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1 Chapitre 1

Introduction

1.1 Antimatiere et gravité

En 1928, le physicien britannique Paul Adrien Maurice Dirac prédit I'existence de ’antimatiere
[1]. Son équation décrit la mécanique quantique relativiste de 1’électron et, plus généralement,
celle des particules élémentaires de spin demi-entiers appelées fermions. Celle-ci visait au départ
a rendre invariante 1’équation de Schrédinger par 'action du groupe de Lorentz, c’est a dire a
la rendre compatible avec les principes de la relativité restreinte. Son équation laisse a supposer
qu’'une particule habituellement caractérisée par la donnée de sa masse et de son spin, pourrait
avoir une charge électrique négative ou positive. Trois ans plus tard, la premiere antiparticule
élémentaire fut découverte par Carl D. Anderson lors de ses observations sur les rayons cosmiques
[2]. Ce dernier réalisa ces expériences a 'aide d’une chambre a brouillard dans laquelle la vapeur
se condense en de fines gouttelettes le long de la trajectoire lorsqu’une particule porteuse d’une
charge électrique la traverse. Un champ magnétique issu d’une bobine courbant les trajectoires des
particules permettait par ailleurs de déterminer le signe de la charge électrique. Ces photographies
ont montré des traces qui semblaient correspondre a des particules de masse similaires a celle de
I’électron, mais de charge électrique opposée. Prédit par Dirac, le positon noté e™ venait d’étre mis
en évidence. D’autres antiparticules élémentaires ont été mises en évidence par la suite, a savoir
Pantiproton p en 1955 [3], puis I'antineutron n en 1956 [!] par la collision entre un proton et son
antiparticule. Aujourd’hui 'antimatiere, qui est quasiment inexistante dans I’'Univers, du moins en
apparence, souléve de nombreuses questions au sein de la communauté scientifique : I'une d’elle
concerne son comportement vis-a-vis de la gravité.

L’un des principes fondamentaux de la relativité générale est le principe d’équivalence faible
d’Einstein WEP ! postulé en 1907 [5]. Ce principe stipule que la trajectoire d’un corps soumis aux
seules forces gravitationnelles est indépendante de sa composition et de sa structure interne. Il a
pour conséquence, que matiere et antimatiere devraient admettre un comportement strictement
identique dans le champ gravitationnel, la masse inertielle m; et la masse gravitationnelle m, de
tout corps devant étre rigoureusement égales. Rappelons que la premiere intervient dans la seconde
loi de Newton F' = m;a qui relie la force F' exercée sur un corps a son accélération a, et que la
seconde intervient dans la loi universelle de la gravitation. Celle-ci s’écrit pour un corps situé au
voisinage de la Terre F' = mgg ot g ~ 9.8m/ s? est laccélération normale de la pesanteur. Ainsi, un
bilan des forces conduisant a a = (mgy/m;)g permet de retrouver par le WEP que deux corps de
masse distinctes tombent avec la méme accélération g dans le champ de pesanteur.

Ce principe a été largement vérifié pour la matiere par des mesures d’autant plus précises au fil

1. Weak Equivalence Principle.
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du temps. Deés les années 1920, E6tvos [0] atteignit une précision de

3, B) = 2(aq — ag)/(aa + ap) (1.1)

(mg/mi)a — (mg/mi)s

= 2 g mi)a + (my/ms)s

=(4=+1)x107Y, (1.2)

lors de la mesure relative entre les accélérations d’un corps « fait de magnalium (alliage composé
a 50% d’aluminium et a 50% de magnésium) et S fait de platinium. En décembre 2017, les ré-
sultats intermédiaires du satellite francais Microscope? lancé par le CNES 3, ont été publiés [7].
Cette expérience réalisée dans 'espace a notamment permis de s’affranchir des contraintes liées a
I’environnement terrestre. Les résultats obtenus en comparant, dans des conditions identiques, un
corps fait de platine et de titane de masse distinctes, ont montré que le WEP était respecté avec
une précision de §(Ti, Pt) ~ 2 x 10714,

En ce qui concerne 'antimatiére, ce principe n’a encore jamais été vérifié expérimentalement.
Cela suscite un regain d’intérét dans la mesure ou toute différence entre masse inerte et masse grave
aurait des conséquences importantes du point de vue cosmologique. En effet, le modele standard
implique une création de matiere et d’antimatiere en quantité égale dans 1’Univers primordial,
alors qu’aujourd’hui seulement une infime proportion d’antimatiére est observée dans 1’Univers.
C’est pourquoi les études menées sur 'antimatiere visent en grande partie a expliquer la rareté de
celle-ci, qui se manifeste dans les rayons cosmiques, la radioactivité 5, et qui peut également étre
produite en laboratoire par des collisions de particules.

L’une des argumentations en faveur de ce déséquilibre est 'existence d’une asymétrie entre
matiére et antimatiére, par violation de la symétrie CP (inversion de la charge et de la parité) pour
I’antimatiere. Cela impliquerait a priori que les lois de la physique ne seraient pas les mémes pour
une particule et son antiparticule. Ce raisonnement est basé sur le fait que si matiere et antimatiere
étaient parfaitement symétriques, toute la matiere et I’antimatiére en proportions égales a l'issue
du Big-Bang auraient di s’annihiler, auquel cas notre existence n’aurait pu étre possible. Cette
brisure de symétrie a été démontrée expérimentalement en étudiant des kaons neutres, qui sont
des particules qui se transforment spontanément en leurs propres antiparticules et vice versa. La
premiére expérience menée en 1964 a montré que les transitions K — K9 et KY — K lors de la
désintégration K — n*7~ (la notation 7% désignant un pion de charge positive ou négative) par
interaction faible ne se produisent pas avec la méme probabilité [%], la premiere étant de 0.2% plus
probable que la seconde (voir également [0, 10] & ce sujet). Plus récemment, ’expérience LHCb*
menée dans le secteur des baryons a également permis de mettre en évidence cette violation de
symétrie [! 1]. Néanmoins, la violation CP décrite dans le modele standard n’est pas suffisamment
importante pour expliquer le déséquilibre conséquent qui existe entre matiere et antimatiére dans
I’Univers. En effet, il est tout aussi probable que 'antimatiére ait des propriétes inconnues qui
violeraient d’autres principes fondamentaux de la physique, comme le WEP par exemple.

De plus, les observations de I’Univers issues de la premiere moitié du XX siecle ont montré que
celui-ci est en expansion, et ’on sait méme depuis 1998 que cette expansion est accélérée [12]. Cela
a donné lieu a plusieurs modeles cosmologiques qui ont aujourd’hui abouti au modele cosmologique
standard, dit modele ACDM [13], ou A est la constante cosmologique associée a 'énergie noire
qui est responsable de 'accélération de Pexpansion, et CDM (Cold Dark Matter) se réfere a la
matiere noire froide. Dans ce modeéle largement adopté par la communauté scientifique, 'univers est

2. Pour Micro-satellite a trainée compensée pour l'observation du principe d’équivalence.
3. Centre National d’Etudes Spatiales.
4. Large Hadron Collider beauty.
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approximativement composé de matiére baryonique a 5%, de matiére noire a 25%, et d’énergie noire
a 70%. Cela implique qu’environ 95% de la composition de I'univers reste méconnue dans la mesure
ol la matiere noire n’a jamais été observée directement. Cette situation étonnante a plus récemment
motivé les scientifiques a élaborer d’autres modeles, dont I'un deux est le modele de Dirac-Milne [11].
Dans ce modele, qui ne présente ni accélération ni décélération de ’expansion, 'antimatiere aurait
une masse gravitationnelle négative. Le modele de Dirac-Milne suppose également que 'univers
est composé de matiere et d’antimatiére en proportions égales. Bien que matiére noire et énergie
noire n’y apparaissent pas explicitement, les effets qui leur sont d’ordinaire attribués proviennent
de D'existence de masses négatives. Par ailleurs ce modeéle reproduit assez fidelement les différentes
étapes de l'évolution de l'univers, dont la nucléosyntheése primordiale. Dans 'univers de Dirac-
Milne si la matiere se rassemble bien en structures (étoiles, galaxies, amas...) sous l'effet de la
gravité, la répulsion matiere-antimatiere aurait conduit 'antimatiere a se diluer dans tout I'espace,
en particulier entre les galaxies.

1.2 L’expérience GBAR

1.2.1 Des premiéres tentatives de mesure aux défis actuels

Les premieres tentatives de mesures de la chute libre d’antiparticules ont été réalisées il y a une
quarantaine d’année sur des positons [15], et d’autres mesures sur les antiprotons ont également été
tentées au milieu des années 1990. Cependant a 1’échelle atomique, les champs électriques résiduels
auxquels ces antiparticules sont soumises se sont avérés trop intenses pour réaliser ces mesures,
Iinteraction gravitationnelle étant entierement dominée par l'interaction coulombienne. Cela pro-
vient du bruit aléatoire associé au mouvement thermique des porteurs de charge dans la matiere
environnante, également appelé bruit de Johnson-Nyquist. Ce dernier constitue inéluctablement un
obstacle dans la réalisation d’une expérience faisant intervenir des antiparticules chargées, et impose
l'utilisation d’antiparticules neutres. Potentiellement, les candidats sont les antineutrons [10] dont
les méthodes de synthése sont connues depuis les années 1960 [, 17], ainsi que les antihydrogenes
produits pour la premiere fois au CERN® en 1996 [15]. Se pose alors la question des techniques de
piégeage et de refroidissement utilisées sur ces antiparticules, difficilement manipulables par leur
neutralité. Les antineutrons ne pouvant pas étre utilisés dans ce but puisqu’on ne sait ni les piéger,
ni les refroidir, les expériences visant a effectuer un test direct du WEP ont choisi d’utiliser des
atomes d’antihydrogeénes (voir [19] pour plus de détails sur les techniques de manipulation des H,
qui sont possibles grice au moment magnétique que posséde 'antihydrogene). L’expérience GBAR 6
[20] dont I'installation au CERN a débuté en 2016 est basée sur une technique proposée par Jochen
Walz et Theodor W. Hénsch [21]. Il s’agit dans un premier temps de produire la forme ionique o
de l'antihydrogene composé d’un antiproton et de deux positons, et dont ’équivalent de matiere
n’est autre que H™ [22]. Concrétement, la production de i passe par deux réactions d’échanges de
charges faisant intervenir des antiprotons p et des atomes de positronium Ps (états liés instables
électron-positon). Celles-ci sont respectivement données par

p+Ps® 5 H® 4o (1.3)
Ps® + H® S5 H 467, (1.4)

ott la notation ™ précise que les atomes peuvent étre produits dans des états excités : la premiére
réaction a trois corps permet d’obtenir les antihydrogenes, qui sont produits a l'issue des processus

5. Conseil Européen pour la Recherche Nucléaire.
6. Gravitational Behaviour of Antihydrogen at Rest.
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de capture électronique des positons par les antiprotons; dans la seconde, qui est une réaction
a quatre corps, une partie des ces antihydrogenes interagit & nouveau avec du positronium pour
former des ions H . Compte tenu de leurs charges positives, ces derniers sont plus facilement
manipulables avec des champs électromagnétiques afin d’étre isolés dans un piege a ions. Ils peuvent
alors étre refroidis jusqu’a une température de ’ordre du microkelvin (soit des vitesses de ’ordre du
m/s), de sorte que les antiatomes ultra-froids soient obtenus par photo-détachement des positons
excédentaires des ions.

Toutefois, d’autres alternatives aux mécanismes réactionnels utilisés dans GBAR peuvent éga-
lement conduire & la formation de ’antihydrogene et de sa forme ionique :

- la recombinaison p + 2e™ — H + e’ permet notamment la formation de H lorsque les positons
sont suffisament refroidis [23], voir de l'ion H' suivant le mécanisme H + 2¢* — H' + e si
la densité d’antiprotons est suffisament importante.

- le mécanisme d’attachement radiatif e™ +H — ﬁ++fy au cours duquel un positon dont
I’énergie avoisine 1V est capturé par H, permet la création de Iion iy qui s’accompagne
de I’émission d’un photon ~ [21, 25].

D’un point de vue expérimental, le piégeage des ions 0" dans GBAR impose de ralentir les anti-
protons a des énergies de l'ordre du keV [20]. Comme la vitesse des ions H' formés dans la réaction
(1.4) est approximativement celle des antiprotons incidents dans la réaction (1.3), il s’agit en fait
d’un compromis : les antiprotons doivent étre relativement lents pour pouvoir piéger efficacement
les ions, mais pas trop lents non plus, auquel cas ’élargissement du faisceau d’antiprotons par la
charge d’espace serait trop important. Compte tenu des taux de production de H' extrémement
faibles, le faisceau de positons lents (dont 1’énergie cinétique est comprise entre 1’électronvolt et le
keV) utile a la production des atomes de positronium doit également étre tres intense (de I'ordre de
2 % 10* ¢™ par paquet). Ces deux aspects techniques sont, en plus de I'optimisation des élements
de la chaine de production, les principaux défis pour GBAR. Cette collaboration internationale
comprenant 19 instituts est actuellement en concurrence directe avec deux autres collaborations
dans I'observation de 'effet de la gravitation sur des atomes d’antihydrogénes : AEgIS7 [27, 28] et
ALPHA-g?8 [29]. Ces deux collaborations également basées au CERN utilisent d’autres techniques
d’observation et de production de I’antihydrogene.

- La collaboration AEgIS propose de mesurer la déviation verticale de la trajectoire d’antihy-
drogeénes (initialement horizontale) due a la gravitation. Celle-ci devrait étre de 'ordre de
quelques microns sur des distances de quelques métres. Contrairement a GBAR, AEgIS n’a
pas choisi de passer par une deuxieme étape en produisant des ions 07 Les antihydrogenes
produits ne sont pas autant refroidis que dans GBAR, et atteignent une température de
I’ordre de 0.1 kelvin.

- La collaboration ALPHA-g dispose actuellement d’une grande expérience dans la capture
d’antihydrogenes. Cela provient du fait que cette collaboration s’est formée en parallele de
la collaboration ALPHA, qui est une collaboration plus ancienne visant & faire des mesures
de spectroscopie (les avancées technologiques dans 'expérience ont conduit plus récemment
a lappellation ALPHA-2, qui est peu employée). En utilisant un piége a gradient de champ
magnétique d’axe horizontal, la collaboration ALPHA a notamment permis pour la premiére
fois en 2017 de mesurer I’énergie de la transition électronique 1s—2s de H. Il s’est avéré, a
une précision de mesure de 'ordre 2 x 1078 prés, que cette énergie est identique a celle de
I’hydrogene, qui prend place aux environs de 10.2 eV [30]. Cette méme collaboration a ensuite
mesuré en 2020 la fréquence de la transition 2s.,—2pi;, de H, et en a déduit son décalage

7. Pour Antihydrogen Experiment : Gravity, Interferometry, Spectroscopy.
8. ALPHA pour Antihydrogen Laser PHysics Apparatus.
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de Lamb (déplacement dii a 'interaction de Iatome avec le vide). Ce dernier est identique a
celui de H pour une incertitude de mesure de l'ordre de 11% [31]. L’idée de la collaboration
ALPHA-g, basée sur un test préliminaire réalisé en utilisant le piege disponible sur ALPHA,
consiste a utiliser un nouveau piege orienté verticalement pour observer le comportement
gravitationnel de I’antimatiere.

Précisons enfin que davantage de détails sur les techniques utilisées dans ces trois expériences sont
indiqués dans [32]. Chacune d’elle espere étre préte pour I'année 2021, année qui marque la fin
d’un arrét complet de deux ans des accélerateurs de particules du CERN pour des raisons de
maintenance.

D’un point de vue théorique, les physiciens de GBAR tentent d’aider les expérimentateurs en
déterminant I’ensemble des conditions initiales pour lesquelles la formation de I'ion 0 est optimale
(vitesse d’impact de l'antiproton, états quantiques du positronium...). Cela passe par le calcul
des sections efficaces de diffusion des deux réactions, qui sont des grandeurs liées a la probabilité
d’interaction des particules qui collisionnent, et qui sont directement proportionnelles aux taux de
production de H et . Bien que les modeles visant a calculer les sections efficaces sont nombreux,
ils peuvent étre regroupés en deux grandes catégories : ils s’agit des méthodes non-perturbatives et
perturbatives. Celles-ci se distinguent par leur niveau de précision et leur domaine d’application,
qui dépend notamment de la gamme énergétique des antiprotons dans le référentiel du laboratoire
(le positronium étant considéré comme une cible fixe).

- En effet, un calcul trés précis par des méthodes non-perturbatives ne converge qu’a de tres
basses énergies d’antiproton qui sont voisines du seuil de réaction. Celles-ci incluent les
équations de Faddeev-Merkuriev [33, 31] traitant du probléme & trois corps ainsi que les
méthodes de canaux couplés convergents (CCC?) [35]. Dans la mesure ou elles impliquent
de lourds développements, peu d’entre elles font mention de la réaction a quatre corps dans
la littérature. En 2019 puis 2020, une équipe de la collaboration GBAR est tout de méme
parvenue & obtenir des résultats concernants les couples H(1s) — Ps™) [36, 37].

- En contrepartie, les méthodes perturbatives issues d’un développement en série de Born dans
le traitement de 'interaction électron-atome restent valables dans un régime de moyenne-
haute énergie. Ceci implique généralement de considérer des énergies d’antiprotons éloignées
du seuil de réaction. Une classification complete des énergies de seuil en fonction des énergies
de liaison atomique pour les deux réactions de GBAR est indiquée dans les compléments de
la these [38].

Bien que différentes, ces méthodes s’accordent a dire que les sections efficaces sont plus importantes
lorsque le positronium est préparé dans un état excité (en particulier Ps(3d)) que dans 1’état fon-
damental. De plus, I’étude menée par Comini et al. [39] a permis d’obtenir a partir des sections
efficaces calculées dans I'approximation CDW 19 (discutée en 2.3) les taux de production de H'. Ilen
résulte qu'une production de 1.5H" est attendue lorsqu’un nuage homogene de Ps(3d) est bombardé
par des antiprotons & 1keV. Cela suppose que le faisceau incident composé de 3 x 10° p soit mono-
énergétique, et que ce dernier puisse étre modélisé par une enveloppe maxwellienne en temps dont
I’écart type vaut 210ns. Le nombre d’orthopositronium Ps(1s) entrant dans la chambre de collision
est par ailleurs pris & 7.4 x 10° (en considérant initialement un faisceau délivrant 3 x 10'° positons
par paquet), et 'enveloppe utilisée pour décrire leurs productions est également une maxwellienne,
dont I’écart type vaut 75ns.

9. Convergent Close-Coupling.
10. Continuum Distorded Waves.
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1.2.2 Précisions sur 1’état fondamental du positronium

Comme le positronium est atome instable composé d’un électron et d’un positon, il existe dans
son état fondamental sous deux configurations. Ces configurations résultent du couplage des spins
1/2 des deux fermions élémentaires constituant ’atome : le parapositronium noté p-Ps désigne 1’état
singulet 'Sy de spins antiparalléles, et Porthopositronium noté o-Ps désigne le triplet 'Ss de spins
paralleles. Les probabilités pour que le positronium soit obtenu dans une configuration para ou
ortho lors de sa formation sont respectivement égales a 1/1 et 3/4. De plus, ces deux configurations
conduisent vers des niveaux d’énergies atomiques qui se distinguent par leurs structures fines et,
plus particulierement, par des temps d’annihilation électron-positon différents. Calculés a partir de
I’équation de Breit qui tient compte des interactions électromagnétiques électron-positon, ces der-
niers sont respectivement de 125 ps pour le parapositronium, contre 142 ns pour I'orthopositronium.
Cela provient du fait que I’annihilation en 2y du parapositronium est plus probable que ’annihila-
tion en 3+ de l'orthopositronium, 1’énergie totale du nombre de photons créés étant de 1.022 MeV
en vertu de la relation d’équivalence masse-énergie. Compte tenu de son temps de vie plus long,
I’orthopositronium est priviligié pour la réalisation de I’expérience.

Bien que I’équation de Breit fournisse une description appropriée du positronium, celle-ci pré-
sente plusieurs limitations. En effet, elle inclut uniquement les corrections en 1/¢*" (ou ¢ est la
vitesse de la lumiere et n = 1,2... un entier) du premier ordre (n = 1) et n’est pas invariante par
transformation de Lorentz. Ces corrections impliquent des termes supplémentaires (d’orbites, de
spin-orbite et de Darwin) vis-a-vis de I'hamiltonien non-relativiste (incluant uniquemet les énergies
cinétiques et linteraction de Coulomb) conduisant a I’hamiltonien de Dirac-Coulomb-Breit, qui
sont a l'origine de la structure fine de 'atome [10]. Un calcul plus précis des niveaux d’énergies
peut par ailleurs étre obtenu en utilisant I’équation covariante de Bethe-Salpeter [11]. Au second
ordre (n = 2), cela nécessiterait un traitement par 1’électrodynamique quantique (QED ') puisqu’il
apparait dans le traitement des termes en 1/¢3 les décalages de Lamb. Il en résulte que les fonctions
d’ondes du positronium sont plus ou moins sensible au niveau de description adopté (voir [12] pour
I'expression des fonctions d’onde incluant le terme de Breit).

Néanmoins pour notre étude, la dérivation des niveaux d’énergies par la résolution de I’équation
de Schrodinger d’un systeme de deux fermions en interaction de Coulomb est amplement suffisante.
En conséquence, les niveaux d’énergie du positronium sont simplement deux fois moins espacés que
ceux de I’hydrogene, et 1’énergie de liaison de 1’état fondamental est prise a —6.8eV. Quand aux
fonctions d’onde, nous les obtenons directement a partir de celles des hydrogénoides (se référer au
compl. A). Il est également admis que les niveaux d’énergies de H sont strictement identiques &
ceux de H, la force électromagnétique étant la méme pour matiére et antimatiere.

1.2.3 Description de ’expérience GBAR

. . . S . L

Dans cette partie, nous décrivons brievement le protocole utilisé pour la production de H ', ainsi
que la maniere dont la mesure de la chute libre de H est réalisée. Notons qu’en ’absence de toute
source laser, I'orthopositronium est le seul état produit dans I’expérience que nous considérons ici.

Source d’antiprotons

Les antiprotons sont initialement produits par le synchrotron a protons (PS'2), par collisions entre
un faisceau de protons et une cible métallique. Ces collisions produisent diverses particules secon-
daires, dont de nombreux antiprotons 3. Toutefois, les antiprotons produits qui se déplacent de

11. Quantum ElectroDynamics.
12. Proton Synchrotron.
13. Source : https://home.cern/fr/science/accelerators/antiproton-decelerator.
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Figure 1.1 — Schéma synoptique de 'expérience GBAR par L. Liszkay, CEA Saclay.

fagon désordonnée ont des énergies beaucoup trop importantes pour étre directement utilisés dans
lexpérience (~ GeV), le piégeage des ions H" nécessitant d’utiliser des antiprotons a des énergies
de l'ordre du keV. C’est pourquoi ces derniers sont soumis a trois phases de décélération avant
d’atteindre la gamme en énergie requise pour GBAR, qui est comprise entre 1 et 10keV. Le décé-
lérateur d’antiprotons AD ™ permet dans un premier temps de transformer ces particules en un
faisceau de basse énergie, en délivrant des paquets composés d’environs 107 antiprotons toutes les
110s & une énergie de 5.3 MeV. L’anneau de décélération ELENA (Extra Low ENergy Antiproton)
permet ensuite a ces antiprotons d’atteindre une énergie de 100keV, en délivrant des paquets plus
petits composés de 3 x 10 5. Un troisieme décélérateur formé d’une électrode tubulaire & potentiel
variable permet finalement de ralentir ces paquets a des énergies de 'ordre du keV, avant d’étre
orientés vers un nuage dense de positronium (voir figure 1.1).

Source de positons et production de positronium

En parallele, un accélérateur linéaire d’électrons LINAC (LINear ACcelerator) placé dans un bun-
ker irradie une cible métallique de tungstene avec des électrons de 10 MeV. Les électrons sont alors
freinés et déviés par le champ électrique des noyaux de la cible, en émettant des rayonnements
~. Ce mécanisme est connu sous le nom de rayonnement de freinage, ou encore Bremsstrahlung.
Certains des photons émis ont ainsi une énergie suffisante (supérieure & 1.022 MeV) pour conduire
a la formation de paires électron-positon aux abords de la cible. La création de paires étant d’au-
tant plus probable que la charge électrique du noyau est importante, le tungsténe dont le numéro
atomique vaut Z = 74 est un élément chimique adéquat. L’énergie des positons obtenus a 'issu de
ce mécanisme est de 'ordre du MeV [13].

Un modérateur permet dans un second temps de « stopper » une partie des positons du vide
environnant, de sorte que leur dispersion en énergie atteigne 3eV. Ces positons sont ensuite réaccé-
lérés pour étre transportés par guidage magnétique en sortie du bunker. Leur énergie est alors de
50 4+ 3 V. Un premier piege & gaz tampon (BGT %) dont le principe est indiqué dans [11] permet de
réduire davantage leur dispersion en énergie (a environ 1eV), ce qui est plus favorale pour I’étape de

14. Pour Antiproton Decelerator.
15. Buffer Gas Trap.
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stockage a venir. Notons que les positons sont freinés en entrée BGT dans la mesure ou, pour étre
efficaces, les collisions avec les molécules de diazote Ny doivent se réaliser a des énergies de l'ordre
de 9—11eV. Le BGT permet également de mettre en forme les paquets de positons (compression
spatiale et temporelle, pré-accumulation des positons) avant d’étre transférés dans un second piege.

Le stockage des positons est réalisé a I’aide d’un piege HFT (High Field Trap) a haut champ
magnétique de 5 teslas [32]. L'objectif visé dans GBAR étant d’accumuler 2 x 10'° positons sur un
temps de l'ordre de 1008, qui est un temps comparable a la cadence de tir du faisceau d’antiprotons.
Ceci avant d’orienter le paquet de positons en direction d’un tube rectangulaire de dimension
1mm? x 20mm formant la chambre de collision (voir figure 1.2).

Le paquet de positons pénetre alors dans la chambre de collision a une énergie de 3—4keV, en
traversant une membrane de nitrure de silicium (SizN,). Cette membrane d’une épaisseur de 30 nm
permet au positons injectés dans la chambre de collision de ne pas en ressortir. Un film de silice nano-
poreux (SiOz) situé dans la chambre de collision permet & une partie des positons d’interagir avec
les électrons locaux, pour former un nuage dense de positronium. L’efficacité de conversion e /o-Ps
sortant « vivant » du film de silice nano-poreux dépend notamment de ’énergie d’implantation des
positons et du diametre des pores de la silice. Un diametre des pores de la silice de 3—4 nm utilisé
dans GBAR conduit, en tenant compte des processus d’annihilation pouvant survenir dans le film
de silice, a une efficacité de conversion de 'ordre 35%. Compte tenu des contraintes expérimentales
ne pouvant étre optimisées davantage, cette valeur comparable au 40% prédit par les auteurs de
[15] est une valeur bien représentative de ce qui peut étre fait actuellement. Toutefois puisque
cette efficacité n’inclut pas les fuites aux deux extremités de la chambre de collision, la fraction
d’orthopositronium susceptible d’interagir avec les antiprotons peut étre en réalité plus petite que
0.35 x 2 x 101%™,

Electrostatic quadrupole

Mesoporous film, SiO,

e
7

Figure 1.2 — Schéma de la chambre de collision issu de la référence [10].

Compte tenu du diametre des pores, nous précisons enfin que ’énergie cinétique du positro-
nium émis depuis le film de silice nano-poreux est de 48 meV. En effet, le gaz de positronium formé
n’étant pas mono-énergétique, il possede une certaine distribution de vitesse décrite par la statis-
tique de Maxwell-Boltzmann. Ce déséquilibre énergétique tend a disparaitre au bout d’un certain
temps de thermalisation, puisque les atomes de positronium formés dans les pores de la silice vont
progressivement perdre de I’énergie par diffusion sur les parois de ces pores [13]. Ainsi a 'issue de
ce processus, le positronium émis depuis la silice possede une certaine énergie de confinement (E,).
A priori cette énergie correspond & 1'énergie d’agitation thermique Ey, = kgT de 'atome, qui est
égale a 25 meV pour une température ambiante d’environ 290 K. Cependant, cela n’est vrai que si
les pores de la silice ont un diametre relativement large, supérieur a d > 5.5nm [17]. Si les pores



1.2. L’expérience GBAR

ont un diametre plus petit que ce seuil, le processus de thermalisation se fait sur des temps plus
courts et I'énergie du sytéme atome-pore E,, = (hr)?/(m.d*) prend des valeurs supérieures a I'éner-
gie d’agitation thermique, augmentant ainsi I’énergie du positronium émis : (E,s) = max(Ey,, Eqp).
Des études sur la dynamique du nuage de positronium dans la silice nano-poreuse ont notamment
été réalisées par les membres de notre équipe a 'TPCMS dans le cadre de la collaboration GBAR

[45, 49].

. 1. . — + . .
Refroidissement des ions H' et neutralisation

Une fois produits, les ions I sont isolés des antiprotons et des H sortant a 'aide d’un séparateur
électrostatique, qui est représenté sur la figure 1.2. Ce dernier est situé a un bon metre de distance
de la chambre de collision. Il s’ensuit le processus de refroidissement des ions I_{+, qui vise a réduire
I'agitation thermique des atomes H obtenus en bout de chaine, afin de minimiser les incertitudes
sur la mesure de leurs chutes libres. Ce processus de refroidissement dit sympathique est réalisé en
deux étapes.

- Refroidissement Doppler : les ions I sont stockés dans un premier piege a ions de Paul
(RF Paul Trap) situé a l'intérieur de la chambre de la chute libre, qui est une chambre &
vide cylindrique pouvant atteindre une pression d’au moins 10~ mbar [50]. Ce piege est
pré-rempli d'un nuage mixte d’ions béryllium Be't et d’ions HD™, oti le deutérium noté D est
un isotope stable de I’hydrogene [32]. Le principe du refroidissement Doppler repose sur le
fait que les ions Be™ sont refroidis par laser [71], ce qui a pour effet de diminuer leur énergie
cinétique. En conséquence, les interactions de Coulomb mutuelles entre les ions permettent
d’obtenir un mélange d’ions froids par transfert d’énergie cinétique des ions rapides vers celle
des ions lents. Néanmoins, la température des ions 0 ne peut descendre en dessous d’'un
certain seuil de thermalisation, donné par Tp = Al'/(2kp). Celui-ci dépend du nombre de
cycles d’absorption-émission par unité de temps effectués par ’espéce ionique refroidie par
laser. Dans le cas du Be™, la longueur d’onde de transition associée au processus d’absorption
a un photon est de 313nm et le taux de désexcitation correspondant vaut I' = 27 x 19.4 MHz
[20]. 11 en résulte que Tp = 0.47 mK.

- Refroidissement Raman par bandes latérales : les ions refroidis par le premier piege sont
transférés dans un second du méme type. Ce principe de refroidissement permet la formation
de paires Be™/ i pouvant étre obtenues dans leurs états quantiques vibrationnels fonda-
mentaux. Celles-ci atteignent alors des températures de l'ordre de 10 uK (ce qui équivaut
a des énergies de l'ordre de 1neV), qui sont inférieures a la température de thermalisation
obtenue par refroidissement Doppler.

Un laser construit au LKB 6 permet ensuite le photo-détachement des positons excédentaires des

fons 0.
Détection des H et mesure de la force gravitationnelle

Il est prévu dans l'expérience que le module de la force gravitationnelle soit déterminé par la
mesure du temps de chute de H défini par t = ¢, — to. L’origine des temps ( est choisie comme étant
I'instant ot I'ion H " initialement contenu dans le piege est neutralisé : la hauteur de I’antiatome H
correspondante est noté z(ty) et la vitesse v.(tg). La mesure prend fin & I'instant ¢; pour lequel H
s’annihile au contact de la matiere, sur les parois de la chambre de la chute libre. Dans la mesure ou
cette annihilation a pour effet de libérer des photons et de pions chargés provenant respectivement
du positon et de I'antiproton constituant H, des détecteurs Micromegas 7 permettant de détecter
les pions sont utilisés. Ces derniers sont placés en dehors de la chambre de la chute libre. Ainsi,

16. Laboratoire Kastler-Brossel
17. Pour MICRO MEsh GAseous Structure.
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I'instant de détection indique I'instant ¢, et la position dans la direction verticale z(t;) de H est
obtenue par reconstruction des traces laissées par les pions dans les Micromegas. Suivant I’équation
classique du mouvement [3]

z = 1fa(my/mi)gt* + v.(to)t, (1.5)

la mesure de la hauteur de chute z = z(¢1) — z(tg) permet d’en déduire la valeur de m,g. Il est admis
dans cette relation que m; = m;, égalité qui a pu étre vérifiée expérimentalement [52]. Aussi, nous
constatons que plusieurs facteurs peuvent étre a I'origine des incertitudes de mesure. Ces derniers
sont, par ordre d’importance [13] :

- la vitesse verticale de 'antiatome contenu dans le piege a 'instant z(tg),

- la mesure du temps de la chute libre,

- la position de 'antiatome dans le piege au début de la chute.
Le premier facteur résulte du processus de photo-détachement des ions I:I+, impliquant un certain
recul subi par les antiatomes H obtenus [53].

a) Un premier recul de antiatome survient lorsque celui-ci absorbe un photon émis du laser.
Toutefois pour un rayonnement incident se propageant dans une direction orthogonale a
celle de la chute libre, ce recul n’affecte pas la dynamique de H dans la direction verticale &
I'instant ¢y (on entend par 1a z(tg) et v.(to)).

b) Un second recul de H provient de 1’éjection du positon excédentaire de Iion . Bien que la
polarisation de la lumiere laser favorise une éjection du positon dans la direction horizontale
[51], ce recul peut & priori affecter la dynamique de H & I'instant to dans chaque direction
de I'espace. Pour minimiser ce recul, le photo-détachement de I’ion est réalisé au niveau du
seuil en considérant une longueur d’onde laser de 1.64 ym, ce qui équivaut a une énergie de
photons d’environ Epy, ~ 0.76 eV : I'énergie du positon éjecté vaut alors 6E = Epp — Eqet, ol
Eqet = 755 meV est affinité électronique de o' Actuellement, la valeur de 6F est en cours
d’optimisation. Celle-ci doit étre relativement faible pour limiter le recul di a 1’émission du
positon, mais suffisament grande pour avoir une probabilité de photo-détachement décente :
la source laser retenue conduirait a 6 E ~ 30 pueV.

Il en résulte que U'incertitude sur la vitesse initiale de H dans la direction verticale possede deux
contributions : celle due a 'agitation thermique de 'antiatome, et celle due a son recul décrit en
b). En considérant une distribution gaussienne de la vitesse initiale dans la direction verticale [20],
celle-ci est donnée par la demi-largeur & mi-hauteur Av,(ty) = (2In2)"¢,, ot

1/2
Oy, = (kBT +2/5m66E) ) (1.6)

myp m%

compte tenu de la polarisation de la lumiére laser. Dans la relation (1.6), m. et my, sont respecti-
vement les masses de ’électron et de ’hydrogene. Si I'antihydrogene est refroidi a une température
de 10 uK, les contributions d’agitation thermique et de recul prises & part dans la relation (1.6)
conduisent respectivement a une incertitude de 34% et 93% sur la valeur de v,(to) ; la considération
des deux conduit a Aw,(tg) = 99%. Néanmoins, cette estimation reste uniquement valable lorsque
I'on consideére la chute libre d'un unique H. En effet, I'incertitude Aw,(tg) résultante de la chute
libre de N antiatomes décroit approximativement en 1/v . Cela nous permet d’en déduire que la
contribution de I'incertitude Aw,(ty) sur le résultat final reste inférieure a 1% (Av.(to)/VN < 1%)
lorsque les chutes libres de N~ 9800 antiatomes peuvent étre mesurées. Le nombre d’antiatomes
qu’il faut produire est donc sept fois plus important que celui initialement prévu dans la proposition
de projet GBAR [20], qui est de l'ordre de N ~ 1500, et qui est obtenu en effectuant le méme calcul
pour 0E ~ 1 peV.



1.3. But et organisation de notre étude

11

En fait, les autres incertitudes intervenant dans la relation (1.5) restent négligeables pour obtenir
une précision de 1% sur la valeur de myg. En effet, I'instant de départ ¢y de la chute libre de H
est déterminée avec une précision de 150 us, et I'instant d’annihilation ¢; avec une précision encore
meilleure. De plus, la position de 'antiatome dans le piege au début de la chute libre ne dépend que
des caractéristiques du piege. C’est donc dans un premier temps la précision de mesure que GBAR
espere obtenir, pour ensuite viser une précision de Iordre de 107°—1076 [50]. Une telle précision
de mesure implique néanmoins de tenir compte du fait que les H produits peuvent rebondir sur les
parois de la chambre de la chute libre, sans pour autant s’annihiler au contact de la matiere. Ce
phénomene dont 1’origine provient de l'effet Casimir [75] peut étre décrit en incluant des corrections
quantiques a I’équation classique du mouvement (1.5).

Figure 1.3 — Chemin optique du laser dédié & la production de Ps®™) vers la chambre de collision, par
Comini et al. [20].

1.3 But et organisation de notre étude

A travers ce travail de thése intitulé « Collisions assistées par laser pour la formation d’anti-
matiére », nous proposons d’étudier la possibilité d’augmenter les taux de production de H et de
" en assistant les processus de capture électronique par laser. Cette démarche est essentiellement
motivée par le fait que les interactions entre le rayonnement électromagnétique et les particules qui
collisionnent devraient conduire & une modification significative des sections efficaces.

En ce qui concerne les états atomiques du positronium, cela peut étre interprété en remarquant
qu’une modification de la polarisation des orbitales par le laser pourrait augmenter les chances de
réaliser la capture d’un positon. De plus, les états excités du positronium devraient étre plus sen-
sibles aux interactions rayonnement-(anti)matieére. Ceux pouvant étre initialement produits dans
I’expérience constitueront alors un point de départ pour notre étude. Leurs productions nécessitent
en fait une ou plusieurs sources laser primaire résonante (voir figure 1.3), qui sont déja intégrées
dans l'expérience (les prochains tests visent a obtenir 100%Ps(3d) a partir de 0-Ps(1s)). C’est pour-
quoi nous envisageons d’étudier ’excitation de ces états, en considérant une deuxieme source laser
quasi-résonante. Celle-ci pourrait, & moyen terme, préter main forte & GBAR. Outre les aspects
techniques, nous nous efforcerons de tenir compte des contraintes expérimentales dans notre modele.
Ceci implique notamment :

- de considérer des intensités laser n’engendrant pas prématurément le photo-détachement de
I'ion H" et, dans le méme ordre d’idée, la photo-ionisation des états de H.
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- d’utiliser un laser & large bande spectrale conduisant a un recouvrement appréciable de
I’élargissement Doppler di a ’énergie de confinement du nuage de positronium.

Les thématiques qui sont évoquées dans chaque chapitre sont indiquées ci-dessous.

e Dans le chapitre II, nous présentons 'approche semi-perturbative utilisée pour le calcul des
sections efficaces de la réaction assistée par laser (1.3). Celle-ci permet de décrire, en plus de U'inter-
action électron-(anti)atome, les interactions particules-champ & un certain niveau d’approximation
que nous précisons.

e Le chapitre III est consacré au calcul des sections efficaces de la réaction (1.4). I constitue
entre autre une adaptation du formalisme introduit dans le chapitre précédent, accompagnée d’une
interaction supplémentaire : celle de I’ion ' avec le laser. Cela implique plusieurs limitations dans
la description de la collision qui seront discutées.

e Le chapitre IV regroupe ’ensemble des simulations. Il débute en précisant les états du po-
sitronium pouvant étre produits et la maniére dont nous pouvons concilier notre modele avec les
contraintes expérimentales. Apres avoir présenté les sections efficaces en ’absence de champ pour
les deux réactions, nous proposons d’étudier le couplage 1s—2p résultant de l'interaction dipolaire
pour une préparation du positronium dans son état fondamental. Il s’ensuit respectivement 1’étude
des couplages 3s—5p et 3d—5f(p) pour une préparation du positronium dans ’état 3s et 3d. En-
fin, nous présentons les taux de production de H et H". Ces derniers sont calculés en utilisant les
sections efficaces obtenues a partir de notre modele.



2 Chapitre II

Présentation du modeéle a travers le calcul des sections efficaces
pour la production de H

2.1 Collisions assistées par laser

La premiére discussion concernant les processus de collision électron-atome en présence d’un
champ électromagnétique se trouve dans la these de Maria Goeppert-Mayer, connue pour ses tra-
vaux théoriques sur les transitions électroniques a deux photons [50]. Par rapport aux processus
de collision non-assistés, les processus de collision assistés nécessitent la présence d’'un faisceau
de photons en plus des faisceaux de particules impliqués dans la collision. Il en résulte la non-
conservation de ’énergie totale par échange de ces photons avec le systéme de particules (relation
de Planck-Einstein), qui émane du passage d’un systéme collisionnel isolé vers un systéme collision-
nel ouvert en interaction permanente avec son environnement. L’originalité des collisions assistées
réside dans la combinaison simultanéee des interactions des particules qui provoquent la collision
et des mécanismes d’interaction rayonnement-matiere, tels que ’absorption ou encore 1’émission
induite décrite par Finstein en 1917. De plus, le développement de lasers capables de produire
des faisceaux impulsionnels de haute intensité a partir des années 1960 a permis d’étudier plus
amplement la dynamique de ces processus. Un article intitulé « Le laser, histoire d'une découverte
lumineuse » de X. Miiller paru dans le journal du CNRS en 2015 retrace Ihistoire de cet instrument
devenu incontournable dans les domaines de 'industrie et de la science. En astrophysique, 1’étude
des collisions assistées par laser a notamment permis de décrire I'opacité aux rayonnements infra-
rouges des étoiles froides et du soleil [77]. Celles-ci trouvent également de nombreuses applications
dans le domaine de la physique des plasmas [55].

Les modeles théoriques visant a décrire ces processus utilisent des méthodes variées. Celles-ci
dépendent en plus de la gamme en énergie d’'impact comme nous ’avons précisé en 1.2.1, de I'inten-
sité laser appliquée et de I’énergie des photons produits. Cela peut étre interprété en remarquant
qu’a de faibles intensités, les processus de collision s’accompagnent rarement de ’échange net d’au
plus un photon entre le systeme de particules et le champ. En conséquence, un traitement de I'in-
teraction atome-laser au premier ordre de la théorie des perturbations dépendantes du temps est
envisageable, mais cela implique de considérer une fréquence de rayonnement en désaccord avec
les fréquences de Bohr (cas non-résonant). C’est pourquoi des méthodes non-perturbatives dans le
traitement des interactions rayonnement-matiere, qui permettent de traiter le cas a résonance, sont
également utilisées. Celles-ci construites a partir des états de Floquet [59, 60] sont bien adaptées
dans la description des collisions multiphotoniques induisant l'ionisation de la cible [1]. Parmi
les collisions assistées dites inélastiques n’impliquant qu’un électron, on retrouve le processus de
capture électronique et le processus de collision (e, 2¢). Ils sont tous deux issus d’une certaine trans-
formation de la cible lors de son interaction avec le projectile, dont la réalisation dépend de la
charge relative entre les deux partenaires collisionnels ainsi que de la vitesse d’impact du projectile
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vis-a-vis de celle de I’électron dans la cible [62].

Capture électronique

Ce processus intervient dans les deux réactions de GBAR, ou ’on assiste a la capture du positon issu
du positronium. En ce qui concerne la premiére réaction (1.3), I’étude menée par Voitkiv et al. [03]
constitue une base pour notre travail. Ces derniers ont porté leur attention sur le role joué par les
états habillés de 1’électron sur les sections efficaces. Ceci pour le couple Ps(1s) — H(1s) et plusieurs
fréquences angulaires du champ électrique, en considérant un état de polarisation circulaire. Ces
mémes auteurs ont également étudié une collision assistée par laser impliquant un projectile ionique
[64]. Bien que cette étude ne concerne pas la capture électronique, elle présente 'avantage de traiter
des autres états de polarisation (linéaire et élliptique).
Collision (e, 2e)

Ce processus correspond a [’éjection d’'un électron d’une cible atomique par interaction avec un
électron incident. Il sous-entend l'ionisation de la cible qui, dans la voie finale, est nécessairement
décrite par les états du continuum. Comparativement a la capture électronique, le traitement de la
collision (e, 2¢) requiert habituellement de décrire les échanges quantiques provenant de I'indiscerna-
bilité des électrons dans la voie finale. Ceci & moins que ces derniers soient en situation asymétrique
d’émergence, c’est & dire que 1’électron diffusé soit beaucoup plus rapide que I’électron éjecté [(75].
Une étude approfondie de l'influence du champ laser sur la collision e™ + H(1s) — p + 2¢~ dans
une géométrie de type Ehrhardt asymétrique [60, (7] est établie dans les références [05, (9]. Cette
géométrie a notamment permis de réaliser les premieres mesures expérimentales sur les processus
de collision (e, 2e) non-assistés. Dans [(%], I'électron éjecté est décrit par une fonction d’onde géné-
ralisant celle initialement proposée par Jain et Tzoar [70], et qui est elle-méme reprise dans [71].
Cela montre I’évolution des méthodes de description, qui ont finalement pu étre adaptées a une
cible d’hélium [72]. Bien que nous n’étudierons pas les collisions (e, 2¢), les méthodes perturbatives
utilisées pour le traitement des interactions laser-atomes qui en découlent nous ont permis de mener
a bien les calculs dans ce travail de these.

2.2 Considérations générales

Utilisant les nombres quantiques habituels caractérisant les états atomiques et introduisant la
fréquence angulaire wy du rayonnement émis ou absorbé, nous considérons sous ces hypotheses la
réaction assistée par champ laser suivante

P+ Ps(ny, l,mp) — pwo — H(ny, I, mp) + e, (2.1)

ou dans I’équation bilan ci-dessus, les valeurs positive et négative de ’entier p décrivent respective-
ment les processus d’émission et d’absorption de p photons par le systéme de particules. Si p = 0,
le processus de collision assisté par champ laser est décrit en ’absence de tout échange d’éner-
gie. De maniere a décrire la présence d’un rayonnement électromagnétique en plus de la collision
en elle méme, qui habituellement est décrite suivant un formalisme indépendant du temps, nous
envisageons d’utiliser une approche semi-perturbative (du deuxiéme ordre) proposée par Byron et
Joachain [73]. Considérant que I’antiproton incident n’interagit que faiblement avec le rayonnement
externe puisque ce dernier possede une masse my = 1836.15m, (ol m, est la masse de 1'électron),
nous incluerons dans notre modele :

2.3 linteraction électron-(anti)atome perturbativement par un développement en série de

Born du premier ordre,

2.4 D'interaction électron-laser de maniére non-perturbative,
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2.5 les interactions atomes-laser par un développement au premier ordre de la théorie des

perturbations dépendantes du temps.
Dans la section 2.5, nous porterons un intérét particulier au traitement de I'interaction positronium-
laser, en précisant que le traitement de 'interaction antihydrogene-laser est semblable. Nous utili-
serons le systeme d’unités atomiques ot les normalisations des grandeurs liées au champ électrique,
issues de la référence [71], sont reportées dans le tableau 2.1. Dans ce systéme d’unité la constante
de structure fine vaut o = 1/c ~ 1 /137 u.a., et la fréquence angulaire wy s’obtient directement a partir
de la longueur d’onde en utilisant la relation wg(u.a.) = 45.5633526/Ao(nm).

Grandeur Normalisation Valeur

charge le] 1.602177 x 10~ C
masse Me 9.109383 x 103! kg
action h 1.054572 x 10734 Js
longueur ag = h?/(mee?) 5.291772 x 10~ m
énergie By = h?/(mead)  4.359744 x 10718 ]
temps h/Ey 2.418884 x 10717
vitesse aoEn/h = ac 2.187691 x 105m/s
amplitude e/ad 5.142208 x 10? V /cm
intensité ce?/(8rag) 3.509447 x 106 W /cm?

Table 2.1 — Unité atomique de base de quelques grandeurs définies suivant la charge et la masse de
I’électron ; I'unité atomique de distance est le rayon de Bohr ag et I'unité atomique d’énergie
FEy est appelée énergie de Hartree.

2.3 Interaction électron-(anti)atome

commencons tout d’abord par rappeler les hypotheses que nous utilisons pour simplifier notre
étude, et qui figurent dans le chapitre traitant des problémes de diffusion par un potentiel central
dans l'ouvrage de Cohen-Tannoudji [75] :

- les antiprotons du faisceau incident ainsi que les particules formées a l’issue du processus de
capture n’interagissent pas entre elles,

- la cible atomique est suffisament mince et la densité du nuage de positronium suffisament
faible pour que 'on puisse négliger les processus de collision multiple au cours desquels un
antiproton incident interagit successivement avec plusieurs positronium de la cible,

- les antiprotons du faisceau incident se déplacent dans une méme direction z de I’espace (voir
figure 2.1),

- les particules sont supposées sans spin,

- nous adoptons un cadre de travail non-relativiste en considérant des vitesses d'impact v; < ¢,

- nous supposerons que les interactions entre les particules qui collisionnent peuvent étre
décrites par des énergies potentielles ne dépendant que de la position relative entre les
constituants de chacune des particules.

En fait, les deux premieres hypotheses reviennent a supposer qu’un seul antiproton du faisceau
incident interagit avec un seul positronium de la cible. Comme les grands nombres de particules
présentes au sein du faisceau incident et de la cible atomique permettent de réaliser indépendam-
ment un grand nombre de collisions quasiment simultanées, nous pouvons interpréter ’expérience
décrite comme un grand nombre d’expériences de collision antiproton-positronium ; la troisieme
hypothese assure que toutes ces expériences sont réalisées dans des conditions identiques.

D’une part, nous devrions pour décrire quantiquement le processus de diffusion d’une particule
incidente par une particule de la cible étudier I’évolution au cours du temps du paquet d’ondes
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|¥(t)) représentant 1’état du systeme de particules. Habituellement, nous supposons pour cela que
le potentiel d’interaction est centré en un point O de 'espace et fixons l'origine des temps ¢t =0 a
I'instant ou le centre du paquet d’ondes atteint ce point. En introduisant le parametre d’impact
b défini comme étant la distance perpendiculaire entre la trajectoire de 'antiproton incident et le
point O, nous pouvons décrire le processus collisionnel comme suit, en distinguant trois intervalles
de temps :

- le paquet d’ondes planes incident situé en sortie du collimateur a l'instant ¢ = —oco et se
dirige vers la zone d’action du potentiel,

- il interagit sur un temps —t./2 <t < t./2 de l'ordre du temps de collision ¢, = b/v; avec le
potentiel d’interaction : la résultante correspond a une superposition d’un paquet d’ondes
planes prolongeant le paquet d’ondes planes incident le long de 'axe (Oz) et d'un paquet
d’ondes diffusé divergeant dans toutes les régions de 1’espace,

- la détection des ondes diffusées prend place suffisament loin de la zone d’interaction du
potentiel a l'instant ¢t = +oo.

Cela signifie que le mouvement des particules qui collisionnent devient libre aux instants passé
(t = —o0) et futur (¢ = +o0) lointain de 'instant de collision, au sens ou il ne reste pas d’interac-
tion entre les particules qui collisionnent. Ainsi, les caractéristiques du ket physique |¥(t)) recher-
ché décrivant I'évolution de la particule incidente sont bien connues dans les limites ou ¢ — Foo.
Néanmoins, la résolution de I’équation de Schrédinger en temps nous conduirait a de trop lourds
développements et c’est pourquoi nous raisonnerons dans la suite directement sur les états sta-
tionnaires de diffusion. Bien que ces derniers ne soient pas physiques puisqu’ils représentent des
solutions qui ne sont pas de carré sommable, nous adoptons cette démarche dans la mesure ou elle
nous conduit aux mémes résultats qu'une description rigoureuse. Suivant le principe d’intertitude,
la considération d’une particule incidente ayant une impulsion donnée implique nécessairement un
manque d’information sur la position de celle-ci qui est délocalisée dans tout ’espace. Qui plus est,
nous comprenons que ces états ne seront plus « stationnaires » au sens propre du terme lorsque le
processus de diffusion est assisté par champ laser.

D’autre part, bien que I'antiproton incident est produit a des énergies bien plus importantes
que celles du positronium, nous allons supposer dans la suite qu’un positronium incident arrive sur
un antiproton immobile. Comme il ne s’agit que d’une question de point de vue, nous précisons
qu’une telle description se fait sans pour autant perdre en généralité et que nous pourrons, afin
d’interpréter par la suite les résultats, reconsidérer la situation expérimentale en utilisant la relation
de passage entre ces deux énergies Ej/mj ~ 12Ey,s/me.

2.3.1 Matrice de diffusion

Soient « et 8 les états initial et final du systéme de particules, caractérisés par les nombres
quantiques introduits dans 1’équation bilan (2.1) mais aussi par les impulsions k, du positronium
incident et kg de I'électron diffusé. Généralement, la direction et la norme du vecteur d’onde inci-
dent sont fixées par les conditions expérimentales. Ainsi, la norme du vecteur d’onde sortant kg(p)
correspondant & l’échange net de p photons est imposée par la loi de conservation de ’énergie.
Utilisant les coordonnées sphériques, nous introduisons les angles (6, ¢) repérant la direction de
I'électron diffusé. Introduisant par ailleurs |®y, (t)) et [®g,(t)) les états libres du systéme en interac-
tion avec le champ externe aux instants ¢ = Foo nous pouvons, a partir de I’équation de Schrédinger
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Figure 2.1 — Coordonnées utilisées pour décrire le processus de capture : les états liés présents au sein de
chaque voie sont entourés ; les lignes bleues et vertes définissent respectivement les potentiels
d’interaction V, et V3 ; le probleme est a symétrie sphérique pour une polarisation rectiligne
du champ suivant Z; le collimateur du faisceau laser est situé dans le plan transverse a la
direction du falsceau incident ; angle de diffusion est représenté par 6 = (ka, k:ﬂ)

dépendante du temps, nous ramener a la résolution du probleme aux limites suivant

00 W (1)) = H| (1)), (2.20)
im |w(t)) = |, (1) (2.2b)
Jim [9(1)) = |9, (1)) (2.2¢)

ou H est 'hamiltonien total du systéme. De plus, il est particulierement avantageux pour la descrip-
tion théorique d’un processus de diffusion inélastique de décomposer 'hamiltonien total du systeme
comme suit

H(t) = Ho +Hi(t) + Vo = Hg + Hi(t) + V3. (2.3)

Dans la relation ci-dessus, H, et Hg sont les hamiltoniens non-pertubés du systéme incluant uni-
quement les énergies cinétiques et les énergies potentielles d’interactions internes des particules qui
collisionnent. Les potentiels V,, et V3 décrivent les interactions entre ces particules, et le terme d’in-
teraction H;(t) dépendant du temps décrit leurs interactions avec le rayonnement externe. Compte
tenu des vecteurs r et s répérant la position de 1’électron et du positon par rapport a 'antiproton
supposé immobile (fig. 2.1), il vient que

Ha(r,s) = =12(A, + Ay) = |r — 5|71, (2.4)
Hp(r,8) = (=205 — [s]71) = 1A, (2.5)
Va(r,s) =|r|~! —|s|71, (2.6)
Va(r,s) = |r|t —|r — 5| 7L (2.7)

Précisons que les énergies potentielles d’interaction sont asymptotiquement nulles, c’est a dire
Va(r,s) = Vg(r,s) = 0 lorsque r,s — co. De plus, I’équation de Schrodinger (2.2a) incluant I'une
des conditions aux limites (2.2b) ou (2.2c) peut étre transformée en une équation intégrale de
Lippman-Schwinger [76], qui résulte de la résolution de I'une ou l'autre équation

(10 — Ha — Hi(t)) [Pk, (1)) = Va [Pk, (1)), (2.8a)
(10 — Hp — Hi1(t)) (Wi, (1) = Vi [Pry(t)) - (2.8b)

Comme les solutions homogenes (membre de droite nul) de (2.8) sont par définition les états libres du
systéme en interaction avec le champ externe, nous obtenons en y ajoutant une solution particuliere
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pour la voie initiale
t
W 0) = [, (0) + [ 0G0V 9 (), 2.9

olt Popérateur G') est le propagateur causal (retardé en temps) de la voie initiale, solution de
I’équation

(10 — Ho — H1()) G (t, 1) = 6(t — 1), (2.10)
suivant la condition au bord G{”(¢,#') = 0 pour ¢ < '. Ce dernier peut étre construit une fois que
les états |y, (t)) et leurs valeurs propres sont connues, ce qui est précisement 1'un des buts de notre
étude. En utilisant la représentation position, il peut étre interprété comme étant I'amplitude de
probabilité pour que le positronium se déplace d’un endroit & un autre en un temps donné

Oy, (7,8,1) = Rﬁdr’ds’ij)(r,s,t; v s )Py, (7,8 1), (2.11)
au sens ou il permet de définir la fonction d’onde localisée en (r,s) a 'instant ¢, & partir de la
fonction d’onde qui était précisement localisée en (', s’) a Uinstant antérieur ¢'. Bien qu’ici nous ne
cherchons pas a le calculer, cet opérateur dont les propriétés sont indiqués dans [77, 78] intervient
couramment dans les processus de collision assistés par champ laser.

De plus, l'information sur les phénomeénes physiques se produisant dans la région de I'espace
proche de la zone de collision ne peut étre obtenue qu’en comparant les caractéristiques des voies
initiale et finale. C’est pourquoi nous introduisons l'opérateur unitaire de diffusion S, qui est un
outil mathématique indépendant du temps connectant 1’état initial et I’état final du systeme, et
dont les éléments de matrice sont donnés par [(0]

Skg,kia = tlgrnoo (\I/;c_/; (t)‘\IJ;:‘;) (t)> ) (2.12&)
= i [ d (V) () Val, (1) (2.12b)

R
— /R dt (@, (1) V5|9 (1)) (2.12¢)

C’est d’ailleurs par la détermination de ces éléments de matrice que nous obtenons 'amplitude
de transition o — 8 du systéme de particules collisionnel, qui est directement proportionnelle aux
grandeurs physiques mesurables telles que les sections efficaces. Comme 1'obtention des états sta-
tionnaires de diffusion |\If§:a>(t)> est une question délicate, nous avons recours dans la plupart des
cas a des méthodes approximatives : I'une d’elle, qui est une méthode perturbative, consiste en un
développement en série de Born des éléments de la matrice de diffusion [70]. Ce développement
s’applique lorsque 1’électron formé a l’issue du processus de capture est suffisament rapide pour
atteindre des énergies d’au moins 100eV. Il est obtenu en résolvant par itération I’équation de
Lippman-Schwinger (2.9), puis en reportant celle-ci dans la relation (2.12¢). Ainsi, nous obtenons
un développement a 'ordre ¢ des éléments de la matrice de diffusion faisant intervenir une fois le
potentiel d’interaction V3 et ¢ — 1 fois le potentiel V,,. Cette méthode est illustrée ci-dessous jusqu’a
I'ordre deux

q
Skake ~ D Skiy (2.13)
k=1
Skadeo = 1 /Rd’f (Pry (1) V| Pro (1)) (2.14)

SEk, = =i [[dt [ dt (@, (VG (1. 0)Val o, (). (2.15)
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Dans ce travail, nous nous limiterons a 'ordre un (2.14) et utiliserons par conséquent uniquement
lopérateur de Green coulombien obtenu dans un formalisme indépendant du temps (voir complé-
ment C). Nous invitons toutefois le lecteur & consulter [79, 0] pour plus de détails sur l'ordre deux
nécessitant 1'utilisation du propagateur causal défini en (2.10), et plus particulierement [21] qui
étudie la réaction inverse conjugué a (1.3).

2.3.2 CBA versus CDW-IS

Comme au premier ordre du développement en série de Born la propagation de 1’électron dans
le champ coulombien de H est a fortiori décrite par une onde plane dans les états |k, (1)), nous
distinguons ici deux types d’approximations suivant la description adoptée pour la voie initiale
38 :

- Iapproximation CDW-IS! tient compte dans |y, (¢)) du mouvement perturbé de I’antipro-
ton par le champ coulombien de 1’électron et du positon; la propagation de ce dernier est
alors décrite par des fonctions d’onde coulombiennes (se référer au compl. A).
- lapproximation CBA? décrit la propagation de I'antiproton incident & méme niveau de
description que la voie finale.
Une troisiéme approximation dérivée de la premiere est également utilisée par la communauté. Celle-
ci connue sous le nom de CDW-EIS? a été introduite au départ par Crothers et McCann afin de
décrire I'ionisation dans les processus de collision ion-atome [42]. Elle consiste en une approximation
des fonctions d’onde coulombiennes, qui se traduit par des termes de phases additionnels dans les
fonctions d’onde planes [%3].

Bien que le formalisme CDW-IS soit plus raffiné, nous considérerons pour la premiere réaction
Papproximation CBA en nous basant sur le fait que cette derniére permet d’obtenir des sections
efficaces plus proches [3%] des mesures expérimentales réalisées pour ’état fondamental du posi-
tronium [31]. Comme & lissue du réarrangement des particules les atomes intervenant dans les
deux voies ne sont pas indentiques, les coordonnées qui définissent le potentiel d’interaction per-
turbant la voie initiale (2.6) different de celles qui définissent le potentiel d’interaction perturbant
la voie finale (2.7). Ainsi, nous devons faire un choix lors du calcul des éléments de la matrice de
diffusion. En effet, le développement en série de Born de (2.12b) obtenu en utilisant I’équation de
Lippman-Schwinger satisfaite par (\Ilgc;)(tﬂ nous aurait conduit vers des éléments de matrice (2.14)
faisant intervenir V,, : la différentiation entre I'une ou l’autre forme possible se fait suivant ’appel-
lation prior lorsque nous considérons V,, et post lorsque nous considérons V. Ces deux formes ne
conduisent habituellement pas aux mémes probabilités de transition lorsque les états asymptotiques
@, (1)) et |Pg,(t)) ne sont pas états propres des hamiltoniens respectifs H,, + Hi(t) et Hg + Hi(t).
Par conséquent, nous retrouvons cette contradiction aussi bien dans un calcul CDW-IS a champ
nul (H;(t) = 0) que dans un calcul CBA lorsque la réaction est assistée par champ laser, puisque
nous traiterons l'interaction atome-laser approximativement. Par la suite, nous vérifierons que les
sections efficaces obtenues a champ nul dans 'approximation CBA en considérant la forme prior

sont identiques & celles obtenues par Comini et al. [35] dans la forme post
(B (1) Va i (1) = (B, (1) s+ Vi — Mol (1) (2.164)
= (Pry (1) B + Vo — Ea| Pk, (1)) (2.16b)
= ( Pk (1) [Vs| P, (1)) (2.16¢)

1. Continuum Distorded Waves - Initial State.
2. Coulomb Born Approximation.
3. Continuum Distorded Waves - Eikonal Initial State.
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puisque dans ce cas particulier, E, = Ez compte tenu de la loi de conservation de I’énergie [50].
Une discussion plus approfondie sur la contradiction post-prior dans 'approximation CDW est
disponible dans [27]. Celle-ci est faite a travers 1’étude de la formation de positronium par la
collision positon-atome.

2.4 Interaction électron-laser

2.4.1 Traitement du champ électromagnétique

Nous nous placgons dans le cadre de 'approximation dipolaire qui rappelons le, consiste a négliger
les variations spatiales du champ électromagnétique au sein de ’atome. Celle-ci est valide lorsque
la longueur d’onde du rayonnement est tres grande devant les dimensions atomiques. En ce qui
concerne les atomes hydrogénoides, les raies d’émission sont localisées a des longueurs d’ondes
Ao = 27mc/wy > 91.13 nm (il s’agit de la limite de la série de Lyman pour H) tandis que les dimensions
atomiques du systeme sont de l'ordre du rayon de Bohr ag. Si rg désigne la position du noyau
atomique, le champ électromagnétique classique caractérisé par les vecteurs (€(ro,t), B(ro,t)) est
donc purement électrique compte tenu de I’équation de Maxwell dans le vide 8 = Vx A =0,
ou A(rg,t) est le potentiel vecteur pris en jauge de Coulomb (automatiquement satisfaite dans
Papproximation dipolaire) vérifiant

Ot A(rg,t) = —c&(ro,t). (2.17)

Par la suite, nous considérons ro = 0 et adoptons la notation A(t) = A(ro,t) pour 'ensemble des
grandeurs issues du champ. Comme nous ne décrivons pas le spin des particules, seul le module
au carré de 'opérateur moment cinétique orbital intervient dans I’hamiltonien total (2.3), et cela
que le processus de collision soit assisté par champ laser ou non. C’est pourquoi nous donnerons les
sections efficaces indépendamment des nombres quantiques magnétiques intervenant dans (2.1), en
moyennant la probabilité de transition de I’état initial vers I’état final sur 'ensemble des valeurs
accessibles dans la voie initiale et en considérant ’ensemble des valeurs accessibles dans la voie
finale.

Aussi, nous adopterons une description classique du champ électromagnétique en remarquant
que, si N désigne le nombre de photons de fréquence angulaire wy contenus dans une cavité de
volume V = A3, les lasers produisant des rayonnements électromagnétiques cohérents (au sens de
cohérence spatiale) décrits habituellement par les états de 1’électrodynamique quantique convergent
vers les états classiques du champ lorsque NV — oco. Ce comportement peut étre interprété en remar-
quant qu’a I’échelle de 'atome, les corrections quantiques tenant compte des fluctuations du vide de
photons induisent de faibles variations sur le champ électromagnétique classique lorsque le nombre
de photons environnant est relativement important [$%]. Cela provient du fait que le rapport entre
les densités d’énergies associées aux fluctuations quantiques du vide et aux fluctuations classique du
champ est directement proportionnel a ce nombre de photons. Utilisant la relation liant 'intensité
Iy du champ a la densité d’énergie p = Iy/c, il vient que

_rv
N = haon” (2.18)
Bien évidemment, 'absorption d’un certain nombre d’entre eux par le systeme de particules lors de
la collision ne doit pas conduire & un nombre de photons environnant (2.18) trop faible, auquel cas le
présent traitement ne serait plus valide et nous devrions utiliser les opérateurs d’annihilation et de
création de I’électrodynamique quantique. A titre d’illustration, le rayonnement émis par un laser
Nd :YAG (de longueur d’onde Ao = 1064 nm) d’intensité I = 10® W /cm? nous conduit & A" ~ 2 x 104,
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et ce méme calcul pris a longueur d’onde A\g = 243 nm de la raie Lyman-a du positronium nous
conduit & A ~ 60. Comme il sera développé plus tard, nous considérerons des lasers conduisant a
une modification appréciable des sections efficaces. Celle-ci peut provenir de la contribution des
états habillés de ’électron nécessitant de considérer des longueurs d’ondes de 1’ordre de 800 nm et
plus, ou des phénomenes de transitions atomiques qui prennent place lorsque les longueurs d’ondes
sont voisines de celles des raies spectrales. Il est également intéressant de signaler qu’une description
quantique du champ par les états cohérents de la lumiére [29] (états quantiques d'un oscillateur
harmonique minimisant les fluctuations du vide) conduit approximativement aux mémes résultats
que la mécanique classique pour N > 10.

Bien que les sections efficaces dépendent de ’état de polarisation du champ [(], nous ne consi-
dérerons ici que le cas d’un champ électrique polarisé rectilignement et orienté suivant la direction
du vecteur d’onde incident

E(t) = fr(t)& sin(wot)Z. (2.19)

Précisons que ce choix sur I’état de polarisation du champ présente I'avantage de pas alourdir
nos développements puisqu’il impose a notre probleme d’étre a symétrie sphérique (voir fig. 2.1),
traduisant ainsi I'invariance du systeme collisionnel suivant la rotation d’angle ¢ autour de I'axe
z. Dans la relation ci-dessus, les fonctions f, a valeurs sur [0:1] modélisent 1’enveloppe de I'im-
pulsion laser ayant pour largeur & mi-hauteur 7. Asymptotiquement, elles vérifient la condition
fr(£o00) = 0 et leur décroissance a partir de leur maximum se fait plus ou moins rapidement sui-
vant la largeur de l'impulsion. Dans la littérature [90, 91], I'utilisation d’un sinus carré défini par
morceaux (f,(t) = sin?(nt/7)si0 < t < 7, Osinon) est un exemple de profil d’enveloppe couramment
utilisé. Néanmoins, considérer 'une de ces enveloppes variables en temps nous demanderait de
résoudre les équations de Schrodinger associées aux états @, (t)) et |Pg,(t)) par des méthodes
purement numériques, dans la mesure ou aucune approche analytique n’est possible. Initialement,
nous avions utilisé le développement en série de Fourier de (2.19) afin d’inclure cet aspect dans notre
formalisme. Cependant, cela nous a défavorablement conduit vers un produit de distributions § a
I'issue de l'intégration sur le temps des éléments de la matrice S, qui ne nous a pas permis d’obtenir
de facon univoque la loi de conservation de I’énergie lorsque le processus de capture s’accompagne
de I’échange net de p # 0 photons.

C’est pourquoi dans la suite nous n’envisageons de décrire, parmi tous les processus de capture
assistés par champ laser (2.1), que ceux pour lesquels le déphasage entre 'instant de collision ¢ = 0
et le maximum de I'impulsion incidente est quasiment nul. De plus, nous supposerons que la durée
d’impulsion est relativement longue, de sorte qu’en moyenne, l'intensité du laser varie faiblement de
son intensité maximale sur des temps de l'ordre du temps de collision t. = b/v; (voir fig. 2.2). Dans
ce cadre, le champ électrique du laser est modélisé par une onde plane monochromatique f,(¢) =1,
qui provient d’un branchement adiabatique au systeme de particules a l'instant passé lointain de
I'instant de collision ¢35 = —oo.

tBEnOOA(t) =0 (2.20)
Il est important de préciser qu'un tel raisonnement s’applique uniquement pour :
- une durée d’impulsion sus-picoseconde, conduisant a t. < 7 au vu des temps caractéristiques
te ~ 0.1fs des processus de collision inélastique rapide (H,e™) [59].
- une longueur d’onde prise en adéquation avec le temps de collision et vice versa, de sorte
que la condition
te > 2w /wo, (2.21)

soit satisfaite. Celle-ci traduit du fait qu’au moins quelques oscillations du champ doivent se
manifester sur un temps de I'ordre du temps de collision. Considérant par exemple longueur
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d’onde \g = 243nm (raie Lyman-« du positronium), nous obtenons une période d’oscillation
du champ de 0.81fs. Ainsi pour une énergie d’antiproton de 1keV, nous constatons que
b > 1.42nm pour qu’au moins quatres oscillations se produisent sur l'intervalle de temps ..
Comparativement avec le modele Bohr, la valeur du parametre d’impact obtenue ici est 13
fois plus élevée que la valeure minimale, qui correspond au rayon atomique r = 2ag de la
couche K du positronium.

AB  Zone de collision
(S) 1

Figure 2.2 — Tllustration des processus de collision assistés par champ laser au voisinage du maximum de
Iimpulsion f(0) = 1; l'origine du faisceau laser est représentée par (S) et orientation du
champ magnétique est imposée par la direction de propagation du champ, arbitrairement
choisie suivant % ; pour des temps d’interaction de 'ordre de —1/2t, < ¢t < 1/2t., Pamplitude
du champ électrique ne varie que faiblement de son maximum lorsque t. < 7.

2.4.2 Etats de Gordon-Volkov

Les états de I’électron habillés par le champ sont décrits par la composante non-relativiste des
états de Gordon-Volkov pour une particule de spin 1/2 [92, 93]. En utilisant une description semi-
classique ces états sont, dans ’approximation dipolaire, solutions de I’équation de Schrodinger
suivante

[0 = 1/2(= iV, + A1) | Xy (r,8) = 0, (2.22)

ou « désigne la constante de structure fine et A(t) = €y cos(wot)/(awy) le potentiel vecteur donné
en (2.17). Utilisant le fait que I’équation de Schrodinger (2.22) est invariante par transformation
de jauge [60], nous pouvons éliminer la composante quadratique du potentiel vecteur par le biais
de la transformation

t
o (rs8) = X, )0 200 (2.23)
et par suite déterminer les solutions de I’équation de Schrédinger
[0+ 12200 = HY (m,8)| X, (r, 1) = 0, (2.24)
HY (7, t) = —iaV,- A(t), (2.25)
exprimées en jauge vitesse. Celle-ci met en avant le couplage entre le potentiel vecteur et I'impulsion
de I’électron, contrairement a la jauge longueur que nous utiliserons ultérieurement, et qui couple

I’amplitude du champ électrique a la position de la particule. De plus, ’hamiltonien présent dans
(2.24) commute avec 'opérateur impulsion —iV, et les ondes planes sont fonctions propres de cet
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opérateur, avec comme valeurs propres kg. Ainsi, les solutions peuvent étre obtenues en séparant
les variables d’espace et de temps comme suit

X, (r,t) = (2m) etk T (1), (2.26)
ol les fonctions ¢y, sont solutions de I’équation différentielle du premier ordre
Dy (1) = |12k + kg - A(1) | o, (0). (2:27)
Intégrant cette équation, il vient que
t
i 2 s . / !/
by (t) = e~ kA = k[ A (2:28)

ol la constante v = 1 est choisie pour fixer la normalisation <X¥B |X,¥a> = d(kq — kp). Utilisant (2.23),
nous obtenons explicitement les solutions de I’équation de Schrodinger originelle (2.22)

Xk (7 1) = (zw)—i’/ze—i/zk?st +ikg(r—a(t)) —ie(t) (2.29)
a(t) = a / AWV = g sin(wol), (2.30)
2 ! 241 / 53 .
8(t) = 1o / A2(¢)dt' = (Ut +1/s 5 sin(2ut), (2.31)
A 3

qui correspondent & des fonctions d’onde planes se propageant dans la direction I%g lorsque & = 0.
Si & # 0, nous distinguons dans (2.29) la présence de trois phases additionnelles dépendantes du
temps :

- la premiére phase fait intervenir le vecteur de déplacement (2.30) défini en fonction de 'am-
plitude ag = & /w?, et permet de décrire le mouvement classique des oscillations de ’électron
dans la direction de polarisation du champ z(t) = «(t) indépendamment des considérations
faites sur 4. Celui-ci est régi par ’équation du mouvement classique

a(t) = aA(t) = —£(t). (2.32)

En utilisant I'identité de Jacobi-Anger [77]

pizsin(wot) _ Z Jp(z)eipwot’ (2.33)

p=—00

dans la relation (2.26) ou J, sont les fonctions de Bessel d’ordre p et d’argument oy = g - kg,
nous obtenons -

XV, (1) = 2m) 7Y Jy(ag)et®a T it(1/2k5 + pwo) (2.34)

p=—00

Cette réécriture nous permet de constater que les états de Gordon-Volkov décrivent l'in-
teraction électron-laser a tous les ordres, au sens ou le présent traitement non-perturbatif
peut s’écrire comme un développement en série infinie dont les termes successifs décrivent
respectivement les échanges de p photons entre I’électron et le rayonnement ; I'influence du
champ laser sur I’électron est par ailleurs caractérisée par le parametre de couplage g, qui
croit naturellement en fonction de l'amplitude des oscillations (plus 'amplitude du mou-
vement est grande, plus I’électron est susceptible d’interagir avec un nombre de photons
important) et qui nous renseigne sur le nombre de photons réellement impliqués dans le
processus collisionnel [03].



24

Calcul des sections efficaces pour la production de H

- les deux autres phases, sont issues de la transformation de jauge (2.23). D’une part, nous re-
connaissons dans (2.31) expression de I’énergie pondéromotrice classique (U) = 1/1(&/wo)?
qui apparait ici comme une correction a 1’énergie cinétique de I’électron lorsque celui-ci est
habillé par le champ. Cette quantité correspond a I’énergie moyenne acquise par 1’électron
sur un cycle optique dans son mouvement oscillatoire dans la direction de polarisation. Elle
peut étre interprétée comme le déplacement Stark quadratique? d’un systéme & deux ni-
veaux, obtenu par application d’un champ électrique & cos(wpt) lorsque wy est tres grand
devant la pulsation de Bohr du systeéme (il s’agit de la limite de I’électron libre) [91]. En
toute rigueur, les états Gordon-Volkov décrivent également le déplacement du centre des
oscillations dans la direction de propagation du champ x(t) = a¢(t) (par exemple, suivant X
comme indiqué fig. 2.2). Cela implique que lorsque I’électron est au repos kg = 0, le mou-
vement bidimensionnel résultant de la superposition des mouvements z(t) et x(¢) forme un
noeud de huit inscrit dans le plan x—z, dont ’axe majeur est z.

Néanmoins, le mouvement z(t) ne peut étre décrit dans I’approximation dipolaire puisque

la phase (2.31) se réduit a une phase a l'origine variable en temps pour des champs spatiale-

ment homogene. Cette lacune est une conséquence directe du fait que ’équation de Lorentz

décrivant le mouvement de I’électron dans la direction de propagation du champ dépend de

la composante magnétique (orientée suivant —§ sur le schéma), considérée ici comme nulle.
Au-dela de l'approximation dipolaire, la valeur yo = !2amd/ws du déplacement du centre des
oscillations par cycle optique dans la direction de propagation du champ [60] nous permet de
déterminer approximativement le seuil en intensité au-dessus duquel I’approximation dipolaire n’est
plus valide. Pour cela, nous résolvons I’équation x ~ ag représentative d’un déplacement de ’ordre
des dimensions atomiques qui, a la longueur d’onde de la raie Lyman-«, nous conduit vers une
intensité de seuil Iy ~ 2 x 10" W/cm?. Considérant par ailleurs la longueur d’onde A9 = 800nm du
laser Ti :Saphir, ce méme calcul nous conduit & Iy ~ 10 W/ch. Ces exemples, montrent que le
traitement de I'interaction électron-laser dans ’approximation dipolaire reste valide dans un régime
de basse-moyenne intensité, lorsque Iy < 10> —10'6 W/ cm?.

2.5 Interaction positronium-laser

2.5.1 Premier ordre de la théorie des perturbations dépendantes du temps

Il s’agit a présent de déterminer les états asymptotiques |®y_ (¢)) solutions homogenes de I’équa-
tion (2.8a), qui s’écrit

(00 = 12(— iV, + A1) = 12(= iV, — aA(1))" — |1 — 8| B, (r,5,1) = 0, (2.35)

ou les termes d’interaction avec le champ externe sont une combinaison linéaire de ’hamiltonien
(2.22) obtenue en utilisant les charges —1 et +1 de ’électron et du positon. Séparant ces derniers,
nous pouvons réécrire (2.35) sous la forme

[i@t —Ha(r,s) — Hy(r, s,t)}@ka (r,s,t) =0, (2.36)
Hi(r,s,t) =ia(Vs — V,)-A(t) + a?A%(t), (2.37)

ou 'hamiltonien non-perturbé H, est défini par la relation (2.4). Comme le potentiel intervenant
dans H, est un potentiel central symétrique, nous pouvons nous rammener a 1’étude du mouvement

4. Selon un traitement au deuxieéme ordre des perturbations.
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d’une particule fictive de masse p = 1/2 dans le référentiel du centre de masse du positronium, en
introduisant respectivement les coordonnées p = 1/2(r + s) et ¢ = r — s (voir fig. 2.1). On peut ainsi
réécrire H, comme

Ha(p,q) = —1/18y = By = ¢ = Hip) + Hi(a). (2.38)

Cela nous permet, puisque les variables (p, g) sont entierement découplées 'une de I'autre, d’obtenir
les solutions de (2.36) sous la forme [(3]

B, (p, q,t) = (27) " 2eikarp— V") —iaA(t) - (r = s) L g 4). (2.39)

ou la premiere phase de (2.39) décrit le mouvement du centre de masse d’impulsion k, = 2v2 et de
vitesse v; la seconde phase, qui correspond a la transformation de jauge de Goeppert-Mayer [97],
nous permet d’obtenir I’équation de Schrodinger associée aux états |€2(#)) en jauge longueur. Ces
derniers décrivent le mouvement de I’électron dans le champ coulombien du positon en présence du
rayonnement incident

0 €k (1)) = [Ma +Hr (@ D)] 1€ ®), (2.40)
Hi(g,t) = E(t)-q. (2.41)

Comme ’équation (2.40) n’admet pas de solutions analytiques exactes, nous envisageons de déter-
miner approximativement les solutions en utilisant un développement au premier ordre de la théorie
des perturbations dépendantes du temps [05]. Ceci suppose que 'amplitude du champ électrique
est faible, c’est & dire & < e/a?. Ainsi, I'interaction entre le positronium et le rayonnement incident
est vue comme une perturbation devant l'interaction coulombienne présente entre les constituants
de I'atome. Utilisant la notation abrégée [vn,) = [Vn,i,m,) €t €, = —1/2u/(2n12)) pour I’énergie de
liaison, nous supposons pour ce faire qu'un seul état propre de HZ est initialement occupé

Jim [€5(6)) = [, ) 7t (2.42)

en amont du branchement adiabatique du champ a l'instant t) = —oo. Sur le modele développé dans
la référence [75], nous supposons que le spectre de HZ comprend :
- un ensemble d’états discrets |ig) = |[pim) d’énergie ¢, < 0, possédant k — 1 orbitales 21 + 1
fois dégénérées

HE [vr) = ex [Vr) (2.43)
- un ensemble d’états |¢,) d’énergies E, > 0 formant un continuum
/ng W}R> = Ex ‘wn> . (2.44)

Les expressions de ces états en représentation position sont données dans le complément A. Contrai-
rement aux états liés électron-positon, les états du continuum décrivant le mouvement de 1’électron
d’énergie E, = k?/(2u) dans le champ coulombien du positon résiduel sont infiniment dégénérés.
En effet, la donnée de I’énergie E, ne permet pas de définir entierement ces états caractérisés en
plus par les angles précisant la direction de propagation. De plus, nous supposons que les états
propres de HZ satisfont a la relation de fermeture et aux relations d’orthogonalité suivantes

;rwwk\ +/Rgdm\¢n> (el =1, (2.45a)

(Yr|ton) = Okn, (2.45b)
(Vrlty) = 6(k =), (2.45¢)
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et considérons le développement du ket [€2(¢)) sur la base compleéte des états propres de HZ
€50 = S w04 ) + [ drm e e ). (2.46)

Remarquons que si H; () est nul, les coefficents v (¢) et v(k, t) sont constants. Si nous portons (2.46)
dans ’équation de Schrodinger (2.40), nous obtenons un systéme d’équation intégrodifférentielle
que nous ne savons pas résoudre. C’est pourquoi nous déterminons les solutions de ce systéme sous
la forme d’un développement en série de puissances de &.

®) =10 + Ev V() + E24P (1) + ... (2.47a)
Yk, t) =7 O (k,t) + €7 W (K, t) + E57P) (k1) + ... (2.47b)

Cela nous permet d’obtenir de proche en proche les solutions d’ordre r a partir de 'ordre r — 1
suivant le schéma

i) (et = (Zw&“%)e—“'ﬂf (el + [ drer Do, 0T (VA0 ), (248)

k

(r)( (Z (r—1) —iekt (| _{_/Rg,{,y(r—l)(mt)e—iEmt <¢n’)7‘ll(7§) |7/)7> (2.48b)
k

Compte tenu de la relation (2.42), les conditions initiales sont données par
’Y/E;O) (t = —00) = Okn,, 7O (g, t = —0) =0, (2.49)

et la relation (2.46) obtenue a l'ordre le plus bas en & s’écrit par conséquent

€50) = 3 [0 + Enf O] i) + & [ dir e, 0T Bt ) +o(€0). (2:50)

k

Les coefficients w,gl)(t) et vM(k,t) de (2.50) sont, d’apres les relations (2.48), donnés par
t
1) t) — _i/dt/el(fk - an)t/<¢k|v(t/) |¢np>7 (251&)
—o0

W(k,t) = —i /_t dt' e Ex = )t (0 |V () [thn, ) (2.51D)

ol nous avons introduit V(t) = H;(t)/&. Intégrant les relations (2.51), nous obtenons finalement
les solutions approximatives de (2.40)

€h @) = et [ [ghn, ) +i(Juyh ) €08 — o ) e=100) | 4+ o(&y), (2.52)
’Ui) — 1/2 l:z ‘wk> <¢k| + 'dK‘J |¢n) <¢n| :|80 q |¢np> , (253)
% €k — €n, T wo R3  Fy — €n, £ wo
= _1/2Gc(€np $w0)£0'q|¢np> ; (2.54)
olt G, est 'opérateur de Green coulombien évalué a I'énergie ¢, F wo [10] ; la représentation position

de (2.54) ainsi que la méthode utilisée pour évaluer numériquement les composantes radiales de G,
sont données respectivement dans les compléments B et C.
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Sur le méme modele, les états de H en interaction avec le champ externe sont donnés par

£5(s,t) = AN 8el(s 1), (2.55)
65(0)) = e " mt [ Jun,) = i(Jug, ) ™0 — o, ) e 0") | 4 o(&9), (2.56)
= _I/QGC(enh ¢w0)50'q,¢nh>a (2'57)

ou le signe devant les corrections du premier ordre de (2.56) opposé & (2.52) vient de la transfor-
mation de jauge (2.55).

2.5.2 Validité du traitement perturbatif

Considérons les processus de transition entre deux états discrets, impliquant I’état initial [,)
de moment angulaire [, et un certain état final |¢);) de moment angulaire I pouvant prendre de
multiples valeurs quand k # n,. Compte tenu des regles de sélections obtenues pour une polarisation
rectiligne du champ, seules les transitions de (¢, 1,m,) vers les états |[¢x,) pour lesquels | =1, £1
et m = m,, sont permises. De plus, puisque la probabilité de transition qui en résulte s’écrit comme
la somme de deux termes complexes

1 i _ ) 12
P k() = 18N ()% = 1/202 €70 (wp, + wo) T — €790 (g, — wig) T, (2.58)
OU Wi, = Wk — Wn,, et Q1 = [ (Yr|Eo - q|thn,) | sont respectivement les pulsations de Bohre et de Rabi,
nous constatons que nous devons nous placer dans des conditions ot I'un des dénominateurs de
(2.58) est tres petit devant I'autre pour obtenir une probabilité de transition décelable. Introduisant
le désaccord en fréquence du champ électrique vis-a-vis de la résonance atomique

Aw = wy — |wkn, |, (2.59)
ces conditions dites d’excitation quasi-résonante sont obtenues lorsque [07]
|Aw| < wp. (2.60)

Des lors, nous distinguons suivant le signe de la valeur absolue dans (2.59) les cas suivants :

- Si€; ~ €, — wp, un phénomene de résonance se produit au niveau du premier terme de (2.58)
et 'atome cede un quanta d’énergie wp au champ externe (émission induite). Ce processus
n’est possible que si I’état initial differe de I'état fondamental.

- Sie€p ~ €, + wo, un phénomene de résonance se produit au niveau du second terme et 'atome
recoit un quanta d’énergie wp de la part du champ externe (absorption induite).

Une premiere observation a propos du choix de la jauge : la dérivation de H; a I'approximation des
grandes longueurs d’ondes conduit aux mémes probabilités de transitions, méme si ’excitation n’est
pas exactement résonnante [9%3]. Ceci découle du fait que les amplitudes de transitions atomiques
dépendent uniquement des champs et que la transformation de Goeppert-Mayer laisse les champs
invariants, dans la mesure ou les états propres de HY intervenant au sein des éléments de matrice de
I'interaction dipolaire électrique sont connus exactement. Cependant, il est possible que 'une des
deux jauges soit mieux adaptée pour décrire les phénomenes de transition lorsque les états propres
intervenant au sein des éléments de matrice de (2.53) sont obtenus approximativement. Dans ce
cas, la représentation € -r (jauge longueur) de H; conduit généralement a de meilleurs résultats
lorsque 'on traite une transition entre deux états discrets, tandis que la représentation A -p (jauge
vitesse, p désignant I'impulsion) donne des résultats plus précis dans le cas d’une transition vers
un continuum d’états.
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Une seconde observation, issue de la théorie des processus multiphotoniques, concerne le trai-
tement des interactions laser-electron et laser-positronium & un niveau de description inégal : I'in-
teraction positronium-laser étant traitée au premier ordre de la TPDT | les états (2.52) décrivent
appréciablement l'atome en présence d’au plus un photon (|p| < 1) contrairement aux états de
Gordon-Volkov qui, comme nous ’avons déja mentionné, décrivent appréciablement les échanges
d’énergies entre ’électron et le champ a tous les ordres (2.34). Bien que nous discuterons plus tard
de la possibilité pour les atomes d’étre photo-ionisés, nous précisons d’ores et déja que la condition
&y < 1 est en fait une condition nécessaire pour que les processus d’ionisations multiphotonique ne
prennent pas place lors de 'expérience.

Néanmoins, la description du champ externe en une onde plane monochromatique nous conduit
vers une probabilité de transition divergente pour des temps d’interaction infiniment longs. De
plus, elle ne permet pas non plus de considérer des conditions d’excitation résonante puisqu’il
apparait dans (2.52) une multitude de singularités en Aw = 0. Cela nous ameéne a nous demander
quelles sont les conséquences du présent traitement perturbatif sur la description du processus
de collision et, par la méme occasion, de quelle maniére les états |i);) peuvent-ils étre peuplés
lorsque Aw # 0. Commencgons pour répondre a cela par regarder le comportement du taux de
transition wy,, x(f) a instant futur lointain ¢ = +oo de l'instant de collision, qui n’est autre que
la probabilité de transition par unité de temps et donc la quantité physique interprétable. Pour ce
faire, I'idée proposée par Wigner et Weisskopf était de recalculer (2.58) mais en augmentant cette
fois légerement la perturbation, en considérant un branchement progressif du champ a l'instant
t = —oo. Multiplions (2.41) par €™ ol 7 < 1 puis a la fin du calcul, faisons tendre 7 — 0 pour
retomber exactement sur l'expression de départ de ’hamiltonien d’interaction [7%]. Supposant que
la condition (2.60) est satisfaite en émission ou absorption, il vient que

—1
Prysb(t) ~ Q32 (w0 — g, )2 + 7] (2.61)

soit en dérivant (2.61) puis en faisant tendre 7 — 0
: 21 2nt 2 2] 1 2
iy, (£) ~ 1/20F lim €27 ([ (w0 — i, )* + %] ) = 120w (w0 — lwn, ). (262)

Ce résultat, qui a facteur /4 preés correspond a la régle d’or de Fermi, montre d’une part que le
processus de collision est décrit suivant des taux de transition atomique indépendants du temps.
Il en va ainsi de méme pour 'amplitude de transition o — 3, dans la mesure ou l'integration en
temps dans (2.14) conduisant a la loi de conservation de I’énergie implique ’ensemble des phases
temporelles des différentes fonctions d’onde [60)].

Il montre également en vue de la seconde question que les processus de transition pour lesquels
Aw # 0 ne peuvent eux non plus prendre place, puisqu’alors wy, (t) =0 par la présence de la
fonction ¢ dans (2.62) ce qui est absurde. En fait, notre formalisme idéalise les choses au sens ot du
point de vue expérimental, les temps d’interaction sont nécessairement de durées finies impliquant
des processus de transition d’un état initial vers un groupe d’états finaux. C’est la raison pour
laquelle notre modele, bien qu’invalide a résonance, peut fournir des informations utiles sur le
comportement des sections efficaces au voisinage des résonances atomiques. Ces durées d’interaction
impliquent nécessairement une distribution de fréquence du rayonnement émis, appelée largeur
spectrale du laser impulsionnel. Optiquement, celle-ci dépend de plusieurs parametres qui sont
notamment le facteur de qualité de la cavité, la distance entre les miroirs ainsi que les coefficients
de réflexion qui leur sont associés. Néanmoins, elle est fondamentalement limitée par la transformée

5. Théorie des perturbations dépendantes du temps.
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de Fourier du spectre émis par le laser en vertu du principe d’incertitude temps-énergie Avy > 8/,
ol [ est une constante proche de 'unité qui varie selon le profil de ’enveloppe : § = 0.441 pour une
enveloppe de profil Gaussien, et § = 0.315 pour une enveloppe de profil sécante hyperbolique carré
fr(t) = sech®(t/7). Ainsi, les processus d’absorption et d’émission induite peuvent prendre place
lors de l'expérience a condition qu’approximativement, les écarts entre la fréquence propre et les
fréquences de Bohr restent inférieurs a la demi bande passante de la source laser. Dans le cas d'un
laser impulsionnel limité par transformée de Fourier, nous considérons

Aw =27 x (1/2min Ary), (2.63)

et précisons alors que dans ce cas, la durée d’impulsion impose les valeurs prises par Aw au dé-
triment d’avoir négligé I’enveloppe de I'impulsion dans la description du champ (voir figure 2.3).
Comme pour notre étude 7 - 2m/wy (fig. 2.2), la considération de (2.63) qui implique nécessaire-
ment (2.60) montre qu’il ne peut y avoir de recouvrement possible entre les deux bandes passantes
de largeur 2|Awl, respectivement centrées aux émergies e,, +wo et €,, —wp. Il en résulte que les
niveaux d’énergies € ~ €,, + wo et ex ~ €,, —wp ne peuvent étre peuplés simultanément de maniere
appréciable, et que I'un des termes de (2.58) est négligeable devant I'autre.

€k

o Wkn,,

— €p,

Figure 2.3 — Illustration du processus d’absorption induite via une approche du niveau excité par le bas
Aw < 0 pour des lasers impulsionnels limités par TF (profil vert). Lorsque la durée
d’impulsion augmente (du profil vert aux pointillés rouges), nous nous rapprochons
davantage de la résonance en considérant une pulsation plus élevée (profil rouge) pour
conserver une densité de photons appréciable au voisinage du niveau excité.

Notons qu’il existe toutefois d’autres lasers utilisant la technique d’amplification a dérive de
fréquence (CPA ©). Ces derniers présentent 'avantage de fournir des impulsions qui, & méme largeur
spectrale qu’un laser impulsionnel limité par transformée de Fourier, ont des durées plus longues.
Citons par exemple la relation Avgr = 0.441(1 + o) dans le cas d'un profil Gaussien [09], ou
a est un réel positif. Appliqué a notre étude, nous verrons que ces lasers sont un bon compromis
lorsque nous souhaitons obtenir un recouvrement appréciable des élargissements Doppler extremums
(définis en 4.3.2) a des durées d’impulsion comparables aux temps

- vip (2.64)

pour lesquels un antiproton du faisceau incident est susceptible d’interagir avec un positronium de
la cible [17]. Ce dernier étant défini comme le rapport entre la longueur de la chambre de collision

6. Chirped Pulse Amplification.
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I =20mm (voir figure 1.3) et la vitesse de I'antiproton incident vz = (2Eﬁ/mﬁ)l/2, il vient pour une
énergie d’antiproton comprise entre 1 et 12keV que ¢, ~ 13—46ns.
Une fois Aw choisi, nous considérons des amplitudes de champ &y conduisant a

Q1 < |Awl, (2.65)

de sorte que les valeurs prises par la probabilité de transition restent inférieures a 'unité (plus
précisement, sup &, (t) = 1/ pour Q1 = |Awl). Cette condition, qui montre qu'’il nous faut per-
turber ’atome en utilisant des intensités d’autant plus faibles que les écarts a la résonance atomique
sont petits, est en fait nécessaire pour que le présent traitement perturbatif soit valide. Dans le cas
d’un laser impulsionnel limité par transformée de Fourier, elle implique directement la condition
7 < 7/€. Ceci illustre du fait que nous devrions normalement considérer des durées d’impulsion
faibles devant le temps caractéristique d’une impulsion—m, temps sur lequel la probabilité (2.58)
reproduit fidelement le comportement de la probabilité obtenue non-perturbativement suivant le
modele de Rabi (il s’agit du cas perturbatif de l'oscillation de Rabi). Bien évidemment, un dépha-
sage entre ces deux probabilités peut prendre place au temps long lorsque nous considérons un laser
impulsionnel utilisant la technique d’amplification a dérive de fréquence. Cependant, puisque les
amplitudes de transition o — (8 sont obtenues indépendamment du temps, nous ne nous soucierons
pas de ce dernier et précisons que 'information de phase ne peut impacter le calcul des sections
efficaces s’inscrivant sur des temps de collision instantanés.

Enfin, la dérivation des états [£€X()) en utilisant une description classique du champ ne per-
met pas de tenir compte du processus d’émission spontanée ou, plus généralement, de I'instabilité
des niveaux atomiques caractérisés par leur durée de vie radiative. Pour cela il faudrait traiter
le champ en utilisant les outils de I'électrodynamique quantique ou, lorsque le champ est décrit
classiquement, utiliser le formalisme de la matrice densité faisant appel aux équations de Bloch
optiques. Comme nos développements reposent sur un formalisme basé sur des vecteurs d’états,
nous ne pourrions tenir compte que partiellement de cela en incluant dans 'opérateur de Green
de (2.54) une partie complexe a I'énergie. Cette démarche nous conduirait de fagon similaire a
I’équation (2.61) vers un profil Lorentzien non normalisé de la probabilité de transition, centrée
en e ~ €, wo et de largeur a mi-hauteur correspondante au taux de désexcitation radiatif de
Pétat final [59, 7%]. Cependant, cela n’affecterait pas de facon significative le calcul des sections
efficaces dans la mesure ou le recouvrement des élargissements Doppler extremums nous impose
de considérer |Aw|/(27) ~ 10> GHz, et que comparativement les taux de désexcitation radiatif des
états excités du positronium restent inférieures & 1 GHz (soit une durée de vie minimale de quelques
nanosecondes). Ces derniers seront précisés ultérieurement dans la sous-section 4.3.1 pour les états
du positronium que nous considérerons.

2.6 Section efficace de diffusion
Comme les états asymptotiques [®y,(t)) solutions homogenes de (2.8b) sont de la forme

[Pk (1)) = Xk (1) ©15(1)) (2.66)

ot les représentations position de |xx,(t)) et [{5(t)) sont données respectivement par (2.29) et (2.55),
la forme prior des éléments de la matrice de diffusion (2.14) est, en utilisant (2.39), donnée par

SO, = ~@m) i [ drdsei o 2=k TV () [ a0 (s, 006k g ), (267)
o R R
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ou vy(r,t) =yt + v1(r,t); le terme de phase vy = 1/2k% + €n, — V% — €n, N'est autre que la loi de
conservation de I’énergie obtenue en champ libre, et le terme additionnel ~; correspond aux correc-
tions énergétiques en présence du champ. Compte tenu des relations (2.30) et (2.31), ce dernier a
pour expression

(7, t) = oy sin(wot) — By sin(wot + 7/2) + v sin(2wot) + (U)t, (2.68)

ou les parametres adimensionnés de couplage électron-laser de la relation (2.68) sont définis par
o =g kg, B =Ep-r/wo et v =E/(8wd). En utilisant la fonction génératrice des fonctions de
Bessel généralisées & deux dimensions [77] définie par (2.69), le terme exponentiel dépendant ex-
plicitement des grandeurs liées aux champ et qui intervient dans (2.67) peut s’écrire sous la forme
d’un développement en série donné par (2.70). Grace a la linéarité de la fonction génératrice et a
'utilisation du changement d’indice p = ¢ — k, la relation (2.70) prend la forme (2.71). Finalement,

l'utilisation du théoreme d’addition de Graf [100] sur la série d’indice k conduit au résultat (2.72)
O‘la’yl Z Jk; 2q Oél ( ) (269)
q=—00
cn(r,t) _ iU Z Tilar, ) J (Bl)ei(k“()t — q(wot +7/2)) (2.70)
k,q=—00
X T, )Ty o)t et =t ) = 57 oIS e ) Tpea(Be R 271)
k k
RATICN)) Z ety Z Tpaie(c) Ji(y)e 1P = 2K)& (2.72)
p=—00 k=—00

ol xp = eipm/2(1 = sgu(ar/B)) ¢, = (o} + B7)' et & = arctan(f;/ay). Utiliser directement ce résultat
pour mener a bien le calcul nous demanderait de traiter 'intégrale portant sur la variable d’espace de
(2.67) en considérant les fonctions de Bessel d’ordre p — 2k dans l'intégrale, puisque leur argument
commun ¢; dépend de la coordonnée repérant la position 1’électron par le biais du coefficient ;.
Cependant, ce dernier admet une forme relativement simple dans la description des processus de
collision (H, e™) rapide. En effet, puisque la valeur prise par I'impulsion finale peut étre grossierement
estimée & kg ~ v/2v, la valeur absolue du quotient |3;/a;| ~ wo/(v/2v) qui diminue lorsque 1’énergie
d’impact augmente prédit que la contribution de §; reste faible devant celle de «;. Ainsi, nous
supposons pour le calcul que 'argument des fonctions de Bessel est indépendant des coordonnées
spatiales, impliquant ¢; ~ || et & ~ Bj/oqy = k-1 ot k = Ey/(aywp). De plus, le terme de phase x,
qui n’affecte pas les sections efficaces peut étre négligé et, au vu des intensités laser utilisés, la
somme sur 'indice k disparait conformément au comportement des fonctions de Bessel Ji(v;) ~ dox
lorsque v; < 1 (voir 'argumentation faite en 2.4). Comme les variables d’espace et de temps dans
(2.67) sont maintenant entierement séparables, I'intégration en temps amene a une distribution &
ce qui permet d’écrire les éléments de la matrice S comme

Sisha = =210 Y (70 + (U) + pwo) 7,74 + o(&), (2.73)
p=—00
CBA _
TP =T+ T+ TP (2.74)

Dans la relation (2.73), Z,CBA sont les éléments de la matrice de transition associés a l’échange
net de p photons entre le syteme de particules et le champ. La distribution de Dirac, qui implique
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des énergies accessibles équidistantes de wy pour 1’électron de la voie finale, est caractéristique du
comportement de Floquet de 'amplitude de transition. A I'ordre le plus bas en &, les éléments
partiels ﬁpj de la matrice de transition décrivent respectivement l'interaction entre la particule j
qui collisionne et le champ externe. Choisissant d’attribuer j = 1 a I’électron, j = 2 au positronium
et j = 3 a 'antihydrogene, ces derniers sont donnés par

T3 (k) = (2%)_3/Rﬁdrdsei((v ~ka) TV Sy () hi(r, s), (2.75a)
by = Jp(leal)e™ PR TG (8) o, (r = 8), (2.75D)
B2 =iy, (8) | Jp-a(laa))e @ VR Tub (r—g) — s (Jaul)e TP TR Tl (- 5)],(2.75¢)
By = i Jpir (e @ DR Tule(e) — gy (Jaul)e P = DF Ty (s) |, (r—5). (2.75d)

Les développements multipolaires utilisés pour le calcul des expressions ci-dessus sont donnés dans
le complément D. Selon la regle d’or de Fermi, la section efficace différentielle de diffusion obtenue
pour une projection des moments angulaires s’écrit

2
Ao, = 2™ 3 |78, (k)5 0+ (U) + pen)dps, (2.76)
p=—00
ot dps = (27) 3dkps est la densité d’états finaux | ] En utilisant les coordonnées sphériques

(kg, 0, ), ’élément infinitésimal s’écrit dklg = kgd(k3/ 2)dk g ot dk g = sin §dfdp désigne ’angle solide.
En intégrant la relation (2.76) sur d(k:ﬁ /2) et au vu du choix de normalisation adopté pour les
fonctions d’ondes, nous obtenons finalement

oCBA — Z ks(p /dkﬁ S |1Z5E (k)P = Y oy (2.77)

p=—00 mpmp p=—00

ou l;, = 2l, + 1. L’état de polarisation du champ a été choisi de telle maniére que & || £y ce qui im-
plique que le module des éléments de la matrice 7 est indépendant de ¢ ; par ailleurs la dépendance
en ¢ de ces derniers se situe dans les coefficients a;(6,p) = agkg(p) cos @ et k(6,p) = wo/(kz(p) cosh).
De plus, nous devons nous assurer que la condition kg(p) > 0 soit satisfaite pour que la relation
(2.77) puisse étre utilisée. Comme la norme du vecteur d’onde final est imposée par la distribution
d qui intervient dans (2.76), nous constatons que celle-ci est toujours satisfaite pour I’absorption
net de p photons (p < 0), mais nécessite dans le cas de I’émission net de p photons (p > 0) d’imposer
la contrainte p < |wy (v? + €n, — €n, — (U))] & chaque valeur positive de p.



3 Chapitre III

Adaptation du formalisme au calcul des sections efficaces pour la
production de H*

3.1 Conséquence du postulat de symétrisation pour la voie initiale

Considérant a présent la réaction assistée par champ laser suivante
Ps(ny, 1y, mp) + H(ng, I, mp) — pwo — H+(152) +e, (3.1)

ol le traitement des interactions atomes-laser est le méme que celui utilisé dans le chapitre I1. Com-
parativement a la premiere réaction, le formalisme CBA est ici mal adapté pour décrire le processus
de capture (3.1) dans la mesure ot aucun des partenaires (}_I+, e”) n’est de charge nulle. Comme
nous souhaitons comparer nos sections efficaces avec celles obtenues par Comini et al. [38] dans
I’approximation CDW-FS, nous optons pour la forme post des éléments de la matrice de diffusion.
Il en résulte par construction d’un potentiel d’interaction de courte portée que les formulations
CDW-FS-post et CBA-post sont identiques. Ce point sera illustré a la section 4.2, o nous com-
parons les sections efficaces obtenues dans divers modeles. Précisons qu’en 'absence de champ la
formulation CBA-prior est établie dans [102], et que celle-ci ne conduit pas aux mémes résultats
que la formulation CBA-post dans la mesure ou la fonction d’onde de I'ion 0" est approximative
(voir section 3.2.2). Afin d’obtenir un potentiel d’interaction asymptotiquement neutre, nous consi-
dérons une fois de plus 'interaction coulombienne p — e~ dans le potentiel d’interaction Vg, qui est
initialement défini par la combinaison linéaire des trois interactions coulombiennes indiquées sur la
figure 3.1. Cette opération nous conduisant a

Vﬁ(quﬂs) :2|q|_1—|q—r|_1— |q—8|_1, (32)

nous permet de satisfaire & la condition de validité du traitement perturbatif de l'interaction
O —em. Cest précisement cette opération qui implique, par souci de cohérence, de décrire la

propagation de 1’électron dans le champ coulombien de I'ion V(q) = —|q| ™.
® e
p /
P
+
& €+
=+
D

Figure 3.1 — Coordonnées utilisées pour décrire le processus de capture avec p=q—ret p =q—s:

Pétat lié formant ion I de la voie de sortie est entouré ; les lignes vertes définissent
initialement le potentiel d’interaction Vj.

33
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Bien que nous ne tenons pas compte du spin des particules dans notre modele, le postulat de
symétrisation implique une fonction d’onde qui est globalement antisymétrique pour notre systeme
de particules fermionique. Comme I'état de spin de I'ion H'(1s%) formé est I'état singulet 'So [1073],
la composante spatiale de la fonction d’onde de la voie finale est nécessairement symétrique, et
il en va de méme pour la voie initiale. C’est pourquoi nous adoptons la forme suivante des états
asymptotiques décrivant le systeme de particules en amont du transfert de charge

B, (@.7,8,1) = (V2) [0 (g7, 8,) +7 < 8], (33)

ou la notation (1,2) réfere aux coordonnées ¢ — r du positronium et s de I'antihydrogene ; la confi-
guration (2,1) qui intervient dans le second membre de droite de (3.3) est bien entendu obtenue
par la permutation des coordonnées r et s. Cette symétrie nous permet de nous contenter d’utiliser
la configuration (1,2) pour le calcul dans la mesure ou

Skpka = V2S5 (3.4)

Sur le méme modeéle que (2.39), nous obtenons pour cette configuration

@1(61022)(q7 r, s, t) _ (27r)_3/26i(kia~d — 'Ugt) e—iaA(t) . (q —r — S)g(};(q, r,s, t), (35)
gg(quﬂsvt) = g}y/(q - rat)é'}):”(sat% (36)

oud =1/2(q + r) est la coordonnée relative repérant la position du centre de masse du positronium.
Dans la relation (3.6), les états |€2'(t)) et |€X(t)) respectivement associés au positronium et &
lantihydrogene sont donnés par les relations (2.52) et (2.56).

3.2 Approximations des états asymptotiques de la voie finale

3.2.1 Solutions approchées de Coulomb-Volkov

Compte tenu du remaniement de (3.2), les états de ’électron intervenant aux sein des états
asymptotiques de la voie finale (voir équation 2.66)) sont solutions de I’équation de Schrodinger

[0 = 1/2(= iV, + aA(®))” = V(a)| Xk, (a.t) = 0, (3.7)

Comme le probléme de I’électron libre en la présence d’un champ laser et d’un champ coulombien
n’est pas exactement soluble, nous avons recours a des méthodes d’approximations. Ces derniéres
conduisent, dans des limites que nous préciserons, vers des corrections relativement simples des états
de Gordon-Volkov initialement obtenus pour V(q) = 0. Aussi, nous adoptons pour la dérivation des
solutions approchées de (3.7) la jauge vitesse (2.23), et introduisons les fonctions ¢y, définies par
la transformation de Kramers-Henneberger [10]

X, (a,1) = e Vagy, (q,1), (3.8)

ol a(t) est le vecteur de déplacement (voir équation (2.30)). Cette transformation, qui n’est autre
qu’une opération de translation, nous permet d’exprimer (3.7) dans un nouveau référentiel oscillant
de la méme facon que I’électron dans le référentiel du laboratoire. Utilisant le théoreme de Baker-
Hausdorff

V(g +af(t)) = e Vay(g)e=®)Va, (3.9)
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nous obtenons au vu de (2.32) une équation de Schrédinger qui est indépendante du potentiel
vecteur. Celle-ci fait par ailleurs intervenir le vecteur de déplacement dans le potentiel coulombien.

[0+ 1200 = V(g + a(t)) | 6r(q, 1) = 0 (3.10)
Sur le modele développé dans la référence [105], nous envisageons de déterminer approximativement

les solutions stationnaires de (3.10) par la construction d’un pseudo-potentiel central symétrique,
via un développement en série du potentiel translaté.

V(g+a(t) = Rgr(rg)—leiT‘(q+“(t)) (3.11)
To(z) = (mwi®)~! / dye 70T cos (k) (3.12)
0

Utilisant pour ce faire la représentation intégrale (3.11) puis reportant respectivement dans celle-ci
les relations (2.33) et (3.12), nous aboutissons a la relation (3.13). Considérant par suite la moyenne
de (3.13) sur un cycle optique, nous constatons que seul le terme obtenu pour k£ = 0 est non nul, et
que ce dernier admet 'expression (3.14).

« = — S ik~ 1etkwot [ M
Vig+a(®) == 3 (=i 0/ e (3.13)
a = (7)1t / dry |
V(g +a(t) = —(r) 0/ P -

™

1/ \— _ . —!/2
= —((¢* + ad)"7) 1/d'y [1 +(*+ad) ' (2q-apcosy — alsin 72)} (3.15)
0

Comme l'intégrale présente dans (3.15) contient une partie symétrique et antisymétrique, les cor-
rections coulombiennes que nous devons apporter a (2.29) peuvent étre rapidement évaluées en
négligeant la partie antisymétrique, c’est a dire le terme en 2q-ag cosy/(¢* + a3). Cette démarche
est essentiellement motivée par la limitation qui émerge du développement multipolaire d’un po-
tentiel de la forme |q + ag|™'. En effet, la résolution de (3.10) par la considération des termes de
(E.2) succédant le premier ordre (I = 0) serait impossible, puisqu’il n’en résulterait pas un potentiel
central. Hormis le terme antisymétrique de (3.15), nous reconnaissons le double d’une intégrale
elliptique de premiere espéce F(m/2|m), de parametre m = a2/(¢> + o). Utilisant finalement le
développement en série entiere qui lui est associée, nous obtenons ’expression explicite du pseudo-
potentiel recherché a l'ordre k souhaité

V(g + a(t)) ~ —((¢% + a2)2n) ' 2F (x/2|m), (3.16)
_1/ 1)\2 1-3\2 2k — 1)1\ 2
= (> +ad)™ [1 + (5) m+ (ﬁ) m? + ..+ (((%)”)) mk], (3.17)

ou !l est la factorielle double. Comme le détaille I'auteur, le résultat (3.17) permet de déterminer
numériquement les composantes radiales de ¢, et par suite, de connaitre entierement ces fonctions
dans le référentiel du laboratoire en appliquant les transformations de jauges inverses. Cependant,
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nous considérons uniquement les cas limites conduisant a des solutions analytiques, obtenues lorsque
le parametre d’impact est grand devant 'amplitude des oscillations de 1’électron et vice versa.

—1/ag, ag > ap (3.18a)

V(g +a(t) ~

—1/q, ap<ap (3.18b)

- Dans la premiére situation (3.18a) I’électron n’interagit que faiblement avec 'ion, du fait que

I'intensité du champ appliqué est relativement forte : la perturbation de son mouvement est

donc gourvernée par ses oscillations dans la direction de propagation du champ. Il s’agit de

I'approximation CSFA !, conduisant & un terme de phase énergétique supplémentaire dans
la relation (2.29) en ¢/ap puisque

ifok24 4 ifen- i
¢k5 (q,t) ~ (27_[_)73/26— /Qkﬁt+2k5 r +Zt/0¢0' (319)

Comme celle-ci reste approximativement valide tant que «g > 10u.a. [100], nous constatons
pour le cas expérimental important wy = 0.043u.a. (laser Nd :YAG) qu’elle nous contraint a
considérer I, > 103 W/ch.

- Dans la seconde situation (3.18b), I’électron n’interagit que faiblement avec le champ : les
états de Coulomb-Volkov sont alors obtenus en substituant le terme d’onde plane intervenant
dans (2.29) par une fonction d’onde coulombienne (A.5) [70].

—ifk2¢ (-
Ok (a,1) ~ e~ PRatyl ) (q) (3.20)
Le parametre de Sommerfeld qui lui est associé vaut § = —(Q + 2)u/kg, ol 1 ~ m, la masse
réduite du systeme atomique (I:I+,ef) et @ = —1 la charge de 'antiproton. De méme, une

condition du type ag < 0.1 u.a. pour une longueur d’onde du rayonnement émis proche de la

raie Lyman-a du positronium nous contraint & considérer Iy < 5 x 101 W/ cm?.
Il est certain que la considération d’une fréquence angulaire wy > 0.043 u.a. (1.17¢V) dans la premiere
situation nous demanderait d’utiliser des intensités encore plus élevées que 10'3 W/ch, puisque
ap o 1/wi. En fait, seule la situation (3.18b) est appropriée pour GBAR. Cela provient du fait que
les processus de photo-ionisation des états de H et de photo-détachement de " deviennent non
négligeables & partir d’une intensité laser de l'ordre de Iy ~ 108—10° W/cm?. Ceci est également
valable pour la premiere réaction puisque le laser ne peut étre débranché entre les deux réactions.

3.2.2 Fonction d’onde de Chandrasekhar

L’expression analytique de la fonction d’onde de H+(152) n’est pas connue exactement, a I'ex-
ception d’un développement en série donné par Bethe [107]. Qui plus est, un calcul par le méthode
de Hartree-Fock invoquant une fonction d’onde a un parametre libre conduit vers une énergie de
I'état fondamental égale & —(11/16)? = —0.4727 u.a., qui reste supérieure & 1’énergie de liaison de
H(1s). Or compte tenu du confinement de 1'ion H vis-a-vis de 'atome H, celle-ci devrait étre
normalement inférieure & —0.5u.a.. On voit ainsi que cette méthode qui donne une bonne approxi-
mation de la fonction d’onde de He et plus précisement des atomes a deux électrons (ou positons)
de numéro atomique Z > 2, ne marche pas lorsque le noyau est composé d’un seul constituant [103].
C’est pourquoi nous utilisons les fonctions d’onde de Chandrasekhar, obtenues par des méthodes
variationnelles et dont la forme la plus économique incluant partiellement les correlations entre les

1. Coulomb Strong Field Approximation.
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deux positons porte I'appellation UC 2. Cette solution qui tient compte uniquement des correlations
radiales est donnée par

do(r,s) = L (7 s el mos), (3:21)
4

ol a =1.0392 et § =0.2831 sont les charges effectives, et v =0.3948 la constante de normalisa-
tion. Celle-ci nous ameéne a considérer ey = —0.5133 u.a. pour I’énergie de I’état fondamental, qui
comparativement est légérement au-dessus de la valeur exacte de —0.5277 w.a. [10%]. En terme de
stabilité, nous constatons qu’elle prédit une configuration spatiale ot I'un des positons reste proche
de I'antiproton formant un sous-systeme hydrogénoide quasiment neutre, et ou 'autre situé a une
distance de 4—5ag du noyau ressent une charge effectivement quasiment nulle. Notons qu’un terme
additionnel dont la dépendance est en |7 — 3| est requis dans (3.21) pour décrire les correlations an-
gulaires e
d’onde est largement développée dans [35].

En ce qui concerne le traitement de I'interaction laser-ion, nous avions initialement pensé adap-
ter un ansatz proposé par Joachain et al. [72] pour la description de He en interaction avec un
champ laser. Celui-ci consiste a négliger la contribution des états électroniques doublement excités,
et dont la contribution est faible dans les processus d’excitations de He. Il présente ’avantage de
faire intervenir I'opérateur de Green a une particule dans la fonction d’onde obtenue par la TPDT.
Cependant, la grande différence avec I réside dans le fait que lion ne possede pas d’états excités
mono-€électronique. Ainsi, la seule maniere de traiter cette interaction est de résoudre directement
I’équation de Schrodinger dépendante du temps en effectuant un développement de la fonction
d’onde sur la base corrélée de Hylleraas [109]. Comme cette méthode nécessite de lourds dévelop-
pements du points de vue numérique, nous n’incluerons pas par la suite 'interaction laser-ion. Ceci
suppose de travailler a des énergies de photons situés en-dehors de la gamme 10.95—14.35€V sur
laquelle les phénomenes de résonance prennent place, pour que les sections efficaces ne soient pas
affectées significativement.

—et, et que la comparaison entre les sections efficaces obtenues pour ces deux fonctions

3.3 Section efficace de diffusion
Utilisant les outils du chapitre II, les éléments de la matrice de transition
CDW-FS _ o1 2 3
7, =9, +I,+ 7, (3.22)

peuvent étre définis suivant les éléments partiels %j en utilisant les mémes conventions que celles
adoptées dans les équations (2.75).

[ee]
S,SLE,CWO;FS = 2 Z 5(1/2k‘[23 —? = €n, — €n;, + €0+ (U) —I—pwo)prDW'FS + 0(&) (3.23a)

p=—00

e?pj(kg) = \/§(QW)_3/2/quw,(c;)*(q)ew'q/ﬁdrdseiv'r‘/g(q,1“, s)hg(q,r,s) (3.23b)
R R

hy = Jp(Jal)e ™ PR Do (r, 8) ¢, (g — 7)1, (3) (3.23¢)

iy = ido(r,8) | Jpr(lonl)e P~ DR Gul (g =) = (= 14) = (04 1,2 [um,(5) (3:230)

By = io(r,8)Un, (@ — 1) [Jpra (laa)e TP TV Dus (6) = (p+1,-) > (p—1,4)]  (3.23¢)

2. Pour Uncorrelated Chandrasekhar.
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Calcul des sections efficaces pour la production de HT

Enfin, nous précisons que les développements multipolaires utilisés pour le calcul des expressions
ci-dessus sont donnés dans le complément E, et que la section efficace de diffusion est donnée par

SCONTS _ (00l )1 S ksl / dks > [T (ke (3:24)

p=—0Q mpmp



4 Chapitre IV

Simulations

Dans tout le chapitre, les sections efficaces sont données en unité de rag = 0.88 x 1071%cm? et
sont représentées en fonction de 1’énergie de I'antiproton.

4.1 Aspects numériques

4.1.1 Programmation paralléle par échange de message

Comme 'obtention des sections efficaces requiert un temps calcul relativement long, nous avons
parallélisé notre programme en utilisant la librairie MPI!. Ce programme, écrit en Fortran, présente
I’avantage de traiter des cas & = 0 et & # 0. L’objectif de la démarche consiste en la séparation de
taches séquentielles qui peuvent étre réalisées simultanément. Pour notre étude, il s’agit d’effectuer
un calcul en parallele de la boucle permettant d’obtenir la section efficace totale (a savoir (2.77) ou
(3.24)) a partir des sections efficaces différentielles décrivant 1’échange net de p photons.

/dk (‘w”kﬁ> ~27TZ Z (dap )) (4.1)

p=—00 p=—00g=1 dkg

Dans cette relation, les coefficients t, et w, correspondent aux noeuds et aux poids de la méthode
de quadrature de Gauss-Legendre a n points. Cette méthode nous permet d’évaluer numériquement
I'intégrale sur I'angle de diffusion. En conséquence nous constatons qu’a une énergie d’antiproton
donné, le calcul de I’ensemble des éléments doy,(t,) /dlz:g nous permet de reconstruire entiérement
la section efficace (4.1). Plus précisement si dimp est le nombre de termes intervenant dans la
somme sur p, nous devons calculer dimp x n éléments. Par comparaison avec les sections efficaces
obtenues par Comini et al. [35] pour lesquelles I'intégrale sur I'angle 6 est analytique (cas & = 0),
nous obtenons la convergence de nos résultats pour n = 32.

L’environnement MPI est initialisé par ’appel de la fonction mpi_init () et du communicateur
mpi_comm_world() quisert a désigner les processeurs intervenant dans les communications. Ces pro-
cesseurs forment un groupe dont la taille nproc est déterminée par la fonction mpi_comm_size ().
Il est assigné a chaque processeur du communicateur un entier rank par I'appel de la fonction
mpi_comm_rank (). Cet entier compris sur 'intervalle 0,1, ... ,nproc-1 permet d’identifier les pro-
cesseurs et de leur attribuer des taches bien définies; les autres fonctions de la librairie MPI sont
repertoriées dans I’aide mémoire 2 disponible sur le site de 'IDRIS 3.

La parallélisation de la somme double intervenant dans (4.1) nous impose de définir, au préa-
lable, une nouvelle variable dans laquelle est contenue l'information sur les valeurs prises par le

1. Message Passing Interface.
2. Voir le lien http://www.idris.fr/media/formations/mpi/idrismpiaidefortran.pdf.
3. Institut du Développement et des Ressources en Informatique Scientifique.
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subroutine para_mpi
implicit integer*4 (a-z)
integer :: nr
call mpi_comm_size(mpi_comm_world ,nproc,ierr)
call mpi_comm_rank(mpi_comm_world,rank,ierr)
I (a)
no=xmax/nproc; nr=mod(xmax ,nproc)
do iproc=0,nr-1
if (iproc.eq.rank) no=no+1
end do
I (b)
fx_ in(:)=0.d0; fx_ox(:)=0.d0
do x_mpi=1,no
x=(x_mpi-1)*nproc+rank+1
call sigma_mpi (x)
end do
1 (c)
call mpi_barrier (mpi_comm_world,ierr)
call mpi_reduce(fx_in,fx_ox,xmax ,mpi_real8 ,mpi_sum,0,mpi_comm_world,ierr)
end subroutine para_mpi

Figure 4.1 — Subroutine traitant de la répartiton des taches dans notre programme.

couple (p,t4). Ces variables forment un vecteur de dimension xmax = dimp x n qui nous permet de
travailler avec une seule boucle. A I'exécution du programme lancé par la commande mpirun, chaque
processeur exécute le méme programme. En conséquence, nous devons indiquer comment exécuter
celui-ci pour que chaque processeur effectue le méme calcul de sigma_mpi (x) = do,(t,)/dks, mais
pour des valeurs de x= (p, t,) distinctes. Ce point réalisé¢ en trois étapes est illustré figure 4.1.

(a) Attribution des taches : on attribue & chaque processeur un nombre no de téches initia-
lement donné par no=xmax/nproc. Si le reste nr de la division euclidienne xmax/nproc est
non nul, ce dernier est équitablement réparti entre les processeurs. Cela peut impliquer que
davantage de taches sont attribuées a certains processeurs.

(b) Exécution des taches : chaque processeur exécute un certain nombre de fois le calcul
pour une ou plusieurs valeurs de x, puis stocke le ou les résultats obtenus dans un tableau
fx_in(1:xmax) qui lui est propre (celui-ci est inclus dans le sous-programme sigma_mpi).
(¢) Synchronisation et écriture : 'appel de la fonction mpi_barrier () permet d’attendre que
tous les processeurs aient bien effectué les taches qui leur étaient attribuées : les tableaux
fx_in restent imcomplets (les valeurs non-calculées étant initialisées a zéro) puisque chaque
processeur ne sait pas ce que les autres ont fait. Il s’agit alors de récupérer les données, en
sachant que plusieurs processeurs ne peuvent accéder simultanément & un fichier pour écrire
dedans. Cela passe par une étape de communication, ou les données de nproc-1 processeurs
sont transmises au processeur maitre (arbitrairement le rank 0) par l’appel de la fonction
mpi_reduce(). Lui seul dispose alors de toute I'information sur le calcul, qui est contenu
dans le tableau fx_ox. Enfin, le processeur maitre écrit la valeur de ¢ dans un fichier, et
une boucle englobant ce calcul parallele permet de recommencer le processus (a) pour une
autre énergie d’antiproton.

Pour des questions d’optimisation, 1’ensemble des fonctions spéciales (fonctions de Bessel sphé-
riques, fonctions de Green coulombiennes...) évaluées en un certain nombre de points sont appelées
en amont de ce calcul parallele dans le programme. Ces valeurs sont stockées dans des tableaux
dynamiques qu’il est facile d’allouer ou de désallouer au moment opportun pour libérer de la mé-
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moire vive. Les amplitudes de transitions individuelles, associées aux états habillés de I’électron et
aux états atomiques en présence du laser, peuvent étre branchées ou débranchées indépendamment
les unes des autres. Enfin si & =0, p = 0 et les tableaux impliquant les grandeurs issues du champ
électrique ne sont pas alloués.

4.1.2 Architecture de la plateforme d’exécution HPC 4

En ce qui concerne les partitions du mésocentre de I’Unistra, celles-ci sont composées de noeuds
de calcul comprenant plusieurs coeurs chacun : il faut alors indiquer le nombre de noeuds que
I’on souhaite allouer pour le calcul, ainsi que le nombre de coeurs par noeud. Considérant une
architecture comprenant 16 coeurs par noeuds, ’allocation de 4 noeuds est optimale pour un calcul
de o impliquant la contribution adiabatique (p = 0) et 'une des contributions d’échange & un photon
(p = £1). En effet, cela requiert le calcul de 2 x 32 = 64 éléments alors que 64 coeurs sont justement
disponibles, ce qui implique que chaque coeur exécute une seule tache.

4.1.3 Parametres numériques

En plus du nombre de points utilisés pour l'intégration sur les angles, les autres parametres
intervenant pour le calcul de o sont :

- le nombre de points considérés pour les autres méthodes de quadrature de Gauss(-Legendre,
-Laguerre). Ces derniers qui sont compris sur la gamme 74 — 96 dépendent de la famille de
polynomes orthogonaux considérés. Par la suite, les amplitudes de transition sont calculées
en considérant 96 points pour la méthode de Gauss-Laguerre. Précisons également que dans
des conditions d’excitation laser quasi-résonante, le nombre de points utilisés pour évaluer
les corrections atomiques du premier ordre (voir compl. B) reste relativement élevé (> 40)
compte tenu du comportement oscillant des fonctions de Green coulombiennes en r — oo
96].

- les bornes supérieures d’au moins deux moments angulaires lorsque & = 0 et trois lorsque
&y # 0 (voir compl. D). Concrétement, le nombre d’ondes partielles pris en compte pour le
calcul varie entre 16 et 24 suivant ’énergie d’impact de 'antiproton et les états atomiques
considérés (se référer a la table 4.1).

4.2 Sections efficaces en champ nul

4.2.1 Sections efficaces pour la production de H

Dans la mesure ot les états quantiques de H ne peuvent étre résolus expérimentalement, nous
raisonnons directement sur des sections efficaces dites inclusives. Ces sections efficaces sont, pour
une énergie d’antiproton et un état du positronium donné, obtenues en considérant ’ensemble des
canaux de sortie. Ainsi pour la premiere réaction, I’équation bilan associée aux différents états
quantiques du positronium s’écrit

supnp np—1

Ps(np, ) +p — > > H(nalp) +e, (4.2)

nhzl lh:O

ol sup ny, est un parametre que nous choisissons. Les premiéres mesures expérimentales pour Ps(1s)
ont notamment permis d’accéder a des sections efficaces du type (4.2). Ces mesures représentées

4. High-Performance Computing.
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sur la figure 4.2a ont été obtenues par Merrison et al. (1997) aux énergies d’antiproton respectives
de 11.3keV, 13.3keV, et 15.8keV [31].

Du point de vue numérique, l'erreur globale commise sur de tels résultats provient non seulement
du nombre d’ondes partielles considéré pour le calcul, mais aussi du nombre d’états quantiques pris
pour H. C’est pourquoi nous proposons une étude de la convergence des sections efficaces inclusives
obtenues lorsque & = 0. Cela pourrait nous fournir par la suite un ordre de grandeur sur l’erreur
commise dans le cas ou & # 0, le but recherché a travers ce travail étant de ne pas excéder 15%
pour les états du positronium les plus sensibles au champ externe (a savoir Ps(n, = 3)). En ce qui
concerne la premiere réaction, les deux facteurs d’erreurs que nous venons de mentionner s’illustrent
respectivement a travers la table 4.1 (nombre d’ondes partielles variable) et la figure 4.2b (nombre
d’états quantiques variable).

Ps(1s) 16 24
6 keV 35.846227 35.835848
12 keV 16.685241 16.689054
24 keV 3.405892 3.408796
Ps(2p) 16 18 24
6 keV 102.986044 (1.56%) 104.061860 (0.54%) 104.623711
12 keV 8.520600 (3.43%) 8.681298 (1.61%) 8.823069
24 keV 0.413205 (5.20%) 0.422131 (3.16%) 0.435892
Ps(3s) 16 18 24
1keV | 10084.694369 (0.65%) 10132.907326 (0.17%) 10150.579572
6 keV 31.420427 (3.41%) 32.018294 (1.58%) 32.530896
12 keV 2.027811 (0.92%) 2.034698 (0.59%) 2.046700
Ps(3d) 16 18 20 24
1 keV 7806.195806 (0.21%)  7814.090859 (0.11%) 7819.834556 (0.04%) 7822.913965
6 keV 31.096011 (15.7%) 33.662122 (8.70%) 35.305107 (4.24%) 36.869709
12 keV 0.997226 (11.1%) 1.046699 (6.69%)  1.081401 (3.60%)  1.121788

Table 4.1 — Sections efficaces inclusives (4.2) & champ nul (en unité de 7a3) en fonction de I'énergie
d’antiproton (lignes) et du nombre d’ondes partielles (colonnes). Celles-ci incluent les 21
premiers états de H (de 1s & 6h), et sont obtenus en considérant 71 points de quadrature de
Gauss-Laguerre ; les écarts relatifs vis-a-vis des résultats obtenus pour sup! = supl; = 24
sont indiqués entre parentheses.

Comparativement a une préparation du positronium dans I’état fondamental, les sections ef-
ficaces inclusives obtenues pour supn, =7 (voir fig. 4.2a) aux environs de 1keV prédisent une
meilleure production de H pour Ps(n, = 3). Cela implique, au vu des protocoles expérimentaux
utilisés dans GBAR pour la préparation des états excités, de priviliégier Ps(3d) a basse énergie
d’antiproton. Toutefois, nos résultats laissent a penser que cela n’est plus vrai aux environs de
6keV et plus, gamme d’énergie pour laquelle o B4 (Ps(1s)) < “PA(Ps(3d)). A 6keV, la section effi-
cace inclusive o “PA(Ps(1s)) est par ailleurs proche de son maximum, et vaut précisement 35.8812 wa2.

Globalement, le comportement décroissant des sections efficaces obtenues (a I’exception du cas
Ps(1s)) s’explique par le fait que la capture du positon par antiproton est d’autant moins pro-
bable que la vitesse de 'antiproton est grande. Si le positronium est initialement produit dans un
état fortement excité, comme par exemple Ps(5p) dont I’énergie de liaison vaut —0.272eV, nous
constatons que la section efficace qui en découle devient rapidement inférieure a celles obtenues
dans les autres cas (n, < 3). Ce comportement peut étre interprété en remarquant que la forma-
tion de H par la collision inélastique e +p — H est quasiment impossible si un troisieme corps
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susceptible d’emporter I'impulsion nécessaire (I’électron dans le cas du positronium) n’est mis en
jeu. En d’autres termes, la capture est d’autant moins probable si la fraction d’énergie emportée
par I’électron (moins lié pour un niveau de départ est élevée) n’est plus suffisante pour permettre
au positon de rester en orbite autour de I'antiproton [95].

Le comportement croissant de la section efficace inclusive obtenue pour Ps(1s) s’explique par le
fait que la formation de tous les états excités de H n’est pas accessible & basse énergie d’antiproton
~ 1keV. En effet, seul H(1s) peut étre produit au vu de la loi de conservation de I’énergie, et cela
tant que ’énergie de 'antiproton reste inférieure a 3.12keV. Immédiatement apres ce seuil, les états
H(ny; = 2) peuvent étre produits, ce qui se traduit par un premier saut dans la section efficace
inclusive. De la méme maniere les autres sauts, qui prennent placent aux environs de 5keV pour
np = 3, et 6keV pour ny, > 4, traduisent 'ouverture progressive des différents canaux de sortie. En
revanche, cela n’intervient quasiment pas dans les sections efficaces inclusives relatives aux états
excités du positronium, dans la mesure ol tous les canaux vérifiant ¢,, < —0.278¢V (soit supny, = 7)
sont ouverts au-dela de 1.31keV pour Ps(2p), et 0.44keV pour Ps(n, = 3).
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Figure 4.2 — (a) Sections efficaces inclusives 0“BA(Ps(n,,1,)) en fonction de I'énergie d’antiproton,
obtenues en considérant les 28 premiers états de H (de 1s & 7i) et 24 ondes partielles ;
(triangle haut toutes couleurs confondues) mesures expérimentales issues de [31]. (b)
Erreurs relatives entre les sections efficaces obtenues en (a) et les sections efficaces inclusives
incluants les 21 premiers états de H.

Comme nous ne considérerons pas les canaux de sortie dont I’énergie est supérieure a —0.278 eV,
nous continuons la discussion en regardant 1’erreur relative

6 np—1 7 np—1
€r = Z Zanhlh/z Zanhlh -1 ; (43)
np=1 1,=0 np=1 1;,=0

afin d’estimer la contribution des 21 premiers états de H vis-a-vis des 28 que nous avons considérés
pour le calcul de (4.2). Dans la région ou E; < 12keV, erreur relative (4.3) est respectivement
d’au plus égale a 2% pour Ps(1s) (inférieure a 1% en-dessous de 6keV), 8% pour Ps(2p), 28% pour
Ps(3s) (I'extremum atteint un peu avant 2keV, décroit rapidement puis se stabilise autour de 9% a
partir de 4keV) et enfin 16% pour Ps(3d) (variation d’au plus 4% sur la gamme d’énergie d’impact).
Notons qu’a basse énergie d’antiproton ou 'approximation CBA est faible, I'erreur relative e, prend
des valeurs d’autant plus importantes que la couche électronique n, est élevée.
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Figure 4.3 — Sections efficaces partielles ¢“B4 (Ps(n,, [,) —H(n;)) obtenues dans la forme prior, en
fonction de 1’énergie d’antiproton ; (triangle haut toutes couleurs confondues) sections
efficaces partielles dans la forme post issues de [33].

De plus, la faible contribution des canaux H(n; > 5) & la section efficace inclusive dans le cas
Ps(1s) (moins de 5%) nous fait remarquer que nous pourrions d’or et déja nous limiter aux 15
premiers états de H pour le calcul de (4.2), qui converge plus rapidement que pour les cas Ps(n, = 3).
En effet, la contribution des canaux H(nj, = 6) + H(n; = 7) & la section efficace inclusive de Ps(3s)
est de 'ordre de 55% a 2keV, puis comprise entre 14— 21% au-dela de 6 keV. Pour Ps(3d), celle-ci est
de 37% a 2keV, puis comprise entre 24— 30% au-dela de 6 keV. Cela implique lorsque nous traiterons
le cas & # 0 de considérer aux moins les canaux H(n;, = 6), qui sont légérement dominants devant
les canaux H(ny, = 7). Ces observations étant directement déduites du comportement des sections
efficaces partielles représentées figure 4.3, nous précisons également que :

- la formation de H(n;, = 2) est fortement probable dans le cas Ps(1s). Ces canaux représentent
respectivement 80% de la section efficace inclusive a 4keV, 64% a 6keV, et 48% a 12keV.

- la formation de H(4 < ny, < 6) est fortement probable dans les cas Ps(n, = 3). Pour Ps(3s),
ces canaux représentent 75% de la section efficace inclusive a 1keV, et 37% & 12keV. Pour
Ps(3d), leurs contributions est de 77% a 1keV, et 52% a 12keV.

Enfin, la comparaison des sections efficaces partielles Ps(1s)—H(1s) et Ps(1s)—H(2s + 2p) faite sur
la figure 4.3 montre que la contradiction post-prior n’intervient pas ici.
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4.2.2 Sections efficaces pour la production de H*

D’une part, nous commencons par regarder les sections efficaces partielles H(1s) qui sont repré-
sentées sur la figure 4.4a. Cette étape nous a permis, par comparaison avec les sections efficaces
obtenues par Comini et al., de valider notre code dans le cas ou & # 0. Toutefois, les méthodes de
calcul utilisées dans ces deux travaux de these se distinguent aussi bien sur le plan analytique que
numérique. En ce qui nous concerne, nous effectuons un calcul des sections efficaces dans le sens
direct de la réaction. Comparativement, les sections efficaces issues de [3%] sont initalement obte-
nues en sens inverse, puis le principe du bilan détaillé est utilisé. A un niveau de description plus
élevé, nous représentons également les sections efficaces obtenues en considérant la fonction d’onde
de Chandrasekhar correlée (tenant compte des correlations angulaires entre les deux positons de
I_{+), qui sont issues de [3%]. Celles-ci montrent que les sections efficaces Ps(n, = 3) obtenues en
considérant la forme non-correlée de la fonction d’onde de I'ion sont surévaluées aux environs de
1keV. En ce qui concerne Ps(3s), nous constatons que ces sections efficaces different d’un facteur
deux (de 'ordre de 6.64 a3 & 0.97keV pour la forme correlée, contre 12.04 wa? & 1keV pour la forme
non-correlée). Pour Ps(3d), les écarts atteignent un facteur cing (de 'ordre de 1.90 mag & 0.97 keV
pour la forme correlée, contre 9.84 mz% a 1keV pour la forme non-correlée). En revanche, les écarts
sont moins marquants aux énergies d’antiproton comprises entre 4keV et 10keV (moins d’un facteur
deux), et il en va de méme pour Ps(1s).
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Figure 4.4 — (a) (lignes) Sections efficaces partielles 0“PW-FS(Ps(n,,, 1,,)—H(1s)) obtenues en considérant
la fonction d’onde de Chandrasekhar non-corrélée et 16 ondes partielles, en fonction de
Iénergie d’antiproton. Sections efficaces partielles issues de [35] obtenues en considérant la
fonction d’onde de Chandrasekhar : (triangle) non-corrélée; (carré) corrélée. (b)
Comparaison entre les sections efficaces inclusives o “PW-FS(Ps(n,,1,)) et les sections
efficaces partielles incluant les canaux H(1s) et H(1s + 2s).

D’autre part, le comportement des sections efficaces partielles pour les autres états de H (voir
figure 4.5) montre que les sections efficaces sont plus importantes pour le canal H(1s) que pour les
canaux H(ny = 2), H(nj, = 3) et H(nj, = 4). Il en résulte, au vu de la hiérarchie des sections efficaces
partielles associées a chaque état du positronium

o(H(1)) > o(H(2)) > o(H(3)) > o(H(4)), (4.4)

que les sections efficaces inclusives de la deuxieme réaction convergent plus rapidement que celles de
la premiere. Ce point est illustré sur la figure 4.4b, ou les sections efficaces inclusives sont obtenues
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en considérant sup nj, = 4. En comparant ces résultats avec les sections partielles H(1s) et H(1s + 2s),
nous en déduisons que :

- la contribution du canal H(2s) a la section efficace inclusive pour Ps(1s) est de 85% a 2keV,
et celle des canaux H(1s + 2s) est d’au moins 84% pour une énergie d’antiproton comprise
entre 6keV et 20keV.

- la contribution des canaux H(1s + 2s) & la section efficace inclusive pour Ps(3s) est de 99.8%
4 2keV, et d’au moins 96% en dessous de 20keV. A lui seul, le canal H(1s) contribue & 95%
a 2keV, a 67% a 12keV, et & au moins 57% en dessous de 20keV.

- la contribution du canal H(1s) & la section efficace inclusive pour Ps(3d) est de 99.6% a 2keV,
88.2% a 12keV, et d’au moins 74% en dessous 20keV.

Ces estimations montrent que pour les cas Ps(1s) et Ps(3d), la section efficace inclusive est entie-
rement dominée par le canal H(1s) sur la gamme en énergie de I'antiproton utilisée dans GBAR.
Dans le cas Ps(3s), le canal H(1s) reste dominant au voisinage de 2keV, et une bonne approxima-
tion de la section efficace inclusive est obtenue en considérant les canaux H(1s + 2s) & plus haute
énergie d’antiproton. En conséquence, nous considérerons uniquement ces canaux de sortie pour la
représentation des sections efficaces inclusives dans le cas ou &y # 0.
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Figure 4.5 — Sections efficaces partielles c“PWV-¥8(Ps(n,, 1,) —H(n;)) obtenues dans la forme post, en
fonction de ’énergie d’antiproton.
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Notons que les sections efficaces partielles résultantes de la considération de H(1s) et H(1s + 2s)
sont également intéressantes pour la premiere réaction. En effet, il est fortement probable lors d’une
expérience de collision que les états stable et métastable de H interviennent simultanément dans
les deux réactions. Cela peut étre également vrai pour les autres états de H mais, dans la mesure
ou ces derniers se désexcitent beaucoup plus vite, le temps de passage (2.64) des antiprotons dans
la cellule de positronium ne doit alors pas excéder ~ 10ns.

Enfin, nous proposons de donner les valeurs des sections efficaces aux énergies d’antiproton
voisines du seuil de réaction. Dans le référentiel du laboratoire, 1’énergie d’antiproton minimale
requise pour réaliser la capture est donnée par

E; = (e0 — €n, — €ny, ) Errmp/mys, (4.5)

oll €y est Iénergie de liasion de H(1s?). Dans la table 4.2, les sections efficaces partielles H(1s)
obtenues en considérant la fonction d’onde de Chandrasekhar UC (¢g = —0.5133 u.a.) pour un écart
aux énergies de seuil de 0.01¢V, de 0.1eV et de 0.5¢V dans le référentiel de centre de masse
du positronium sont respectivement indiquées. Précisons néanmoins que les seuils énergétiques
qui en découlent sont supérieurs a ceux obtenus en considérant la valeur exacte e¢g = —0.5277 u.a.
de I’énergie de liaison de H'(1s%). Ceci conduisant respectivement & Ej; = 5.5535keV pour n, = 1
(contre 5.9133keV dans le cas présent), E; = 8.6938 x 10~ keV pour n, = 2 (contre 1.2291keV), et
E; = 1.9431 x 10 % keV pour n, = 3 (contre 0.3617keV) dans le référentiel du laboratoire.

E,s (eV) +0.01 eV +0.1 eV +0.5 eV
6.44093 | Ps(ls) 12.531382 12.244982 11.071174
1.33880 Ps(2s) 42.358891 38.338003 25.674158

' Ps(2p) 46.264981 42.563849 30.374865
0.39396 Ps(3s) 23.984506 21.816145 14.416635
' Ps(3d) 18.075412 16.851208 11.752469

Table 4.2 — Sections efficaces partielles 0“PWFS(Ps(n,,, 1,,) ~H(1s)) (en unité de Ta) aux énergies
d’antiprotons voisines du seuil de réaction, obtenues en considérant la fonction d’onde de
Chandrasekhar UC; E,; désigne I’énergie de seuil dans le référentiel de centre de masse du
positronium.

4.2.3 Comparaisons avec les modeles antérieurs

De manieére similaire au travail effectué au chapitre sept de la thése de P. Comini (2014), nous
comparons les sections efficaces obtenues pour les deux réactions avec d’autres modeles.

Premiére réaction

Dans la mesure ou nous considérons uniquement les énergies d’antiproton utilisées dans ’expérience
pour effectuer les comparaisons, nous ne présenterons pas les sections efficaces respectivement ob-
tenues par les équations de Faddeev [31] et les équations de Faddeev modifiées [33]. Toutefois, nous
précisons que la comparaison entre les sections efficaces Ps(n, = 2)—H(ny, < 2) issues de [33] et celles
obtenues dans approximation CBA est faite dans [35].

La nouveauté étant, pour la premiere réaction, une comparaison avec les sections efficaces
inclusives issues des études menées par Kadyrov et al. (2015) [35]. Ces sections efficaces qui sont
représentées sur la figure 4.6, ont été obtenues par la méthode des canaux couplés convergents

(voir [110] pour plus de détails). Globalement, nous constatons que les sections efficaces CBA
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Figure 4.6 — Comparaison entre le formalisme CBA (ligne discontinue et croix) et les autres formalismes
traitant des sections efficaces inclusives de la premiere réaction. La notation (6) ou (7)
précise la valeur prise par supn; dans la relation (4.2); (triangle bas) calculs dans
Papproximation UBA (Unitarized Born Approximation) faits par Mitroy et Ryzhikh
[111, |5 (cercle) calculs par la méthode des canaux couplés (labellisé CCC) faits par
Kadyrov et al. [37].

restent supérieures aux sections efficaces CCC a des énergies d’antiprotons n’excédant pas 10 keV.
A basse énergie d’antiproton ~ 1keV, les écarts observés entre ces modeles pour les états excités
du positronium sont approximativement d’un ordre de grandeur (~ 10 ﬂag). De plus, seuls les cas
Ps(1s) et Ps(3s) semblent s’accorder aux énergies d’antiprotons de 10keV et plus.

En contrepartie, les sections efficaces obtenues dans ’approximation UBA ® par Mitroy et Ryz-
hikh [111, | sont également représentées. Cette approximation, qui consiste en une modification
de la série de Born [113], permet d’étendre la gamme en énergie sur laquelle le développement du
premier ordre (2.14) reste valide. En conséquence, 'approximation UBA conduit & des sections
efficaces qui sont plus proches des sections efficaces CCC. Ceci dans la mesure ou a basse énergie
d’antiproton, approximation UBA décrit de maniere plus approprié la collision que I'approxima-
tion CBA.

Deuxiéme réaction

En ce qui concerne la deuxiéme réaction, les données disponibles concernent uniquement H(1s) :
nous proposons d’effectuer les comparaisons dans les cas Ps(1s) et Ps(2p), qui sont représentés sur
la figure 4.7.

5. Unitarized Born Approximation
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Figure 4.7 — Comparaison entre le formalisme CDW-FS9-post (ligne continue) et les autres formalismes

traitant des sections efficaces partielles H(1s). Les résultats proviennent d’un calcul dans le
sens direct de la réaction (labellisé par la lettre d), ou dans le sens inverse (labellisé par la
lettre r) en utilisant le principe du bilan détaillé [33]; (carré) le calcul dans approximation
CMEA-prior (Coulomb Modified Eikonal Approximation) est issu de Roy et Sinha [102];
(ligne discontinue) le calcul dans 'approximation des deux canaux couplés labellisé 2CH?
aux énergies d’antiproton comprises entre 14—23keV est issu de Biswas [ 11]; (triangle bas)
un premier calcul par la méthode des canaux couplés (labellisé CCCY) a été fait par
Blackwood et al. [115], aux énergies d’antiprotons voisines du seuil de réaction pour Ps(1s);
(triangle haut) un second calcul du méme type obtenu par la méthode des pseudo-états
(labellisé CCC") a été fait par McAliden et al. [116]; (cercle) les calculs CBA™ dans les
formes prior et post ont été faits par Straton et Drachman [117]; (croix) les mémes auteurs
ont également obtenus des résultats labellisés CDO" et CDIO" en utilisant la représentation
de Fock-Tani [115].

Parmi les nombreux formalismes traitant du cas Ps(1s)—H(1s), nous distinguons d’une part le
formalisme CBA qui a été établi par Straton et Drachman [ 17]. Celui-ci témoigne, aux environs
de 6keV, de I'équivalence entre les formalismes CDW-FS-post et CBA-post. 11 laisse également a
penser que les écarts obtenus en considérant les formes post et prior du potentiel d’interaction ne
devraient pas excéder 10% [35].

Un autre formalisme intéressant est le formalisme CMEA 6, qui est proposé par Roy et Sinha
[102]. Tl présente 'avantage de traiter de la collision en considérant également la fonction d’onde de
Chandrasekhar UC, et reste par conséquent relativement proche de celui de notre étude. Compara-
tivement & la formulation CDW-F'S, la formulation CMEA implique un terme de phase additionnel
(terme eikonal) dans la fonction d’onde coulombienne de la voie finale. Ce terme de phase est in-
troduit afin d’obtenir une description plus précise de I'interaction coulombienne (PI+, e”) a longue
portée. Les auteurs précisent également que cet aspect n’est pas pris en compte dans la méthode des
deux canaux couplés, qui est proposée par Biswas [11/]. Globalement, les écarts observés entre les
sections efficaces CMEA et CDW-FS peuvent étre interprétés en remarquant que ces deux forma-
lismes sont mal adaptés pour une description de la collision a basse énergie. Comme nous pouvons
le constater pour Ps(2p), ces derniers sont également sensibles a la contradiction post-prior, qui
est encore plus marquante aux énergies d’antiproton voisine du seuil de réaction. Il en résulte que
les sections efficaces partielles Ps(2p)—H(1s) obtenues dans I’approximation CMEA et CDW-FS
s’accordent aux environs de 5keV et plus. Cependant pour Ps(1s), les écarts entre ces deux ap-

6. Coulomb Modified Eikonal Approximation.
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proximations sont d’au moins un ordre de grandeur, pour des énergies comprises entre 9keV et
20keV. Cela vient probablement du fait que le potentiel d’interaction Vs adopté au chapitre 3 est
sensiblement différent de celui utilisé dans [102]. En effet, 'utilisation de la fonction de Chandra-
sekhar UC permet une certaine décomposition de 'amplitude de diffusion, dont 'origine provient
de l'indiscernabilité des deux positons de 'ion (voir [38] pour plus de détails). Il en résulte que
les termes décrivant l'interaction (I:I+, e”) ne contribuent pas de la méme maniere dans le calcul
de I'amplitude de diffusion, suivant que ’on considére la forme post ou prior du potentiel d’inter-
action. De plus, nous avons pu constater numériquement que ces termes influencent fortement le
calcul des sections efficaces lorsque les états excités du positronium sont considérés. En revanche,
leur contribution est beaucoup plus faible pour Ps(1s), ce qui expliquerait dans ce cas précis que les
sections efficaces CDW-FS sont plus importantes que les sections efficaces CMEA. Cette argumen-
tation suggere néanmoins de recalculer les sections efficaces CDW-FS en adoptant la forme prior,
afin d’observer si les différences de comportement entre les sections efficaces CMEA et CDW-FS
persistent.

Enfin, les valeurs obtenues par la méthode des canaux couplés ne s’accordent pas entre elles.
Les sections efficaces calculées par McAlinden et al. [| 10] different de moins d’un ordre de grandeur
des ndtres pour Ps(1s), et reproduisent assez fidélement le comportement des sections efficaces
CDW-FS pour Ps(2p). Cela montre que le formalisme CDW-FS fournit tout de méme un niveau
de description approprié a basse énergie d’antiproton. Toutefois, les sections efficaces calculées par
Blackwood et al. [115] aux énergies d’antiprotons voisines du seuil de réaction pour Ps(1s), viennent
contredire cela. Ces résultats labéllisés CCCY? sur la figure 4.7 semblent étre davantage en accord
avec le formalisme CMEA.

4.3 Sections efficaces en présence du champ

4.3.1 Etats du positronium produits dans GBAR

Dans cette section nous regardons, a ’exception de 'orthopositronium qui est obtenu naturel-
lement, les états (ny,{,) du positronium pouvant étre initialement produits dans I’expérience : leurs
productions requierent bien évidemment 'utilisation d’une ou plusieurs sources laser primaires, qui
interviennent en plus de la source laser que nous considérons afin de les exciter (voir figure 4.8).
Considérer des états excités du positronium est méme obligatoire pour produire des ions 07 a des
énergies d’antiproton inférieures a 6keV. En effet, les sections efficaces partielles obtenues pour
Ps(1s) (voir figures 4.3 et 4.5) montrent que seul H(1s) peut étre produit a I'issue de la premiére
réaction, et que paradoxalement, la réaction Ps(1s)+H(1s) ne peut avoir lieu & de telles énergies.

- La production de Ps(2p) par le processus de transition a un photon en partant de 'état
fondamental nécessite 1'utilisation d’une source laser primaire UV-C 7 d’une longueur d’onde
de 243nm. Celle-ci est pour le moment improbable, puisque la période de répétition du
laser pouvant étre construit au CERN de 13ns (ce qui équivaut a un taux de répétition de
76.9 MHz) reste pour le moment supérieure au temps de vie de cet état, égal & 75, = 3.2ns :
I’atome retombe ainsi dans son état fondamental avant d’interagir avec une autre impulsion
laser, et cela tant qu'une cadence de tir trois fois plus élevée ne peut étre obtenue. Comme
nous le verrons plus tard, 1’effet Doppler du premier ordre est également un obstacle majeur
a la production de cet état. En conséquence, nous présenterons uniquement les sections
efficaces pour Ps(2p) lorsque la collision est non-assistée.

7. Lasers dont la longueur d’onde du rayonnement ultraviolet émis est comprise entre 280 nm et 100 nm.
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Figure 4.8 — Diagramme énergétique du positronium incluant les états initialement produits dans Gbar
(vert), les états ne pouvant étre produits au sein de l’expérience (rouge), ainsi que
Pexcitation des états du positronium par la deuxiéme source laser (bleu).

- La production de Ps(3d) dont le temps de vie vaut 734 = 31ns est obtenue par le processus
de transition a deux photons de fréquence w = 3.024¢eV (ce qui équivaut & une longueur
d’onde de 410nm) en partant de 1'état fondamental. Ceci en utilisant deux faisceaux laser
contra-propageants Ti :Saphir doublé en fréquence permettant de compenser 'effet Doppler
du premier ordre.

- Ps(3s) ne peut étre produit selon le protocole expérimental utilisé pour Ps(3d), dans la
mesure ou cet état est plus sensible au processus de photo-ionisation (un troisiéme photon
issu du rayonnement est absorbé). On pourrait espérer produire cet état en utilisant deux
lasers de longueurs d’ondes distinctes, auquel cas I'effet Doppler du premier ordre viendrait
nécessairement prendre place (rendement de production plus faible). Néanmoins, le temps
de vie conséquent de cet état 735 = 320ns en fait tout de méme un candidat intéressant,
d’autant plus les sections efficaces pour l'orbitale s(l, = 0) peuvent étre obtenues beaucoup
plus rapidement que pour I'orbitale d(l, = 2). C’est pourquoi nous étudierons Ps(3s) au méme
titre que Ps(3d).

Notons que les temps de vie naturels des états du positronium que nous venons de mentionner
peuvent étre déduits de ceux obtenus pour 'atome d’hydrogene. Ces derniers, qui sont répertoriés
dans [ 19], sont en fait deux fois plus faibles. Un changement de variable simple au sein des élements
de matrice intervenants dans les taux partiels de désexcitation radiatif

Frad(nlﬂ lp7 n’ l) = (QZP + 1)_1 Z 4/3(wnpna)3‘ <n7 l‘ r ‘npv lp> ’27 (46)

mpm

permet de le montrer. Si plusieurs voies de désexcitation |ny,[,) — |n,l) sont permises, le taux de
désexcitation radiatif de ’état |n,, 1)), qui correspond a l'inverse du temps de vie naturel qui lui est
associé, s’obtient finalement en considérant I’ensemble de ces voies : 1/7, 1, = >, <npil Trada(np, lp,n, 1).
Sur le modele de [20], nous introduisons afin de comparer les chances de survie des états n, =3
produits dans I’expérience, le taux de transition I'; a deux photons en partant de I’état fondamental.
A la résonance atomique, son expression est donnée par

1 trans. 1S-3S, (4.7a)

T, = 4(47a)? I
g ()" (elQ@apnlg) L7 V/(7/15)  trans. 1S-3D, (4.7b)
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transition | <6\Q2ph|g> | (n.a.)

1S-3S 17.12
1S-3D 46.96

Table 4.3 — Eléments de matrice | (¢|Qapn|g) | associés aux transitions a deux photons du positronium.

suivant la transiton considérée. Dans ces relations, (e|Q2pn|g) sont les éléments de matrice de I'in-
teraction dipolaire, I est I'intensité du champ appliqué, et 7 = (I'.) ! est le temps de vie naturel de
Pétat excité (7 = 320 ns pour I’état 3s, et 7 = 31 ns pour Iétat 3d). De plus, les éléments de matrice
(e|Q2pnlg) peuvent étre définis suivant 'opérateur de transition a deux photons. Ce dernier s’écrit,
pour un état de polarisation rectiligne du champ électrique orienté suivant z, de la maniere suivante

Qa2ph = 2Ge(e1 +w)z, (4.8)

ou G. est 'opérateur de Green coulombien introduit au préalable, et e; = —6.8eV I’énergie de ’état
fondamental. Les valeurs des éléments de matrice (e|Q2pn|g) issues de la proposition de projet GBAR
[20] sont indiquées dans la table 4.3. Celles-ci sont huit fois plus faibles que celles obtenues pour
I'hydrogene [120]. D’une part, il est important de remarquer que la condition I'y7 > 1 doit étre
satisfaite pour qu’une proportion importante d’orthopositronium soit excitée. En d’autre terme, les
états n, = 3 ne peuvent étre appréciablement peuplés tant que le taux de transition a deux photons
reste inférieur au taux de désexcitation radiatif de 1’état excité, c’est a dire tant que l'intensité
du champ appliqué reste inférieure a un certain seuil que nous noterons Ipi,. Résolvant I'yr =1,
nous obtenons aprés application numérique que I, = 1.55 x 10° VV/(;m2 pour la production de
Ps(3s), et que I, = 7.06 x 10° VV/cm2 pour la production de Ps(3d). En introduisant le coefficient
de proportionnalité réel £ > 1 tel que

Iy = ¢, (4.9)

nous en déduisons que les intensités favorables a la production de Ps(n, = 3) s’écrivent I = \/Eluin
[38]. D’autre part, le taux de photo-ionisation & un photon des états excités produits en utilisant
deux faisceaux laser contra-propageants s’écrit I'y, = 4ralvpn, ou o, est la partie imaginaire du
déplacement lumineux de I’état excité. Ses valeurs sont respectivement de -, = 34.5184 u.a. pour
I'état 3s, et de ypn = 3.6676 u.a. pour 1'état 3d [20]. Ainsi, nous en déduisons en utilisant les relations
(4.7) que pour la transition

1S8-3S : I'pn7 = 4dma(I7)vph, (4.10a)
= (2(elQ2pnlg) )~ A VE ~ VE. (4.10b)
18-3D : Tyt = (24\/7715 (e Qapnlg) ) pn VE ~ 0.047V/E. (4.10c)

Ces relations montrent que les chances de survie maximales de Ps(3s), qui sont obtenues en consi-
dérant £ = 1 dans (4.9), sont de l'ordre de exp(—I',n7) ~ 37%. En contrepartie, celles de Ps(3d) sont
de l'ordre de 95%. Par ailleurs puisque ces estimations sont obtenues indépendamment de la valeur
de 7, il en va de méme pour I’énergie par impulsion F. = I7S minimale qui doit étre délivrée par
les deux faisceaux laser. En admettant que la surface de la chambre de collision illuminée par le
rayonnement vaut S = 1 mm? lorsque les sources laser sont placées sur le méme axe que le faisceau
d’antiprotons, ces minimums en énergie sont respectivement de 495.85 uJ pour la production de
Ps(3s), et de 218.71 uJ pour la production de Ps(3d). Toutefois, il a été plus récemment choisi [121]
de placer les sources laser de telle maniére a ce que le rayonnement émis pénétre par le dessus et
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le dessous de la chambre de collision, dans une direction transverse a la direction du faisceau d’an-
tiprotons (comme indiqué sur la figure 1.3). Il en résulte que la surface illuminée vaut S = 10 mm?
ce qui implique de considérer des énergies par impulsion dix fois plus élevées. Nous reviendrons sur
ce point dans la derniére sous-section de ce chapitre.

4.3.2 Elargissements Doppler dans les transitions & un photon

En toute rigueur, la description du champ externe en une onde plane monochromatique nous
demanderait de déterminer les sections efficaces en présence du champ pour plusieurs valeurs de
fréquence, puis de convoluer ces résultats avec I’enveloppe de I'impulsion laser. Cependant, nous
n’adopterons pas cette démarche, dans la mesure ou ’obtention des sections efficaces inclusives nous
demande d’effectuer un grand nombre de simulations. Ce nombre s’accroit lorsque 1’on souhaite tenir
compte de l’effet Doppler du premier ordre dans notre modele, qui prend nécessairement place dans
les processus de transition a un photon (indiqués en bleu sur la figure 4.8). En effet, les sections
efficaces traduisant de I'excitation par laser des états du positronium initialement produits ne sont
pas représentatives pour une seule valeur de fréquence. L’élargissement Doppler résultant de la
distribution de vitesse du nuage de positronium [12?2] est donnée par la largeur a mi-hauteur

Avp = 20\ [8(Eps) In2/my, (4.11)

ol vy = wp/(2m) est la fréquence du laser, et (E,,) I’énergie du positronium émis depuis la silice nano-
poreuse introduite en 1.2.3. Au vu de 'approximation monochromatique du champ, nous proposons
dans un premier temps de déterminer les sections efficaces dans le cas idéal ou la cible atomique
est au repos (Avp = 0), puis de recalculer celles-ci en incluant la contribution issue du mouvement
thermique de la cible. Pour ce faire, nous considérons les désaccords a résonance Av := Av + 12Awvp
obtenus aux élargissements Doppler extremums, ot Av est initialement donné par la relation (2.63).

4.3.3 Excitation de I’état fondamental du positronium

Au voisinage de la raie Lyman-a (v91 = 1.23 PHz), 1’élargissement Doppler résultant de la dis-
tribution de vitesse du nuage de positronium est relativement important. Ceci peut étre interprété
en remarquant que Avp < 1/Xg, et que Ag; = 243 nm ~ Ag est la plus petite des longueurs d’ondes
associées aux fréquences de Bohr. Par ailleurs, I’excitation de Ps(1s) via la transition a un photon
implique de considérer une largeur spectrale Ayy conduisant a un recouvrement appréciable de
I’élargissement Doppler. C’est pourquoi nous considérons dans cette sous-section (E,s) = 25meV,
ce qui revient a considérer une distribution de vitesse a 7'~ 290 K. L’étude du cas (E,;) = 48 meV
qui est plus proche de la réalité expérimentale dans GBAR n’est toutefois pas exclue, a condition
que les sections efficaces obtenues aux élargissements Doppler extremums pour (E,;) = 25meV ne
retombent pas completement sur les sections efficaces obtenues en I’absence de champ. Ceci étant
dit, il vient d’apres la relation (4.11) que Avp = 454.3 GHz, valeur que nous pouvons comparer avec
la valeur expérimentale de 672 4 43 GHz obtenue a T ~ 300K [17].

Afin d’étudier le couplage 1s—2p, nous avons retenu les lasers suivants :

- le laser pouvant étre construit au CERN (labellisé L1) est un laser impulsionnel limité par
transformée de Fourier. Ce dernier possede une énergie par impulsion E. = 10 xJ, une taille
de faisceau a son origine wg = 0.5 mm, et une durée d’impulsion minimale de 7 = 2ps. Ces
parametres conduisent a un étalement spectral Avy = 0.441/7 = 220.5 GHz dans le cas d’un
faisceau Gaussien, et & une intensité créte I, = E,/(mwir) = 6.37 x 103 W/cm? (ce qui équi-
vaut a &, = 6.93 x 10° V/cm). 11 présente I'inconvénient majeur de disposer d’une impulsion
bréve devant le temps (2.64) pour lequel un antiproton du faisceau incident est susceptible
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d’interagir avec un positronium contenu dans la cellule tubulaire, impliquant une augmen-
tation quasi nulle du nombre de H produit en I’absence de champ.
- un laser impulsionnel utilisant la technique d’amplification a dérive de fréquence (labellisé
L2) construit par Deller et al. [17]. Ce dernier présente l'avantage de disposer d’une largeur
spectrale Ayy = 225 + 3 GHz comparable a celle du laser impulsionnel limité par TF pour une
durée d’impulsion 7 = 8 + 1 ns. Utilisant ’énergie par impulsion E, = 1.2 + 0.3 mJ disponible
en sortie du montage, l'intensité créte prise & méme taille de faisceau que le laser L1 vaut
alors I, = 1.91 x 10" W /em?, soit E, = 1.22 x 10° V/cm.
Comme les parameétres des deux sources laser décrites ci-dessus sont relativement proches, a ’excep-
tion de leur durée d’impulsion qui n’intervient pas explicitement dans le calcul des sections efficaces,
nous choisirons arbitrairement d’utiliser le laser L1 pour le calcul des sections efficaces en présence
du champ. Cela nous amene a considérer Av = 1/2Ary = —110.25 GHz au vu de 'argumentation faite
en 2.5.2, ce qui équivaut a une fréquence propre

Vo = 11 + 12Avg = 1.23358 PHz ~ 1) = 1.23369 PHz. (4.12)

Notons que la durée d’impulsion du laser L2 qui est plus longue que celle du laser L1 sera considé-
rée ultérieurement, lors des simulations en temps traitant des taux de production de H et o (se
référer a la sous-section 4.4.1). De sorte que le traitement perturbatif au premier ordre de l'inter-
action positronium-laser reste valide (voir la condition (2.65)), nous considérons des amplitudes de
champ vérifiant & < 5 x 10* V/cm. Notons que ces amplitudes respectent également les contraintes
de puissance du laser L1, puisqu’elles vérifient & < &... Les amplitudes de la probabilité de tran-
sition qui en découle vérifient par conséquent (€2;/Aw)? < 0.747, out Q1 < 27 x 95.32 GHz. De plus
en remarquant que Av 3 Iiaq = (Tgp)_l = 0.313 GHz, nous constatons que la largeur de raie induite
par le processus de relaxation radiatif de I’état 2p reste négligeable pour le calcul. Cela illustre 'ar-
gumentation faite en 2.5.2, qui implique que les énergies intervenantes dans l'opérateur de Green
coulombien peuvent étre prises & valeurs réelles.

Le parametre de Keldysh associé a 'état fondamental du positronium est par ailleurs donné
par v = (Ip/(2<U>))1/2, ot I, = 6.8¢V est le potentiel d’ionisation, et (U) = £F/(4uw?) le potentiel
pondéromoteur. A I'énergie de photons wy = 5.102¢V, nous en déduisons en utilisant la relation
Iy = 1/2¢e0 €2 liant Vintensité & Pamplitude du champ électrique que v = (3.08 x 10 /Io[W /em?)) /2.
Cela implique au vu de l'intensité crete du laser L1 que v > 1, condition traduisant du régime
multiphotonique d’ionisation [123]. Ainsi, nous pouvons évaluer la probabilité de photo-ionisation
a deux photons de Ps(1s), afin de vérifier que les parametres de champ considérées n’engendrent
pas la destruction de la cible atomique. Les sections efficaces relatives a ce processus pouvant étre

directement déduites de celles obtenues pour ’hydrogeéne en utilisant la relation [91]
Jgph(PS,wO) = 25 X O‘gph(H, 20.)0), (4.13)

nous devons estimer la valeur de ogpn(H,w = 2wp) & une énergie de photons w = 10.2eV. Celle-ci
peut étre extraite du chapitre trois de la these [124], et vaut approximativement 1074 cm®.s pour
un état de polarisation rectiligne du champ électrique. Cela nous permet d’en déduire que le taux
de photo-ionisation a deux photons vaut

Toph = oopn(H,w)$? ~ 5.3kHz, (4.14)

lorsque & =5 x 10*V/cm, ot ¢ = w1 est le flux de photons [60]. Il en résulte que méme en
considérant la durée d’impulsion 7 = 8ns du laser construit par Deller et al., la probabilité de
photo-ionisation a deux photons qui en découle reste extrément faible

Popn = 1 — exp(—Togpn7) ~ 4 x 107°, (4.15)
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Premiére réaction

Au vu des amplitudes de champ considérées (€5 < 5 x 10* V/cm), les parametres de couplage électron-
champ |oy|p=0 < 4 X 10~* restent relativement faibles pour des énergies d’antiproton inférieures a
20keV. En conséquence, les états habillés de I’électron 