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Introduction générale

L’analyse des profils des raies spectrales est 1'un des outils les plus importants pour le diagnostic
des plasmas de laboratoire et des plasmas spatiaux. Historiquement, il est intéressant de noter que la
théorie des profils des raies spectrales a commencé avec les premiers travaux de Michelson (1895) [1]
qui a identifié le mécanisme d’élargissement de la pression comme étant l'interruption soudaine
du rayonnement atomique par des collisions avec des atomes voisins. En 1906, Lorentz a jeté les
bases de la théorie en publiant un profil qui porte désormais son nom [2]. La théorie a ensuite été
développée par Debye (1919) et Holtsmark (1919) [3] pour étre appliquée aux gaz ionisés (plasmas),
ou les collisions sont en grande partie dues a des particules chargées. Plusieurs travaux se sont
succédés [4-12], et ce n’est qu’a la fin des années 50 et au début des années 60 que les principaux
concepts de la spectroscopie des plasmas et la théorie des profils de raies spectrales ont émergé avec
Baranger et Griem [13-17].

Dans les plasmas, outre ’élargissement naturel des raies spectrales, I’élargissement Doppler pré-
domine aux faibles densités d’électrons dans les plasmas chauds. Dans les plasmas plus froids (k7 ~ 1
a quelques eV.), dés que la densité électronique augmente (N, > 103cm™2), la cause principale de
I’élargissement est l'effet des particules entourant I'émetteur : il s’agit de 1’élargissement par pression
également connu sous le nom d’élargissement collisionnel ; le mot collision couvre ici toutes les formes
possibles d’interaction entre I’émetteur et les interférents. En particulier, dans un plasma, lorsque
le degré d’ionisation est suffisamment élevé, I'interaction la plus importante est celle qui implique
des particules chargées. L’élargissement de la pression par les ions et les électrons est parfois connu
sous le nom d’élargissement Stark, car il s’agit également de l'interaction fondamentale dans I'effet
Stark [18].

L’interaction coulombienne a longue portée avec de nombreuses particules chargées dans le plasma
rend les calculs tres complexes, c¢’est pourquoi de nombreuses approximations ont été adoptées pour
dériver la base de la théorie des profils de raies spectrales. La prise en compte des échelles de temps
appropriées conduit a deux approximations qui sont utilisées avec succes [19]. La premiere est appe-
lée approximation quasi-statique et est appliquée aux ions considérés comme immobiles pendant le
temps d’émission d’un train d’ondes, et produisant un champ électrique statique responsable de la
séparation Stark des niveaux atomiques quantifiés de I’émetteur. La seconde, appelée approximation

d’impact, traite des électrons qui sont considérés comme des particules rapides dont les impacts indi-



viduels sur I’émetteur ont pour effet d’élargir les sous-niveaux de la décomposition statique de Stark.
Bien siir, les modeles combinent ces deux approximations de limites, mais ils le font en les traitant
comme distinctes 'une de 'autre. Méme a ce stade, le probleme reste compliqué mais il peut étre
considérablement simplifié si I’on utilise 'approximation du chemin classique. Les paquets d’ondes
électroniques sont supposés étre suffisamment petits pour ne pas se chevaucher, ni entre eux, ni avec
I’atome rayonnant. Cela nous permet de voir les électrons comme des points matériels évoluant sur
des trajectoires classiques, droites si I’émetteur est neutre, hyperboliques dans le cas d’émetteurs
ioniques [20,21].

Deux caractéristiques essentielles des raies spectrales sont leur largeur et leur déplacement. Depuis
des décennies, les largeurs spectrales ont fait ’objet de nombreuses études théoriques et expérimen-
taux. L’'intérét pour les déplacements s’est accru récemment aprés une percée technologique dans
les appareils de spectroscopie de haute précision. Ce regain d’intérét se manifeste clairement en
astrophysique. En effet, lorsqu’une étoile se déplace par rapport a un observateur sur Terre, ses
raies spectrales peuvent étre décalées en raison de 'effet Doppler. Toutefois, outre cet effet, d’autres
peuvent contribuer aux déplacements spectraux observés, notamment le déplacement Stark, qui peut
entrainer de petites déviations dans la position des raies spectrales pouvant étre confondues avec des
déplacements Doppler. Par conséquent, lorsqu’ils déterminent la vitesse des étoiles avec une grande
précision, les astronomes doivent prendre en compte toutes les sources possibles de déplacement des
raies spectrales, y compris celles causées par 1'effet Stark.

Au début de ce siecle, les calculs théoriques du déplacement Stark des raies spectrales de 1'hé-
lium neutre sont effectués en tenant compte de I'écrantage de Debye. Les résultats de I'approche
statistique quantique a plusieurs corps (QSA) ne sont publiés que pour de faibles densités électro-
niques N, < 10%em™! [22]. D’un point de vue expérimental, en utilisant un arc pulsé récemment
construit, le déplacement Stark de nombreuses raies d’hélium neutre est mesuré. Récemment, des
calculs théoriques plus avancés ont été effectués, soutenus par des progres dans les algorithmes de
simulations [23-25].

Le déplacement Stark est la partie imaginaire de 'opérateur de collision. Il est bien représenté
par I'approximation de la trajectoire rectiligne de 1’électron libre dans ’espace du plasma lorsque le
systéme émetteur est composé d’atomes neutres. Cette approximation (hypotheése) peut étre amé-
liorée si I'on considere 'effet des ions du plasma sur la trajectoire des électrons libres. Dans notre
travail , nous prenons en compte ’effet du micro-champ statique ionique sur le déplacement des raies
spectrales, ce qui signifie que la trajectoire de I’électron entrant en collision ne sera pas une droite
méme si I’émetteur est un atome neutre. Cela affecte 'opérateur de collision et de nouveaux calculs
doivent étre effectués. Nous étudions comment cela affecte le déplacement Stark de certaines raies
d’hélium neutre, sachant que 'impact sur ’élargissement électronique (collisionnel) a été étudié il y
a quelques années [26,27]. Notre travail se fait dans les conditions d’'une densité électronique variant
de N, = 10%cm=3 a N, = 10'7cm ™2 et d’'une température variant d’environ 0,5 - 10* & 4 x 10* K

(conditions qui nous permettent d’utiliser les approximations citées précédemment).



Dans un premier temps, nous avons comparé nos résultats avec les calculs classiques de Griem
et ceux présent dans la base de données Stark-b. Les écarts étaient considérables et confirment ainsi
I'importance de cet effet du micro-champ ionique sur les déplacements stark. La comparaison de nos
calculs avec les résultats expérimentaux de Gigosos et al. (2014) [23] ont consolidé notre modele vu
que 'écart ne dépassait pas 19%. La confrontation de notre travail avec celui récent de Dojic et al.
(2020) [28] peut étre considéré comme la pierre angulaire de cette these et qui nous a permis de
valoriser notre nouvelle approche de calcul. Le couronnement de cet étude était la comparaison de
nos résultats avec ceux tres récent de Baklawski et Bartecka (2024) [25] ol nous avons constaté une
différence ne dépassant pas 22% ce qui est tres tolérable. En fin de compte, il parait bien que 'effet
du micro-champ ionique est trés important et ne peut donc pas étre négligé.

Cette these est organisée en quatre chapitres. Le premier chapitre offre une introduction succincte
a la physique des plasmas, exposant les concepts de base de maniere qualitative ou par le biais de
calculs simples (ou pas trés poussées). Dans le deuxieme chapitre, on énumere les différentes sources
d’élargissement des raies spectrales. La théorie générale de 1'élargissement Stark quant a elle est
exposée en détail avec les principales approximations utilisées. Dans le chapitre trois, on entre dans
le vif du sujet. Notre contribution au calcul théorique du déplacement Stark appliqué a 'Hélium
neutre est abordé, couronnée par la dérivation de 'expression du déplacement Stark en fonction des
nouveaux changements. Les résultats obtenus suivis de leur discussion sont le sujet du quatrieme

chapitre suivi d’une conclusion générale.



Chapitre

L’état plasma

Introduction

Le chimiste américain Irving Langmuir (1881 — 1957), lauréat du prix Nobel, a utilisé en 1927
pour la premiére fois le terme plasma en observant le comportement d’un gaz ! ionisé dans des tubes
a décharge. Son équipe a passé des jours a chercher des noms pour décrire au mieux ce qu’elle avait
observé, jusqu’a ce que Langmuir fasse remarquer que la partie de la décharge en équilibre agissait
comme une sorte de substrat transportant des particules de types particuliers, électrons a grande
vitesse, molécules et ions tout comme le plasma sanguin transporte des globules rouges et blancs,
des protéines, des hormones et des germes|29].

La physique des plasmas a été développée a partir de ces premieres découvertes, mais également a
partir des études sur les radiocommunications. La réflexion des ondes sur ce qu’il croyait étre I'atmo-
spheére, mais qui était en réalité I'ionosphere, avait été observée par G. Marconi des 1901[30]. En 1902,
Heaviside et Kennelly réalisent que I'état plasma était la clé pour comprendre la propagation des
ondes radio a travers I’Atlantique [31, 32]. Appleton a proposé en 1925 'idée que notre atmosphere
est ionisée a partir d’une certaine altitude[33, 34|, ce qui a donné lieu a ’étude des plasmas naturels
qui est devenue peu a peu celle des plasmas astrophysiques. Le sujet a connu un nouvel essor au dé-
but des années 1950, avec le lancement des programmes de fusion thermonucléaire contrdlée (et non
controlée). L’avénement de 1’ére spatiale en 1957 a également donné le coup d’envoi de la physique
expérimentale des plasmas dans ’espace. Plus récemment, les milieux interstellaires et intergalac-
tiques au-dela du systeme solaire, ainsi que des objets astronomiques exotiques comme les quasars
et les pulsars, nous ont permis d’observer des plasmas dans des conditions extrémes, irréproductible
en laboratoire. Actuellement, des études sont menées sur les interactions plasma-surface, en vue de
traitements de surfaces en micro-électronique.

Les recherches sur les plasmas sont donc a la pointe de 'actualité, tant dans les domaines de

I’astrophysique, de la fusion thermonucléaire que dans les applications industrielles quotidiennes.

1. Vapeur de mercure.



I Premiers concepts

On a souvent dit que 99% de la maticre détectable de I'univers était a 1’état de plasma, c’est-a-
dire sous la forme d'un gaz électrifié dont les atomes sont dissociés en ions positifs et en électrons
négatifs. Cette estimation n’est peut-étre pas tres précise, mais elle est certainement raisonnable si
I’on considere que l'intérieur et I’atmosphere des étoiles, les nébuleuses gazeuses et une grande partie
de 'hydrogene interstellaire sont des plasmas.

Sur Terre, cependant, notre atmosphere limite notre expérience des plasmas a quelques exemples :
I’éclair d’'une foudre, la douce lueur d’une aurore boréale, la lumiere d’un tube fluorescent, la 1égere
ionisation des gaz d’échappement d’une fusée ou les pixels d’un téléviseur a plasma. Nous vivons dans
une petite partie de 'univers ot les plasmas n’existent pas a I’état naturel ; sinon, nous ne serions pas
en vie. Des que l'on quitte I'atmosphere terrestre, on rencontre le plasma des ceintures de radiation
de Van Allen et du vent solaire. Il semblerait que nous vivions dans le 1% de 'univers ou les plasmas
ne se produisent pas naturellement. La raison en est I’équation de Saha, qui nous indique la quantité

d’ionisation a laquelle on peut s’attendre dans un gaz en équilibre thermodynamique [35].

FIGURE 1.2 — Piliers de la création, la nébuleuse de I’Aigle. "NASA ESA /Hubble"



I.1 L’équation de Saha

L’équation d’ionisation de Saha, également connue sous le nom d’équation de Saha-Langmuir, a
été développée par I'astrophysicien indien Megh Nad Saha en 1920 [36], et plus tard (1923) par Irving
Langmuir([37]. L’équation est le résultat de la combinaison des idées de la mécanique quantique et de
la mécanique statistique. Elle donne le degré d’ionisation d'un élément atomique donné en équilibre
thermodynamique en fonction de la température et de la densité électronique.

Counsidérons la réaction réversible

A= A" +e (1.1)

ou A est un atome neutre et AT son premier ion. Soit Ny, INV;, N, les nombres d’atomes neutres,

d’ions et d’électrons respectivement, contenus dans une boite de volume V. Alors

. — S(T, P) (1.2)

S(T, P) est appelée fonction de Saha. Elle dépend de la température et de la pression, la haute
température favorisant I'ionisation et la haute pression favorisant la recombinaison. L’équation nous
indique les nombres relatifs des trois types de particules (c’est-a-dire le degré d’ionisation) dans une
situation d’équilibre ou le nombre d’ionisations par seconde est égal au nombre de recombinaisons
par seconde.

Le nombre de particules dans un niveau d’énergie donné est proportionnel au facteur de Boltz-
mann pour ce niveau, et le nombre total de particules est proportionnel a la somme des facteurs de
Boltzmann pour tous les niveaux, c¢’est-a-dire a la fonction de partition. Ainsi, en utilisant le symbole

Z pour désigner les fonctions de partition, nous avons, pour 1’équation de Saha :

N.N;, Z.Z;
Ny 7

(1.3)

La fonction de partition est la somme des facteurs de Boltzmann sur tous les états, translationnels
et internes (électroniques). Puisque 'énergie totale d'une particule est la somme de ses énergies de
translation et interne alors la fonction de partition totale est le produit de ses fonctions de partition

translationnelle et interne, pour laquelle on utilisera le symbole u. Donc on a

Ny h?

Uo

: 3/2 )
N_N; _ (27rmk:T> Vueuz (1.4)

oum = m;L—Z“ et qui differe tres peu de me..
La fonction de partition interne de 1’électron est simplement son poids statistique 2s +1 =2 .
Pour calculer les fonctions de partition internes de I’atome et de l’ion, il est bien sfir essentiel de
mesurer toutes les énergies a partir du méme niveau - le niveau fondamental de I’atome neutre, par
exemple. Il faut bien siir ajouter E; (I’énergie d’ionisation) a chaque niveau de l'ion. Si nous calculons
la fonction de partition de I'ion en utilisant des énergies supérieures au niveau fondamental de I’ion,

nous devons alors multiplier u; par e~"/*7[38].



En utilisant le symbole n désignant le nombre de particules par unité de volume (n = N/V)

nous obtenons la forme habituelle de I’équation de Saha :

nine  2g; (2rmkT 3/2 E;
_ 29 _ 1.5
L 9o ( h? ) exp< kT) )

go et g; étant les poids statistiques des atomes neutres et des ions.

En remplagant les constantes par leurs valeurs numeriques (S.I) 1’équation 1.6 devient :

NiNe

9i 3/2 E;
~ 4.8 x 1022273/ <—> 1.6
Un Jdo P kT ( )

Par exemple, pour l'air & température ambiante, on peut prendre ny ~ 3 - 10%®m=3, T ~ 300 K,
et F; ~ 14.5 eV (azote). On trouve alors

n;

no

~ 107122

Au fur et a mesure que la température augmente, le degré d’ionisation reste faible jusqu’a ce que
kT soit du méme ordre que E;. Ensuite, n;/ny augmente brusquement et le gaz est a I’état de plasma.
La création naturelle de plasmas a haute température est a 'origine de I'appellation "quatriéme

état de la matiére"[35].

1.2 Degré d’ionisation
On définit le degré d’ionisation d’un gaz comme étant le rapport

Tle

ng + Ne

o =

(1.7)

ng est la densité des atomes neutres et n, est celle des électrons.

Les gaz ionisés peuvent étre classés en deux grandes familles en fonction du degré d’ionisation, en
se basant sur la nature des interactions dominantes. La théorie cinétique des gaz ionisés nous permet
de calculer un degré d’ionisation critique g 2. Si @ < ap, le plasma est dit faiblement ionisé (plasma
froid), autrement on dit qu’il est fortement ionisé (plasma chaud).

Dans les plasmas faiblement ionisés, les collisions entre électrons (ou ions) et particules neutres
prédominent. Les plasmas fortement ionisés se caractérisent quant a eux par la prédominance des

collision électron-électron et électron-ion, et on distingue alors :

e plasmas fortement ionisés sans interactions entre les particules, ou fortement dilués (comme les
vents solaires). Dans ce cas, ce sont les champs électromagnétiques externes qui déterminent les

trajectoires des particules chargées ;

e plasmas fortement ionisés avec interactions; la dynamique du plasma est essentiellement détermi-
née par les interactions coulombiennes, dites collectives, entre un électron particulier et un grand

nombre d’autres particules chargées [39].

2. o est de lordre de 1074,



II Grandeurs caractéristiques des plasmas

I1.1 Echelles temporelles
I1.1.1 Fréquence plasma électronique

La fréquence plasma est 1’échelle de temps la plus fondamentale de la physique des plasmas. 1l
existe une fréquence plasma différente pour chaque espece. Cependant, la fréquence relativement
élevée des électrons est de loin la plus importante. Le premier traitement des oscillations plasma a
été abordé par les deux scientifiques Tonk et Langmuir[40, 41].

Considérons un plasma (boite de profondeur Az ; fig 1.3) ou les ions sont fixes alors que les élec-
trons peuvent subir de petites translations par rapport aux ions. Une telle hypothese est raisonnable
si I’échelle de temps de la translation des électrons est si courte que les ions ne peuvent pas suivre le
mouvement des électrons en raison de leur grande inertie. En d’autres termes, nous considérons des
oscillations électroniques a haute fréquence auxquelles les ions ne participent pas.

Nous perturbons maintenant ce systeme en transférant une colonne d’électrons d’une région
donnée de I'espace vers une région voisine, en laissant derriére eux une charge positive nette (c’est-
a-dire les ions, comme le montre la figure 1.3). Cette séparation locale des charges donne lieu a un
champ électrique E , qui exerce une force sur les électrons et les ions. Le champ électrique réduit
la séparation des charges en ramenant les électrons a leur position initiale. Les électrons sont donc
accélérés vers leurs positions initiales. Cependant, comme ils acquierent de 1’énergie cinétique au
cours de ce processus, leur inertie les entraine au-dela de leurs positions neutres. Le plasma devient
a nouveau non neutre et un champ électrique est a nouveau créé pour retarder leur mouvement [42].

Nous examinons maintenant la fréquence de cette oscillation. Intuitivement, nous nous attendons

a ce que la force électrique de rappel dépende de la quantité de charge déplacée Q..

Q. = —ne.eLAzdz (1.8)

1 1+t \— —| {+l

| . | _|_ f—1 1 +\
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FIGURE 1.3 — Oscillation d'une colonne d’électrons a la fréquence plasma wy,.



L’équation du mouvement d’un électron unique en en présence d'un champ électrique E est
donnée par? P
meﬁ = —eF (19)

En appliquant la loi de Gauss, nous pouvons écrire

#ECZ‘;: Qint :_%
S €0 €0
dFE

ceLAzd
— LAy = 12T
dx €o
— p= (1.10)
€0
En substituant dans I’équation (1.9), on obtient
d2 . 2
SR (1.11)

ﬁ MeEo
La solution de cette équation est une harmonique temporelle avec une pulsation w,,

Nee?

Wy, = (1.12)

e

meEo

wp, est appelée fréquence plasma électronique.
La fréquence des ions w,,, étant donné le rapport des masses, méme avec leurs racines carrées,
est nettement inférieure a celle des électrons, ce qui explique pourquoi la fréquence plasma est pra-

tiquement celle des électrons.
Wy R Wy, (1.13)

I1.1.2 Gyrofréquence électronique

Un champ magnétique oblige les électrons a se déplacer sur des orbites hélicoidales autour de la
direction du champ, au lieu de se déplacer de fagon rectiligne entre les collisions.
Si nous désignons le champ magnétique par B , I’équation du mouvement d’un électron non
relativiste est la suivante
dv

meﬁ = —GU X E s (114)

qui donne lieu a une vitesse constante v)| parallele au champ magnétique et a un mouvement
circulaire perpendiculaire au champ avec une vitesse angulaire notée w,.. et appelée gyrofréquence

électronique (ou fréquence cyclotron des électrons)[43]. Pour |§ | = B constant, on écrit

eB

Me

(1.15)

Wee =

La gyrofréquence des ions est plus petite comparée a celle des électrons (rapport des masses).

Pour des protons, elle est environ 2000 fois plus basse que celle des électrons.

3. Dans les plasmas de faible densité, 'amortissement collisionnel peut étre négligé



I1.2 Echelles spatiales
I1.2.1 Longueur de Debye électronique

La longueur de Debye? est une caractéristique fondamentale du plasma. Elle traduit sa capacité
a faire écran aux potentiels électriques qui lui sont appliqués. Ce phénomene peut étre considéré
comme le résultat d’une conductivité élevée du plasma. Selon cette explication, le courant électrique
peut généralement circuler assez librement dans un plasma pour court-circuiter tout champ électrique
intérieur.

Cependant, il est plus utile de considérer I’écrantage comme un phénomene diélectrique. Selon
cette explication, c’est la polarisation du milieu plasmatique et la redistribution associée de la charge

spatiale qui empéchent la pénétration d'un champ électrique externe.

Supposons qu’une charge d’essai positive +q soit
introduite dans le plasma. Elle va attirer autour d’elle
des charges de signe opposé (les électrons) qui vont for-
mer un nuage négatif causant ’écrantage de son poten-
tiel. On appelle sphére de Debye la sphere d’électrons
qui se forme autour de I'ion et son rayon la longueur
de Debye \p .

Si le plasma était froid et qu’il n’y avait pas de mouvement thermique, il y aurait suffisamment
d’électrons dans le nuage pour écranter parfaitement le potentiel créé par l'ion. Au contraire, si
la température est finie, les électrons au bord du nuage, ou le champ est faible, ont suffisamment
d’énergie thermique pour s’échapper. Le "bord" du nuage se situe la ou I’énergie potentielle est
approximativement égale a I’énergie thermique k7.

On se propose de calculer cette longueur de Debye. Soit n? la densité moyenne des ions de charge
Ze et n? celle des électrons. Pour que la neutralité de charge globale soit maintenue, on a

ZnY = n? (1.16)

Au sein du plasma, il existe des variations locales du potentiel électrique moyen ¢, auxquelles
correspondront des variations des densités d’ions et d’électrons. Comme chaque particule est en
équilibre thermodynamique avec sa propre température, les densités locales sont données par la

distribution de Boltzmann

ni(r) = njexp

—Z@(W)>

(=
(

Q(W)) (1.17)

4. en référence au chimiste néerlandais Peter Debye
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Considérons le champ au voisinage de 1'ion test de charge Ze placé en r = 0. Sa charge positive
attirera les électrons et repoussera les ions, donnant lieu a un déséquilibre net de charge au niveau
local.

Si cette région de séparation des charges est grande par rapport a la distance de séparation
interparticulaire n, Y 3, la "granulosité” inhérente aux particules est moyennée pour obtenir une dis-
tribution quasi-continue. La distribution statistique des électrons donnera un potentiel électrique ¢

variant lentement, décrit par I’équation de Poisson [44] :

Vi = 1 [Znie - nee} (1.18)

€0

En supposant une symetrie sphérique du potentiel ®, on peut écrire

1 d d 0 -7
D)) )]

Comme le champ est faible sauf a proximité de 'ion (Ze¢ < kT'), nous pouvons développer les

exponentielles en ne conservant que les premiers termes.

1 d [ ,do nle? { 7 1 } o
-z ) = e = 1.20
v dr (T dr) & lkm TR YT N (1.20)
Avec des conditions aux limites telles que
lim o(r) Ze: (le champ tend lui de D'i D), lim¢(r) =0
imo(r) = e champ tend vers celui de I'ion seu im ¢(r) = 0.
0 4megr P T oo
la solution est le potentiel de Debye
o) = 25 e (—1) (121
= e - )
" dmegr P AD

Le terme de droite est le potentiel de Coulomb autour de la charge ponctuelle de I'ion. L’expo-
nentielle est la manifestation d'un effet d’écran (voir figure 1.4).

La longueur de Debye a pour expression

A = 1.22
e 2
N\ T.

En négligeant Le terme ionique (la température des ions est négligeable devant celle des électrons),

on peut écrire

Ap = (1.23)

On voit bien que le potentiel diminue rapidement lorsque r 2> Ap. Le potentiel de Coulomb est

donc écranté et sa portée est réduite de co a ~ A\p.

5. Pres de l'ion, le champ est a symétrie sphérique.
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Quasi-neutralité

Notons que, si nous définissons la vitesse moyenne de ’électron

BT\ /2
= ()
Me
alors

(1.24)

Ue

Wy, = ——
p
Ap

(1.25)

En d’autres termes, un électron parcourt environ une longueur de Debye au cours d’une pé-

électrostatique[43].

riode d’oscillation du plasma. Nous pouvons donc considérer la longueur de Debye comme la lon-
gueur de corrélation électrostatique et la période d’oscillation plasma comme le temps de corrélation

électron

ion positif

Sphere de Debye
Potentiel
électrique

Avec effet d’écran

Sans effet d’écran

Distance radiale

FI1GURE 1.4 — Sphere de Debye et évolution du potentiel de Coulomb avec et sans effet d’écran

Un plasma n’est pas un mélange strictement neutre d’électrons et d’ions positifs, mais des écarts

le plasma est quasi-neutre si

par rapport a la neutralité peuvent apparaitre sur de courtes échelles telle que la longueur de Debye.

Par conséquent, nous disons que sur des échelles de longueur plus grandes que la longueur de Debye,
Z ZiNiy i€ — Ney€| K Ny
J

(1.26)
Ici, la somme est étendue & toutes les especes d’ions (positifs) j de nombre de charge Z;[45] .

12



I1.2.2 Longueur de Landau

La longueur de Landau A, est un concept fondamental de la physique des plasmas qui caractérise
I’échelle spatiale sur laquelle I'interaction coulombienne entre les particules chargées est influencée
de maniere significative par 'agitation thermique du milieu environnant. C’est est un parametre
essentiel pour comprendre le comportement des plasmas, notamment la dynamique des collisions, les
phénomenes de transport ainsi que la validité des approximations dans la théorie cinétique des gaz.

Il s’agit de la distance critique entre deux particules chargées, pour laquelle ’énergie potentielle

est égale a I’énergie cinétique [46] :

Ze?
= kT 1.27
47T€0)\L ( )
ce qui donne
Ze?
AL = 1.2
b7 AgeokT (1.28)

11.2.3 Libre parcours moyen

Dans la théorie cinétique des gaz, la distance moyenne parcourue par une particule entre deux
collisions successives définit le libre parcours moyen /.. Elle est déterminée par la distance couverte
par lécart-type de la vitesse des particules 1/ (|7 — 73]%), pendant le temps moyen entre deux collisions
successives, T = 1 /v, ol v est la fréquence de collision (électron-ion), U est la vitesse des particules
et vg la vitesse d’écoulement. En posant v, = 0 ( ¥ est déterminé dans le référenciel s’écoulant avec

le plasma), nous obtenons [47]

(= (1.29)

pour les plasmas décrits par une distribution de vitesse de Maxwell-Boltzmann, la fréquence de

collision est [48]
e'ne - In (9Np)

Vei = 1.30
64v/2me2me’? (KT,)*? (1:30)
avec Np le nombre de particules dans la sphere de Debye
4
Np = (;) ne - A (1.31)
d’ott ) )
4/ kT,
¢, = 84V (KTe) (1.32)

et ne - 1n (9Np)

En exprimant ce dernier résultat en termes de la longueur de Debye Ap et le nombre de Debye

le 6 Np
—C =48y 1.

Np , on peut écrire
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I1.2.4 Distance interparticulaire moyenne

D’apres des considérations tres générales, la distance moyenne entre les particules est proportion-

nelle a la taille du volume par particule. Un ordre de grandeur suggéré est telque

de~n/3 (1.34)

6 on se sert du formalisme de la physique statistique.

Pour un calcul rigoureux
Soit w(r)dr la probabilité que le plus proche voisin d’une particule se trouve entre r et r + dr.
Cette probabilité doit étre clairement égale a la probabilité qu’aucune particule n’existe a 'intérieur
de r multipliée par la probabilité qu’'une particule existe dans la coquille sphérique entre r et r + dr.

En conséquence, la fonction w(r) doit satisfaire la relation

w(r) = [1 — /0 rw(r)dr] 4rr®n, (1.35)

n étant la densité moyenne des particules. A partir de I’équation (1.35) on a

dr |4mrin dmr2n

d
[ w(r) ] S (1.36)
Sachant que d’apres 1'équation (1.35), w(r) — 47r?n lorsque r — 0, on a

(1.37)

— 43
w(r) = Amr?n - exp <7W n)

3

Nous pouvons dériver une formule exacte pour la distance interparticulaire moyenne d en utilisant

la. définition
d:/ rw(r)dr (1.38)
0

Un changement de variable conduit a

3 1/3 oo
d= () / e~t3dt
dn 0
4 3 1/3
=I'(=)-(— 1.39
(5) (#) (139
En remplagant I'(4/3) par sa valeur numérique approchée, on obtient [49]

d ~ 0.55396 - n~/? (1.40)

6. A Dl'exception de quelques cas simples tels que le modéle du gaz parfait, des calculs précis du facteur de propor-
tionnalité sont impossibles analytiquement.
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I1.2.5 Longueur d’onde thermique de de Broglie

La longueur d’onde thermique de de Broglie d'une particule est simplement la longueur d’onde de
de Broglie calculé a partie d'une quantité de mouvement moyenne associée a 1’agitation thermique.
Dans le cas non-relativiste d'une particule de masse m, et pour une distribution maxwellienne [50],

on a :
Atn = . ) (1.41)

2mrmkT

Lorsque la température augmente, la longueur d’onde thermique de Broglie diminue, ce qui in-
dique que les particules se comportent de maniere plus classique et sont décrit selon la statistique
de Maxwell-Boltzmann. Lorsque la longueur d’onde thermique de Broglie devient comparable aux

distances interparticulaires, les effets quantiques apparaissent et influencent de maniere significative

le comportement du plasma, et la statistique de Fermi-Dirac devient nécessaire[51].

Degré de quanticité n

Dans un plasma, on définit le degré de quaticité n d’une particule comme le rapport de longueur

d’onde thermique de de Broglie a la distance interparticulaire moyenne

Ath h
B L 1.42
g d dvV2mmkT ( )

Les électrons, dont la masse au repos est faible, se dégénerent plus facilement que les protons ou les
autres particules présentes dans le plasma. La limite de dégénérescence est déterminée par ’exigence
que le nombre moyen d’occupation des états quantiques a une particule des électrons ne soit pas
< 1. En d’autres termes, le volume de I'espace de phase par électron - le produit des volumes de
I'espace réel ~ d? et de l'espace de quantité de mouvement ~ (mek’T)3/ ? occupés par chaque électron
- devrait étre comparable au volume de l’espace de phase de la mécanique quantique élémentaire,
donné par le principe d’incertitude, h3.

Lorsque les électrons deviennent dégénérés, comme c’est le cas dans un métal ou une naine
blanche, les effets quantiques sont d’une importance considérable, et nous disons que le plasma est

dégénéré [43].

I1.2.6 Rayons de Larmor électronique et ionique

Une particule chargée dans un champ magnétique uniforme se déplace librement dans la direction
parallele au champ, mais il existe une force dans la direction transversale qui oblige la particule a
se placer sur une orbite circulaire. Le mouvement combiné de la particule est une trajectoire en
spirale, ou hélicoidale, le long de la direction du champ magnétique. Le rayon transversal de 1'orbite
hélicoidale est appelé rayon de Larmor p; (parfois également appelé rayon gyroscopique ou rayon
cyclotronique) et dépend de la charge, de la masse et de la vitesse de la particule ainsi que de

'intensité du champ magnétique[52].
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Champ
magnétique

FIGURE 1.5 — Schéma d’un ion et d’un électron tournant dans un champ magnétique rectiligne

Dans un plasma non relativiste, le rayon de Larmor d’un électron est telque

mev? —>

ev. B = £ Ve
prL.
MeVe Ve -
ce e

e

Me
Pour les ions, 'image est la méme, mais la giration se fait dans le sens inverse. Un ion ayant un

avec Ve = (vitesse thermique électronique).

nombre de charge Z et une masse m; a un rayon de Larmor

m;v;

Lorsque les températures des électrons et des ions sont comparables, le rayon de Larmor des électrons
est nettement plus petit que celui des ions :
me

o~ epy, (1.45)

)

Par exemple, le rayon de Larmor du proton est environ 40 fois plus grand que celui des électrons
(racine du rapport des masses).

Un plasma est dit magnétisé si son échelle de longueur caractéristique, L, est grande par rapport
au rayon de Larmor. Dans la limite opposée, p;, < L, les particules chargées ont essentiellement des
trajectoires rectilignes. Ainsi, la capacité du champ magnétique a affecter de maniere significative les

trajectoires des particules est mesurée par le parametre de magnétisation
§="Lr (1.46)

Dans certains cas intéressants, les électrons sont magnétisés, mais les ions ne le sont pas. Ce-

R 7

pendant, un plasma ” magnétisé 7 se réfere conventionnellement a un plasma dans lequel les deux

especes sont magnétisées. Cet état est généralement atteint lorsque [53]

PL;
0 = — 1 . 1.4
=< (1.47)
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I1.3 Classification des plasmas

Un plasma peut étre classé sur la base de diverses propriétés, telles que la température, le degré
d’ionisation et la densité électronique.

Dans un diagramme densité-température (voir 1.6), les séparatrices délimitent différents types de
comportement des constituants des plasmas permettant ainsi de les distinguer.
Limite relativiste

Ce sont les électrons qui ont des mouvements désordonnés tres rapides. Cette limite apparait donc

lorsque les vitesses thermiques des électrons deviennent relativistes. Cela se produit lorsque [43]

Mmec?

T ~ ~6x10° K (1.48)

Le plasma est dit relativiste.
Limite quantique
Cette limite est telle que la longueur d’onde thermique de Broglie devient comparable aux dis-

tances interparticulaires. La statistique de Fermi-Dirac devient nécessaire et on parle alors de plasma

dégénéré.
10 - relativistic 73
nonrelativistic
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FIGURE 1.6 — classification des plasmas (exemple d'un gaz composé en grande partie d’hydrogene)
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III Modeles théoriques en physique des plasmas

Il existe différents modeles mathématiques pour différents types de processus plasmatiques. Le
modele a utiliser ou a appliquer dépend du type de phénomene a étudier. On peut distinguer trois

types de descriptions théoriques sur la base de I'approche choisie [54].

II1.1 Théorie des orbites

Cette théorie concerne I’étude du mouvement d’une particule chargée individuelle dans des champs
magnétiques et électriques donnés. Ce mouvement, dans le cas non relativiste, est décrit par
dv > L, -
mo- =4 (E + U x B) (1.49)
ott E(7,t) et B(7,t) sont des solutions données des équations de Maxwell.

Ce modele est utile pour décrire la giration des particules dans un champ magnétique et les
invariants adiabatiques de ce mouvement cyclotronique, I'effet miroir magnétique, les dérives, etc...
Mais les plasmas contiennent généralement beaucoup de particules, par exemple une grande éjection
de masse coronale sur le soleil implique jusqu’a 1030 particules, ce qui nécessite une approche différente
de ce modele [55].

Toutefois, cette méthode est importante pour saisir le comportement "fin" d’une particule, un
comportement que I'on pourra ensuite généraliser dans certains contextes a un groupe de particules
chargées. Cette théorie a démontré son efficacité pour les plasmas de densité faible ou la dynamique
est principalement guidée par l'interaction des particules avec les champs externes appliqués comme,
par exemple, les rayons cosmiques, la ceinture de radiations de Van Allen, les tubes cathodiques et

les accélérateurs de haute énergie.

III.2 Théorie cinétique

Le mouvement d’une seule particule chargée (non relativiste) dans des champs électriques et
magnétiques est décrit par 'équation du mouvement (1.49). La théorie des orbites n’est valable
que lorsque la densité des particules chargées est si faible que les interactions entre les particules
peuvent étre ignorées. Cependant, un plasma est constitué d’un tres grand nombre de particules en
interaction et, par conséquent, il est approprié¢ d’utiliser une approche statistique pour son analyse.
La théorie cinétique des plasmas a pour but de dériver des équations décrivant le comportement
collectif des nombreuses particules chargées qui constituent un plasma en appliquant les méthodes
de la mécanique statistique [54]. Dans le cadre de cette théorie cinétique statistique, il suffit de
connaitre la fonction de distribution. Le défi consiste a résoudre les équations régissant 1’évolution

de cette distribution dans ’espace des phases.
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Fonction de distribution

Dans la description statistique, 'information sur l'individualité des particules est perdue, mais
I'information physique pertinente sur le plasma dans son ensemble est conservée et exprimée en termes
de fonctions de distribution f (7, U,t) dépendant des vecteurs vitesses et positions des particules
ainsi que du temps. Elles sont définies comme la densité des points représentatifs des particules dans
un espace de phase a six dimensions formé par les trois coordonnées de position (z,y, z) et les trois
coordonnées de vitesse (vy,vy,v,). Dans cet espace a six dimensions, 1’état dynamique de chaque
particule est représenté par un seul point. Les coordonnées (7, ¥) du point représentatif donnent la
position et la vitesse de la particule. Lorsque la particule se déplace, son point représentatif décrit
une trajectoire dans l’espace des phases. A chaque instant, 1'état dynamique d'un systéme de N
particules est représenté par N points dans I’espace des phases.

I'élément différentiel de volume d*r = dxdydz ne doit pas étre pris comme une quantité mathéma-
tiquement infinitésimale, mais comme un élément fini de volume, suffisamment grand pour contenir
un tres grand nombre de particules, mais suffisamment petit par rapport aux longueurs caractéris-
tiques associées a la variation spatiale des parametres physiques d’intérét tels que, par exemple, la

densité et la température [56].

Z |~ dz Uz |~ dUZ
> dx > dv,

FIGURE 1.7 — Espace des phases

Soit d°N le nombre de particules & l'intérieur de I’élément de volume d*rd®v autour des coor-
données de l'espace des phases (7, 7), a I'instant ¢. La fonction de distribution dans 1’espace des
phases, f (7, 7, t), est définie comme la densité des points représentatifs des particules dans I’espace

des phases, c’est-a-dire,

dN
T, U, t) = 1.50
La densité de particules par unité de volume, indépendamment de la vitesse, est
n(?t>:1/dﬁN:/f(?m)d% (1.51)
J dgr . v ? ? *

Dans le cas isotrope on écrit : dn (7,t) = 4w f (7, U, t) dv
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Equation de Boltzmann

—>

L’équation fondamentale & laquelle f (7, U, t) doit satisfaire est I’équation de Boltzmann :

of  » o, F o _(0f
— -V, — - Vof == 1.52
at+v f+m / <8t>coll (152
.2 . . of .
Ici, F' est la force agissant sur les particules et o est le taux de variation temporelle de f
coll

due aux collisions.
La signification de I’équation de Boltzmann devient claire si I’on se souvient que f est une fonction

de sept variables indépendantes. La dérivée totale de f en fonction du temps est

df _0f  0fdr 0fdy 0fdz Of dv,  0f dv, Of dv.

- =4 = — — 1.53
dt 0t ocdt dydi  9zdt du, dt | Du, dt | Du, di (1.53)
Ici, o est la dépendance explicite au temps. Les trois termes suivants sont simplement v.V, f.
Et avec I'aide de la troisieme loi de Newton,
dv =
— =F 1.54
m— (1.54)

les trois derniers termes sont reconnus comme Eﬁ f.

Dans un plasma suffisamment chaud et de fZiLble densité, les collisions peuvent étre négligées. Si,
de plus, la force F est entierement électromagnétique, ’équation (1.52) prend la forme particuliere
suivante

of

= 5} — N — —> o
E+U.Vrf+E(E+va)~va—0 (1.55)

C’est ce qu’on appelle I’équation de Viasov [53].

IT1.3 Théorie magnétohydrodynamique (MHD)

Dans de nombreux cas, il n’est pas nécessaire de connaitre I’évolution exacte de la fonction de
distribution, mais il suffit de déterminer I’évolution spatiale et temporelle des moments macrosco-
piques de la distribution, tels que les densités, les vitesses et les températures. En particulier, pour
les variations temporelles lentes, les moments décrivent suffisamment bien ’état du plasma pour la
plupart des cas d’intérét. Il est clair qu’il sera plus simple d’étudier leur évolution que de déterminer
celle de la fonction de distribution. Comme les moments macroscopiques sont des quantités déja
connues dans la dynamique des fluides et des gaz, la théorie qui en résulte releve du domaine des
théories des fluides. Cette théorie sera appelée magnétohydrodynamique (MHD) car il s’agit de
la théorie des fluides chargés électriquement et soumis a la présence de champs magnétiques externes

et internes [48].
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Chapitre

Rayonnement des plasmas et profil des

raies spectrales

En 1814, Joseph von Fraunhofer (1787-1826) utilise I'un des prismes de haute qualité qu’il a
fabriqués pour diffracter sur un mur blanchi a la chaux un faisceau de lumiere solaire provenant d’une
fente dans ses volets. Outre les couleurs caractéristiques de ’arc-en-ciel, observées de cette maniere
depuis Newton, il vit de nombreuses lignes sombres. Il a méticuleusement répertorié la longueur
d’onde exacte de chaque ligne sombre - qui sont encore connues aujourd’hui sous le nom de lignes de
Fraunhofer - et a étiqueté les plus fortes d’entre elles avec des lettres. Beaucoup de ces étiquettes, telles
que les raies D du sodium, sont encore utilisées aujourd’hui. Fraunhofer n’a pas seulement enregistré
le premier spectre astronomique, il a aussi enregistré le tout premier spectre a haute résolution. Le
spectre de Fraunhofer a été le premier a résoudre des transitions de raies discretes. La premiere étape
dans la compréhension des observations de Fraunhofer a été franchie au milieu du 19%™¢ siecle avec
les expériences de Gustav Kirchhoff (1824-1887) et de Robert Bunsen (1811-1899). Ils ont constaté
que, dans certains cas, la longueur d’onde de la lumiere émise correspondait exactement aux raies
de Fraunhofer. Ces expériences ont démontré que les raies de Fraunhofer étaient une conséquence
directe de la composition atomique du Soleil. Pour comprendre 1'origine de ces raies, les scientifiques

ont attendu Parrivée la mécanique quantique au 20%™ siecle[57].

————r— = ]

Rothh

2;& (f_f‘;lua-nlf(/’;r;; ug/f @@Mncﬁﬂ' 5rd_ 15,

FIGURE 2.1 — Le spectre solaire enregistré par Fraunhofer.
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Une premiere exploitation de ces spectres a permi d’identifier la composition du milieu dont est
issue la lumiere analysée. Avec I'avancée technologique, on a découvert que les raies spectrales avaient
une certaine largeur indépendante des spectrometres utlilisés. Ceci a ouvert un nouveau horizon pour
les scientifiques leur permettant ’acces a d’autres informations trés importantes des milieux sources

des rayonnements électromagnétiques.

| Elargissement et déplacement des rais spectrales

Les raies spectrales en émission ou en absorption sont une conséquence des transitions entre deux
niveaux discrets d'un atome ou d’un ion (ou une molécule).
On introduit un profil de raie I(r), normalisé et centré sur la fréquence vy telle que

By - Ey

Vg = h (21)

Es : énergie du niveau supérieur , F; : énergie du niveau inférieur.
Ce profil n’est pas une fonction de Dirac (une raie infiniment mince ) mais une fonction qui donne

une répartition de 'intensité autour vy. Cela est dii a trois sources principales d’élargissement :

e interaction de 'atome émetteur avec le champ de rayonnement, amortissement du rayonnement

de l'oscillateur, entrainant une largeur de ligne naturelle,
e le mouvement thermique de 'atome émetteur, qui entraine un élargissement Doppler,

e interaction de I'atome émetteur avec les particules environnantes provoquant un élargissement de

pression (ou élargissement par collisions).

I.1 Largeur naturelle

Selon les équations de Maxwell (théorie classique), un électron accéléré perd de 1’énergie par

rayonnement, et la raie émise a un profil lorentzien de la forme (figure 2.3) :

¥ 1
L(v) =5 2 (2.2)
Am? (v —1p)° + (2)
ou 7 est le coefficient d’amortissement.
8m2e?yy
= 2.3
1= d (2.3)
m, étant la masse de 1’électron.
L(v) atteint sa valeur maximale & v = 1, qui vaut
2
Lmaa} = L(VO) = (24)
™
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et sa largeur naturelle totale a mi-hauteur en unité de fréquence (FWHM)

7y 4re?v?
AI/N = % = 737’”/662 (25)

Du point de vue de la mécanique quantique, I’'amortissement du rayonnement est une conséquence
du fait qu’en raison de l'interaction avec le champ de rayonnement, le temps de vie des niveaux
d’énergie est fini et, par conséquent, ces niveaux sont élargis conformément au principe d’incertitude
d’Heisenberg (AE - 7 ~ h).

La constante d’amortissement vy pour un niveau m dépend de la durée de vie moyenne 7 de ce
niveau et est donnée par 7, = 7. D’autre part, 77! est proportionnel & la somme de toutes les
probabilités de transition impliquant le niveau m comme niveau de départ (figure 2.2).

Pour un niveau m :

-1
Ym =T - E Anm+ E BnmUu+ E Bn’mUy (26)
n n n’
—_— —— -
émission émission absorption
spontanée induite

ou Anm » Bum , Buan sont les probabilités d’Einstein et U, désigne la densité du champ de

radiation.
m
hl/() hVO
ANNNNS> ANNNN>
n

FIGURE 2.2 — Emission et absorption dans un systéme atomique & deux niveaux

Considérant les niveaux m et n (supérieur et inférieur) indépendants, le profil de la raie émise

a une forme lorentzienne :

Ym + Vn 1
42 (v — V0)2 + <"2m)
avec une lageur a mi-hauteur :
AVN — 771, +’Ym — AVNn + AVNm (28)

2T

La largeur naturelle de la raie, inversement proportionnelle a la durée de vie d'un état excité, est

du méme ordre de grandeur que celle donnée par la théorie classique.
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Elle est généralement négligeable par rapport aux autres causes d’élargissement !, et ne dépend

que de I'état de I'émetteur et non du milieu environnant[58].

L

L0

Avy

FIGURE 2.3 — Profile lorentzien

1.2 Elargissement Doppler

Les atomes (ou molécules) d'un gaz sont animés de mouvements incessant dans toutes les direction
(agitation thermique). En raison de l'effet Doppler, la lumieére émise a une fréquence vy dans le
référentiel d’'un atome en mouvement sera détectée a une fréquence v # vy par un observateur O au
repos (référentiel du laboratoire).

Soit un atome de masse M dont le vecteur vitesse, ¥, fait un angle 6 avec la ligne de visée d’un

observateur situé en O (I'axe de visée est z, figure 2.4).

Atome Observateur

émetteur
FIGURE 2.4 — Les conditions physiques requises pour l'effet Doppler

Le décalage en fréquence d’un atome émetteur ayant une vitesse relative le long de la ligne de

visée v, est telque

v _ Cc+ v, (2.9)

2 c— v,

1. Cette source d’élargissement est importante dans les spectres nucléaires, tels que les spectres Mossbauer
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pour des vitesses non relativistes (v, < ¢), on a approximativement

14

Yot (2.10)

ce qui conduit a

Av b (2.11)

Selon la théorie cinétique des gaz, la distribution des vitesses est maxwellienne. Projetée sur la

M Mv?
fo(v,) = \/mexp (— 2kﬂf> (2.12)

La fraction des atomes émetteurs ayant une vitesse comprise entre v, et v, + dv, est

ligne de visée, elle s’écrit

dN 1 2
@ dv, — %y 2.1
N Jo (v )dv: vpﬁeXp< vﬁ) ve (2.13)

1
ou v, est la vitesse la plus probable (2]\/[ U; = k:T).
Puisque la correspondance (dans la limite non relativiste) entre v, et v est linéaire, on obtient

une expression du profil normalisé L(v) par un simple changement de variable de sorte que
L()|dv| = fo.(vs)dv, (2.14)

Ce qui donne le profil de forme gaussienne (voir figure 2.5)

1 vV — 1
L(y) = _ 2.15
@) ﬁAVDeXp ( Avp ) (2.15)
avec une largeur a mi-hauteur
140 2T
Avp = —/—— 2.16
D c\V M ( )

Notons qu'une étude tres récente de Gossa et al. [59] a pris en compte les effets relativistes
appliqués a un plasma ultra-chaud. Les calculs ont aboutit a un profil non gaussien et une largeur a

demi-hauteur différente de 1’équation 2.16.
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AVD

FIGURE 2.5 — Profil gaussien

I.3 Elargissement par collisions (élargissement de pression)

Une autre cause d’élargissement de raie est diie au collisions de I'atome émetteur avec les parti-
cules environnantes et qui le perturbent pendant le processus d’émission. Le mot collision recouvre
ici toutes les interactions possibles entre I’émetteur et les perturbateurs. La premiere suggestion inté-
ressante pour étudier ce phénomene fut celle de Michelson (1895) [1] qui a identifié cet élargissement
comme étant causé par l'interruption soudaine du rayonnement atomique suite aux collisions avec
des particules voisines. En 1906, une premiere théorie de 1’élargissement par collision a été élaborée,
par Lorentz [2] impliquant seulement les collisions inélastiques (transfert d’énergie). Cette théorie fut
couronnée par la publication de son céleébre profil. Lenz[8] et Weisskopf [7] démontrérent, qu’en plus,
les collisions élastiques agissent sur 1’élargissement en introduisant des déphasages dans les trains
d’ondes du rayonnement émis.

La théorie a ensuite été développée par Stark[60], Debye [61] et Holtsmark [3] pour étre appliquée
aux gaz ionisés (plasmas), ou les collisions sont en grande partie dues a des particules chargées. On
parle désormais d’élargissement Stark puisqu’il s’agit de I'interaction fondamentale dans I'effet Stark.

Plusieurs travaux se sont succédé [4, 5, 6, 7, 8, 9, 10, 11, 12], et ce n’est qu’a la fin des années 50
et au début des années 60 que Les théories quantiques modernes décrivant 1’élargissement Stark ont

émergé avec Kolb, Baranger et Griem[13, 14, 15, 16, 17].
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IT Elargissement et déplacement Stark : Théorie générale

On considére les émetteurs (atomes ou ions) immobiles ? et immergés dans un gaz de perturbateurs
(électrons, ions, atomes neutres ou molécules). On divise virtuellement le systéme en cellules ne
contenant chacune qu’un seul émetteur, et 'on admettra que ces cellules n’interagissent pas entre
elles[15]. Une approche simple consiste a considérer la cellule comme un objet quantique unique, une
gigantesque molécule, avec certains niveaux d’énergie et états stationnaires [4, 6].

La puissance totale rayonnée lors d'une transition dipolaire électrique® d’un état initial |m) a un
état final |n) est donnée par la formule bien connue [62] (somme sur les états finaux et moyenne sur

les états initiaux)

ZZ(Sw wmn’ (n| 2 - B\m ‘ P (2.17)

27TC3 ot
Les états initiaux sont pondérés par leurs probabilités d’occupation p,, .

wmn - Pulsation de la transition radiative entre les états d’énergies F,, et E,

B : Opérateur du moment dipolaire total de la cellule (émetteur-perturbateurs).

4 : Polarisation du champ perturbateur.

Si ’émetteur est un atome (ion) a Z électrons , et le perturbateur de charge ¢ on a :

Z

B:Zer_j}—i-Zq-?il (2.18)
=1 I

T_j> : vecteur position du 7€ électron de I’émetteur mesuré a partir du noyau.

— R
R; : vecteur position du ("¢ perturbateur.

Le moment dipolaire total du systéme peut étre remplacé par celui de I’émetteur, car nous nous
intéressons a la forme des raies et non a la partie du spectre qui implique le rayonnement des
perturbateurs et qui forme un continuum [18].

Ceci nous permet de modifier I’équation 2.17 en écrivant :

225 — )| (0 EL - ) [ e (2.19)

m,n k=1

27rc3

d-yem-%4d (2.20)

j=1 j=1

2. On ne s’intéresse pas a l'effet Doppler.
3. L’élargissement Stark n’est important que pour les raies provenant de transitions dipdlaires électriques [20].
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En abscence de champ électrique ou magnétique externes, le plasma est isotrope. Il suffit donc
de considérer un axe de perturbation donné supposé Oz, et de prendre la moyenne sur ’angle entre

7 et 2. Dans cette hypothése on aura :

wt 1

— 2
P(w) = 933 mzn:j dw — wmn)‘ (n| dj |m) ‘ “ Pm (2.21)
Ou
wt 1 5 N 2
PWw) =5 —3 n;;] (@ = @) | (] €7 [m) | pm (2.22)
On pourra aussi écrire :
Pw) = 2t pw) (223
YT oy W '
L’expression L(w) est appelé profil de raie normalisé. Et on a alors :
_ 2
Lw)= )Y 6w- wmn)‘ (n|er;j |m) ’ - Pm (2.24)

m7n7.]

Il est convenable également de définir la transformée de Fourier du profil normalisé que 1'on

désigne sous le nom de fonction d’autocorrélation :

+oo
C(s) = / exp (—iws) L(w)dw
, 2
= > exp (—zwmns)‘ (n| e7] |m) ’ P, (2.25)
m,n,j
Elle satisfait la relation
C(—s)=[C>)]" (2.26)
ce qui nous permet d’écrire
1 >
L(w) = ,%/ e“*C(s)ds (2.27)
T 0

(# = partie réelle de ...)

On introduit I'opérateur d’évolution, ce qui nous permet d’appliquer des techniques de la théorie

des perturbations a la résolution de ce probleme (représentation d’Heisenberg)

H
T(s,0) = exp (_zhs> (2.28)
. , . . 4 1Eys
qui agissant sur un vecteur propre |a) de 'Hamiltonien H* | donnera exp | — - |a). On peut

4. Si H est indépendant du temps ( on néglige l'effet du rayonnement sur les fonctions d’ondes).
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transformer alors C'(s) de maniere & obtenir une trace (Tr) .

T |m) = exp (—iwm.5) [m) = exp (—i'E;‘S) Im)

zEns>
h

(n]TT = (n|exp (+i.w,.s) = (n|exp (—i— (2.29)

La matrice densité est diagonale dans la base {|m)}( on néglige I'effet du rayonnement sur les

fonctions d’ondes), on a alors

pm = (m| pm) (2.30)

‘ 2

Cls) = 3 exp(—itwns)| {0 d; m)

Pm
m,n,j
1.E,.s —i.E,.s =,
= % e (S exp (S5l ) Gl ()
m,n,j
— —1.B,.s\ = +1.E,,.s
= X ol d; ) (alexp (—0) @ esp () fm)
m,n,j
— —
= 2 (mldjn) (0| Td; T [m) (m| p|m)
m,n,j
= Sm|dTdTp|m) (2.31)

T+ étant le conjugué hermitique de T. On obtient alors la forme condensée suivante
C(s) = Tr [dT(s,0) d T*(s.0)p] (2.32)

Il est possible théoriquement de calculer C'(s) dans un contexte purement quantique. Cependant,
en général, ceci est un probléme extrémement difficile®. Pour simplifier les calculs, on se place dans

le cas de 'approximation semi-classique.

III Approximation semi-classique

La fonction d’onde du systeme total (une cellule) est solution de 1’équation de Schrodinger :
0
i (.7 1) = Ho (BT 1) = (Ha o+ Hy+ Ve (B, 7.1) (2.33)

H 4 est ’hamiltonien de I’émetteur non perturbé.

Hp représente 'hamiltonien des perturbateurs, qui englobe 1’énergie cinétique totale des particules
autres que I’émetteur (perturbateurs), leurs interactions mutuelles, ainsi que l'interaction coulom-
bienne entre les perturbateurs et I’émetteur si celui-ci est un ion. V' représente toutes les interactions

multipolaires excepté le terme monopolaire entre émetteur et perturbateurs [63].

5. Un traitement complétement quantique du probleme de ’élargissement spectral doit tenir compte de I’hamilto-
nien et des fonctions d’onde du systéme pris dans son ensemble[18].
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7 est un 3 N-vecteur (1:_1>, SU_>2, e ,SE\/)) qui représente les positions des N perturbateurs et ﬁ
représente les coordonnées internes de 1’émetteur (par exemple, pour un atome, ﬁ représente les

positions des électrons orbitaux)[64].

III.1 Approximation de couplage faible

On s’intéresse & un un atome rayonnant (sous-systeme A), dans un état excité, qui se désexcite vers
un état de moindre énergie grace a son interaction avec le bain thermique composé de perturbateurs
chargés (sous-sytéeme P) et d’un champ de rayonnement.

Le systeme totale (atome rayonnant + perturbateurs) est représenté par la matrice densité
p = p“P) dont chaque ligne ou colonne est repérée par deux indices (m,n) correspondant aux
états propres \If%l) et \IIT(lP ) des deux sous-systémes individuellement.

Un opérateur QY| relatif au sous-systéme A peut étre considéré comme un opérateur du systeme
totale lorsqu’il est multiplié (produit direct) par 'opérateur unitaire ) du sous-systéme P.

La valeur moyenne de Q™) est la trace de la matrice produit suivante :

QD) = (W @ 1)y = Tr4p [Qu) 1) p4P)]

=>Q [Zémffni?n] . (2.34)

m,m/’

En définissant la matrice densité réduite p4 telle que :

pa=Trp { (A’P)}
= P = prfnii s (2.35)
on obtient alors :
(QW) =Tra [QWpWM] . (2.36)

L’approximation du couplage faible suppose que 1’énergie moyenne de l'interaction émetteur-
perturbateur est faible comparée & 1'énergie thermique des perturbateurs (V' < kT')®. Dans ce cas,

le facteur de Boltzmann relié au potentiel d’interaction V peut étre approximé a I'unité”.

exp <‘2(;)> ~ 1 (2.37)

Comme conséquence directe, les deux sous-systemes (A et P) seront statistiquement indépendants

ce qui nous permet d’écrire :

(QWQ™) = (QWNQ™) . (2.38)
6. Cette approximation cesse d’étre valide aux ailes de certaines raies[65].
. 1 < Hs+ Hp
kT kT
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Dans ce cas, la matrice densité doit étre écrite sous la forme [66, 67, 65]

p=pa-pp (2.39)

ol py et pp dépendent seulement des variables de I’émetteur et des perturbateurs respectivement.
On suppose aussi que chaque sous-systeme est en équilibre thermodynamique, ce qui nous permet
d’écrire :

poxexp—(Ha+ H,)/kT (2.40)

Le systeme atomique peut donc se découpler du systéme des perturbateurs et 1’équation (2.32)
devient :
C(s) =Try

Trp[d T(s,0)d T (s,0)pr] pa. (2.41)

ou Try et Trp sont les traces sur les états atomiques et les états perturbateurs respectivement.

I11.2 Approximation du chemin classique

Le probleme est considérablement simplifié si on fait I’approximation du chemin classique qui
consiste en 'introduction de deux hypotheses [14, 15, 16, 18|.
La fonction d’onde des perturbateurs influence celle de I’émetteur sans subir une action réciproque

considérable. Ceci nous permet d’écrire :
v (R.7.8) =x (R.t) o(7.0) (2.42)

On définit par ¢ (?, t) une fonction d’onde décrivant le gaz de perturbateurs.

@ (7, 1) est solution de I'équation de Shrodinger :

Z'hgtgp (Z,t) = Hpp (T',1) (2.43)

X (ﬁ, t) est une fonctions décrivant 1’état atomique de I’émetteur et obéissant a I’équation :

o x (R ,t) =

Hi+ V(t)} x (R 1) (2.44)

ou le potentiel d’interaction V' (¢) est obtenu en moyennant V' sur les fonctions d’onde des pertur-

bateurs.

V(1) = (el V |e) (2.45)

La deuxieme hypothese stipule que les pertubateurs sont des paquets d’ondes suffisamment petits
pour qu’ils ne se chevauchent ni entre eux ni avec I’atome rayonnant ®. Cela nous permet d’approxi-
mer les perturbateurs a des points matériels décrivant des droites si I’émetteur est neutre, et des

trajectoires hyperboliques si ¢’est un ion .

8. l'extension du paquet d’onde du perturbateur doit étre beaucoup plus petite que sa distance a ’atome émetteur
ainsi qu’au libre parcour moyen.
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On peut donc remplacer ¢ (7, t) par un produit de fonctions de Dirac d (7 — 5;) 9,

Dans ces conditions

V(t) = V() (2.46)

La trace sur les coordonnées des perturbateurs Trp[- - - pp| est remplacée par une moyenne statis-
tique sur les positions et les vitesses symbolisée par { e }AV .

L’équation (2.41) devient alors :

C(s) = TrA{ﬁTA(s, 0)d T (s, O)pA} . (2.47)

AV
ot T'4(s,0) est 'opérateur d’évolution n’agissant que sur les fonction d’onde de I’émetteur perturbé
d’hamiltonien Hy + V(s) .

Les champs électriques générés par les électrons et les ions autour de l'émetteur varient tres
différemment en raison de leurs mobilités. Effectivement, les ions a faibles vitesses vont générer
un champ qui varie lentement, tandis que le champ créé par les électrons varie tres rapidement.
Deux modeles sont donc proposés pour traiter ces deux phénomenes, correspondant a deux cas
asymptotiques de la théorie : 'approximation d’impact et I'approximation quasi-statique [18].

La moyenne { e }AV s’effectue alors en deux étapes. L'une sur les électrons, I'autre sur les ions.

Pour valider cette démarche, on introduit deux intervalles de temps caractéristiques de cette

théorie des profils des raies.

Temps d’intérét

D’apres une propriété générale de la transformée de Fourier, 'intervalle de temps 7; qui détermine

le calcul du profil en un point de fréquence w, est telque :
TR —  , Aw=w— wy (wp étant le centre de la raie) (2.48)

C’est le temps d’intérét pendant lequel une prise en compte des détails de I'interaction émetteur-
perturbateurs est impérative. Ce temps est un parametre qui dépend de la fréquence w, car il peut
varier entre un intervalle de temps tres grand au centre de la raie et un intervalle aussi court que
I'on veut si on se situe assez éloigné du centre de la raie (aile de la raie).

De cette maniere, tous les événements qui affectent le profil de raie ont des temps caractéristiques
inférieurs ou égaux a 7;; ainsi, le calcul de la transformée de Fourier peut étre restreint au temps

d’intérét.

L(w) = 71{@ /On e“sC(s)ds (2.49)

-eme

9. L’indice j indiquant le j perturbateur.
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Temps de collision

On peut interpréter la demi-largeur w de la raie comme la probabilité que 'atome émetteur
subisse un choc, c’est a dire une fréquence de collision [2]. Ainsi 1/w caractérise I'intervalle entre
deux collisions successives (temps de collision).

En optant pour une trajectoire rectiligne pour le perturbateur (pour simplifier le calcul), nous

définissons le temps de collision 7. par :

_Pw 2.50
ro=2 (2.50)

ol p,, est un parametre d’impact typique dépendant de la portée du potentiel d’interaction appelé
parameétre de Weisskopf [6], et v est la vitesse thermique la plus probable du perturbateur.
Si 7. < 7; (cas des électrons perturbateurs tres rapides) on applique 'approximation des impacts,

autrement si 7. > 7; on est dans I'approximation quasi-statique (cas des ions perturbateurs).

IV Approximation des impacts

Selon cette approximation, la durée de collision entre I’émetteur et le perturbateur est tres courte
par rapport a la durée de vie de ’émetteur. Dans ce cas, de nombreuses collisions auront eu lieu
pendant la désexcitation de I’émetteur. En plus, si les collisions sont faibles en moyenne, il faudra
beaucoup de collisions faibles, ou une seule collision forte pour que la lumiere perde la mémoire de
sa phase intiale, ce qui permet d’appliquer une statistique sur ces collisions[18].

L’importance de cette approximation est due au fait que, dans la pratique, elle est toujours valable
pour le traitement des perturbateurs électroniques. Pour s’en convaincre, considérons un électron
typique ayant une vitesse v et un parametre d’impact p , entrant en collision avec un atome excité
constitué d’un électron sur une orbite de nombre quantique principal n et d’un noyau de charge Ze.
Un élément typique de la matrice de transition dipolaire dans I'atome émetteur est de 'ordre de
e?n%ay/Z. Par conséquent, 1'énergie d’interaction est de I'ordre de e?n%aqy/ (Zp?).

Pour que 'approximation d’impact soit bonne, une collision typique doit étre faible, c¢’est-a-dire

que le produit de I’énergie d’interaction par le temps de collision soit petit devant h. Par conséquent

e2n?ay p v3pPh3Z3
=<K h — > 1 2.51
Zp* v < o eSnba > (251)
En estimant p comme étant la distance moyenne, 47p%/3 = N-', v comme (kT /m)'/? |
I’équation 2.51 donne en omettant quelques facteurs numériques
AZ3
> (2.52)
avec 3o
2 (2rmkT
4 = 2@mmkT)™" (2.53)
N h3
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A est le nombre d’états quantiques accessibles pour chaque électron perturbateur. De grande va-
leurs de A par rapport a 'unité signifie qu’on peut appliquer une statistique classique de Maxwell-
Boltzmann. Dans les cas typiques de cette étude, A est évidemment trés grand. Par exemple, si la

température est de 1 eV et que la densité est de 10%m ™3 | A est de 'ordre de 6 x 10° [68].

IV.1 Approximation de non-extinction (no quenching)

Les transitions radiatives se produisent entre deux groupes de niveaux d’énergie de 1’émetteur,
un groupe de niveaux supérieur appelé "a" composé des sous-niveaux « , o , " | --- , et un groupe
de niveaux inférieur noté "b" composé des sous-niveaux 3, ', 8", --- . La séparation en énergie
entre deux états d'un méme groupe (sous-niveaux) est tres petite devant celle des deux groupes de
niveaux : Fyn < Eg, et Egg < Fg,.

Notre intérét se porte sur les transitions radiatives se faisant entre un sous-niveau du groupe "a'
et un sous-niveau du groupe "b" (figure 2.6).

Il existe deux types de collisions perturbant I’émetteur : celles qui provoquent des transitions entre
les deux groupes de niveaux a et b, et celles qui provoquent des transitions entre les sous-niveaux
a,a’ ou f3,'. L'énergie requise pour la transition a — b est généralement plus importante que
I’énergie moyenne des perturbateurs, ce qui signifie qu’il y a peu d’électrons capables de provoquer
de telles transitions. Cela nous permet d’approuver I’hypothese que les seuls éléments de matrice non

nuls de I'opérateur d’évolution de I"émetteur T'4(s,0) sont ceux qui font partie d'un méme groupe de

niveaux. C’est l’approzimation de non-extinction (no quenching)[13].

S ————————— _f" m ) ‘—
Gk (| T|e'|?
A
(|T8)|?
. I(' A =
BITIey? P T e

g ——— =

FIGURE 2.6 — Approximation de non-extinction

10. Les états |a) , |8) sont des états propres de Hy .
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En notation matricielle, 'équation (2.47) devient ! :

) = X paf tal d19) I Til5,0) 18) (31 o') | T2 (5, 0) ) |

aa/ﬂﬁ/ AV

= % pe{das BIT(6.0)18) d o (/) T2 (5,0) ) |

aa’ BB’ AV
= % pu{ das (BT, 0)18) (| T2(,0) o) D | (254
oo’ BB AV

(Tu(s,0) et Ty(s,0) sont des opérateurs d’évolution des états supérieurs "a" et inférieurs "b".)
En supposant les états initiaux de I'émetteur également probables, on peut omettre la matrice

densité dans I'équation (2.54) et en écrivant simplement 7" au lieu de 7'(s, 0), on obtient :

) = X {duatBITI8) @I Tho) dig}

aa’ BB A

= > {asllaBI BT @) Doy} (2.55)

aa! BB A

On utilise la représentation d’interaction de I'opérateur d’évolution (plus convenable) :

iHAS

U(s,0) = exp ( )T(s, 0) (2.56)

qui d’apres 1’équation (2.44) , est régit par I’équation de Schrodinger suivante :

dU(s,0)
ds

1H s 1Hys

in )V(s)exp (— ; )U(S,O):V’(S)U(S,O) (2.57)

= exp (—l—

V'(s) est 'hamiltonien d’interaction en représentation d’interaction représentant ’ensemble des
perturbateurs.
Donc : (U(0,0) = 1)

U(s,0)=1— h/o ds V'(s1)U(s1,0) (2.58)

et la solution formelle de cette équation est la série Dyson (solution sous forme itérative) :

. s -2 s S1
U(S,O) =1 - Z/ dSlvl(Sl) —+ (Z) / d81V’(51)/ dSQVI(SQ) + -
+ <_Z> / dsiV'(s1) / dssV'(s3) - -- / s, V'(sp) + - (2.59)
h 0 0 0

L’équation (2.55) devient '? :

C(s)= Y exp

aa! B’

[VE;EB)] Lol [V, OUZ6 0} BN T2 (260)

11. Pour évaluer Tr4 , il est convenable d’utiliser les états propres de H 4 .
12. La moyenne statistique n’affecte que Up(s,0)Uz(s,0) .
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Afin de calculer cette moyenne, nous considérons sa variation dans un intervalle de temps As ,

A{Ub(s, 0V (s, 0)} _ {Ub(s + As, 0)U* (s + As, 0) — Uy(s, 0)T (s, 0)}

= {{Ub(s + As, s)Ux (s + As, s) — 1] X [Ub(s, 0)U (s, 0)}} (2.61)

D’apres (2.59) , on a

i s+As i 2 s+As S1
U(s+As,s):1—h/ dslV'(sl)+(h> / d31V’(51)/ dsoV'(s9) + - (2.62)

En utilisant le changement de variables t; = s — s, to = s — s, --- , et la définition de V'(s)

dans (2.57), on arrive a :

T . As
U(s+ As,s) = 1—exp (+Z hA$> [;/ dt, V (t1)
0

_.(;f[fimvun4hﬁﬂw»+~wem(—ﬁ§ﬂ (2.63)

Si on choisit I'intervalle de temps As assez grand pour que les deux facteurs de la derniere ligne de

I'équation (2.61) soient statistiquement indépendants, mais suffisamment petit pour que I’équation

aux différence puisse étre remplacée par une équation différentielle, on peut alors écrire [68] :
d (H, — H,
R B
s

i(H,

exp [—%Ha)sl {Ub(S,O)U;‘(s,O)} (2.64)

ou H, et Hy sont les projections de H 4 sur les sous espaces supérieur et inférieur de la transition.
®,, est 'opérateur de collisions électroniques indépendant du temps et du microchamp ionique.
Les équations (2.61) et (2.64)combinées avec 1'équation (2.63) et son complexe conjugué, nous

permettent d’écrire

. As
Py = Als {_;/0 [Vi(t1) — Vi (t1)] dty

G [ e |

As t1
+ / V* ()t / V* (ta)dts
0 0
As As
_ / Vi(t)dty / V;*(tg)dtg] +} (2.65)
0 0
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IV.2 Approximation binaire

Une simplification significative réside dans I’hypothese que les N perturbateurs sont statistique-

ment indépendants. Le probleme de N + 1 corps est ramené a celui de deux corps. L’hamiltonien

d’interaction V/(t) concerne désormais I’émetteur et un perturbateur.

Comme premiere conséquence de ces simplifications,la moyenne dans 1’équation (2.65) se réduit a

un produit par le nombre de collisions pendant le temps As (proprieté de la transformée de Fourier).

Ce nombre de collisions avec un parametre d’impact p et une vitesse v s’écrit sous la forme [17] :

N -As-vf(v)d*v - 2rpdp

(2.66)

ou N est la densité électronique et f(v) leur distribution de vitesses (supposée maxwellienne).

La deuxieme conséquence, est due a I’hypothese des collisions completes dans 'intervalle de temps

As, ce qui nous permet I'intégration sur le temps entre —oo et +oo.
(s =—00, s+ As=+00)
L’équation (2.65) devient alors

1

5 [ W) - viean

o0

“+o0 —+oo
b, = 27rN/ Uf(U)d?)U/ pdp

0 0

2

[ o

+oo t1
+ / VE (8 )t / V() dts

[oe] —00
“+o00

A /

— 00 —00

“+oo

% (tg)dtQ] + -

ang
La moyenne notée { . }
ang

la solution de 1’équation (2.64) est

S
A A + (I)abs‘|

qu’on peut vérifier par substitution.
La fonction d’autocorrélation dans (2.60) devient donc

i(H, %Ha)s N @absl

Cis) = Y dus <<ozﬂ

oo’ B!

o/ﬁ’>> 72,5/

exp [_
Finallement, avec I’équation (2.49) , le profil de raie est

L(w)lee( > 7aﬁ<<aﬁ

-1
Ha) - (I)ab‘|
@ a5 h

lm—“[b_

a’6’>> Zg/ﬂ)
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est sur les angles entre 7 , 7, et le dipole de I’émetteur.

(2.67)

(2.68)

(2.69)
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(les éléments de matrice de ®,;, ont une partie réelle négative)

avec une construction des éléments de matrice comme :

(aB|(Hy — Ho)l'B)) = ((aB|(1°® Hy — H, @ 1) [0 ')

= ((aBl1° @ Hy|o'B)) — {(aB] Ho ® 1" /"))
= (o 1)) (Bl Hy |8') — (ol Ha|o) (B]1°|5')

= oo (Bl Hy|8') = 0gp (] Hala)

et on a

s = (o] d|8) (2.71)

Les éléments de la matrice représentant I'opérateur de collision sont de la forme :

((as@alas)) = 20N [ os)te [ wpdp<<a (; [ v - v ean

_(h> l /_ Vil /_ : Vi (t)dt

+o00 t1
+ / VE(ty)dty / V() dts

—0o0

[ vt [ va*(tQ)dt?] . )

o/ﬁ’>> (2.72)

On aura par exemple

1 [tee
: / Vi (t1)dty

(oo

1 400
, / 1% ® Vi (tq)dty

) = (ol ovon] o)

“+o0o
— Zlh/_ dt; ({aB]1°® Vi(t) | o/B'))

“+oo
B zlh/_ dty (a[1%] ') (3] Vi(t2) | B)

+oo
= [t (51| (2.73)

7o )
711/*‘” /+°°dt2 (B | VitV (t2) | o/

fll / / dty (B Vy(t2) | B') (| Vi (t2) [ ) (2.74)

[e.e] o0

(e
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((os) G) [ vetan | vitaan )
O [ (s o)

7001 2 ‘;00 +o00
= <h> / dty / dta (| V(1) Vi (t2) | &) ppr (2.75)

V Approximation quasi-statique

L’équation 2.70 nous permet de calculer le profil de raie correspondant a la seule partie du bain
thermique formée par les électrons. Tenant compte des ions perturbateurs, 'hamiltonien du systeme
dépendra du micro-champ ionique F'.

Le calcul du profil de raie se fera donc en deux étapes :

i) Dans un premier temps, on néglige les mouvements ioniques et on utilise ’approximation d’im-
pact pour calculer ’élargissement électronique des raies correspondant aux transitions entre les
états d’Hamiltonien H4(F'), qui est maintenant déterminé par I'intensité du champ électrique
F' créé par les ions perturbateurs. Pour chaque valeur du champ électrique F',on aura un profil
L(w, F). 13

ii) Le micro-champ ionique est réparti selon une fonction de distribution W (F'). Le spectre d’une
transition est obtenu en moyennant les profils de toutes les composantes de la transition sur
toutes les configurations possibles du micro-champ ionique F'.

La nouvelle forme du profil est alors :

L(w) = /W(F)dF L(w, F)

_ %/W(F)dF Re( S dus <<a6

ao’ B

[iw ) = ()] %] -

o/ﬁ’>> Zg,ﬂ,) (2.76)

13. Les perturbateurs interagissent avec I’émetteur se trouvant dans un état Stark déterminé par F’
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Chapitre

Effet du microchamp ionique sur les
déplacements Stark des raies de I’hélium

neutre dans les plasmas

I Introduction

Dans ce chapitre nous allons traiter 'effet du microchamp-ionique sur les déplacements Stark des
raies de I’hélium neutre. On exposera au début le travail fondateur de Griem qui néglige cet effet,
ensuite, on se basera sur un travail récent [26] qui a exploré 'influence du micro-champ ionique sur
la partie réelle de 'opérateur de collision (élargissement des raies). Dans notre travail, on s’intéresse

a la partie imaginaire qui permet le calcul de ces déplacements Stark.

II Elargissements et déplacements Stark des raies de 1’hé-

lium neutre (Hel)

Dans le cas des raies de I’hélium neutre, la dégénérescence par rapport aux nombres quantiques
orbitaux est levée. Les éléments de la matrice [H,(F') — Hy(F')] /h décrivent des raies séparées qui
ne sont que légerement décalées par l'effet Stark quadratique provoqué par le champ ionique.

Si on néglige I’élargissement du niveau inférieur b , le profil de raie est (concernant le sous-niveau
a) [17] -

Lo(w) = —71TRe {iw — iWap + (a]q)a]a>rl (3.1)

la largeur w et le déplacement d sont relies aux éléments diagonaux de I'opérateur de collision par

w = —Re (a|P,|a) (3.2)
d = —Im (a|®,|a) (3.3)
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iy — iwag + (0] ® |O¢)T1 = ! = !
“ o ¢ W — iwap + (] Pala)  iw — iwep — (w + id)
1 W — (W — wap — d) (3.4)

- —wF (W —wep —d) (W wap — d)? + w?

Ce qui nous conduit a :

—w w -1

Fel) =2 ((w — g — d)? +w2> o7

[(w — Wap — d)? + wﬂ

En terme de la matrice S on écrit :

(| ®4la) = Ne/vf(v)dgv/27Tpdp{(@!(5a(0) = Dla)} (3.6)

{{al(5a(0) = D)} = { 2_ {alrola’) {lrJa)

ova’

/ dtl/ dt, - ez‘(ww,.t1+wa/a-t2)Ela(tl) . Ely(tg) 4+ .- } (3.7)

et 1rip(t) = pis + vis(t)  on écrira :

{al(Sa(0) = Dla)} = —15 { 5 (alrela’) (@)

ova’l

+oo o’ v o’ v’ ty -t
/ / dtg 62 Waa! t1Hwarg t2) | P1 f: + U?l) u1 ; 2 e (38)
Tt |7 (t2)

la moyenne des termes contenant py, - vy, ou py, - vy, est nulle. De méme pour les termes contenant
Plo * P1v OU Vi - V1, AVEC T # U .

1 1
Utilisant {p1,p10} = §p2 , {vievis ) = gvz et |rm°=p*+ 0% on a alors :

4

{(al(5,(0) = Do)} = = 5 {3 falele’) (ol

“+o0o t1
i o o o o ‘-t
X / dt, / by - ¢@aa ti+0argets) | Plo " Plo + Vo " U1 ERLC (3.9)
‘7” 1(t ‘ 1 tQ)‘
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ce qui donne :

{fal(5.0) = 1)) == () S talrle’y @)

—+00 t ) )

X dt; ! dty - eaar(ti=t2) | PP4v%t -ty
o0 3/2 372

- ) (p2 +v262)%% . (p2 + v262)%

(3.10)

+ 2 (perturbateur)
—ig |

|

Y

&

FIGURE 3.1 — Schéma représentative de la géométrie de collision entre un perturbateur électronique
et ’émetteur

Waa! vt
oo’ et £ = — on obtient :
v P

En procédant les changements de variables z,. =

{{al(S,(0) = D]a)} = — & () S {alrola’) (@]r]a)

3 \ hpv o

“+o00 x
X / dxl / 1 dxz . eizaa’(xlfm2) . 13;"2_ T1Z2 3/2 (311)
oo e (1429”7 (14 23)

qu’on pourra aussi écrire comme :

{fal(5u(0) = 1)) = =3 () 3 falola) (@lrale) % [AGsaw) + iBao)] -+ 312

hpv p—
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A(Zaar) €t B(zaor) étant des fonctions réelles.

On a :

° cos (zx) B d % cos(zz) B
/0 de = |z| - k1(|2]) ; i/, mdm = —z - ko(|z]) (3.14)

Ko(z) et K;(z) étant les fonctions de Bessel d’ordre zéro et du premier ordre.

donc :
Az) = 22 [K5(|2)) + K3 (]2 (3.15)
La partie imaginaire B(z), peut étre obtenue directement a partir de la valeur principale de
Cauchy (P) :
2z A
Bz =2 /0 ) (3.16)

qu’on peut réécrire sous une forme adaptable au calcul numérique, telle que : [17]

B(z) ! /000 [(z+z')ln|z+z/| +(z—2)In|z — z’u

™

x [2K3(2') = 82 Ko () K1 () + 427 (K3 () + K3(2)) | d2! (3.17)

L’intégration sur le parametre d’impact p fait intervenir les fonctions :

a(z) = /OO Mdz’ , b(z) = /00 Mdz' (3.18)

Z! 2!
Pour les faibles collisions, on a alors [20] :
uv a\? [ dv N2
lndo) ~= 0 (1) [ 450 S ol o)
x [a (zmn) +ib (2] (3.19)

; Waa! Pmi N N . .. . .
min _ T2F 7 correspond & un parametre d’impact minimal assurant Iapplication de la

théorie de perturbation impliquant 'unitarité de la matrice S.
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IIT1 Effet du microchamp ionique sur ’opérateur de collision

Si on inclut I'influence du microchamp électrique (di aux ions), le profil de raie devient :

e fwir dF(z T (o a/ﬁf>>:z;,ﬁ,> 520

aa’Bp’
ou F est le microchamp électrique dii aux ions perturbateurs , et W (F) la fonction de distribution

[zw—zwaﬁ—i—zj ? O(F }

de ce microchamp.

Ce qui est nouveau dans cette étude est cette dépendance de I'opérateur de collision vis a vis du
microchamp F [26] .

Pour le cas ou I’émetteur est un atome d’hélium neutre, la trajectoire suivie par un perturbateur

n’est plus une ligne droite mais sera représentée par un vecteur position telque

=7+ Tt %?# (3.21)

Calcul du déplacement

Le déplacement D,, est relié au éléments diagonaux de la matrice @, par [17] :

D, = —Im{a|®,|a)
_ o, /vf dv/mdp/w Jde T {(0](S4(0) — Do)} (3.22)

et

{(al(Sa(0) = Dla)} = {W 5~ (alola) (0| o)

oo’

/m / by - ¢i¥ao (0112 E(tl)-ﬁ(t2)+---} (3.23)

En utilisant

eWaar(h=t2) = (g (Waartt — Waarta) + 78IN (Waartt — Waarta)

= €08 (Waa't1) oS (Waarta) + sin (Waat1) sin (Waarta)

+1 { sin (Waart1) €0S (Waarta) — €08 (Waartt) sin (waa/tg)} (3.24)
on aura :

Im {{a[(Sa(0) — 1)]a)} Z (a|Ryla’) (/| Ry o)
X /_+0<> dtl/_ dtQ{sin (Waart1) €08 (Waarta) — €08 (Waart) sin (waa/tz)}ﬁ(tl) . E(tQ) (3.25)
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7 (1)

7P (dans le systeme C.G.S).

ou E(t) =—e

En considérant que ? est perpendiculaire a 7, on aura :

T+ Ut — —Fe?
2m

E(t) = —e = T (3.26)
p? + V22 — 6—(7 + m)ﬁ + 0 g
m 4m?
Le produit scalaire ﬁ(tl) : ﬁ(tg) s’écrira alors :
E(t) - E(ts) = €2 (7; Tt - %?t%) (7; Tta %?%) —2Y

e
p2 +’U2t% N
m

e?F? 8/ e
(7 +7t1)e3 + o t;‘) (p2 + 0282 —

m

3/2 D
2F2
(7 +7e2) i3+ 5 té)

m2

On considere 7 le long de 'axe des z et 7 le long de 'axe des x , le microchamp électrique ?

faisant un angle 6 avec 7 c.a.d. avec l'axe z .

On a alors :
2
9 o eF, o, eF, , eFy , e, o el 9,9
= tito — t] — t5 — tito — —vi5t — | 7t 27
U=p”+vtits o Pl = 5 Pla = S otity = o vt A | o ) Tl (3.27)
e 2F? %2 e 2F? %2
D= (p2 + 022 — E(FZ” + Fyuty)t] + Wt‘{) : (p2 + 0?3 — E(FZ’) + Fyuts)t3 + th) (3.28)

ol FZ:?~E et Fx:?'?.

P
Nous nous contenterons d’admettre 'approximation qui consiste a remplacer les composantes F),
et I, du microchamp électrique par leurs moyennes < F, > et < F, > qui sont toutes deux nulles.

Alors on aura :

eF\?
p? + vty + <2m> t2t2

22 \3/2 22 \3/2
<p2 o224 S t%) <p2 g4 S t%)

E(t).E(ty) =~ ¢

(3.29)

4m? 4m?

Ceci nous permet d’écrire :
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Im {{e|(54(0) = D)} = —;7; 2_ (al Rola) (| Rolar)

+o0o t1
X / dt, / dtg{sin (Waart1) €08 (Waarta) — €08 (Waart) sin (waa/tg)}

F
p* + vitty + (e ) 212

2 2m
€ 22 3/2 22 3/2 (3.30)
2 4 2 4
<p2 022+ o t1> <p2 023+ o t2>
En procédant les changements de variables z,. = M\/5 , L = 722 et en utilisant la notation
v P
R = (a|Ry|a/) cette derniére équation devient :
tm {{0](54(0) = DIe)} = g7~ QZ R Ry
+o0o
X / dxy / dxa| Sin (Zaar 1) €OS (Zaa T2) — €OS (Zaa/T1) SIN (Zaa/T2)
F 2
1+ 22129 + (6/2)> rixs
X mv (3.31)

F 2 3/2 F 2 3/2
<1+2x%+<;?f2’> ﬁ) <1+2 +<mU§) x3>

d’ou :

264 O[Oé/ O(/ e}
tn {(@](Sa(0) = D)} = — g5 > Ry ke

eFp ’ 2.2
oo o 1+ 2x129 + o) T1T3
X / d.’I}l/ d-’I;Q - sin (zaa’ (-Tl - $2)) 2 3/2 2 3/2
o — F F
2 erp 4 2 erp 4
(1 + 227 + <mv2) x1> (1 + 2z5 + <mv2> IQ)

Pour faire réapparaitre le terme w,, on écrira alors :

264 aa, O/a
Im {{c|(Sa(0) — 1)|) } = R ZRU’ Ry

<6Fp)2 2.2
too . 142z + | —5 | @723
X / dxl/ dxo - sin (waa/ﬂ B(xl — x2)> 373 my 372
- - ’ (1 + 222 + (er)2 x4> (1 + 222 + <6Fp> : a:4)
1 mv2 1 2 mv2 2

w, /
En posant (0, = —— on obtient finalement :
Wp
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I {(52(0) = 1))} = 5305 > Ry R

oo’

eFp ’ 2,2
+oo - w 14 2z120 + oo riThH
8 / 4 / dzy - sin (Q(“J‘/\/§ z;P(zl B zz)) 5 N 3/2 5 N 3/2
- > 2 el'p 4 2 el’p 4

Le déplacement est donc :

Do = —Im/(a|®,a)
= [ (m/wij'ﬁmmm<>4m»

2 ’ !
— 3 a0’ pa’,a
= —47TNe/V[/ (e)de/v f(v)dv/prdp X [— e UEQ, R RS }

eFp 2
142 — 222
+ 2z122 + (mv2> T1T3

(z1— xz))

+o0 T Wy p
X / dxl/ dxy - sin (Qaa/\/g P 375 375
- o0 eFp 2 / eFp 2 /

2 4 2 4

1677'264]\7e a.o pal.a
= g L ROTRS 1(Qa) (3.32)

o,af
avec

0o prnn'r—)\D

32 T o
(2:;T> /W(E)de/”'ei *T dv / /dm/ dzs - sin (Qaa/\/ﬁ wzp(xl ,x2)>
0 0

n2h
Pmin= "3

|

I1(Quer)

eFp 2
14+ 2z20 + (mv2> 373

3/2 3/2
2 cFp\’ 4 2 cFp\’ 4
14227 + 2 ) T 14225+ o2 | 2

(3.33)

Dans notre application, nous prenons p,.. = Ap (la longueur de Debye), ce qui signifie que nous

supposons que les collisions impliquant des électrons hors de la sphere de Debye sont négligées.
Nous considérons également que le parametre d’impact minimal est égal a p,.;, = @

C’est ce qu’on appelle coupure de collision forte. Il assure I'unitarité de la matrice S (n ?sqtj le nombre

quantique principal du niveau supérieur).

Adimensionner I’intégrande

Pour intégrer numériquement il serait préférable d’adimensionner les variables dimensionnées de
notre intégrande (la vitesse , le parametre d’impact et le champs électrique) .

On effectue alors les changements de variables suivants :

2

2kT a
= —F (a: distance moyenne interélectronique)
e

F
’U:V"Uth:V _ , p=r-a , €= —
m FO
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On pourra alors écrire :

A
Tmaz= D

o0 o0 o —+oo
QkT m 3/2 2 dr o1 wpar |m
I1(Que) = -V —_ . <i 0 Pt Ehali SNy itad _
(Qaar) - 27rk'T /W / v / . /dacl /_Oodajg sm( aa’ = HkT(Jcl 1:2))
0 —00

r n2n /1
min=a V ZmkT

62 eET 2 2 9
1+ 2x1$2 + (WW> x1$2

(3.34)
I (s i " I ot v
T\ okrave) M 2T\ okrave) 2
Soient C' ST e o= &
olen =W, A/ — € =
R T > 7 2%kTa
D’ou
2kT 3/2 T 7 e d o 1
— LoV ar g T
I(Qna) = — - 27rkT /W de/V e dV / . /dml /_Oodxg sin (C’lQaa V(Jcl xg))
0 0 rmin=%2\ 5ker
€r\?2
14 2zx129 + (Co— ) 2222 3/2
X 3/2( V2> — 372 _%T( - ) Qo) (3.35)
€7\ 2 €7\ 2 m  \2mwkT
(1—&-233%—&— (CQW) x‘ll) <1—|—2x%+ (CQW) x%)
avec
:/W(e)de/V-e—Vde / /dxl/ dxy - sln C’l aal V(xl—xg))
0 0 rmm:nvi% V SET
2
1422129 + (Cg%) 313
7 v 7 (3.36)
r\2 , ™2 4
(1—1—2:51 (02V2> Jc1> (1—}—2952 (CQVQ) xz)
L’équation (3.32) s’écrit alors :
16m2e* N, 2kT m \3/2 -
D, = e ( ) RO RO J(Q 3.37
3h2 m \2rkT O_zo;, g g ( ) ( )
ZRaa Ra ,Q J(Qaa>
\/_Uo/
32m2et 1 1N\*? m
avec A= ——|(— — ~8.21-10"(C.G.9) .
3h2 (27r> k ( )
Soit d,, le déplacement exprimé en Angstrom. On a :
A2 D
dy, = 22 3.38
2me ( )

Ao étant la longueur d’onde de la raie en question .
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N 7 . / / .« . . sz
Reste a déterminer les termes R R en choisissant les sous-niveaux o’ (Il suffit en général de
prendre 3 & 5 sous-niveaux) .

On utilisera la formule suivante [69] :

30 h(eV)
2

fozai

R&%i Qi —

(2Jp, + 1) (3.39)
Jr, étant la valeur propre du moment cinétique® et son indice L; indique le niveau inférieur de
la transition (L pour "lower”).

faa, + force d’oscillateur .

Calcul de J(Q,.)

On obtient J(Qu) & partir du calcul numérique de I'intégrale a cing dimensions. Pour ce fait,
nous avons utilisé la méthode de quadrature de Gauss-Légendre a dix points (voir tableau ci-dessous).
Concernant la distribution de Holtsmark et puisqu’elle est définie par une intégrale, on a appliqué

la méthode de Simpson a 100 points pour la calculer ensuite I'injecter dans la fonction a intégrer.

) Poids w; Abscisse x;
1 ] 0.2955242247147529 | —0.1488743389816312
2 | 0.2955242247147529 | 0.1488743389816312
3 1 0.2692667193099963 | —0.4333953941292472
4 1 0.2692667193099963 | 0.4333953941292472
5 1 0.2190863625159820 | —0.6794095682990244
6 | 0.2190863625159820 | 0.6794095682990244
7 | 0.1494513491505806 | —0.8650633666889845
8 | 0.1494513491505806 | 0.8650633666889845
9 | 0.0666713443086881 | —0.9739065285171717
10 | 0.0666713443086881 | 0.9739065285171717

TABLE 3.1 — Quadrature Gauss-Légendre n = 10

Conclusion

Notre point de départ était I’équation décrivant le profil de raie de I'atome d’hélium établie par
Griem et al. [17]. La nouvauté qu’on a introduite était la dépendance de I'opérateur de collision
vis-a-vis du microchamp ionique ce qui oblige les électrons perturbateurs a suivre des trajectoires
qui ne sont plus rectilignes. On obtient le déplacement stark a partir de la partie immaginaire des
éléments diagonaux de la matrice représentant 'opérateur de collision. En se basant sur 1’équation
3.22 nous avons aboutit a la formule 3.36, et vue qu’elle est adaptable au calcul numerique, elle va
nous permettre 'obtention des déplacements Stark des quelques raie d’hélium neutre sujets de notre

étude.

1. Plus précisement, nombre quantique lié au moment cinétique total
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(P

, me, elec, h0, hbar, kbltz)

Set parameters.
(e.g Tempr = 26.4E+3, dens_c = 0.98E+17)
14
Compute derived quantities
(LamdaDebye_efi, Vmoy, Nprincip, R_0, F_0,
OmigaP etap_e. C1. C2, Zmin)
A A
Print:
- Temperature
- Electron density
- Plasma frequency

Set OmigaG
24.835 or 5.7295)

10D Nested Gauss-Legendre Quadrature
(with inner Simpson's rule)

qgausx(H, x1, x2)
10-point Gauss-Legendre
forx & [0, 10]

For cach Gauss point x_j:
Set global X = x_j
Call H(X)

Set outer bounds
1 10

qgausy(G, y1(X), y2(X))
10-point Gauss-Legendre
fory € [0.5]

Y10 =0

qgausz(F, z1(X.Y), 22(X.Y))
Y20 =5

10-point Gauss-Legendre

forz € [Zmin/Y, etap_e]
For each y_j: \P
Set global Y =y_j

z1(x.y) = Zmin/ y
22(xy) = etap_e
Call G(Y)

quadsd(xl, x2)

For each z_j:
Setglobal Z=7j

Call F(Z) \

F(z)

Simpson's Rule (n=100 points)
J_{s=0}A{10} fii(s, X) ds
h=(10-0/100=0.1
SMT = £ [0.5 h (fi(x_{i).X) + fi(x_{i+1}.X))]

qgausw(T, wI(X.YZ), w2(X.Y.2))
10-point Gauss-Legendre

Note: Uses global variables
X.Y.Z.W.U
forw € [-5,5] to pass values between nested calls.
wl(xyz) =-5 Repeated for multiple OmigaG values
W2xy2) =5
fori=1 to 100 For cach w_j:
Set global W = w_j
= (2%vim) * s * sin(s*) * exp(-sh
MHi(s.v) = (2#v/m) * s * sin(s*v) * exp(-s*{1.5)) Call TOW)
“halts(X)

func(X, Y, Z, W, U)
=holts(X) * Y * exp(-Y2) * (1/Z) * sin(OmigaG * C1 *Z * (W - U) / Y)
(14 25WHU + (C2* X *Z* W * U/ Y2?)

J101+25W2 4+ C2 ¥ X * ZF W4/ Y2)A(1.5)
(142502 + C2* X ¥ Z* U/ Y2M1.5)]

-

P(u)

qgausu(P, ul(X,Y.Z.W), u2(X,Y.Z,W))
10-point Gauss-Legendre
foru e [-5, W]

ul(x,y,z,w) = -5
u2(x,y,z,w) = w

For each u
Set global U = u_j
Call P(U)




Chapitre

Résultats et discussions

I Introduction

Se basant sur I’équation 3.36, nous avons élaboré un programme informatique permettant de
calculer I'intégrale de cinq dimensions et ceci en utilisant la quadrature de Gauss-Légendre. Ensuite,
nous avons calculé les déplacements Stark de quelques raies de ’hélium neutre et ce en incluant les
données atomiques necessaires pour ’application de I’équation 3.39. Ces calculs ont été élaborés pour
des températures variant de 5000 K a 40000 K, ansi que des densités électroniques comprises entre
10% et 1017 em ™2 (conditions qui nous permettent d’utiliser les approximations citées précédemment).

La comparaison de nos résultats a été effectuée avec les résultats classiques de Griem [17, 20, 21]
ainsi que la base de données Stark-b [70, 71, 72]. On a ensuite confrontés les déplacements Stark
obtenus avec des résultats récents de Gigosos et al. [23] et de Dojic et al. [28] ainsi que ceux tres

récents de Bactawski et al. (avril 2024) [25].

II Données atomiques de L’hélium neutre

Nous nous intéressons aux quatres raies de Patome d’hélium neutre suivantes : 3188 A, 3889 A |
7065 A et 6678 A (figures 4.1 , 4.2 et tableaux 4.1,4.2).

Dans la figure 4.1, nous avons présenté les trois raies correspondantes aux transitions entre des
états triplets de I’He 1. Des détails suplémentaires apparaissent dans le tableau 4.1. Dans la premiere
colonne, on a la notation spectroscopique des états, dans la deuxiéme et la troisiéme colonne leurs

L et en électron-volt respectivement. La quatriéme colonne est réservée a la valeur

énergies en cm™
propre du moment cinétique totale.
La transition entre les états singulets 1s3d et 1s2p (raie 6678.1 A) est représentée dans la figure

4.2 | les détails étant explicités dans le tableau 4.2.
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(&/cm™1)
1s6s 35, 1s5d 3D
3 po
1shs 25 T, Lsbp 2P N 1s4d 3D
______ > «-———""
190000 1 Tole 351 {\ 1S4p 3 po
1s3d 3D
o
-
3P0
1s3s
180000 1+
1700004
3Po
160000 4~

FI1GURE 4.1 — Diagramme de Grotrian des transitions étudiées entre les états triplets de I’'He 1. Les
sous-niveaux impliqués dans le calcul ont été marqués d’une double fleche.
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Etat Energie (cm™) Energie (eV) J
1s2s 39 159855.9743297 19.81961484203 1
1s2p 3P° 169086.7664725 20.96408720675 2

169086.8428979 20.96409668230 1
169087.8308131 20.96421916817 0
1s3s 38 183236.79170 22.718466742 1
1s3p 3P° 185564.561920 23.0070734673 2
185564.583895 23.0070761918 1
185564.854540 23.0071097475 0
1s3d 3D 186101.5461767 23.07365102990 3
186101.5486891 23.07365134140 2
186101.5928903 23.07365682165 1
1s4s 39 190298.113260 23.593959036 1
1sdp 3P° 191217.040967 23.7078915511 2
191217.049963 23.7078926664 1
191217.160290 23.7079063452 0
1s4d 3D 191444.4809292 23.73609051247 3
191444.4821307 23.73609066143 2
191444.5006512 23.73609295768 1
1sbs 39 193346.991344 23.9719717413 1
1sbp 3P° 193800.707595 24.0282253870 2
193800.712118 24.0282259477 1
193800.767563 24.0282328220 0
1sbd 3D 193917.15128741 24.042662564819 3
193917.15192855 24.042662644310 2
193917.16138710 24.042663817021 1
1s6s 25 194936.119697 24.1689985463 1

TABLE 4.1 — Données de la structure atomique de I’hélium neutre (états triplets).

(Données extraites du NIST)
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(@@/Cm_l)
190000 | )
1 P°
53p - 153d 'D
1s3s 19,
»
180000 {- o>
A
o
170000+ ¥
1s2p 1P°
1s2s 18
160000 -

FIGURE 4.2 — Diagramme de Grotrian de la transition étudiées entre les états singulets de 'He T .
Les sous-niveaux impliqués dans le calcul ont été marqués d’'une double fleche. .

Etat Energie (cm™1) Energie (V) J
1s2s 1S 166277.440141 20.6157751334 0
1s2p tpe 171134.896946 21.2180230218 1
1s3s 1S 184864.82932 22.920317682 0
1s3d 'D 186104.9666893 23.07407511941 2
1s3p 1P° 186209.364940 23.0870188528 1

TABLE 4.2 — Données de la structure atomique de I'hélium neutre (états singulets).
(Données extraites du NIST)
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IIT Comparaison avec les calculs de Griem et la base de

données Stark-b

Nous notons que dans les tableaux 4.3, 4.4, 4.5 , d,,, est le déplacement obtenu a partir de notre

calcul, dgriem est le déplacement obtenu par Griem[17, 20, 21], dg;, est le déplacement obtenu par le
d riem daw dsy — dOw

calcul stark-b [70, 71, 72], ADg, = |—21™ 20 ot ADg, = ‘S" :

dGriem dSb

Pour la raie correspondant a la transition (1s2s 35S — 1s3p 3P°) centrée a Ay = 3889 A, on peut

observer que pour une densité N, = 10'6 cm™ et une température 7' = 5000 K, nos résultats sont
plus grands que ceux de Griem : la différence est d’environ 9 % . Cette différence augmente avec
la température et atteint 60 % pour 7" = 40000 K . La comparaison avec Stark-b montre aussi
que nos déplacements Stark sont supérieurs et atteignent une différence de 64 % pour T' = 40000 K
(figure 4.3 et tableau 4.3).

Nous présentant dans la figure 4.4 le déplacement Stark de la raie centrée a Ay = 3188 A (transi-
tion 1s2s 3S — 1s4p 3P°) en fonction de la température pour une densité électronique N, = 106 cm™3.
Nous remarquons qu’a une température de 20000 K, nos résultats sont plus grands que ceux de Griem,
la différence variant de 33 % environ pour 7' = 5000 K jusqu’a 40 % pour une température de 40000 K.
Par rapport a Stark-b, a T' = 40000 K, notre déplacement d,,, est plus grand que dg;, et la différence
atteint environ 90 % (tableau 4.3).

Cela prouve que nos calculs basés sur la nouvelle formule (équation 3.36) sont remarquables et

que l'effet du micro-champ ionique n’est plus négligeable.

Ny = 101%cm—3

0.10
& ourwork
—— griem
—— stark—b
0.08 -
£
5 0.06 A
]
[=)]
=
&
0.04 -
o
£
X o
? 0.02 1
0.00 -

5000 10000 15000 20000 25000 30000 35000 40000
temperature (Kelvin)

FIGURE 4.3 — Déplacement Stark : Ne = 10'® ecm=3 | He I 3889 A
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Ny = 101%cm—3

0.30
& ourwork

— griem
—— stark—b

= 2 o
= 58] N
9] o 9]

L 1 L

(Angstrom)

0.10 -+

Shift d

0.05 -

0.00 -

5000 10000 15000 20000 25000 30000 35000 40000
temperature (Kelvin)

FIGURE 4.4 — Déplacement Stark : Ne = 106 ecm™3 , He I 3188 A

Transition Temperature (K) Shifts (A) ADg¢, ADgyp
dow dGriem dSb

3 350 5000 811-1072 7.44-1072 7.67-1072 | 9.00% | 5.73 %
182‘9%5:;8;;35 P 10000 795-1072  6.03-1072  6.18-1072 | 31.84 % | 28.64 %
20000 7.32-1072 4.64-1072  4.93-1072 | 57.76 % | 48.48 %
40000 557-1072 3.48-1072 3.39-1072 | 60.06 % | 64.31 %
5000 2921001 219-100F  2.06-107" [33.33% | 41.75 %
1525 38 — 1sdp 3P° 10000 240-107Y  1.76-107'  1.70-107! | 36.36 % | 41.18 %
Ao = 3188 A 20000 1.86-101  1.34-107!  1.29-107' | 38.81 % | 44.19 %
40000 1.40-107*  1.00-107!  0.74-10"' | 40.00 % | 89.19 %

TABLE 4.3 — Déplacements Stark : N, = 10'® cm ™3 pour les raies 3889 A et 3188 A

On constate la méme tendance pour une densité électronique N, = 5 x 10%cm=3.

Concernant la raie centrée sur 3889 A, nos résultats sont plus grands que ceux de Griem! et
atteignent une différence d’environ 15% a T' = 10000 K et 36% pour T' = 40000 K. La Comparaison
avec Stark-b montrent aussi que nos déplacements sont supérieurs. La différence varie d’environ 14%
lorsque la température est 5000 K, jusqu’a 41% pour T' = 40000 K (figure 4.5 et tableau 4.4).

Dans la figure 4.6, on a représenté le déplacement Stark de la raie correspondante a la transition
1525 35S — 1s4p 3P° (centrée & \g = 3188 A) en fonction de la température pour une densité élec-
tronique N, = 5 x 106 cm™3. La différence entre nos calculs et ceux de Griem varie entre environ 6%
et 18% pour des températures égales a 5000 K et 40000 K respectivement. La différence atteint 63%

pour une température de 5000 K lorsqu’on compare nos résultats avec ceux de Stark-b (tableau 4.4).

1. exception faite pour 7' = 5000 K ou on constate des valeurs presque égales.
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Ne.=5x10%cm—3

0.5

o
S
1

=
w
1

=]
a%)
1

Shiftd (Angstrom)

o
=
1

0.0

@ ourwork
- griem
—& stark—b

5000 10000 15000 20000 25000 30000 35000 40000
temperature (Kelvin)

FIGURE 4.5 — Déplacement Stark : Ne =5 x 10" cm™ |, He I 3889 A

Ne.=5x10%cm—3

1.4

=
o
1

o
)
1

Shiftd (Angstrom)

0.0 -

@ ourwork
- griem
—& stark—b

5000 10000 15000 20000 25000 30000 35000 40000
temperature (Kelvin)

FIGURE 4.6 — Déplacement Stark : Ne =5 x 106 em—3 |, He I 3188 A

Transition Temperature (K) Shifts (A) ADg¢, ADgy,
dow dGriem dSb

) 50 5000 0.377 0.372 0.332 | 01.34 % | 13.65 %
1828%5:;8;3317{ P 10000 0.347 0.302 0.282 | 14.90 % | 23.05 %
20000 0.290 0.232 0.236 | 25.00 % | 22.88 %

40000 0.237 0.174 0.168 | 36.21 % | 41.07 %

5000 1.157 1.095 0.710 | 05.66 % | 62.96 %

1525 35 — 1sdp 3P0 10000 0.979 0.880 0619 | 11.25% | 58.16 %
Ao = 3188 A 20000 0.771 0.670 0.565 | 15.07 % | 36.46 %
40000 0.588 0.500 0.361 | 17.60 % | 62.88 %

TABLE 4.4 — Déplacements Stark : N, = 5 x 10'® cm ™3 pour les raies 3889 A et 3188 A




Les figures 4.7, 4.8 et le tableau 4.5 résument les résultats pour une densité électronique N, = 107cm =3,

Pour la raie Ay = 3889 A, nos résultats sont plus grand que ceux de Stark-b atteignant une
différence de 30 % pour 7" = 40000 K. Concernant la raie centrée sur Ao = 3188 A, la différence

atteint environs 46 % lorsque la température est 10000 K.

Ne=10Ycm—3
0.8
& ocurwork
—h— stark-b

S
~J
1

(Angstrom)
o © ©
L wu (o]

Shift d
o
)

0.2 1

0.1 4

0.0 -

5000 10000 15000 20000 25000 30000 35000 40000
temperature (Kelvin)

FIGURE 4.7 — Déplacement Stark : Ne = 10'7 em™3 |, He I 3889 A

Ny = 10em—2

& ourwork
i stark-b

Shiftd (Angstrom)
e
Nl 9 o
un o un o

0.50 -

0254

0-00 Ll L] Ll L] T 1 1 1
5000 10000 15000 20000 25000 30000 35000 40000

temperature (Kelvin)

FIGURE 4.8 — Déplacement Stark : Ne = 10'7 cm™ |, He T 3188 A



Transition Temperature (K) Shifts (A4) ADgy,
dow dSb

5 50 5000 0.706 0.652 08.28 %
1528%5:_38;33}2 P 10000 0.650 0.557 16.70 %
20000 0.546 0.470 16.17 %

40000 0.437 0.335 30.45 %

5000 1.990 1.340 4851 %

1525 38 — 1sdp 3P° 10000 1.719 1.180 45.68 %
Mo = 3188 A 20000 1.379 1.110 24.23 %
40000 1.044 0.720 45.00 %

TABLE 4.5 — Déplacements Stark : N. = 1017 cm ™2 pour les raies 3889 A et 3188 A

IV Comparaison avec Gigosos, Dojic et Bactawski

Pour consolider notre modele nous avons comparé nos résultats avec les travaux récents de Gigosos
(23], Dojic [28] et Bactawski [25].

Dans le tableau 4.6, nous comparons notre travail avec les résultats expérimentaux de Gigo-
sos et al. pour certaines raies Hel dans des conditions expérimentales telles que 7' = 16900 K
et N, = 2.34 x 107em™3. Les mesures expérimentales ont été effectuées dans un plasma d’hélium
pur généré dans un tube en T & entrainement électromagnétique [23].

dgi —d
Notons que ADg;, = AGigosos — Qow

dGigosos
Pour les transitions 1s2s 3S — 1s3p 2P° (Ao = 3889 A) et 152p 3P° — 1535 35! (\g = T065A),

il est clair que nos résultats sont en bon accord avec les résultats expérimentaux, I’écart ne dépassant
pas 19%. Pour la raie centrée sur Ao = 6678 A, un écart de 33% est observé. Il est dii en grande

partie a la fonction de 'appareil instrumental.

Line dowr (NM)  digosos (Mm)  ADgig
HeI3889 A  0.130 0.151 13.91%
He 16678 A 0.215 0.324 33.64%
He 17065 A 0.431 0.530 18.68%

TABLE 4.6 — Comparaison de nos résultats avec les résultats expérimentaux de Gigosos[23]
N, =234 x 10" em™3 | T = 16900 K

Dans le tableau 4.7 et la figure 4.9, nos calculs sont comparées aux résultats expérimentaux de
Dojic et al. [28] pour la raie centrée sur Ao = 3889A. La température du plasma en considération
est estimée & T' = (26400 4 1300) K et les densités électroniques varient entre 0.24 x 10" cm™! et

d ojic ~ dow
4.86 x 10'" cm™!. Notons que ADp,; = —Dojic ~ “ow

dDojic
La différence entre nos déplacements et ceux de Dojic varie entre 12% pour N, = 1.99 x 10*7 cm~!

jusqu’a 23% pour N, = 1.62 x 10'7 em™!. Cette différence est dfie en partie & l'incertitude sur la

température (£1300 K).
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On voit bien que nos résultats sont proches des résultats expérimentaux, exception faite pour
N, = 0.24 x 10'" cm~! qui peut simplement étre une erreur expérimentale ne cadrant pas avec les

résultats correspondant aux autres densités électroniques.

N, (10" em™?) | doy (pm) | dpojic (pm) | ADpy;
4.86 240 300 20.00%
4.00 233 270 13.70%
3.25 175 210 16.67%
2.43 138 160 13.75%
1.99 114 130 12.31%
1.62 93 120 22.50%
0.98 59 69 14.49%
0.24 13 91 85.71%

TABLE 4.7 — Résultats relatifs au déplacement de la raie Hel 3889 A & une température de 26400
K : comparaison avec Dojic[28]

A =38894

(T=26400 K)
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FIGURE 4.9 — Comparaison de nos résultats avec ceux de Dojic[2§]

la comparaison de nos calculs concernant la raie centrée sur Ao = 3889 A avec les résultats
théoriques tres récents de Baclawski et al. [25] sont résumés dans le tableau 4.8 pour une densité
électronique N, = 10'® cm™3 et une température prenant trois valeurs : 10000 K, 20000 K et 40000
K.

Les résultats de Baclawski sont le fruit d’'une méthode de simulation sur ordinateur. Dans cette
méthode, le plasma est représenté par un modele de gaz idéal d’ions et d’électrons. La forme du
volume simulé est une sphere au centre de laquelle se trouve I’émetteur électriquement neutre. Le

rayon de cette sphere est égal a trois longueurs de Debye.
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On peut observer que les déplacements de la raie He I 3889 étudiée présentent des écarts ne
dépassant pas 9% pour des températures inférieures a 20000 K. la différence est plus prononcée,
atteignant 29% pour une température de 40000 K, ce qui est tolérable dans des études théoriques.

Dans la figure 4.10, en plus de nos calculs et ceux de Baclawski, sont regroupés les résultats
relatifs au déplacement de la raie Hel 3889 A & la densité électronique N, = 10'® ¢cm™ en fonction
de la température pour plusieurs auteurs. On fera la remarque que les résultats de Gigosos présentée
dans cette figure sont des résultats issus de calculs théoriques. Notons aussi que nous avons redessiné
cette figure en se basant sur celle de Baclawski [25].

On remarque que généralement le déplacement Stark diminu avec la température et que nos

calculs sont tres proches de ceux de Gigosos pour des températures allant de 10000 a 20000 K.

Temperature (K) Shifts (pm) ADpgge
dour dBac
10000 7.95 8.69 851 %
He I 3889 A 20000 7.32 7.84 6.63 %
40000 5.57 7.76 28.22 %

TABLE 4.8 — Plasma d’hélium avec une densité électronique N, = 10'® cm™3 a trois températures
différentes. Comparaison avec Baclawski et al.[25]

Conclusion

Dans ce chapitre, nous avons présenté en détail les déplacements Stark de quelques raies de
I’hélium neutre en prenant en compte l'effet du micro-champ ionique régnant dans un plasma d’hé-
lium. On constate qu’en général le déplacement Stark obtenu par nos calculs diminue lorsque la
température augmente et croit lorsque la densité électronique diminue. La comparaison de nos cal-
culs avec ceux de Griem et Strak-b (résultats classiques) montrent clairement l'impact de effet du
micro-champ ionique sur les déplacements Stark. La comparaison avec d’autres résultats théoriques
et expérimentaux récents révelent aussi que cet effet du micro-champ ionique sur le déplacement des

raies n’est pas négligeable et doit étre pris en considération.
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FIGURE 4.10 — Résultats relatifs au déplacement de la raie Hel 3889 A & la densité électronique
N, = 10" ¢cm™2 en fonction de la température : comparaison avec d’autres résultats.[25]
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Conclusion générale

Les objectifs de ce travail comprenaient d’une part le développement d’un formalisme permet-
tant le calcul du déplacement Stark concernant les raies de I’hélium neutre, en prenant en compte
le micro-champ statique ionique regnant dans le plasma, d’autre part, ’application des résultats a
certaines raies isolées Hel dont les longueurs d’onde sont : 3188 A, 3888 A, 6678 A et 7065 A.
Les densités électroniques ainsi que les températures utilisées dans nos calculs permettaient 1'utilisa-
tion de I'approximation d’impact.

Dans le premier chapitre, nous avons introduit les propriétes essentielles de I'état plasma qui est
le milieu ou baignent les particules sujets de notre étude. Une section de ce chapitre a été consacrée
aux échelles temporelles et spatiales caractéristiques des plasmas et qui sont a la base de plusieurs
approximations utilisées ultérieurement.

Au début du chapitre deux, nous avons cité les différentes sources qui fagonnent les profils des
raies spectrales. Dans la deuxieme section de ce chapitre, la théorie générale de 1’élargissement et
déplacement Stark est exposée en détail.

Dans le chapitre trois nous avons exposé la théorie fondatrice de Griem qui ne prenait pas en
compte l'effet du micro-champ ionique sur le déplacement des raies spectrales. Se basant sur le
travail récent de E. S Lari et al. [26] nous avons pris en compte U'influence du micro-champ ionique
statique pour calculer le déplacement des raies spectrales. L’effet de ce micor-champ se manifeste
dans la modification de la trajectoire de I’électron perturbateur considéré dans les précédents travaux
comme étant rectiligne lorsque 1’émetteur est neutre.

Nous avons effectué nos calculs en se basant sur une distribution maxwellienne des vitesses des
perturbateurs électroniques tandis que notre micro-champ ionique était modélisé par la distribution
célebre de Holtsmark. Les parametres d’impact limites choisis sur des bases physiques bien discutées
dans les articles fondateurs, assurent quant a eux la convergence des résultats numériques.

Dans le chapitre quatre, les déplacements Stark résultant de nos calcul sont comparés aux données
expérimentales et théoriques d’autres auteurs. Dans un premier temps, la comparaison était avec les
résultats théoriques classiques présents dans les travaux de Griem et dans la base de donnée Stark-b,
et nous avons observés que nos résultats sont trés remarquablement supérieurs. Par exemple, concer-
nant la raie 3889 A, pour une densité électronique N, = 10'¢ cm—2 et une température T' = 20000 K,

la différence relative atteint presque 58% comparée a Griem et 49% comparée a la base de donnée
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Stark-b. Les résultats liés a la raie 3188 A affichent la méme tendance sachant que pour une densité
N, = 5 x 10'% cm™3 et une température de 40000 K, la diférence est de I'ordre de 18% comparé a
Griem et 63% pour la base de donnée Stark-b.

Ensuite, on a comparé nos déplacements Stark aux résultats expérimentaux récents de Gigosos
et Dojic [23, 28]. La comparaison était en trés bon accord. On peut expliquer la non concordance
exacte en incluant les effets Doppler et instrumentaux. Concernant Gigosos, la différence relative liée
4 la raie 70654, ne dépasse pas 19% ce qui est trés tolérable. La comparaison avec les résultats de
Dojic constitue la piere angulaire de notre travail. En effet, la plus grande différence relative atteint

3 ce qui est trés remarquable. Enfin, nos

23% pour une densité électronique N, = 1.62 x 10" cm™
calculs théoriques sont confrontés a ceux tres récents de Baclawski [25], et les différences peuvent
étre expliqués par notre effet du micro-champ ionique, ce qui prouve que ce dernier ne peut pas étre
négligé.

En général, on peut affirmer que I'influence du microchamp statique ionique sur les déplacements
Stark donne des résultats remarquables, ce qui est trés important pour les recherches en astronomie
et en astrophysique et essentiellement pour la détermination exacte des vitesses des astres.

Dans I’avenir, on sera tenté d’appliquer différents modeles pour la fonction de distribution du
micro-champ ionique autres que celui de Holtsmark [73, 74].

Une voie plus laborieuse serait 1’étude de cet effet sur les déplacements des raies spectrales des
éléments plus lourds que I’hélium.

Les avancées technologiques en matiere d’instruments de mesure utilisés en spectroscopie stimu-

leront certainement la recherche dans ce secteur en constante progression.
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Résumé :

Dans ce travail, on a développé un formalisme permettant le calcul du déplacement Stark
concernant les raies de I’hélium neutre, en prenant en compte le microchamp statique ionique
régnant dans le plasma. Ce microchamp modifie la trajectoire des €lectrons perturbateurs, ce qui
entraine une modification de la formule du déplacement Stark développée précédemment en
utilisant les trajectoires rectilignes dans le cas d’un émetteur neutre.

Notre récente contribution est appliquée au calcul du déplacement Stark de certaines raies de
I'hélium I : 3188 A, 3888 A, 6678 A et 7065 A.

Nos résultats sont confrontés aux données expérimentales et théoriques de plusieurs chercheurs.
Ils montrent clairement que l'effet du microchamp électrique local engendré par les ions sur le
déplacement Stark est significatif et ne doit pas étre négligé.

Mots clés: Profil de raie spectrale, Opérateur de collision électronique, Microchamp ionique, Déplacement Stark.

Abstract :

In this work, we have developed a formalism for calculating the Stark shift for neutral helium
lines, taking into account the ionic static micro-field prevailing in the plasma. This micro-field
modifies the trajectory of the colliding electrons, leading to a modification of the Stark shift
formula developed previously using straight trajectories in the case of a neutral emitter.

Our recent contribution is applied to the calculation of the Stark shift of certain helium I lines:
3188 A, 3888 A, 6678 A and 7065 A.

Our results are compared with experimental and theoretical data from a number of researchers.
They clearly show that the effect of the local electric micro-field generated by the ions on the Stark
shift is significant and should not be neglected.

Keywords: Spectral line profile, Electron collision operator, lon microfield, Stark shift.



