conformément à la conservation de l’énergie cinétique, pour être Emax
B = Ei + Eb(2S) où

Eb(2S) est l’énergie de liaison de l’état 2S métastable de l’hydrogène atomique donnée dans
(5). La division par 2 dans la limite maximale de l’intégrale sur EB est inspirée de l’auteur
Prasad [10]. Dans le tableau 1, nous comparons nos résultats (61) avec ceux obtenus théori-
quement par Mukherjee et al. [11] en utilisant une méthode rigoureuse d’onde déformée dans
laquelle les effets des distorsions du canal initial et final sont pris en compte. Le tableau 2
résume la comparaison de nos résultats avec les résultats expérimentaux mesurés par Defrance
et al. en utilisant une méthode de faisceau croisé où un faisceau d’électrons croise un faisceau
d’hydrogène atomique à 90◦ [12]. Les différences notables qui apparaissent entre nos résul-
tats et ceux de Mukherjee ou les résultats expérimentaux peuvent être principalement dues
à deux facteurs principaux. La première est que les résultats expérimentaux sont obtenus en
faisant entrer en collision un faisceau d’électrons avec un faisceau d’atomes d’hydrogène, et
donc en obtenant les données de la SET en termes d’énergie du centre de masse, alors que
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nous avons supposé que l’atome d’hydrogène était stable et l’avons bombardé avec un élec-
tron. Cela signifie que nous entrons comme variable l’énergie cinétique de l’électron incident.
Cette différence dans les paramètres d’entrée conduira inévitablement à des résultats finaux
différents. Le deuxième facteur est que la limite maximale de l’énergie cinétique de l’électron
éjecté Emax

B ne peut être déterminée par une méthode convenue et contrôlée. Chacun et la
méthode qu’il pense être logique et suit pour définir cette valeur maximale. Cette différence,
ainsi que celle de l’approche théorique appliquée pour étudier le processus d’ionisation, peut
constituer un obstacle à la comparaison des résultats théoriques entre eux. Notre SET relati-
viste calculée dans le cadre du modèle RPWBA devrait donner un bon ajustement, surtout
à hautes énergies où les effets de la relativité et du spin sont notables. Néanmoins, tous les
résultats seront acceptables tant qu’ils sont approximativement égaux, au moins, en ordre de
grandeur autour de 10−16cm2.

Tableau 1 – Comparaison de nos résultats (61) avec les résultats théoriques de Mukherjee et
al. [11] pour la section efficace totale de l’ionisation e− − H(2S).

Énergie de l’électron incident [eV] Section efficace totale [10−16cm2]
Résultats théoriques [11] Nos résultats

5.1 4.665 2.43
7.65 8.416 7.13
10.2 10.03 9.48
13.6 9.424 10.36
17 8.672 10.19
20.4 7.968 9.67
30.6 6.608 7.93
40.8 5.360 6.56
68 3.792 4.32

Tableau 2 – Comparaison de nos résultats (61) avec les résultats expérimentaux de Defrance
et al. [12] pour la section efficace totale de l’ionisation e− − H(2S).

Énergie au centre
de masse [eV]

σ2S
tot [10−16cm2] Énergie de l’électron

incident [eV]
σ̄RPWBA
tot [10−16cm2]

Résultats expérimentaux [12] Nos résultats
6.3 5.94 6.3 4.31
8.3 8.75 8.3 6.98
10.3 10.5 10.3 8.39
12.3 7.67 12.3 8.99
14.3 8.06 14.3 9.13
18.3 7.56 18.3 8.81
23.3 6.22 23.3 8.06
25.3 6.92 25.3 7.75
31.8 6.63 31.8 6.82
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4 Conclusion

Dans ce chapitre, nous avons calculé les sections efficaces différentielles triples (SEDTs)
pour l’ionisation de l’atome d’hydrogène H(2S) par impact électronique pour les géométries
coplanaires asymétriques et symétriques. Dans la géométrie coplanaire asymétrique, nous avons
comparé nos résultats non relativistes avec ceux d’autres théories et constaté que le modèle
actuel est très proche de celui obtenu par la fonction d’onde de Coulomb à des angles de
diffusion θf = 3◦ et θf = 5◦. Dans la géométrie coplanaire symétrique, une nouvelle valeur
de la limite non relativiste est déterminée théoriquement pour être de 4250 eV, qui est très
différente de celle connue pour l’état fondamental H(1S) (2700 eV) [1]. La SEDT relativiste
a été évaluée dans le cadre du modèle relativiste (RPWBA) dans la première approximation
de Born. La cohérence de ce modèle théorique est vérifiée en prenant la limite non relativiste.
La SEDT semi-relativiste dans la SRPWBA donne pratiquement les mêmes résultats que la
RPWBA, quelle que soit l’énergie cinétique de l’électron incident, si la condition Zα� 1 est
satisfaite. Nous avons montré que le formalisme non relativiste n’est plus valable, dans les
deux géométries, pour des énergies cinétiques incidentes supérieures à 10 keV, en raison des
effets du spin et de relativité qui commencent à apparaître à hautes énergies. En comparant nos
résultats pour les deux géométries coplanaires asymétrique et symétrique, nous avons constaté
que l’utilisation de la fonction d’onde coulombienne pour décrire l’électron éjecté n’est plus
nécessaire tant que son énergie cinétique TB ≥ 1623.3 eV. La comparaison des résultats de la
SET relativiste avec ceux disponibles théoriquement et expérimentalement a donné lieu à un
bon accord à hautes énergies, avec peu de différence pour les raisons mentionnées ci-dessus.
Nous espérons que nos résultats serviront de motivation pour réaliser de telles expériences de
collision à haute énergie dans le futur.
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CHAPITRE II.3

IONISATION DE L’ATOME D’HYDROGÈNE H(2S) PAR
IMPACT D’ÉLECTRONS EN PRÉSENCE DU CHAMP LASER

DANS LA GÉOMÉTRIE BINAIRE COPLANAIRE

Dans ce chapitre, nous établissons un modèle théorique pour l’ionisation relativiste de
l’hydrogène atomique H(2S) par impact d’électrons rapides en présence d’un champ laser
polarisé circulairement dans la géométrie binaire coplanaire. L’étude effectuée en l’absence du
champ laser dans le chapitre précédent sert à assurer les tests de validité indispensables pour
nos calculs.

En présence du champ laser, nous introduisons dans la première étape l’approximation
DVPWBA1 (Dirac-Volkov Plane Wave Born-Approximation 1) où nous tenons compte seule-
ment de l’habillage relativiste des électrons incident et diffusé. Nous montrons que cette ap-
proximation introduit une asymétrie dans la description du processus de diffusion, puisqu’il n’y
a pas d’échange de photons entre le champ laser et l’électron éjecté, avec un domaine de vali-
dité limité aux champs très faibles et des basses énergies cinétiques de l’électron. Ensuite, nous
introduisons l’approximation DVPWBA2 (Dirac-Volkov Plane Wave Born-Approximation 2)
où nous tenons compte de l’habillage relativiste total de tous les électrons (incident, diffusé et
éjecté).

L’organisation de ce chapitre est la suivante : dans la section 1, nous étudions l’approxi-
mation relativiste DVPWBA1 et après nous introduisons l’approximation DVPWBA2. Re-
marquons toutefois que dans ce travail, nous n’avons pas tenu compte de l’habillage de la
cible atomique car cela reviendrait à résoudre le problème de Coulomb-Volkov (résolution de
l’équation de Dirac pour l’électron de l’hydrogène atomique en présence du champ laser). Or,
jusqu’à présent, aucune solution même approchée de ce problème n’existe [1]. Dans la section
2, nous discutons les résultats obtenus et nous terminons par une conclusion dans la section
3. Au long de ce chapitre, nous utilisons les unités atomiques (u.a) (~ = me = e = 1) avec me
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est la masse au repos de l’électron.

1 Calcul théorique de la SEDT

En présence d’un champ EM monochromatique classique de quadri-potentiel Aµ, l’électron
relativiste, considéré comme une particule de Dirac de spin-1

2
avec une quadri-impulsion pµ,

est décrit par une fonction bispineure ψ qui obéit à l’équation de Dirac suivante [2] :{(
p̂− A

c

)2

− c2 − i

2c
Fµνσ

µν

}
ψ(x) = 0, (1)

où c ' 137 u.a est la vitesse de la lumière dans le vide. Fµν = ∂µAν + ∂νAµ est le tenseur du
champ EM et σµν = 1

2
[γµ, γν ]. Pour un champ de polarisation circulaire (Aµ = aµ1 cos(φ) +

aµ2 sin(φ)) avec un 4-vecteur d’onde k, la solution de l’Eq. (1), également appelée fonction
d’onde relativiste de Dirac-Volkov [3], est donnée lorsqu’elle est normalisée au volume V par :

ψ(x) =

{
1 +

/k /A

2c(k.p)

}
u(p, s)√

2QV
× exp

[
− i(q.x)− i

kx∫
0

(p.A)

c(k.p)
dφ

]
, (2)

où u(p, s) représente le bispineur de l’électron libre et qµ = pµ − A2kµ/[2c2(k.p)] = (Q/c,q)

est la quadri-impulsion habillée (quasi-impulsion) que l’électron acquiert en présence d’un
champ laser. Son carré donne q2 = m2

∗c
2, où m∗ =

√
1− A2/c4 est la masse effective de

l’électron à l’intérieur du champ EM.

On considère le processus de diffusion inélastique suivant :

e−(pi) + H(2S) −→ H+ + e−(pB) + e−(pf ), (3)

qui schématise l’ionisation de l’hydrogène atomique métastable H(2S) par impact électronique.
pi, pf et pB sont, respectivement, les quadri-impulsions des électrons incident, diffusé et éjecté.
Nous appliquons à ce processus un champ laser que nous choisissons monochromatique et
polarisé circulairement. Il peut être décrit par le quadri-potentiel classique suivant

Aµ = aµ1 cos(φ) + aµ2 sin(φ), φ = (k.x), (4)

où φ est la phase du champ laser. k = (ω/c,k) est le 4-vecteur d’onde et ω est la fréquence du
laser. Ce quadri-potentiel satisfait la condition de Lorentz (∂µA

µ = 0 ⇒ (k.a1) = (k.a2) = 0).
Les 4-vecteurs de polarisation aµ1 et aµ2 sont orthogonaux et de même ordre de grandeur, ce
qui implique (a1.a2) = 0 et a2

1 = a2
2 = a2 = −|a|2 = −(E0/ω)2, où E0 est l’intensité du champ
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électrique.
Dans ce cas, la fonction de Volkov donnée dans l’Eq. (2) devient

ψ(x) =

{
1 +

/k /A

2c(k.p)

}
u(p, s)√

2QV
× exp[iS(q, x)], (5)

où
S(q, x) = −q.x− (a1.p)

c(k.p)
sin(φ) +

(a2.p)

c(k.p)
cos(φ). (6)

Pour étudier notre processus (3) en présence d’un champ EM, nous procédons en deux étapes.
Dans la première, nous habillons uniquement les électrons incident et diffusé. Dans la deuxième
étape, nous habillons tous les électrons, y compris celui qui est éjecté.

1.1 La SEDT dans l’approximation DVPWBA1

On commence l’étude du processus (3) en considérant d’abord la DVPWBA1 où nous
considérons uniquement l’habillage relativiste des électrons incident et diffusé. Par conséquent,
dans la première approximation de Born, l’élément de matrice de transition pour le canal direct
peut être écrit comme suit :

Sfi =− i

c

∫ +∞

−∞
dx0
〈
ψqf
(
x1

)
φf
(
x2

)
|Vd|ψqi

(
x1

)
φi
(
x2

)〉
,

=− i
∫ +∞

−∞
dt

∫
dr1ψqf

(
t, r1

)
γ0ψqi

(
t, r1

)〈
φf
(
x2

)
|Vd|φi

(
x2

)〉
,

(7)

où Vd = 1/r12 − 1/r1 est le potentiel d’interaction directe entre l’électron incident et l’atome
d’hydrogène. ψqi

(
t, r1

)
et ψqf

(
t, r1

)
représentent les fonctions d’onde de Dirac-Volkov décri-

vant, respectivement, les électrons incident et diffusé. Ces fonctions d’onde, normalisées par
rapport au volume V , sont données par

ψqi(t, r1) =

{
1 +

/k /A(1)

2c(k.pi)

}
u(pi, si)√

2QiV
× exp[iS(qi, x1)],

ψqf (t, r1) =

{
1 +

/k /A(1)

2c(k.pi)

}
u(pf , sf )√

2QfV
× exp[iS(qf , x1)],

(8)

où Aµ(1) = aµ1 cos(φ1) + aµ2 sin(φ1) et φ1 = (k.x1) = ωt − k.r1. Qi et Qf sont, respectivement,
les énergies totales des électrons incident et diffusé en présence du champ laser données par

Qi = Ei −
a2ω

2c2(k.pi)
, Qf = Ef −

a2ω

2c2(k.pf )
. (9)
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φi
(
x2

)
= φi(t, r2) est la fonction d’onde exacte relativiste qui décrit l’atome d’hydrogène dans

son état 2S métastable donnée dans le chapitre II.2 (voir l’Eq. (53)). L’électron éjecté (non
habillé) est décrit par une onde plane de Dirac relativiste libre φf

(
x2

)
donnée par

φf
(
x2

)
= ψpB(x2) =

u(pB, sB)√
2EBV

e−ipB .x2 . (10)

En insérant les différentes fonctions d’onde présentées ci-dessus dans l’expression de l’élément
de la matrice (7) et après quelques manipulations détaillées précédemment dans le chapitre
II.2, on trouve

Sfi = −i8π2(2π)3/2
+∞∑

n=−∞

δ
(
Qf−Qi−nω+EB−Eb(2S)

)
∆2
n

√
8QiQfEBV 3

[
ū(pf , sf )Γ

nu(pi, si)
]
ū(pB, sB)γ0 (11)

×
(

Φ2,1/2,1/2(q = ∆n − pB)− Φ2,1/2,1/2(q = −pB)
)
,

où n est le nombre de photons échangés entre le champ laser et les électrons incident et diffusé.
Eb(2S) est l’énergie de liaison de l’état 2S métastable de l’hydrogène atomique. ∆n = qi −
qf +nk est le transfert d’impulsion. Les fonctions Φn=2,j=1/2,m=1/2(q) sont les transformées de
Fourier des fonctions d’onde de l’hydrogène atomique relativiste (Voir leur expression (59) dans
le chapitre précédent). La sommation sur le nombre n apparaît en effectuant la transformation
suivante qui introduit les fonctions de Bessel ordinaires,

eiz sin(φ) =
+∞∑

n=−∞

Jn(z)einφ. (12)

La quantité Γn dans (11) est définie par

Γn =
[
γ0 − 2(ω/c)a2/k/[4c2(k.pi)(k.pf )]

]
Bn

+
[
(1/[2c(k.pi)])γ

0/k/a1 + (1/[2c(k.pf )])/a1
/kγ0
]
B1n

+
[
(1/[2c(k.pi)])γ

0/k/a2 + (1/[2c(k.pf )])/a2
/kγ0
]
B2n,

(13)

où les coefficients Bn, B1n et B2n sont exprimés en termes de fonctions de Bessel ordinaires
par :

Bn =Jn(zn) exp[inφ10],

B1n =
1

2

(
Jn+1(zn) exp[i(n+ 1)φ10] + Jn−1(zn) exp[i(n− 1)φ10]

)
,

B2n =
1

2i

(
Jn+1(zn) exp[i(n+ 1)φ10]− Jn−1(zn) exp[i(n− 1)φ10]

)
,

(14)
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où zn est l’argument de la fonction de Bessel donné par

zn =

√[
a1.pi

c
(
k.pi)

− a1.pf

c
(
k.pf )

]2

+

[
a2.pi

c
(
k.pi)

− a2.pf

c
(
k.pf )

]2

, (15)

et
φ10 = arccos

(
(a1.pi)/[c(k.pi)]− (a1.pf )/[c(k.pf )]

zn

)
. (16)

En utilisant les techniques standards de la QED, nous avons pour la SEDT non polarisée dans
l’approximation DVPWBA1(

dσ̄

dEBdΩBdΩf

)DVPWBA1

=
+∞∑

n=−∞

dσ̄n

dEBdΩBdΩf

∣∣∣∣
Qf=Qi+nω+Eb(2S)−EB

, (17)

où

dσ̄n

dEBdΩBdΩf

=
1

2

|qf ||pB|
|qi|c6∆4

n

(
1

2

∑
si,sf

|ū(pf , sf )Γ
nu(pi, si)|2

)(∑
sB

|ū(pB, sB)γ0|2
)

× |Φ2,1/2,1/2(q = ∆n − pB)− Φ2,1/2,1/2(q = −pB)|2.
(18)

En utilisant les techniques standards de l’algèbre des matrices de Dirac γ, on obtient

1

2

∑
si,sf

|ū(pf , sf )Γ
nu(pi, si)|2 =

1

2
Tr
[
(/pfc+ c2)Γn(/pic+ c2)Γ

n] and ∑
sB

|ū(pB, sB)γ0|2 = 4EB,

(19)
où

Γ
n

= γ0Γn+γ0 =
[
γ0 − 2(ω/c)a2/k/[4c2(k.pi)(k.pf )]

]
B∗n

+
[
(1/[2c(k.pi)])/a1

/kγ0 + (1/[2c(k.pf )])γ
0/k/a1

]
B∗1n

+
[
(1/[2c(k.pi)])/a2

/kγ0 + (1/[2c(k.pf )])γ
0/k/a2

]
B∗2n.

(20)

Le calcul de trace est effectué numériquement à l’aide de FeynCalc [4].

1.2 La SEDT dans l’approximation DVPWBA2

Dans cette section, nous considérerons l’habillage relativiste de tous les électrons incident,
diffusé et éjecté, qui seront donc décrits par des fonctions d’onde de Dirac-Volkov normalisées
au volume V . Dans l’approximation DVPWBA2, nous introduirons une autre sommation
sur le nombre de photons, nB, qui peuvent être échangés entre le champ laser et l’électron
éjecté en raison de l’habillage relativiste de ce dernier. La différence entre les approximations
DVPWBA1 et DVPWBA2 réside dans le choix de la fonction d’onde décrivant l’électron éjecté.
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Maintenant, la fonction d’onde de Dirac-Volkov de l’électron éjecté habillé est la suivante :

φf
(
x2

)
= ψqB(x2) =

{
1 +

/k /A(2)

2c(k.pB)

}
u(pB, sB)√

2QBV
× exp[iS(qB, x2)], (21)

où A(2) = aµ1 cos(φ2) + aµ2 sin(φ2) est le quadri-potentiel du champ laser que l’électron éjecté
ressent, il diffère de A(1) dans la phase φ2, où φ2 = (k.x2) = ωt−k.r2. En procédant de la même
manière que précédemment, on obtient pour la SEDT non polarisée dans l’approximation
DVPWBA2(

dσ̄

dQBdΩBdΩf

)DVPWBA2

=
+∞∑

n,nB=−∞

dσ̄n,nB

dQBdΩBdΩf

∣∣∣∣
Qf=Qi+(n+nB)ω+Eb(2S)−QB

, (22)

avec

dσ̄n,nB

dQBdΩBdΩf

=
1

2

|qf ||qB|
|qi|c6∆4

n

(
1

2

∑
si,sf

|ū(pf , sf )Γ
nu(pi, si)|2

)(∑
sB

|ū(pB, sB)ΓnBγ0|2
)

× |Φ2,1/2,1/2(q = ∆n+nB − qB)− Φ2,1/2,1/2(q = −qB + nBk)|2,
(23)

où ∆n+nB = qi−qf +(n+nB)k. La somme sur les spins de l’électron éjecté peut être convertie
en calcul de trace comme suit :∑

sB

|ū(pB, sB)ΓnBγ0|2 = Tr[(/pBc+ c2)ΓnBγ0Γ
nB

], (24)

où
ΓnB = BnB + (1/[2c(k.pB)])(/a1

/kB1nB + /a2
/kB2nB). (25)

Les trois coefficients BnB , B1nB et B2nB peuvent être exprimés de la même manière que dans
l’Eq. (14) avec un nouvel argument, zB, et φ20 définis comme suit :

zB =(1/[c(k.pB)])
√

(a1.pB)2 + (a2.pB)2,

φ20 = arccos

(
−(a1.pB)/[c(k.pB)]

zB

)
.

(26)

2 Résultats et discussion

Dans cette section, consacrée à la présentation et à la discussion des résultats numériques,
nous commençons par examiner la validité et la précision de notre calcul théorique. Pour ce
faire, nous examinerons la limite non relativiste trouvée dans le chapitre précédent II.2, qui est
de 4250 eV comme énergie cinétique de l’électron incident. Nous allons également considérer
la limite de l’absence du champ dans les approximations DVPWBA1 et DVPWBA2 en fixant
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l’intensité du champ à zéro et en annulant les deux nombres de photons échangés n et nB. Dans
la géométrie binaire coplanaire, nous avons choisi pour l’électron incident θi = 0◦ et φi = 0◦,
pour l’électron diffusé θf = 45◦ et φf = 0◦ et pour l’électron éjecté φB = 180◦ et l’angle θB
varie de 0◦ à 360◦. Le résultat obtenu est présenté dans la Fig. (1). Toutes les courbes sont
difficiles à distinguer en raison de la coïncidence des résultats dans ce cas. Cependant, on
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Figure 1 – La SEDT de l’ionisation (e, 2e) de l’hydrogène 2S en fonction de l’angle θB.
Les énergies cinétiques des électrons incidents et éjectés sont respectivement de 4250 eV et
2123.3 eV, et l’angle de diffusion θf = 45◦. Pour les paramètres du laser, nous avons fixé
(comme indication de l’absence du champ) E0 = 0 V/cm et n = nB = 0. L’abréviation
RPWBA (NRPWBA) signifie relativistic (nonrelativistic) plane wave Born approximation.
Voir chapitre II.2.
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Figure 2 – Même chose que dans la Fig. (1), mais pour les énergies cinétiques de l’électron
incident et éjecté (a) 10000 eV et 4998.3 eV, (b) 20000 eV et 9998.3 eV respectivement.

note que lorsqu’on dépasse cette limite en élevant l’énergie cinétique de l’électron incident à
10 keV et 20 keV, la SEDT non relativiste commence à différer des trois autres SEDTs comme
le montre la Fig. (2). Ainsi, l’accord entre les modèles relativistes et non relativistes est bon
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à partir de la limite non relativiste et en dessous (Ti ≤ 4250 eV), mais le désaccord augmente
à hautes énergies. Il apparaît à partir de la Fig. (2) que dans le domaine relativiste, les effets
des termes du spin et de la relativité commencent à être perceptibles et que le formalisme non
relativiste n’est plus valable.

En présence du champ laser, la fréquence utilisée pour extraire tous les résultats est :
ω = 0.043 u.a = 1.17 eV, qui correspond à la transition d’un laser Neodymium Nd. Il a
été montré [5] que pour une fréquence laser ω = 0.043 u.a, qui correspond à une énergie de
photon de 1.17 eV, les effets d’habillage dus à la cible atomique ne sont pas importants. Pour
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Figure 3 – Enveloppes de la SEDT dans l’approximation DVPWBA1 en fonction du nombre
de photons n pour (a) : Ti = 4250 eV, TB = 2123.3 eV, θf = θB = 45◦, E0 = 107 V/cm, (b) :
Ti = 511002 eV, TB = 255499.3 eV, θf = θB = 45◦, E0 = 107 V/cm, (c) : Ti = 511002 eV,
TB = 255499.3 eV, θf = θB = 45◦, E0 = 108 V/cm.

illustrer la localisation de cut-off de la SEDT relativiste dans l’approximation DVPWBA1,
nous avons présenté dans la Fig. (3) les variations de la SEDT en fonction du nombre de
photons n pour différentes énergies et intensités du champ. On obtient des enveloppes qui
tombent soudainement dans les deux côtés (n > 0 et n < 0) à cause des propriétés des
fonctions de Bessel ordinaires introduites lors du calcul. D’après cette figure, plus l’énergie
cinétique de l’électron incident ou l’intensité du champ électrique est grande, plus le nombre
de photons échangés, n, est élevé.

Pour avoir une convergence des enveloppes (a) et (b), il faut sommer la SEDT sur le
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nombre de photons n. La figure 4 représente la SEDT sommée sur différents nombres de pho-
tons n dans l’approximation DVPWBA1. Cette figure montre clairement que plus on somme
sur n, plus la SEDT se rapproche de celle en l’absence du champ, jusqu’à ce qu’elles soient
égales lorsqu’on atteint le nombre de cut-off lié à chaque énergie. Selon les deux Figs. 3(a)
et (b), le nombre de cut-off est n = ±20 et n = ±200 respectivement. Pour cette raison,
nous constatons que la SEDT en présence du champ coïncide avec celle en l’absence du champ
lorsqu’on somme sur n = ±20 dans Fig. 4(a) et sur n = ±200 dans Fig. 4(b). Cette conver-
gence est appelée la règle de somme [6]. Dans la figure (5), on présente deux cas intéressants
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Figure 4 – La SEDT sommée sur différents nombres de photons n dans l’approximation
DVPWBA1 en fonction de l’angle θB pour (a) : Ti = 4250 eV, TB = 2123.3 eV, θf = 45◦,
E0 = 107 V/cm, (b) : Ti = 511002 eV, TB = 255499.3 eV, θf = 45◦, E0 = 107 V/cm.
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Figure 5 – La SEDT pour l’émission et l’absorption d’un seul photon dans les deux approxi-
mations (a) : (DVPWBA1) Ti = 511002 eV, TB = 255499.3 eV, θf = 45◦, E0 = 2.57113× 108

V/cm = 0.05 u.a, (b) : (DVPWBA2) Ti = 20000 eV, TB = 9998.3 eV, θf = 45◦,
E0 = 2.57113× 108 V/cm = 0.05 u.a.

qui correspondent à l’absorption et à l’émission d’un seul photon. Il a été montré que lorsque
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tous les électrons sont décrits par des ondes planes de Dirac-Volkov, les sections efficaces dif-
férentielles correspondantes pour les processus d’absorption et d’émission d’un seul photon
sont identiques. Mais, d’après la Fig. 5(a), on voit que l’émission est inférieure à l’absorption
dans l’approximation DVPWBA1. Dans l’approximation DVPWBA2, l’émission et l’absorp-
tion sont les mêmes comme on peut le voir clairement dans la Fig. 5(b). Par conséquent, il
semble que l’approximation DVPWBA1 introduit une asymétrie dans la description du pro-
cessus d’ionisation, car il n’y a pas d’échange de photons entre le champ laser et l’électron
éjecté.

3 Conclusion

Dans ce chapitre, nous avons calculé les sections efficaces différentielles triples (SEDTs)
assistées par laser pour l’ionisation de l’atome d’hydrogène H(2S) par impact électronique.
Nous avons utilisé la géométrie coplanaire symétrique où il n’est pas nécessaire de décrire
l’électron éjecté par les fonctions d’onde coulombiennes. Une comparaison entre les domaines
relativiste et non relativiste ainsi qu’avec les résultats en l’absence du champ est effectuée
avec précision. Le champ laser a contribué fortement à la diminution de la SEDT suite à
l’absorption et l’émission de photons. La règle de somme, selon laquelle la SEDT sommée sur
tous les nombres de photons échangés donne la SEDT sans champ, est bien vérifiée.
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CONCLUSION DE PARTIE II

Dans cette deuxième partie, nous avons présenté une étude théorique relativiste de l’io-
nisation de l’hydrogène atomique H(2S) par impact d’électrons. Cette étude est réalisée en
deux étapes, la première est consacrée au développement des modèle théoriques pour calcu-
ler la SEDT dans les géométries coplanaires symétriques et asymétrique sans introduction
du champ laser. Dans la deuxième étape, nous avons fait la même étude dans la géométrie
binaire coplanaire en présence du champ laser et en tenant compte uniquement de l’habillage
relativiste des électrons.

Dans le premier chapitre, nous nous sommes familiarisés avec le formalisme relativiste
et quelques notions élémentaires nécessaires pour le calcul de la section efficace différentielle
triple des processus (e, 2e). Après, nous avons présenté l’approximation de Born et les fonctions
d’onde semi-relativistes et relativistes qui décrit l’atome d’hydrogène dans son état métastable
2S. Nous avons utilisé le système des unités atomiques ~ = me = e = 1 tout au long du calcul
théorique.

Dans le deuxième chapitre, nous avons développé un modèle semi-relativiste (SRPWBA)
de l’ionisation de l’hydrogène atomique H(2S) par impact d’électrons sans champ laser dans
la géométrie asymétrique coplanaire. Dans ce modèle, nous avons utilisé la fonction d’onde
de Sommerfeld-Maue pour décrire l’électron éjecté, cette fonction d’onde donne les mêmes
résultats que les fonctions d’ondes analytiques exactes, si la condition Zα � 1 est satisfaite.
L’hydrogène atomique dans son état métastable 2S est décrit par la fonction d’onde de Darwin.
Dans la géométrie coplanaire asymétrique, nous avons comparé nos résultats non relativistes
avec ceux d’autres théories et constaté que notre modèle est très proche de celui obtenu par
la fonction d’onde de Coulomb à des angles de diffusion θf = 3◦ et θf = 5◦. Nous avons
présenté également, dans la géométrie symétrique coplanaire, le modèle relativiste (RPWBA)
dans la première approximation de Born. La cohérence de ce modèle théorique est vérifiée en
prenant la limite non relativiste. Nous avons montré que le formalisme non relativiste n’est
plus valable, dans les deux géométries, pour des énergies cinétiques incidentes supérieures
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à 10 keV, en raison des effets du spin et de la relativité qui commencent à apparaître à
hautes énergies. Nous avons constaté que l’approximation relativiste n’est valable que pour
des énergies cinétiques de l’électron éjecté supérieurs à TB = 1623.3 eV car à partir de cette
énergie, l’électron perd son caractère coulombien. La comparaison des résultats de la SET
relativiste avec ceux disponibles théoriquement et expérimentalement a donné lieu à un bon
accord à hautes énergies.

Dans le troisième chapitre, nous avons présenté un modèle théorique relativiste de l’ioni-
sation de l’hydrogène atomique H(2S) par impact d’électrons en présence d’un champ laser
polarisé circulairement dans la géométrie binaire coplanaire, où nous avons fait appel à deux
approximations : DVPWBA1 et DVPWBA2. Dans la première, nous tenons compte seulement
de l’habillage des électrons incident et diffusé, tandis que dans la deuxième tous les électrons
(incident, diffusé et éjecté) sont habillés. Nous avons obtenu que le champ laser a contribué
fortement à la diminution de la SEDT suite à l’absorption et l’émission de photons.

Nous espérons que nos résultats serviront de motivation pour réaliser de telles expériences
de collision à haute énergie dans le futur.
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Dans sa globalité, le contenu de cette thèse se compose de deux parties. La première partie
porte sur l’étude des processus de désintégration des bosons vecteurs intermédiaires W− et Z0

en présence d’un champ laser polarisé circulairement dans le cadre de la théorie électrofaible.
La deuxième partie aborde l’étude d’un processus fondamental en physique atomique, à savoir
l’ionisation de l’atome d’hydrogène dans son état métastable 2S par un impact électronique
en l’absence et en présence du champ laser.

Cette thèse vise à répondre à un vieux problème dans le domaine de la physique des champs
forts, qui est la possibilité qu’un champ laser fort affecte les propriétés des particules élémen-
taires et la dynamique de certains processus dans le modèle standard. Parmi ces propriétés très
importantes, telles qu’elles sont mesurées expérimentalement, on trouve la largeur de désinté-
gration, la durée de vie et le rapport d’embranchement relatifs aux processus de désintégration.
Nous trouvons également la section efficace dans le cas des processus de diffusion.

Ce qui nous a motivé à réaliser les études contenues dans la première partie est un travail
pionnier réalisé par Liu et al. [1], dans lequel ils ont examiné l’effet du champ laser sur la durée
de vie d’un muon lorsqu’il se désintègre en présence d’un champ laser polarisé linéairement.
Comme résultat surprenant, ils ont constaté que la durée de vie était considérablement réduite.
Ce travail a suscité la controverse et a fait l’objet de critiques et de commentaires [2, 3], et
a été revu deux fois de plus par d’autres chercheurs par la suite [4, 5]. Dans ce contexte,
nous avons posé la question suivante. Est-ce qu’un champ électromagnétique externe peut
réellement affecter la durée de vie d’une particule et contribuer à son augmentation ou à sa
diminution ? Afin de répondre à cette question, nous avons réalisé une étude théorique des
processus de désintégration des bosons W− et Z0 en présence d’un champ laser à polarisation
circulaire.

Selon les résultats obtenus, nous avons effectivement constaté que le champ laser a un
effet important sur toutes les grandeurs calculées. Dans le cas de la polarisation circulaire,
nous avons observé que le champ laser a contribué de manière significative à la diminution
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de la largeur de désintégration, ce qui a conduit à une durée de vie plus longue. Le même
résultat a été trouvé par Mouslih et al. lorsqu’ils ont étudié l’effet d’un champ laser polarisé
circulairement sur la durée de vie du pion [6]. Les rapports d’embranchement ont également
modifiés par la présence du champ laser, car certains canaux sont devenus stimulés après
avoir été exclus en l’absence du champ. Enfin, nous avons conclu que le laser peut réellement
contrôler le comportement des particules et modifier leurs propriétés. Nous avons également
montré que la nature de la polarisation du champ laser joue un rôle important dans la façon
dont il affecte. Le champ polarisé linéairement réduit la durée de vie comme l’ont constaté Liu
et al. [1], tandis que le champ polarisé circulairement l’augmente. Cette différence de résultats
peut être acceptée à bras ouverts et s’explique par l’effet Zénon quantique [7,8] ou son contraire
(anti-Zénon) [9, 10], selon que la désintégration est ralentie ou accélérée.

La deuxième partie de cette thèse, qui se situe dans le cadre de la physique atomique,
s’inspire des travaux réalisés par Attaourti et al. [11, 12] dans l’étude du processus d’ioni-
sation de l’atome d’hydrogène dans son état fondamental en l’absence et en présence d’un
champ laser [13]. Nous avons étudié le même processus d’ionisation, mais à partir de l’état
métastable 2S de l’atome d’hydrogène, en utilisant deux géométries différentes. Pour vérifier
notre approche théorique permettant de calculer la SEDT, nous avons effectué des compa-
raisons avec d’autres travaux théoriques et expérimentaux ou en prenant des limites comme
la limite non relativiste utilisée pour tester l’approximation relativiste (RPWBA). Une fois
encore, nous avons constaté que le laser affectait la SEDT, en la réduisant considérablement.
Une nouvelle valeur de la limite non relativiste est déterminée théoriquement à 4250 eV, qui
est très différente de celle connue pour l’état fondamental (2700 eV) [12]. L’approximation
DVPWBA2 (Dirac Volkov Plane Wave Born Approximation 2) donne de meilleurs résultats
que DVPWBA1 (Dirac Volkov Plane Wave Born Approximation1), car l’électron éjecté n’est
pas correctement décrit (il n’est pas habillé par le champ laser) dans DVPWBA1.

Comme tout domaine de recherche, nous sommes confrontés à de nombreux défis et li-
mites, tant au niveau théorique que numérique, comme des difficultés techniques telles que
nos programmes, qui sont lourds et nécessitent des machines de calcul performantes et rapides.
De plus, nous savons très bien qu’il existe des obstacles et des limites, notamment au niveau
expérimental, car il est difficile de traiter expérimentalement les processus à hautes énergies
au moyen d’un champ laser externe. Même sur le plan théorique, la difficulté est inimaginable
avec les calculs analytiques fastidieux que nous rencontrons.

Nous espérons que ce travail ouvrira la voie à d’autres travaux dans le futur. Comme pers-
pectives futures de ce travail, nous appliquerons le même concept aux autres processus de la
théorie électrofaible et considérerons les autres polarisations du champ laser, linéaire et ellip-
tique. Nous avons même entamé un travail en collaboration [14] sur le processus de diffusion
d’un neutrino muonique par un électron en présence d’un champ laser polarisé elliptiquement.
Le problème qui nous a été présenté est que dans le cas de la polarisation linéaire et elliptique,
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les fonctions de Bessel généralisées sont introduites par le calcul théorique, contrairement aux
fonctions ordinaires qui apparaissent dans le cas de la polarisation circulaire. Les fonctions de
Bessel généralisées ne sont pas définies dans le programme avec lequel nous travaillons, et nous
nous efforçons maintenant de les programmer en utilisant des approximations mathématiques
qui ont les mêmes caractéristiques que les fonctions de Bessel généralisées.

En ce qui concerne la partie de la physique atomique, nous tenterons d’aborder certains des
problèmes qui se posent encore et que nous n’avons pas pris en compte dans le présent travail.
Par exemple, l’habillage atomique de l’atome-cible et l’habillage électronique coulombien de
l’électron éjecté. Nous pouvons également prêter attention aux ions hydrogénoïdes pour voir le
rôle de la charge atomique de l’ion. Nous envisageons également d’inclure les effets d’échange
qui sont négligés ici.

Finalement, nous affirmons, en tant que physiciens théoriciens, que la base sur laquelle
reposent les résultats obtenus est purement théorique ; en croyant que ces résultats peuvent
ouvrir la voie à d’éventuelles expériences dans le futur.

Ces résultats obtenus nécessitent une investigation expérimentale pour les confirmer afin
de répondre aux besoins de la communauté scientifique dans le futur, parallèlement au déve-
loppement remarquable de la technologie laser. Il était temps de profiter du puissant laser et
de le considérer comme une technologie prometteuse.
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