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Cha pi t  re 1

Introduction générale

Le terme de PLASMA fut introduit par Tonks et Langmuir en 1929 [1] pour décrire

l’état d’un gaz ionisé produit par décharge électrique dans un tube. Il a été connu plutôt, et

probablement pour la première description par Lord Rayleigh en 1906 [2], dans son analyse

des oscillations de l’électron dans le modèle de l’atome de Thomson. L’état plasma est

souvent considéré comme le quatrième état de la matière et fait suite, dans l’ordre croissant

des températures aux états solide, liquide et gazeux . Le terme ’quatrième état de la matière’

a été inventé par W. Croockes en 1879 pour décrire le milieu ionisé créé dans une décharge

de gaz [2].

Bien que l’on admette actuellement que 99 % de l’univers est constitué de matière

à l’état de plasma, cette discipline est encore trop peu enseignée. La raison en est sans doute

la complexité de cette matière de synthèse qui fait pratiquement appel à tous les domaines

de la physique (mécanique statistique, théorie cinétique, thermodynamique ...). L’intérêt

présenté par cette science a suscité de nombreux travaux théoriques et expérimentaux qui
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ont permis d’approfondir notre connaissance sur un plan à la fois fondamental et appliqué.

On distingue deux familles de plasmas [1]:

- Les plasmas chauds, correspondant à des températures supérieures à 106K, util-

isés pour produire de l’énergie électrique à partir de la fusion contrôlée.

-Les plasmas froids, regroupant une large variété de plasmas tels que ceux créés

par des décharges électriques dans un gaz, ceux obtenus dans les réacteurs à plasma où

le plasma est confiné magnétiquement, ou ceux engendrés par couplage inductif avec un

système radiofréquence. La plupart des plasmas froids jouent un rôle essentiel dans l’analyse

des plasmas plus chauds.

La dynamique des particules dans le plasma est gouvernée par les champs ap-

pliqués et les champs internes aux plasmas dûs aux particules chargées elles-mêmes. Les

interactions fondamentales sont de type électromagnétique; on peut distinguer:

- Les interactions ”charge-neutre”: elles ont lieu lorsqu’une particule chargée passe

près d’une particule neutre pour qu’elle y induise un moment dipolaire électrique, ou bien

si la particule neutre possède un moment dipolaire permanent. Le champ Coulombien de

la particule chargée agit alors sur le moment dipolaire électrique induit.

- Les interactions ”charge-charge”: qui sont des interaction de Coulomb.

Dans le cas des plasmas faiblement ionisés, l’interaction ” charge-neutre” domine

l’interaction ”charge- charge”

L’information contenue dans le spectre dépend non seulement de la physique atom-

ique de l’atome (neutre) ou de l’ion émetteur, mais aussi de la physique du plasma environ-

nant. Cette dépendance est une conséquence directe de l’interaction entre l’émetteur et les
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particules voisines.

L’étude du rayonnement émis par les plasmas est vraiment un élément majeur

pour la compréhension des phénomènes physiques ayant lieu dans les plasmas. A cause

du grand nombre de données nécessaire pour obtenir un profil de raies, peu de spectres

théoriques existent jusqu’à nos jours.

Le calcul du profil de raies émis par un plasma composé de neutres et d’ions est

basé sur la connaissance de la fonction de distribution du champ électrique. Celle ci est reliée

directement à la connaissance de l’interaction entre l’impureté et toutes les composantes du

plasma (neutres+ions). A ce titre, plusieurs théories des fonctions de distribution du champ

électrique ont été formulées[3]-[12]. Dans ces théories le champ est considéré de deux types:

l’un, à haute-fréquence (high-frequency) et l’autre à basse-fréquence (low-frequency).

La distribution du champ haute-fréquence est calculée en considérant un gaz d’ions

interagissant avec un potentiel du Coulomb et immergé dans un fond uniforme et continu

de charges négatives schématisant les électrons.

La distribution du champ basse-fréquence est déterminée en considérant les ions

inreragissant avec un potentiel écranté. Comme le champ électrique dû aux ions varie sur

un temps de l’ordre du temps de relaxation de l’électron, le potentiel est habituellement

celui de Debye-Hückel.

Les calculs théoriques et les études expérimentales des profils de raies, ont dès le

départ progressé de pair, ainsi, les études expérimentales ont joué un rôle important dans

le développement des théories, soit pour vérifier la théorie, soit pour fournir des données

non calculées par la théorie.
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Ainsi nous avons divisé ce travail en trois parties essentielles. Dans la première

partie représentée par le deuxième chapitre, nous avons développé le modèle de calcul de la

fonction d’autocorrélation de la vitesse et la fonction d’autocorrélation du champ électrique

[13] pour un plasma à deux composantes ioniques. Nous avons remarqué que le cas d’un

couplage fort implique un désaccord entre les modèles théoriques proposés et la simulation.

Parmi ces modèles théoriques basés sur la forme de la fonction de mémoire, nous avons

choisi la fonction de mémoire comme M(t) = M(0)e−λt[13]. Pour remédier à ce désaccord

nous avons proposé un autre modèle de la fonction de mémoire qui consiste à choisir une

fonction de mémoire à trois paramètres [14].

Dans la deuxième partie représentée par le troisième chapitre, nous avons utilisé

la technique de ”cluster expansion” [15][16] pour faire une modèle de calcul de la fonction

de distribution du microchamp. Dans ce modèle nous avons introduit l’effet d’interaction

entre l’ion et les neutres de plasma.

Enfin, dans la dernière partie, c’est à dire, au quatrième chapitre, nous avons

commencé par rappeler le formalisme semi-classique pour le calcul des profils de raies dans

un plasma froid. On reste dans le cadre général d’un ion émetteur soumis aux champs

électriques fluctuants créés par les autres particules du plasma. Comme application, nous

avons calculé les profils de raie Ly α et Ly β [16][17], où nous avons utilisé notre fonction

de distribution du microchamp calculée dans le deuxième chapitre.
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Cha pi t  re 2

Fonctions de corrélation du

micro-champ électrique et de la

vitesse (propriétés dynamiques)

2.1 Introduction

Les fonctions d’autocorrélation d’un système à l’équilibre thermodynamique sont

de grande importance pour évaluer le temps de relaxation dans de nombreux problèmes

de la physique [13] [14] [19] [21] . Ce temps exprime la durée de l’effet de mémoire sur

le processus en question [22] [23] [24] [25]. En vue de prendre en considération l’effet

d’une observable A sur une observable B, nous devons connaître le rapport du temps de

relaxation de l’observable A avec celui de l’observable B. Ce rapport nous permet, d’une

certaine manière, de qualifier un modèle de bon candidat pour représenter le processus.
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Le calcul de la fonction d’autocorrélation est basé sur l’équation maîtresse. Cette dernière

dépend directement de la fonction de mémoire M(t) [24], qui joue un rôle important dans

l’élaboration de notre modèle.

Nous présentons dans ce travail un modèle de calcul des fonctions d’auto corrélation

à l’équilibre, relatives au micro-champ électrique C(t) sur un ion et à la vitesse D(t) par

rapport à celui-ci. Le modèle basé sur la forme ”the three-parameter Mori memory” de la

fonction de mémoire M(t), valable pour le cas d’un plasma fortement couplé.

2.2 La fonction de mémoire M(t)

Le calcul de la fonction d’autocorrélation temporelle est une tâche difficile pour

un système de N-corps. C’est la raison pour laquelle plusieurs tentatives ont été menées

pour élaborer des équations différentielles et intégrales dont la solution peut servir à trouver

la fonction d’autocorrélation. Aucune équation simple et commode n’est disponible, mais

une tentative, de originellement à Zwanzig, conduit à une fonction associée à la fonction de

corrélation, qui s’avère très utile. Cette fonction associée s’appelle la fonction de mémoire

M(t). Nous allons suivre la démarche due à Berne, Boon et Rice [14] [18] pour calculer

cette fonction.

Soit Ψ(t) une fonction d’autocorrélation normalisée d’une fonction de l’espace des

phases u(p, q) [18]:

Ψ(t) = hu(0)u(t)i (2.1)

avec:
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Ψ(0) = hu(0)u(0)i = 1 (2.2)

h...i dénotent une moyenne de l’ensemble statistique canonique dans notre cas.

Nous pouvons écrire Ψ(t) plus explicitement comme suit:

Ψ(t) =
1

Q

Z
dpdqu(p, q)u(p, q, t) exp [−βH(p, q)] (2.3)

où Q =
R
dpdq exp [−βH(p, q)] est la fonction de partition et (p, q) représente toutes les

coordonnées généralisées et leurs moments conjugués nécessaires pour décrire le système de

N-corps.

L’équation de mouvement de la quantité dynamique, indépendante explicitement

du temps, peut être réécrite en terme de l’opérateur de Liouville L (l’équation de Liouville)

[18]:

du

dt
= iLu (2.4)

La solution de cette équation est:

u(t) = eitLu(0) (2.5)

Donc:

Ψ(t) =
1

Q

Z
dpdqu(p, q)eitLu(p, q) exp [−βH(p, q)] (2.6)

La dérivation de Ψ(t) deux fois par rapport au temps t, donne:
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d2Ψ(t)

dt2
=
1

Q

Z
dpdqu(p, q) [iL exp(itL)iLu(p, q)] exp [−βH(p, q)] (2.7)

Propriété d’herméticité de L:

d2Ψ(t)

dt2
=

1

Q

Z
dpdq [iLu] exp(itL) [iLu] exp [−βH(p, q)] (2.8)

= − hiLu(p, q) exp(itL)iLu(p, q)i (2.9)

Puisque:

du(t)

dt
= iLu(t) = eitLiLu(0) = eitL

.
u(0) (2.10)

On peut écrire l’équation (2.9) comme suit:

d2Ψ(t)

dt2
= − ­ .u(0) .u(t)® ≡ −φ(t) (2.11)

où la dernière égalité définit φ(t), avec les conditions initiales:

Ψ(0) = 1

.
Ψ(0) =

­
u(0)

.
u(0)

®
= 0

La transformée de Laplace de l’équation (2.11) donne:

z2bΨ(z)− z = −bφ(z) (2.12)

où z est la variable de la transformée de Laplace, pour z 6= 0, nous avons:
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h
z2bΨ(z)− z

i bΨ(z) = ½1 +µ1
z

¶h
z2bΨ(z)− z

i¾h
zbΨ(z)− 1i (2.13)

donc:

−bφ(z)bΨ(z) = ½1−µ1
z

¶bφ(z)¾hzbΨ(z)− 1i (2.14)

Pour les valeurs de z tel que 1− ¡1z¢ bφ(z) 6= 0, nous avons:

zbΨ(z)− 1 = −bφ(z)bΨ(z)h
1− ¡1z ¢ bφ(z)i (2.15)

En utilisant le théorème de la convolution de la transformée de Laplace, on peut écrire:

dΨ

dt
= −

tZ
0

dτM(τ)Ψ(t− τ) (2.16)

où:

cM(z) = ·1−µ1
z

¶bφ(z)¸−1 bφ(z) (2.17)

Notons que cette equation intégro-différentielle gouverant Ψ(t) dont le noyau est la

fonction mémoire M(t) est malheureusement inconnue. Cependant, nous pouvons donner

des formes approximatives pourM(t) pouvant servir à calculer Ψ(t) approximativement. A

partir de l’équation (2.11), nous avons [18]:

φ(t) =
­ .
u(0)

.
u(t)

®
=

­ .
u(0) exp(itL)

.
u(0)

®
(2.18)



10

Sa transformée de Laplace bφ(z) peut être exprimée en terme de l’opérateur de résolvent
(s− iL)−1:

bφ(s) = ­ .u(0)(s− iL)−1 .u(0)
®

(2.19)

Par l’utilisation de l’opérateur identité:

A−1 = B−1 +A−1(B −A)B−1 (2.20)

avec A = z − iL et B = zi(1− P )L, on peut écrire l’équation (2.18) sous la forme:

bφ(s) = D .
u [s− i(1− p)L]−1 .

u
E
+
D
.
u [s− iL]−1 iPL [s− i(1− p)L]−1 .

u
E

(2.21)

où P est l’opérateur de projection, qui projette la fonction de l’espace de phase G(q, p) sur

u(q, p) tel que:

PG(q, p) = u(q, p)feq

Z
dq0dp0u(q0, p0)G(q0, p0) (2.22)

feq = Q−1 exp(−βH) et P 2G(q, p) = PG(q, p) (2.23)

On peut écrire le second terme de cette équation comme suit:

D
.
u [s− iL]−1 iPL [s− i(1− p)L]−1 .

u
E
=

Z
dqdp

.
u(s− iL)−1iPG (2.24)

où:

G = L [s− i(1− p)L]−1 .
ufeq (2.25)
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par l’utilisation de l’équation (2.22), la dernière équation devient:

PG = ufeq

Z
dqdpL [s− i(1− p)L]−1 .

ufeq

= iufeq

D
.
u [s− i(1− p)L]−1 .

u
E

(2.26)

Finalement, nous avons utilisé la propriété de L hermetique1.

Nous pouvons signaler à ce point, que ces manipulations sont très semblables à

celles qu’on trouve dans la notation de Dirac. En fait Berne et Harpe(1970) [14] et Berne

(1970) [18] exploitent cette analogie pour développer une notion élégante pour le formalisme

de la fonction de corrélation temporelle et la fonction de mémoire.

En utilisant l’équation (2.26) et (2.21), on trouve:

bφ(s) = D .
u [s− i(1− p)L]−1 .

u
E
−
D
.
u [s− iL]−1 u

ED
.
u [s− i(1− p)L]−1 .

u
E

(2.27)

Si nous utilisons l’opérateur identité donné par l’équation (2.20) avec A = s− iL

et B = s, nous voyons que:

D
.
u [s− iL]−1 u

E
=

1

s

­ .
uu
®
+
1

s

D
.
u [s− iL]−1 iLu

E
=

1

s

D
.
u [s− iL]−1 .

u
E
=
bφ(s)
s

(2.28)

Donc l’équation (2.27) devient:

bφ(s) = D .
u [s− i(1− p)L]−1 .

u
E
−
bφ(s)
s

D
.
u [s− i(1− p)L]−1 .

u
E

(2.29)

1hα∗Lβi = h(Lα)∗ βi = i
­ .
αβ
®
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Si on substitue l’équation précédente dans l’équation (2.17) nous obtenons:

cM(s) = D .
u [s− i(1− p)L]−1 .

u
E

(2.30)

et sa transformée inverse de Laplace donne la fonction de mémoire:

M(t) =
­ .
u exp [i(1− p)L]

.
u
®

(2.31)

Cependant une propriété importante de la fonction de mémoire, est qu’elle se

prête à des approximations simples. Par exemple l’équation (2.16) montre que si nous

supposons que M(τ) décroît rapidement, M(τ) ' δ(τ), alors la fonction de corrélation

décroît e xp onentiel lement . Bien que cette forme de la foncti on de corrélation ne soit pas

rigoureusement correct, une forme simple pour M(τ) mène à des expressions utiles pour la

fonction de corrélation Ψ(τ), on pourrait espérer que des prétentions plus détaillées pour

M(τ) mènerait à un Ψ(t) encore meilleur. Notre travail concerne la fonction de mémoire

associée à la fonction d’autocorrélation de la vitesse et du champ électrique.

La fonction de mémoire est proportionnelle à la fonction d’autocorrélation. Ceci

permet de construire des modèles pour l’évolution de la fonction d’autocorrélation.

Pratiquement, toutes les fonctions de mémoire sont déjà utilisées par les chercheurs,

pour trouver la fonction d’autocorrélation de la vitesse. Cependant, il est encore instructif

d’examiner: (a) à quel point ces mémoires postulées concordent avec les résultats expéri-

mentaux, (b) à quel point les fonctions d’autocorrélation approximatives produites de ces

mémoires postulées reproduisent notre fonction d’autocorrélations de l’expérimental.

Les fonctions mémoires proposées sont [14]:
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1-Mémoire exponentielle de Berne et al:

M(t) =

­
a2
®

hv2i exp
−t

­a2®
hv2i

∞Z
0

Ψ(t0)dt0
 (2.32)

2-Mémoire Gaussienne de Tosi et Singwi 2:

M(t) =

­
a2
®

hv2i exp
−π

4
t2

­a2®
hv2i

∞Z
0

Ψ(t0)dt0
2 (2.33)

3-Mémoire Gaussienne de Berne et Martin et Yip3:

M(t) =

­
a2
®

hv2i exp
−1

2
t2


D
.
a
2
E

ha2i −
­
a2
®

hv2i

 (2.34)

4- Mémoire des trois paramètres de Mori (the three-parameter Mori memory):

M(t) =

­
a2
®

hv2i e
−αt

µ
α sinΩt+Ω cosΩt

Ω

¶
(2.35)

où: −→a est l’accelération.

et:

α =
1

2

­
v2
®

ha2i


D
.
a
2
E

ha2i −
­
a2
®

hv2i

 ∞Z
0

Ψ(t)dt

−1

Ω =


D
.
a
2
E

ha2i −
­
a2
®

hv2i − α2

1/2

2Cette fonction de la mémoire ne satisfait pas la relation nécessaire
∞R
0

Ψ(t)dt =

·∞R
0

M(t)dt

¸−1
3Cette fonction de la mémoire ne satisfait pas la relation nécessaire

∞R
0

Ψ(t)dt =

·∞R
0

M(t)dt

¸−1
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2.3 Le modèle

Le système considéré ici est une impureté de mass m0 et de charge q0 placée

en −→r (0) ≡ −→r 0 dans un plasma ionique en équilibre thermodynamique. Les fonctions

d’autocorrélation du micro-champ électrique et de la vitesse (les propriétés dynamiques)

sont définies respectivement par [24]:

C(t) =
D−→
E (t).

−→
E (0)

E
/
D−→
E (0).

−→
E (0)

E
≡
D−→
E (t)

−→
E
E
/
­
E2
®

(2.36)

D(t) =
D−→
V 0(t).

−→
V 0(0)

E
/
D−→
V 0(0).

−→
V 0(0)

E
≡
D−→
V 0(t).

−→
V 0

E
/
­
V 20
®

(2.37)

où h...i est la valeur moyenne d’ensemble de Gibbs et −→V 0 est la vitesse de l’ion impureté.

Les deux fonctions précédentes C(t) et D(t) sont reliées par la première loi de

Newton:

d2

dt2
D(t) = −ω20C(t) (2.38)

avec:

ω20 =
¡
βq20/3m0

¢ ­
E2
®

et β =
1

KβT

Et à partir de la technique de l’opérateur de projection Nakajima et Zawanzig [19] [20], la

fonction D(t) est donnée par la forme suivante:
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d2

dt2
D(t) + ω20D(t) +

tZ
0

dτM(t− τ)
dD(t)

dτ
= 0 (2.39)

avec les conditions initiales:

D(t = 0) = 1, C(t = 0) = 1

.
D(t = 0) = 0,

.
C(t = 0) = 0

et:

M(0) =M0 = ω21 − ω20, ω
2
1 =

D .
E
2E

/
­
E2
®

L’équation (2.39) décrit la dynamique des oscillations dans un milieu visco-élastique

de fréquence caractéristique égale à ω0 en présence d’un amortissement, qui est exprimé par

la transformée de Fourier de M(t).Nous supposons un modèle mathématique pour M(t)

lequel inclut deux échelles du temps, à savoir, une échelle de temps de décroissance λ−1 par

et une échelle de temps d’oscillation donnée par Ω−1. Toutes les fréquences utilisées sont

dans l’unité de la fréquence de plasma ωp, où ω2p =
¡
4πnee

2/m0

¢
(ne: la densité électronique,

e: la charge d’électron).

Si nous utilisons le modèle de la mémoire à trois paramètres (2.35), nous avons

[14]:

M(t) =M0e
−λt cosΩt (2.40)

où Ω >> λ,pour le cas d’un plasma fortement couplé.
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Le paramètre λ est fixé par l’expression de Green Kubo pour le coefficient de

self-diffusion D en fonction de la fonction d’autocorrélation de la vitesse [24] [19]:

βm0D =

∞Z
0

dtD(t) (2.41)

λ =

µ
ω21
ω20
− 1
¶
/βm0D (2.42)

La transformée de Laplace de (2.39) est:

∞Z
0

e−zt
d2D(t)

dt2
dt+ ω20 bD(z) + cM(z) ∞Z

0

e−zt
dD(t)

dt
dt = 0 (2.43)

où cM(z) est la transformée de Laplace de M(t) :

cM(z) =M0

∞Z
0

exp(−zt− λt) cos (ωpt) dt =
M0(z + λ)

(z + λ)2 + ω2p
(2.44)

et le paramètre Ω:

βm0D = lim
z→0

bD(z) = λM0

ω20
¡
Ω2 + λ2

¢ ⇒ Ω2 = λM0

βm0Dω20
− λ2 (2.45)

Finalement la transformée de Laplace de la fonction d’autocorrélation D(t) est:

bD(z) = z(z + λ)2 + zΩ2 + (z + λ)M0

z4 + 2λz3 + z2(Ω2 + λ2 + ω20 +M0) + z(M0λ+ 2ω20λ) + ω20(Ω
2 + λ2)

(2.46)

En utilisant la transformée inverse de bD(z) et le théorème des résidus on peut écrire les
fonctions C(t) et D(t) comme:
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D(t) =
4X

i=1

Die
zit (2.47)

C(t) =
4X

i=1

Cie
zit (2.48)

telles que les coefficients Di et Ci sont définis par:

Di = −(ω0/zi)2Ci (2.49)

C1 = (z1(z1 + λ)2 + z1Ω
2)/(z1 − z2)(z1 − z3)(z1 − z4) (2.50)

C2 = (z2(z2 + λ)2 + z2Ω
2)/(z2 − z3)(z2. − z4)(z2 − z1) (2.51)

C3 = (z3(z3 + λ)2 + z3Ω
2)/(z3 − z4)(z3 − z2)(z3 − z1) (2.52)

C4 = (z4(z4 + λ)2 + z4Ω
2)/(z4 − z1)(z4 − z2)(z4 − z3) (2.53)

Les {zi} sont les quatre racines de l’équation algébrique quartique (appendice B):

z4 + 2λz3 + z2(Ω2 + λ2 + ω20 +M0) + z(M0λ+ 2ω
2
0λ) + ω20(Ω

2 + λ2) (2.54)

Les solutions de cette équation dépendent des valeurs de λ, ω0 et ω1, qui sont à valeurs

complexes.

2.4 conclusion

Nous avons présenté dans ce chapitre un modèle théorique de calcul des fonctions

d’autocorrélation du micro-champ électrique et de la vitesse (propriétés dynamiques), qui
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est valable pour le cas d’un plasma fortement couplé basé sur la fonction de mémoire des

trois paramètres de Mori avec Ω >> λ.

Les modes des oscillations {zi} sont déterminés à partir de la résolution de l’équation

algébrique quartique. Les solutions sont complexes ( conjuguées deux à deux) sauf dans

la limite des hautes températures, où le modèle doit être remplacé par un autre modèle

adéquat [13].

En principe, cette analyse théorique s’applique pour toute interaction arbitraire

et toute composition du plasma.
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Cha pi t  re 3

Fonction de distribution du

microchamp électrique (propriétés

statiques)

3.1 Introduction

La connaissance de la fonction de distribution statique du microchamp électrique

dans un mélange de gaz d’un plasma froid est vraiment un élément majeur pour la résolution

des nombreux problèmes, en particulier celui relatif au calcul de l’élargissement des raies

spectrales émises par les ions et les neutres dans un plasma [29] [30]. Ce problème a

été étudié pour la première fois par Holtsmark en 1919 [3], qui l’a résolu en négligeant

les corrélations entre les différentes particules chargées qui produisent le champ (des ions

indépendants) et en négligeant aussi les interactions des particules neutres avec les particules



20

chargées. Depuis, plusieurs tentatives ont été faites pour inclure les effets de ces corrélations.

Plus tard, d’autres calculs ont été proposés par M. Baranger et B. Mozer (1959,1960)

[6] [7] incluant ces effets en utilisant la méthode ” cluster expansion ” fréquemment utilisée

en mécanique statistique. L’idée est fondée sur un calcul de telle manière qu’on puisse

retrouver le résultat de Holtsmark dans la limite de la haute température quand les corréla-

tions sont devenues insignifiantes. Les corrélations apparaissent comme un série de termes

de différents ordres. La corrélation au premier ordre consiste à considérer uniquement les

termes faisant intervenir les interactions à deux particules. La corrélation suivante fait

intervenir évidemment les interaction à trois particules, etc.

C.A. Iglesias et al [32] a élargi la méthode de "cluster expansion" au cas du plasma

à deux composantes ioniques.

On distingue deux parties de champ électrique, qu’on appelle les composantes de

haute-fréquence et basse-fréquence. La composante de haute-fréquence est celle dont la

variation du temps est gouvernée par le mouvement des électrons, tandis que la variation

du temps de la composante basse-fréquence est gouvernée par le mouvement des ions.

Notre modèle est une extension du modèle qui a été utilisé par M. Baranger [6]

[7] et Held [15] [16], qui considèrent un plasma à une seule composante ou bien à deux

composantes totalement ionisé (sans des particules neutres) au cas d’un plasma à deux

composantes d’ions mais avec des particules neutres (plasma froid). Dans ce travail nous

avons utilisé seulement le premier terme de ”cluster expansion” .
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3.2 Les interactions dans un gaz ionisé (plasma froid)

La question se pose de savoir quelles sont en fait les formes de potentiel que l’on

peut envisager entre les différentes particules dans un plasma froid.

3.2.1 Interaction entre deux particules chargées (ions)

L’énergie d’interaction à grande distance entre deux particules de charge Z1e et

Z2e est sous la forme connue de Debye [1]:

V12 =
Z1Z2e

2

r12
exp (−r12/λD) où r12 = |r1 − r2| (3.1)

λD est la longueur de Debye électronique:

λ2D =
KBT

4πe2ne
(3.2)

ne : densité électronique

kB: constante de Boltzmann.

e: valeur absolue de la charge élémentaire.

T : température du système à l’équilibre thermodynamique.

La logueur de Debye électronique en unités SI est:

λD = 69.

µ
T

ne

¶1/2
(3.3)

où la température est exprimée en K et la densité en cm−3.
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3.2.2 Interaction entre un ion (particule chargée) et un neutre

Quand un ion Z0e se trouve à une distance d’un neutre, le potentiel d’interaction

est dû essentiellement au mécanisme dit du dipôle induit
−→
P , où l’ion crée à une distance r

un champ [35]:

−→
E = − 1

Z0e

−→5V (r) = −−→5
·
Z0e

r
exp (−r/λD)

¸
(3.4)

=
Z0e

r3

·
1 +

r

λD

¸
exp (−r/λD)−→r (3.5)

Ce champ polarise l’atome neutre en produisant un moment dipolaire:

−→
P = α

−→
E = α

Z0e

r3

·
1 +

r

λD

¸
exp (−r/λD)−→r (3.6)

où α est la polarisabilité du neutre (pour le cas d’un atome α = R3 , où R est le rayon de

l’atome). L’énergie d’interaction entre l’ion de charge Z0e et le dipôle induit
−→
P est [28]:

Vin = −−→P .
−→
E = −α |E|2 = −αZ

2
0e
2

r4

·
1 +

r

λD

¸2
exp (−2r/λD) (3.7)

3.2.3 Grandeurs caractéristiques

La longueur de Debye du plasma λDp peut encore s’écrire en fonction de la longueur

de Debye électronique λD (3.2) [1]:

λ2Dp =
λ2D

1 +
P
σ

nσ
ne
Z2σ

(3.8)

nσ : la densité ionique de l’espèce σ.

Zσ : la charge de l’espèce σ.
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Le paramètre plasma Λ est une grandeur sans dimension définie par:

Λ =
e2

KBTλDp
=

Ã
1 +

X
σ

nσ
ne

Z2σ

!1/2
Λe

avec Λe le paramètre plasma électronique:

Λe =
e2

KBTλD
= 2.42× 10−7n

1/2
e (cm−3)
T 3/2(K)

(3.9)

L’introduction du paramètre de corrélation électronique v 1:

v =
r0
λD

= 8.99× 10−3 n
1/6
e

T 1/2
(3.10)

permet également d’exprimer simplement Λe. La relation (3.9) s’écrit alors en fonction de

v:

Λe =
2
√
2π

15
v3 =

v3

3
= 0.334.v3 (3.11)

Le paramètre plasma électronique Λe dépend d’une manière simple du nombre d’électrons

contenus dans la sphère de Debye où:

NDe ' 4

3
πλ3Dne, (3.12)

c’est-à-dire, un grand nombre d’électrons dans la sphère de Debye correspond bien à un

petit paramètre plasma électronique (interaction faible):

1Le paramètre de couplage Γ = énergie p otentielle m oyenne
énergie cinétique moyenne est relié directement au paramètre de corrélation

v

Γ =
e2

KBTλD

λD
r0

= Λe/v = v2/3
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Λe =
1

3NDe
(3.13)

Donc:

v3 = 1/NDe (3.14)

La limite interaction faible-interaction forte peut alors être définie par la condition:

v = 1 (3.15)

Pour un nombre d’électrons dans la sphère de Debye supérieur à l’unité, v est

inférieur à un et Λe est petit, ce qui correspond à l’approximation des interactions faibles.

Lorsqu’il y a en moyenne moins d’un électron dans la sphère de Debye, la notion d’écrantage

perd son sens et v est supérieur à l’unité, ce qui est la condition des interaction fortes.

Le rayon de la sphère moyenne r0 occupée par un électron en mouvement dans

l’espace, est donné par:

µ
4

15

¶
(2π)3/2 ner

3
0 = 1 (3.16)

Le champ unité de Holtsmark est:

E0 (KV/cm) =
e

r20
= 3.75× 10−10n2/3e (3.17)

on a toujours ne en cm−3 et T en K.

Dans l’approximation des interactions faibles, la fonction de corrélation de paire

ion-ion s’écrit comme:
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gab(X) = exp

·
−ZaZb

Λ

X
e−X

¸
(3.18)

où:

X =
r

λD
(3.19)

3.3 Les travaux théoriques pour un plasma ionique sans par-

ticules neutres

On calcule le champ
−→
E sur une particule notée ”1 ” de charge Z1e, placée en

−→r 1.

Ce champ est dû au mélange d’ions de différents types σ(σ = a, b), de charges Zσe ( Zσ

est positif), l’impureté ion est une particule σ = a. On décrit l’écrantage électronique par

une formule de Debye-Hückel. Ceci n’est justifié que lorsque les couplages électron-électron

et ion-électron sont tous deux faibles et que, de plus, on puisse employer la mécanique

classique pour décrire le plasma. On considère que le système peut être décrit par la

mécanique statistique à l’équilibre thermodynamique, à la température T et que Ω est le

volume du système qui contient les particules avec les densités partielles nσ telles que [16]:

nσ =
Nσ

Ω
et N =

X
σ

Nσ = Na +Nb (3.20)

L’énergie potentielle totale des ions est:

V = V0 + Vp (3.21)
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où V0 décrit l’interaction entre les ions et la particule test placée en
−→r 1 :

V0 =
X
σ=a,b

NσX
j=1

Z1Zσe
2

rj1
exp

µ
−rj1
λD

¶
(3.22)

Vp décrit l’interaction entre les ions du mélange.

Le système total est neutre. On doit donc vérifier:

ΩNe =
X
σ=a,b

ZσNσ = ZaNa + ZbNb (3.23)

Le champ électrique en −→r 1, écranté par les électrons, est donné par:

−→
E =

NaX
j=1

−→
E a

j +

NbX
k=1

−→
E b

k = −
1

Z1e

−→∇V0 =
X
σ=a,b

NσX
i=1

Zσef(r1i)
(−→r 1 −−→r i)

r1i
(3.24)

f(r) =
1

r2

µ
1 +

r

λD

¶
exp

µ
− r

λD

¶

On définit la distribution du microchamp électriqueW (
−→
E ) comme étant la densité

de probabilité de trouver un champ électrique −→ε égal à
−→
E en −→r1 . Si on considère que le

système peut être décrit par la mécanique statistique classique à l’équilibre, W (
−→
E ) s’écrit

[33]:

W (
−→
E ) =

D
δ
³−→ε −−→E´E (3.25)

Les crochets h....i sont mis pour une moyenne d’ensemble à l’équilibre:

W (
−→
E ) =

Z
· · ·
Z

δ
³−→ε −−→E´P (−→r 1...−→r N )d

−→r 1...d−→r N (3.26)
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où P (−→r 1...−→r N ) est la fonction de probabilité pour que l’une quelconque des particules se

trouve au point −→r 1,−→r 2, ...−→r N
2:

P (−→r 1...−→r N ) =
exp (−V/KBT )

QN ({Nσ} ,Ω, T )

où QN ({Nσ} ,Ω, T ) est la fonction de partition:

QN ({Nσ} ,Ω, T ) =
Z
· · ·
Z NY

j=1

d−→r exp
µ
− V

kBT

¶
(3.27)

Pour expliquer le modèle, on prend la transformée de Fourier F (
−→
k ) de W (

−→
E ), qui

est définie de la façon suivante [33]:

F (
−→
k ) =

Z
tout l’espace

d
−→
EW (

−→
E ) exp(i

−→
k
−→
E )

=

Z
tout l’espace

d
−→
E
D
δ
³−→ε −−→E´E exp(i−→k −→E )

=
D
exp(i

−→
k
−→
E )
E

=

Z
· · ·
Z
exp(i

−→
k
−→
E )P (−→r 1...−→r N )d

−→r 1...d−→r N (3.28)

L’inversement de celle-ci est:

W (
−→
E ) =

1

(2π)3

Z
tout l’espace

d
−→
k F (
−→
k ) exp(−i−→k −→E ) (3.29)

Si on intègre en coordonnées sphériques, on trouve aisément en considérant l’isotropie du

problème:

2Nous rappelons que, P (−→r i...
−→r s) =

R · ·· R d−→r 1...d−→r id
−→r i−1d−→r s+1...d

−→r NP (
−→r 1...−→r N )
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P (E) = 4πE2W (E) =
2E

π

∞Z
0

dkk sin(kE)F (k) (3.30)

En remplaçant chaque exponentielle, exp(−i−→k .−→E a,b
i ), par la fonction ϕ [16]:

exp(i
−→
k .
−→
E a

j ) = 1 +
h
exp(i

−→
k .
−→
E a

j )− 1
i
= 1 + ϕaj (3.31)

exp(i
−→
k .
−→
E b

k) = 1 +
h
exp(i

−→
k .
−→
E b

k)− 1
i
= 1 + ϕbk (3.32)

En introduisant l’équation (3.24) dans la définition (3.28), F (k) devient:

F (k) = 1 +
X

1

Z
P1(
−→r j)ϕ

a
jd
−→r j +

X0
1

Z
P1(
−→r k)ϕ

b
kd
−→r k +X

2

Z
P2(
−→r j ,
−→r j0)ϕ

a
jϕ

a
j0d
−→r jd
−→r j0 +

X0
2

Z
P2(
−→r k,
−→r k0)ϕ

b
kϕ

b
k0d
−→r kd
−→r k0

+
X

1

X0

1

Z
P ab
2 (
−→r j ,
−→r k)ϕ

a
jϕ

b
kd
−→r jd
−→r k + ... (3.33)

où
P
1 (
P0
1) dénote une somme sur les particules a (b), et

P
2 (
P0
2) est une somme sur

les paires aa (bb), etc. Le second pas dans ce formalisme est l’introduction de la "cluster

expansion":

ΩMP a
M(
−→r j , ...

−→r M
j ) =

Y
j

ga1(
−→r j) +

X
2
ga2(
−→r j ,
−→r j0)

Y
j00

ga1(
−→r j00) + ...

ΩMP b
M(
−→r j , ...

−→r M
k ) =

Y
k

gb1(
−→r k) +

X
2
gb2(
−→r k,
−→r k0)

Y
k00

gb1(
−→r k00) + ...

ΩMP ab
M (
−→r j , ...

−→r M
j ,−→r k, ...

−→r M
k ) =

Y
j

ga1(
−→r j)

Y
k

gb1(
−→r k) +X

2
gab2 (
−→r j ,
−→r k)

Y
j0

ga1(
−→r j0)

Y
k0

gb1(
−→r k0) + ...(3.34)
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où M réfère aux particules localisées à −→r j , ...,
−→r M

j ; l’utilisation des équations (3.34) et

(3.33) donne:

F (
−→
k ) = G1(

−→
k )G2(

−→
k )G3(

−→
k )... (3.35)

avec:

Gp(
−→
k ) = exp

 pX
q=0

nqan
p−q
b

q! (p− q)!
hq,p−q(

−→
k )

 (3.36)

et:

hq,p−q(
−→
k ) =

Z
· · ·
Z

ϕa1...ϕ
a
qϕ

b
q+1...ϕ

b
pgp,p−q(

−→r 1, ...,−→r p)d
−→r 1, ...d−→r p (3.37)

où gp,p−q est une fonction de corrélation pour q particules d’espèce a et p − q particules

d’espèce b.

Finalement, on obtient:

F (
−→
k ) = exp

 ∞X
p=1

pX
q=0

nqan
p−q
b

q! (p− q)!
hq,p−q(

−→
k )

 (3.38)

En faisant le changement des variables sans dimension u = kE0, et β = E/E0, les équations

(3.38) et (3.30) deviennent:

F (u) = exp

·
nah

a
1(u) + nbh

b
1(u) + nanbh

ab
2 (u) +

1

2
n2ah

a
2(u) +

1

2
n2bh

b
2(u) + ...

¸
(3.39)

avec:

hq,p−q(u) =
Z
· · ·
Z

ϕa1...ϕ
a
qϕ

b
q+1...ϕ

b
pgp,p−q(

−→r 1, ...,−→r p)d
−→r 1, ...d−→r p (3.40)
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et:

H(β) = E0P (β) =
2β

π

∞Z
0

u sin(βu)F (u)du (3.41)

Dans le cas d’un plasma à une seule espèce, les équations (3.39) et (3.40) deviennent:

F (u) = exp

 ∞X
p=1

(np/p!)hp(u)

 = exp ·nh1(u) + 1
2
n2h2(u) + ...

¸
(3.42)

avec:

hp(u) =

Z
· · ·
Z

ϕ1ϕ2...ϕpgp(
−→r 1, ...,−→r p)d

−→r 1...d−→r p (3.43)

qui est la forme originale introduite par M. Baranger et B. Mozer [6] [7] et aussi la forme

obtenue par B. Held [16] par extension.

3.3.1 Approximation Holtsmark 1919

Dans ce cas, on suppose qu’il n’y a aucune interaction interparticulaire, V = 0, ou

bien, si V 6= 0, la température est très grande (T →∞)[3],

ha,bj (Holts) =

Z
ϕa,b1 d−→r 1, j = 1

= 0, j > 2

3.3.2 Approximation ”Independent particle” 1958

Introduite par H.Margenau et M.Lewis [5] [30] , cette approximation tient compte

seulement des interactions centrales entre les N particules et la particule test, c’est a dire

hj = 0 pour tous les j > 2 :
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F (u) = exp
h
nah

a
1(u) + nbh

b
1(u)

i
(3.44)

ha,b1 (u) = 4π

∞Z
0

ga,b1 (
−→r 1)

h
j0

³
kEa,b

1

´
− 1
i
r21dr1

où j0 est la fonction de Bessel sphérique d’ordre 0.

Cette approximation est seulement le premier terme du développement de Baranger-

Mozer.

3.3.3 Méthode approchée: Apex

La méthode APEX a été développée par C. A. Iglesias et al en 1983 [34]. APEX

(Adjustable Prameter EXponential) est une méthode de calcul des distributions de micro-

champs basée sur l’expression de la transformée de Fourier de W (
−→
E ) en termes de fonc-

tions de distribution de paires. On approche cette fonction par une forme contenant des

paramètres que l’on fixe en calculant le second moment de la fonction de distribution du

micro-champ.

Chaque particule du plasma est remplacée par une ”quasi-particule” dont les pro-

priétés sont les suivantes: elle n’interagit pas avec les autres particules mais produit un

champ électrique paramétré Fσ(r) (particule d’espèce σ) sur la particule ”0”[26] [33]:

Fσ(r) =
(1 + ασ)

r2
exp(−ασr) (3.45)

Pour déterminer les paramètres ασ ainsi que la distribution des quasi-particules

en −→r 0, deux conditions doivent être vérifiées:
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• on doit retrouver le second moment de la distribution du champ, espèce par espèce.

­
E2
®
= (Z0e)

−2
D−→∇0V.−→∇0V E (3.46)

= (
KBT

Z20e
2
)
­∇20V ® (3.47)

où
−→∇0 est le gradient en ce qui concerne −→r 0.

­
E2
®
= (

KBT

Z20e
2
)

*
V0

λ2D
− 4πZ0e2

X
σ

NσX
j=1

Zσ,jδ (
−→r 0 −−→r j)

+
(3.48)

=
4πKBT

Z0

X
σ

ZσNσΨσ(
1

λD
) (3.49)

avec,

Ψσ(
1

λD
) =

1

λ2D

∞Z
0

dr.rgσ(r) exp(
−r
λD
) (3.50)

gσ(r) est la fonction de distribution des ions d’espèce σ, situés à la distance r de la particule

”0”.

• Le champ créé en −→r 0 par les quasi-particules, à l’intérieur d’un élément de volume

d−→r en −→r , doit être égal à celui produit par l’ensemble des particules chargées dans le

même élément d−→r et quel que soit −→r , et ceci espèce par espèce: c’est la ” contrainte

du champ local”.

On introduit Gσ(r) et ZσeFσ(r) qui sont respectivement la distribution des quasi-

particules d’espèce σ, situées à la distance r de la particule 0 et l’amplitude du champ
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électrique en −→r dû à une des quasi-particules. Alors, si la contrainte du champ local est

valable, on a pour chaque espèce,

NσGσ(r)ZσeFσ(r)d
−→r = Nσgσ(r)Zσef(r)d

−→r (3.51)

ou, de façon équivalente,

Gσ(r) =
gσ(r)f(r)

Fσ(r)
(3.52)

et ce, quel que soit l’espèce σ.

En utilisant l’image des quasi-particules associées à Gσ(r), on obtient l’expression

suivante,

T (k) = exp

4πX
σ

Nσ

∞Z
0

dr.r2gσ(r)
f(r)

Fσ(r)
[j0 (kZσeFσ(r))− 1]

 (3.53)

Les valeurs des paramètres ασ sont obtenues en comparant les expressions du second moment

(3.49) et (3.53),

Z0Zσe
2

KBT

∞Z
0

dr.r2gσ(r)f(r)Fσ(r) = Ψσ(
1

λD
) (3.54)

L’équation (3.54), associée à la connaissance de gσ(r) permet d’obtenir les paramètres ασ

et ainsi de connaître la fonction de distribution du micro-champ.

3.3.4 La simulation numérique

Le modèle de simulation numérique (la dynamique moléculaire, la simulation de

Monte Carlo) représente une approche de la réalité physique qui est intermédiaire entre
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la théorie et l’exprérience, et qu’il a joué un rôle important pour la validation des autres

approches [26].

Dans cette méthode, on se donne N particules placées dans une cellule de volume

fixe, généralement de forme cubique. A un instant initial, on donne aux paricules des

vitesses telles que la quantité de mouvement totale soit nulle. Les trajectoires de toutes les

particules peuvent être suivies longtemps qu’on le souhaite par intégration numérique des

équations du mouvement.

3.4 Le modèle de mélange d’un plasma ionique avec des par-

ticules neutres

Notre modèle est une extension du Modèle de B. Held (B-M) [16]. On calcule le

champ
−→
E sur une particule notée ”1 ” de charge Z1e, placée en

−→r 1. Mais ici ce champ

est dû à un mélange d’ions de différents types σ(σ = a, b),de charges Zσe, et des neutres de

différents types σ(σ = c, d) avec la polarisabilité ασ (les neutres ici sont de mêmes types que

les ions). On décrit toujours l’écrantage électronique par une formule de Debye-Hückel.

On considère que le système peut être décrit par la mécanique statistique à l’équilibre

thermodynamique, à la température T et que Ω est le volume du système qui contient les

particules avec les densités partielles nσ telles que,

nσ =
Nσ

Ω
, et N =

X
σ

Nσ = Na +Nb +Nc +Nd (3.55)

Ne =
X
σ

ZσNσ = ZaNa + ZbNb (3.56)
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Nous introduisons les paramètres de la composition:

P =
Nb

Na +Nb
(3.57)

p0 =
Nb

Na +Nb +Nc +Nd
(3.58)

ne = Zana + Zbnb (3.59)

L’énergie potentielle totale due au mélange sur la particule test −→r 1 est:

V = V i
1 + V n

1 + Vp (3.60)

où V i
1 et V

n
1 décrit l’interaction entre les ions et la particule test −→r 1 et l’interaction entre

les neutres et la particule test −→r 1 respectivement:

V i
1 =

X
σ=a,b

NσX
i=1

Z1Zσe
2

ri1
exp

µ
− ri1
λD

¶
(3.61)

V n
1 = −

X
σ=c,d

NσX
j=1

ασZ
2
1e
2

r4j1

·
1 +

rj1
λD

¸2
exp (−2rj1/λD) (3.62)

et Vp est le reste des interactions.

Le champ électrique ionique en −→r 1, écranté par les électrons, est donné comme:

−→
E i =

−→
E a +

−→
E b = − 1

Z1e

−→∇V i
0 =

X
σ=a,b

NσX
j=1

Zσef(r1j)
(−→r 1 −−→r j)

r1j
(3.63)

f(r) =
1

r2

µ
1 +

r

λD

¶
exp

µ
− r

λD

¶
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Le champ électrique créé par les neutres en −→r 1 :

−→
E n =

−→
E c +

−→
E d = − 1

Z0e

−→∇V n
0 =

X
σ=c,d

NσX
j=1

ασZ1ef
0(r1j)

(−→r 1 −−→r j)

r1j
(3.64)

f 0(r) =
2

r5

"
1 +

r

λD
+

µ
1 +

r

λD

¶2#
exp

µ
− 2r
λD

¶
(3.65)

Le champ électrique total
−→
E en −→r 1:

−→
E =

−→
E a +

−→
E b +

−→
E c +

−→
E d (3.66)

=
NaX
j=1

−→
E a

j +

NbX
k=1

−→
E b

k +
NcX
i=1

−→
E c

i +

NbX
l=1

−→
E d

l (3.67)

Utilisant les résultats du chapitre précédent, la distribution du microchamp électrique

W (
−→
E ) s’écrit:

W (
−→
E ) =

D
δ
³−→ε −−→E´E (3.68)

=

Z
· · ·
Z

δ
³−→ε −−→E´P (−→r 1...−→r N)d

−→r 1...d−→r N (3.69)

On prend la transformée de Fourier F (
−→
k ) de W (

−→
E ):

F (
−→
k ) =

D
exp(i

−→
k
−→
E )
E

(3.70)

telle que:
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exp(i
−→
k .
−→
E a

i ) = 1 +
h
exp(i

−→
k .
−→
E a

i )− 1
i
= 1 + ϕai (3.71)

exp(i
−→
k .
−→
E b

j) = 1 +
h
exp(i

−→
k .
−→
E b

j)− 1
i
= 1 + ϕbj (3.72)

exp(i
−→
k .
−→
E c

k) = 1 +
h
exp(i

−→
k .
−→
E c

k)− 1
i
= 1 + ϕck (3.73)

exp(i
−→
k .
−→
E d

l ) = 1 +
h
exp(i

−→
k .
−→
E d

l )− 1
i
= 1 + ϕdl (3.74)

Donc F (k) devient:

F (
−→
k ) = 1 +

X
1

Z
P (−→r i)ϕ

a
i d
−→r i +

X0

1

Z
P (−→r j)ϕ

b
jd
−→r j +

X00

1

Z
P (−→r k)ϕ

c
kd
−→r k

+
X000

1

Z
P (−→r l)ϕ

d
l d
−→r l +

X
2

Z
P (−→r i,

−→r i0)ϕ
a
iϕ

a
i0d
−→r id
−→r i0

+
X0

2

Z
P (−→r j ,

−→r j0)ϕ
b
jϕ

b
j0d
−→r jd
−→r j0 +

X00

2

Z
P (−→r k,

−→r k0)ϕ
c
kϕ

c
k0d
−→r kd
−→r k0

+
X000

2

Z
P (−→r l,

−→r l0)ϕ
d
l ϕ

d
l0d
−→r ld
−→r l0 +

X
1

X0

1

Z
P (−→r i,

−→r j)ϕ
a
iϕ

b
jd
−→r id
−→r j

+
X

1

X00
1

Z
P (−→r i,

−→r k)ϕ
a
iϕ

c
kd
−→r id
−→r k + ... (3.75)

où
P
1 (
P0
1,
P00
1 ,
P000
1 ) dénote une somme sur les particules a (b, c, d), alors que

P
2 (
P0
2,P00

2 ,
P000
2 ) est une somme sur aa (bb, cc, dd), etc. Par l’utilisation de la présentation de

”cluster expansions”:
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ΩMP a
M(
−→r j , ...

−→r M
j ) =

Y
j

ga1(
−→r j) +

X
2
ga2(
−→r j ,
−→r j0)

Y
j00

ga1(
−→r j00) + ...

ΩMP b
M(
−→r j , ...

−→r M
k ) =

Y
k

gb1(
−→r k) +

X
2
gb2(
−→r k,
−→r k0)

Y
k00

gb1(
−→r k00) + ...

ΩMP c
M(
−→r i, ...

−→r M
i ) =

Y
i

gc1(
−→r i) +

X
2
gc2(
−→r i,
−→r i0)

Y
ij00

ga1(
−→r i00) + ...

ΩMP a
M(
−→r l, ...

−→r M
l ) =

Y
l

gd1(
−→r l) +

X
2
gd2(
−→r l,
−→r l0)

Y
l00

gd1(
−→r l00) + ...

ΩMP ab
M (
−→r j , ...

−→r M
j ,−→r k, ...

−→r M
k ) =

Y
j

ga1(
−→r j)

Y
k

gb1(
−→r k) +X

2
gab2 (
−→r j ,
−→r k)

Y
j0

ga1(
−→r j00)

Y
k0

gb1(
−→r k) + ...

où M se réfère à des particules localisées à −→r j , ...
−→r M

j , ga1 (g
b
1, g

c
1, g

d
1) est la fonction de

corrélation de a (b, c, d), et gaa2 (gbb2 , g
cc
2 , g

dd
2 , gab2 , gac2 , gad2 , gbc2 , g

bd
2 , g

cd
2 ) est la fonction de

corrélation de paires aa (bb, cc, dd, ab, ac, ad, bc, bd, cd), on trouve:

F (k) = 1 + na

Z
ga1(
−→r i)ϕ

a
i d
−→r j + nb

Z
gb1(
−→r j)ϕ

b
jd
−→r j + nc

Z
gc1(
−→r k)ϕ

c
kd
−→r k

+nd

Z
gd1(
−→r l)ϕ

d
l d
−→r l +

n2a
2

Z
gaa2 (
−→r i,
−→r i0)ϕ

a
iϕ

a
i0d
−→r id
−→r i0

+
n2b
2

Z
gbb2 (
−→r j ,
−→r j0)ϕ

b
jϕ

b
j0d
−→r jd
−→r j0 +

n2c
2

Z
gcc2 (
−→r k,
−→r k0)ϕ

c
kϕ

c
k0d
−→r kd
−→r k0

+
n2d
2

Z
gdd2 (
−→r l,
−→r l0)ϕ

d
l ϕ

d
l0d
−→r jd
−→r j0 + nanb

Z
gab2 (
−→r i,
−→r j)ϕ

a
iϕ

b
jd
−→r id
−→r j

+nanc

Z
gac2 (
−→r i,
−→r k)ϕ

a
iϕ

c
kd
−→r id
−→r k + nand

Z
gad2 (
−→r i,
−→r l)ϕ

a
iϕ

d
l d
−→r id
−→r l

+nbnc

Z
gbc2 (
−→r j ,
−→r k)ϕ

b
jϕ

c
kd
−→r jd
−→r k + nbnd

Z
gbd2 (
−→r j ,
−→r l)ϕ

b
jϕ

d
l d
−→r jd
−→r l

+ncnd

Z
gcd2 (
−→r k,
−→r l)ϕ

c
kϕ

d
l d
−→r kd
−→r l + ... (3.76)

Donc:
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F (u) ' exp
h
nah

a
1(u) + nbh

b
1(u) + nch

c
1(u) + ndh

d
1(u) + nanbh

ab
2 (u)

+nanch
ac
2 (u) + nandh

ad
2 (u) + nbnch

bc
2 (u) + nbndh

bd
2 (u)

+ncndh
cd
2 (u) +

1

2
n2ah

aa
2 (u) +

1

2
n2bh

bb
2 (u) +

1

2
n2ch

cc
2 (u) +

1

2
n2dh

dd
2 (u)

¸
(3.77)

avec:

ha1(u) =

Z
ga1(
−→r 1)ϕa1d−→r 1 (3.78)

hb1(u) =

Z
gb1(
−→r 1)ϕb1d−→r 1 (3.79)

hc1(u) =

Z
gc1(
−→r 1)ϕc1d−→r 1 (3.80)

hd1(u) =

Z
gd1(
−→r 1)ϕd1d−→r 1 (3.81)

haa2 (u) =

Z
gaa2 (
−→r 1,−→r 2)ϕa1ϕa2d−→r 1d−→r 2 (3.82)

hbb2 (u) =

Z
gbb2 (
−→r 1,−→r 2)ϕb1ϕb2d−→r 1d−→r 2 (3.83)

hcc2 (u) =

Z
gcc2 (
−→r 1,−→r 2)ϕc1ϕc2d−→r 1d−→r 2 (3.84)

hdd2 (u) =

Z
gdd2 (
−→r 1,−→r 2)ϕd1ϕd2d−→r 1d−→r 2 (3.85)
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hab2 (u) =

Z
gab2 (
−→r 1,−→r 2)ϕa1ϕb2d−→r 1d−→r 2 (3.86)

hac2 (u) =

Z
gac2 (
−→r 1,−→r 2)ϕa1ϕc2d−→r 1d−→r 2 (3.87)

had2 (u) =

Z
gad2 (
−→r 1,−→r 2)ϕa1ϕd2d−→r 1d−→r 2 (3.88)

hbc2 (u) =

Z
gbc2 (
−→r 1,−→r 2)ϕb1ϕc2d−→r 1d−→r 2 (3.89)

hbd2 (u) =

Z
gbd2 (
−→r 1,−→r 2)ϕb1ϕd2d−→r 1d−→r 2 (3.90)

hcd2 (u) =

Z
gcd2 (
−→r 1,−→r 2)ϕc1ϕd2d−→r 1d−→r 2 (3.91)

On peut dire que l’équation (3.77) de F (u) est une extension de l’expression de

Baranger-Mozer (B-M)(3.39) [15] [16] dans le cas d’un plasma à deux composantes ioniques

et deux composantes neutres. Nous avons utilisé seulement les terme de ha,b,c,d1 (u) dans la

formule (3.77): c’est le modèle de ’Independent Particule’[33]. L’équation (3.77) dans cette

approximation devient alors,

FIP (u) ' exp
h
nah

a
1(u) + nbh

b
1(u) + nch

c
1(u) + ndh

d
1(u)

i
(3.92)

Dans le calcul des ϕai (ϕ
b
i , ϕ

c
i , ϕ

d
i ), nous avons utilisé l’expression des harmoniques

sphériques,

ϕa,b,c,di =
X
l

il
h
4π (2l + 1)1/2

h
jl

³
Za,b,c,d
i

´
− δl0

i
Yl0 (θi, ωi)

i
(3.93)

où jl (Z) est la fonction de Bessel sphérique.

Les ha,b,c,d1 (u) sont exprimés comme (Za,b,c,d
i = kEa,b,c,d

i , Xi = ri/λD),
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nah
a,b,c,d
1 (u) = −u3/2φa,b,c,d1 (a) (3.94)

φa,b,c,d1 (a) =
15

2(2π)1/2
na,b,c,d
ne

1

a3

∞Z
0

h
1− j0

³
Za,b,c,d
1

´i
ga,b,c,d1 (X1)X

2
1dX1 (3.95)

où a = u1/2v =
√
ke/λD

Finalement, la distribution du microchamp est obtenue comme:

H(β) = E0P (β) =
2β

π

∞Z
0

u sin(βu)F (u)du (3.96)

Dans notre travail nous avons utilisé un plasma de paramètres (a = Ar+17, b = H+

avec p ' 1 (Na = 0) et c = Ar, d = H avec Nc = 0 c’est -à dire p0 = Nd
Nb+Nd

. Ici nous faisons

allusion à la possibilité d’utiliser de petites traces d’un ion test de Ar+17 dans un mélange

de (Ar+17, Ar,H,H+). Donc,

nah
a
1(u) + nbh

b
1(u) + nch

c
1(u) + ndh

d
1(u) = −u3/2(φb1(a) + φd1(a)) (3.97)

et les fonctions de corrélation de paire sont [6] [16],

gb1(X) = exp

·
−ZbZbΛ

e−RX

X

¸
= exp

"
−17.Λe

−√2X

X

#
(3.98)

Λ = RΛe = 0.334
√
2v3 (3.99)

gd1(X) = 1 (3.100)

et,
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φb1(a) =
15

2(2π)1/2

·
nb
ne

¸
1

a3

∞Z
0

h
1− j0

³
Zb
1

´i
gb1(X1)X

2
1dX1 (3.101)

φd1(a) =
15

2(2π)1/2

·
nd
ne

¸
1

a3

∞Z
0

h
1− j0

³
Zd
1

´i
X2
1dX1 (3.102)

Zb
1 =

Zba
2

X2
1

(1 +X1)e
−X1 (3.103)

Zd
1 =

2αda
2v3Zb

X2
1

(1 +X1 + (1 +X1)
2)e−2X1 (3.104)

où, Za = 17 et Zb = 1

nd
ne

=
(1− p0)
Zbp0

,
nb
ne
=
1

Zb
= 1 (3.105)

αd = αd/r
3
0 (sans dimension) (3.106)

La polarisabilité de H est α = 0.7(A◦)3.

Finalement, on trouve que,

F (u) = exp
n
−u3/2

³
φb1 + φb1

´o
(3.107)

H (β) =
2β

π

Z
u sin(βu)F (u)du (3.108)

Bien que les calculs précédents aient été conduits dans les conditions les plus simple (sans

corrélation ou bien avec des interactions faibles), il n’est pas possible d’intégrer analytique-

ment l’expression (3.108) dans le cas général. En pratique, la distribution H(β) dépend

des conditions de densité et de température du plasma, ces grandeurs étant introduites

par l’intermédiaire des termes de corrélation [1]. La fonction H(β) est alors déterminée
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numériquement en calculant la valeur du paramètre de corrélation électrique v (3.10) corre-

spondant au plasma étudié. Celui-ci étant proportionnel à la densité électronique et inverse-

ment proportionnel à la température, on note que la distribution de Holtsmark correspond

à la limite des hautes températures et faibles densités (v = 0).

L’équation (3.101) de φb1(a) représentée en fonction de a dans la figure 3.1 pour

Ar+17 dans un mélange de (Ar+17 − H+) pour différentes valeurs de v telles que p =

1 et p0 = 1. Ce calcul a été fait par B. Held [16] mais par une méthode d’intégration

simple (trapèze). Dans notre calcul, nous avons utilisé une méthode plus élaborée (Library

libslatec.a) donnant des résultats calculés presque exacts.

La figure 3.2 représente notre calcul de la fonction de distribution du microchamp

H(β) pour un mélange de (Ar+17−H+) sans l’interaction de neutres c’est-à-dire que p = 1

et p0 = 1 pour différentes valeurs de v; ici aussi nous avons utilisé la bibliothèque (libslatec.a)

dans le calcul des intégrales.

On représente dans la figure 3.3 une comparaison entre notre calcul de H(β) (où

nous avons utilisé seulement le terme h1) et le résultat de B. Held [16] où il a utilisé le

modèle de B-M (avec les termes h1 et h2) dans le cas de v = 0.2.

Dans la figure 3.4 on montre la variation de la fonction de distribution du mi-

crochamp H(β) en fonction de la densité électronique ne, dans le cas d’un mélange de

(Ar+17, H+, Ar, H), l’impureté étant toujours Z0 = Za = 17.

Dans la Figure 3.5, on trace la variation de la fonction de distribution du mi-

crochamp H(β) en fonction de v pour une densité électronique fixée.

Sur la figure 3.6, la variation de la fonction de distribution du microchamp H(β)
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en fonction de p0 illustrée.

On constate que le maximum de la fonction de distribution du microchamp H(β)

est déplacé vers les faibles champs et que sa largeur à mi-hauteur diminue lorsque les

corrélations entre les particules augmentent, la surface sous la courbe restant constante et

égale à 1,

∞Z
0

H(β)dβ = 1 (3.109)

On remarque aussi que le maximum de la fonction de distribution du

microchamp H(β) diminue avec l’augmentation de densité électronique ( l’augmentation de

densité électronique=l’augmentation de polarisabilité dans l’unité α).

On remarque que l’effet d’interaction des neutres avec l’impureté est très im-

portant (Figure 3.6), car le maximum de la fonction du microchamp H(β) diminue avec

l’augmentation de la concentration des neutres dans le plasma.

Le calcul exact de la fonction de distribution H(β) au sein d’un plasma est très

compliquée. La connaissance de la distribution du microchamp est d’un grand intérêt en

raison des informations qu’elle contient. En particulier, l’étude de l’effet Stark résultant

de son action sur les neutres et les ions du plasma nous renseigne sur la densité et la

température du milieu [15][16][1].

Le modèle présenté ici nous donne une idée sur l’effet d’interaction des neutres

dans un plasma froid dans le cadre de l’approximation de ”Independent particle”.
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Figure 3.1: φb1(a) pour le mélange (Ar
17 +H+) à Z0 = Ar+17 (p = 1, p0 = 1).
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Figure 3.2: H(β) pour (Ar17 +H+) à Z0 = Ar+17 (p = 1, p0 = 1).
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Cha p it  re 4

Proprietés spectrales

4.1 Introduction

Le profil spectral d’une radiation émise par un ion porte la marque des diverses

perturbations causées par les particules qui entourent l’émetteur. Ces perturbations se

traduisent par un élargissement ou un déplacement des raies.

Les informations contenues dans le spectre des raies sont reliées d’une part à la

physique de l’émetteur et d’autre part à la physique du plasma environnant. Ainsi, depuis

des années, de nombreux travaux ont été effectués pour modéliser les processus physiques

associés au rayonnement émis par différents types de plasmas. La comparaison de profils

spectraux expérimentaux et théoriques représente un moyen approprié de diagnostic des

plasmas [26].

Dans ce travail, nous nous limitons à l’étude de la forme de profil et de l’élargissement

des raies et, plus précisément, à l’analyse des raies élargies par effet Stark. Celui-ci est dû au

microchamp électrique créé par le milieu environnant. La moyenne de ces effets, traduisant
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l’effet d’ensemble, est calculée selon la distribution de ce microchamp trouvée auparavant.

Cet élargissement s’ajoute à la largeur naturelle et à l’élargissement Doppler im-

portant à basse densité et haute température.

On trouve dans la littérature depuis la publication en 1958 et 1959 des articles

de M. Baranger [36] [37],et de A.Kolb et H. Griem [38], différents formalismes qui trait-

ent des raies élargies par effet Stark, reposant sur diverses approximations sur l’effet des

microchamps.

Dans ce chapitre, nous présentons la formalisme général du calcul des profils de

raies dans le cas d’un plasma (ions +neutres). On utilise pour le calcul la formule trouvée

par [39], où nous avons tenu compte de l’interaction ion-neutre (notre travail: chapitre 3).

4.2 Formule générale des profils de raies

On s’intéresse au profil de raie émis par une particule (ion) perturbée par un

ensemble de particules (ions et neutres), appelé ”bain”. La particule émettrice interagit

avec ce bain.

On définit P (ωif ) [40], la puissance totale rayonnée dans ” l’approximation dipo-

laire électrique ” par cette particule lors d’une transition d’un niveau i vers f :

P (ωif ) =
4ω4if
3c3

¯̄̄D
f
¯̄̄−→
d
¯̄̄
i
E¯̄̄2

(4.1)

où c est la vitesse de la lumière, et ωfi est la fréquence non perturbée de la transition

radiative entre les états stationnaires i et f ,
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ωif = (Ei −Ef )/~ (4.2)

Ei,f est l’énergie des états stationnaires initial et final du système quantique comprenant

les émetteurs et les perturbateurs,
−→
d est l’opérateur moment dipolaire du système complet

(on pourra remplacer ce dernier par le moment dipolaire de l’émetteur).

La puissance totale rayonnée, sommée sur tous les états finaux contribuant à la

raie et moyennée sur les états initiaux, est donnée par:

P (ω) =
4ω4

3c3

X
i,f

δ (ω − ωif )
¯̄̄D
f
¯̄̄−→
d
¯̄̄
i
E¯̄̄2

ρi (4.3)

où ρi est la probabilité de trouver le système dans l’état initial i.

On introduit le profil de raie normalisé I(ω) :

I (ω) =
X
i,f

δ (ω − ωif )
¯̄̄D
f
¯̄̄−→
d
¯̄̄
i
E¯̄̄2

ρi (4.4)

tel que:

c
X
i,f

¯̄̄D
f
¯̄̄−→
d
¯̄̄
i
E¯̄̄2

ρi = 1 (4.5)

Pour une fréquence donnée, le profil de raie I(ω) est proportionnel à la puissance

émise par l’ion:

P (ω) =
4ω4

3c3
I(ω) (4.6)

On introduit la transformée de Fourier C(t) du profil I(ω) de la transition:
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C(t) =

+∞Z
−∞

e−iωtI(ω)dω (4.7)

=

+∞Z
−∞

e−iωt
X
i,f

δ (ω − ωif )
¯̄̄D
f
¯̄̄−→
d
¯̄̄
i
E¯̄̄2

ρidω (4.8)

=
X
i,f

e−iωif t
¯̄̄D
f
¯̄̄−→
d
¯̄̄
i
E¯̄̄2

ρi (4.9)

On remarque que C(−t) = C∗(t), ce qui signifie que seules les valeurs t > 0 sont requises

pour le calcul.

On peut écrire le profil de raie I(ω) de la manière suivante:

I(ω) =
1

π
Re

∞Z
0

eiωtC(t)dt (4.10)

où Re est la partie réelle.

L’expression (4.9) de C(t) peut s’écrire comme une trace. Cette écriture facilite le

passage à l’espace de Liouville (voir Appendice A). A partir des expressions (4.2) et (4.9),

on trouve que:

C(t) =
X
i,f

e
−i(Ei−Ef )t

~

¯̄̄D
f
¯̄̄−→
d
¯̄̄
i
E¯̄̄2

ρi (4.11)

=
X
i,f

hi|−→d |fi e
iEf t

~ hf |−→d |ii e−iEit~ ρi (4.12)

On introduit T (t), l’opérateur d’évolution du système (émetteurs +perturbateurs) total, tel

que T ∗(t) est l’opérateur hermitien conjugué de T (t), et H est l’Hamiltonien du système:

T (t) = exp

·
iHt

~

¸
(4.13)
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Donc l’équation (4.12) devient:

C(t) = Tr
h−→
d (0).

−→
d (t)ρ

i
(4.14)

avec:

−→
d (t) = T ∗(t)

−→
d T (t) (4.15)

où
−→
d (t) est l’opérateur moment dipolaire électrique en représentation de Heisenberg. C(t)

(4.14) apparaît ainsi comme la fonction d’autocorrélation de l’amplitude de la lumière [26].

Le système physique que nous étudions, formé par l’émetteur et l’ensemble des

perturbateurs, est à l’équilibre à la température T et la matrice densité de ce système

s’écrit dans le cas d’un ensemble canonique:

ρ→ exp

µ
− H

KBT

¶
(4.16)

• Les particules perturbatrices sont traitées dans le cadre de la mécanique classique:

chacune peut être localisée et suivie sur une trajectoire (approximation du chemin

classique).

• L’émetteur, quant à lui, est traité quantiquement.

L’Hamiltonien total du système H est donné par:

H = HE +HB + VEB (4.17)
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avec HE et HB les termes relatifs à l’émetteur et au bain de perturbateurs, et

VEB le potentiel d’interaction entre les deux. La matrice densité du système total peut être

factorisée, si on suppose qu’il n’existe qu’un couplage faible entre l’émetteur et son environ-

nement. On peut alors séparer le sous-système atomique du sous-système des perturbateurs

en factorisant la matrice densité à l’instant initial:

ρ = ρEρB (4.18)

où ρE et ρB sont les matrices densités relatives à l’émetteur et au bain. Visiblement cette

approximation de couplage faible est garantie quand le rapport VEB/KBT est négligé devant

(HE + HB)/KBT . L’approximation suivante consiste à négliger la réaction de l’émetteur

sur l’ensemble des perturbateurs. Ceci signifie que les perturbateurs évoluent librement,

alors que les états de l’émetteur dépendent des états d’environnement. Notons que cette

approximation cesse d’être valable sur l’aile lointaine de la raie.

La factorisation de la matrice densité permet de calculer la trace dans (4.14) en

deux étapes:

C(t) = TrE

h
ρETrB

h
ρB
−→
d (0).

−→
d (t)

ii
(4.19)

où TrE et TrB sont respectivement les traces sur les états de l’émetteur et du bain de

perturbateurs.

On peut remplacer la trace sur les états de bain par une moyenne statistique sur

les états non-perturbés de celui-ci.

Ces hypothèses permettent de redéfinir T (t) comme étant l’opérateur d’évolution
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n’agissant plus que sur les fonctions d’onde de l’émetteur:

C(t) = TrE

·
ρE

n−→
d (0).

−→
d (t)

o
moy

¸
(4.20)

le symbole {...}moy signifie que l’on prend une moyenne d’ensemble classique dans l’espace

des phases des perturbateurs (approximation du chemin classique) au lieu de la trace quan-

tique pondérée par ρB.

On définit deux groupes de niveaux de l’émetteur, a et b, entre lesquels a lieu la

transition radiative étudiée et dont les niveaux respectifs sont dénotés, α, α0et β, β0. Les

perturbateurs ne provoquent pas de transitions entre les niveaux du haut et ceux du bas,

mais seulement des transitions entre les niveaux du haut de même que pour ceux du bas;

alors on peut écrire C(t) de la manière suivante:

c(t) =
X

αα0ββ0
ρα

n−→
d αβ

­
β
¯̄
T+(t)

¯̄
β0
®−→
d β0α0

­
α |T (t)|α0®o (4.21)

où ρα est un élément diagonal de la matrice densité de l’émetteur seul.

On effectue un changement de base, l’expression (4.21) s’écrit dans l’espace de

Liouville:

C(t) =
DD−→

d ∗
¯̄̄
{Ul(t)}moy

¯̄̄−→
d .ρ

EE
(4.22)

¯̄̄−→
d
EE
est l’opérateur moment dipolaire électrique défini comme étant un vecteur de l’espace

de Liouville (voir appendice A).

{Ul(t)}moy est l’opérateur d’évolution moyenné dans l’espace de phase des pertur-

bateurs opérant dans l’espace de Liouville, et satisfaisant à l’équation différentielle suivante:
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dUl(t)

dt
= − i

~
Ll(t)Ul(t) (4.23)

Ul(t) = I

Ll(t) est l’opérateur de Liouville qui se décompose en une partie L0 représentant l’émetteur

isolé et une autre, l(t), représentant l’interaction de l’émetteur avec le bain:

Ll(t) = L0 + l(t) (4.24)

Le microchamp électrique agissant sur l’émetteur, à l’origine de la partie interactive

l(t), se sépare à son tour en deux composantes:

−→
E (t) =

−→
E e(t) +

−→
E b(t) (4.25)

où
−→
E e(t) est le champ dû aux électrons (composante haute frequence) et

−→
E b(t) aux partic-

ules du bain (composante basse-fréquence).

On peut alors faire la moyenne sur Ul(t) en deux étapes: l’une portant sur les

électrons, l’autre sur les ions. On définit deux types de temps. Comme les temps carac-

téristiques du mouvement de ces deux types de particules sont nettement différents, il est

nécessaire d’appliquer deux approximations qui simplifient par la suite le calcul de profil de

raies.

4.2.1 Temps d’intérêt du processus d’élargissement

On définit le temps ti pendant lequel on prend en compte les phénomènes d’interaction

qui ont lieu dans le plasma et qui sont à l’origine de l’élargissement de raie. Ce temps est
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fonction de la région du profil que l’on examine. Si l’on veut étudier l’aile du profil, il faut

regarder des intervalles de temps très courts, et réciproquement, le centre de raie correspond

à de grands intervalles de temps [26].

ti =
1

∆ω
, ∆ω = ω − ω0 (4.26)

où ω0 est le centre de la raie. ainsi, tous les événements agissant sur le profil de raie ont

des temps caractéristiques inférieurs ou égaux à ti; dans ce cas, on peut limiter le calcul de

la transformée de Fourier à l’intervalle de 0 à ti.

I(ω) =
1

π
Re

tiZ
0

eiωtC(t)dt (4.27)

4.2.2 Temps de collisions

C’est le rapport du paramètre d’impact de la collision sur la vitesse thermique la

plus probable du perturbateur; il est noté tc et est bien plus grand que le temps ti. C(t) tend

vers zéro bien avant qu’une collision soit complète: cette quantité peut être alors calculée

en négligeant le mouvement des perturbateurs. On suppose alors que tous les perturbateurs

sont fixés dans l’espace, ce qui donne le spectre de raie pour un champ électrique au niveau

de l’émetteur. On réalise ensuite une moyenne statistique sur toutes les positions. Ces

conditions permettent effectivement de définir l’approximation quasi-statique.

4.2.3 L’approximation d’impact

L’importance de l’approximation d’impact est due au fait qu’elle est presque tou-

jours valable pour traiter les perturbateurs électroniques.
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Soit un électron de vitesse V , de paramètre d’impact ρ, entrant en collision avec un

atome excité constitué d’un électron sur une orbite de nombre quantique n et d’un coeur de

charge Ze . Un élément dipolaire caractéristique de la matrice de transition est de l’ordre

de en2a0/Z et donc l’énergie d’interaction −−→d .−→E (
−→
d est l’opérateur moment dipolaire)

de l’ordre de e2n2a0/Zρ
2. Pour que l’approximation d’impact soit valable, le produit de

l’énergie d’interaction par temps de collision doit être petit devant } :

e2n2a0
Zρ2

ρ

V
<< }, (4.28)

ce qui peut s’écrire en élevant au cube:

Z3ρ3}3V 3

e6n6a30
>> 1 (4.29)

Une estimation pour ρ est de remplacer ρ par la distance moyenne définie par l’équation¡
4
15

¢
(2π)3 r30 = n−1e , et V est donné par

q
KBT
m , ce qui donne en omettant quelques facteurs

numériques:

A
Z3

n6
>> 1 (4.30)

avec:

A =
2(2πmKBT )

3/2

neh3
(4.31)

A est le nombre d’états quantiques accessibles pour chaque électron. Les petites valeurs

de A signifient que le gaz d’électrons est dégénéré; des valeurs de A grandes devant l’unité

permettent d’utiliser une statistique classique de Maxwell-Boltzmann. Dans beaucoup de
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cas, la condition (4.30) est satisfaite, y compris pour des valeurs du nombre quantique

principal n pouvant être grandes.

4.2.4 L’approximation quasi-statique

Celle-ci est valable lorsque les particules se meuvent suffisamment lentement pour

que la fréquence caractérisant la dépendance temporelle du champ électrique qu’elles pro-

duisent soit bien plus petite que l’élargissement Stark résultant:

4ωif (E) = ωif (E)− ωif (0) (4.32)

¯̄̄̄
¯
.
E(t)

E(t)

¯̄̄̄
¯ hh|4ωif (E)| (4.33)

où
.
E(t) est la dérivée de E(t) par rapport au temps.

L’approximation quasi-statique est habituellement utilisée pour les ions et les neu-

tres perturbateurs.

Dans l’approximation dipolaire électrique, l’énergie d’interaction émetteur-perturbateurs

(neutres+ions) s’écrit: −−→d .−→E (t).

Cette approximation permet de calculer le profil spectral Il(ω) perturbé par un

champ constant
−→
E l, pour lequel correspond une configuration l des perturbateurs (ions+neutres).

Le profil spectral total est obtenu en moyennant Il(ω) sur toutes les configurations

"l" à l’aide de la distribution statique du champ calculée dans le chapitre précédent.



62

4.3 Modèle de profil de Ly α et Ly β

4.3.1 Ly α

A partir de l’équation (25) de l’article [39], on peut écrire le profil de raie comme

suit, (ω = 2πν) :

ILyα(ν) =
4

1 +K2
+

∞Z
0

H(β)

1 +K2(1 +Dβ/∆ν)2
dβ +

∞Z
0

H(β)

1 +K2(1−Dβ/∆ν)2
dβ (4.34)

avec:

K =
∆ν

C
(4.35)

C = 5.00× 10−21
½
19.28− ln

·
1

ZN

hne
T

i1/2¸¾
.
1

Z2N

ne

T 1/2
(4.36)

D = 4.37× 10−16
Ã
n
2/3
e

ZN

!
(4.37)

où [ne] = cm−3 , [D] = [C] = [∆ν] = Ry 1 et [T ] = K.

ZN : est la charge de l’impureté (Z1).

4.3.2 Ly β

A partir de l’équation (38) de l’article [39], on peut écrire le profil de raie comme

suit:
11Ry = 2.17987× 10−18J
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ILyβ(ν) =
32

19

 ∞Z
0

H(β)

1 +K2(1 +Dβ/∆ν)2
dβ +

∞Z
0

H(β)

1 +K2(1−Dβ/∆ν)2
dβ


+

 ∞Z
0

H(β)

1 +K2(1 + 2Dβ/∆ν)2
dβ +

∞Z
0

H(β)

1 +K2(1− 2Dβ/∆ν)2
dβ

 (4.38)
avec:

K =
∆ν

C
(4.39)

C = 6.76× 10−20
½
18.93− ln

·
1

ZN

hne
T

i1/2¸¾
.
1

Z2N

ne
T 1/2

(4.40)

D = 6.56× 10−16
Ã
n
2/3
e

ZN

!
(4.41)

et :

[ne] = cm−3 , [D] = [C] = [∆ν] = Ry , et [T ] = K.

oùH(β) est la fonction de distribution du microchamp électrique calculer précédem-

ment (chapitre 3).

4.4 Résultats numériques

Les profils complets (4.34) et (4.38) sont normalisés respectivement par:

ILyα(0) = 2

∞Z
0

·
2 +

1

1 + (Dβ/C)2

¸
H(β)dβ (4.42)

pour Ly α et:

ILyβ(0) = 2

∞Z
0

·
32

19

·
1

1 + (Dβ/C)2

¸
+

1

1 + (2Dβ/C)2

¸
H(β)dβ (4.43)
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pour Ly β,

oùH(β) est la fonction de distribution qui tient compte de l’interaction ion-neutre.

Nous nous intéressons à calculer le profil de raie de l’ion hydrogenoïde Ar+17 dans le mélange

(Ar+17,H+, Ar,H ≡ a, b, c,d).

Les valeurs de ne et T dépendent directement du paramètre de corrélation, avec

ne en cm−3 :

v =
r0
λD

= 8.98× 10−2 n
1/6
e

T 1/2

et la fonction de distribution du microchamp est donnée à partir du chapitre 3.

Les intensités émises sont calculées dans l’unité relative I
I0
, où I0 est donnée par

l’équation (4.42) et (4.43) pour Ly α et Ly β respectivement et sont telles que:

p =
nb

na + nb
, p0 =

nb
na + nb + nc + nd

Nous avons présenté dans les tables 4.1 et 4.2 les paramètres utilisés dans notre calcul, qui

sont représentés par les équations (4.36), (4.37) et (4.42) pour Ly α et les équations (4.40),

(4.41) et (4.43) pour Ly β.

Les intensités sont reportées dans les figures 4.1-4.6 pour différentes valeurs de v

et ne pour notre mélange, dans le cas p = 1 et p0 = 0.5. On remarque que la raie Ly α (les

figures4.1, 4.3 et 4.5) commencent à s’atténuer à partir de ∆ν ≥ 0.05Ry et la raie Ly β (les

figures4.2, 4.4 et 4.6) à partir de ∆ν ≥ 2Ry, ceci en négligeant les interactions ion-neutre

et à partir de ∆ν ≥ 6Ry en tenant compte de cette interaction.

Les différentes expériences faites dans les plasmas sur les profils Stark des raies

Ly α et Lyβ montrent des divergences importantes entre les profils théoriques et les profils

expérimentaux. Il apparaît que la prise en compte des effets des perturbateurs ioniques
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est insuffisante, et qu’il faut prendre en considération les effets des neutres surtout dans le

cas d’un plasma froid. Malheureusement, pour notre travail, nous n’avons pas trouvé des

profils de raies expérimentaux pour faire la comparaison.

Table 4.1: Paramètres de l’équation (4.34) et (4.42) dans le cas de Ly α pour un mélange
de (Ar+17 −H+1 −Ar −H) sans correction (sans les effets de neutres), p = 1 et p0 = 1 et
avec correction p = 1 et p0 = 0.5.

sans correction avec correction
ne(cm

−3) T (K◦) v C(Ry) D(Ry) ILyα(0)(Ry) ILyα(0)(Ry)
1× 1022 1.09× 106 0.4 6.2× 10−4 1.2× 10−2 4.008 4.0021
2× 1023 2.95× 106 0.4 5.5× 10−3 8.79× 10−2 4.84 4.013
1× 1028 4.826× 105 0.6 8.3× 10−4 1.2× 10−2 4.015 4.0037

Table 4.2: Paramètres de l’équation (4.38) et (4.43) dans le cas de Ly β pour un mélange
de (Ar+17 −H+1 − Ar −H) sans correction (sans les ffets de neutres), p = 1 et p0 = 1 et
avec correction p = 1 et p0 = 0.5.

sans correction avec correction
ne(cm

−3) T (K◦) v C(Ry) D(Ry) ILyβ(0)(Ry) ILyα(0)(Ry)
1× 1022 1.09× 106 0.4 6.37× 10−3 1.80× 10−2 0.0155 0.0041
2× 1023 2.95× 106 0.4 5.03× 10−2 1.32× 10−1 1.795 0.0264
1× 1028 4.826× 105 0.6 8.21× 10−3 1.80× 10−2 0.03 4.0037
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Figure 4.1: Profil Ly α émis par Z0 = 17 dans un mélange.
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Figure 4.2: Profil Ly β émis par Z0 = 17 dans un mélange.
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Figure 4.3: Profil Ly α émis par Z0 = 17 dans un mélange.
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Figure 4.4: Profil Ly β émis par Z0 = 17 dans un mélange.
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Figure 4.5: Profil Ly α émis par Z0 = 17 dans un mélange.
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Figure 4.6: Profil Ly β émis par Z0 = 17 dans un mélange.
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Cha pi t re 5

Conclusion

Nous avons présenté dans cette thèse trois travaux. Le premier travail concerne

le calcul de la fonction d’autocorrélation du microchamp électrique et de la vitesse (pro-

priétés dynamiques). Le deuxième travail concerne le calcul de la fonction de distribution

du microchamp électrique (propriétés statiques), et le troisième travail le calcul du profil

spectral (propriétés spectrales) en utilisant la fonction de distribution du microchamp que

nous avons calculée au deuxième travail. Tous les calculs sont faits pour un plasma à deux

composantes ioniques avec deux composantes neutres (plasma froid).

La dynamique des particules dans le plasma est gouvernée par les champs appliqués

au plasma dus aux particules chargées et aussi aux particules neutres.

Nous avons développé dans le chapitre II, le modèle de calcul des fonctions d’autocorrélations,

qui est basé sur l’équation maîtresse, par le développement de la fonction de mémoire M(t).

La fonction de mémoire joue un rôle important dans l’élaboration de notre modèle théorique,

validé pour le cas d’un plasma fortement couplé.



76

La physique statistique des microchamps créés par les perturbateurs ioniques et

neutres (plasma froid) a été présentée dans le chapitre III. Le modèle de fonction des

distributions est basé sur le développement de Baranger et Mozer ”cluster expansion”.

Notre travail est une extension du modèle de Held, qui considère un plasma à

deux composantes ioniques, au cas d’un plasma à deux composantes ioniques avec deux

composantes neutres.

Dans le quatrième chapitre, nous avons été amenés à étudier et à comprendre

d’abord les formalismes de bases pour l’élaboration d’un profil de raie, ainsi que les différents

modèles qui y sont rattachés. Le calcul est basé sur le travail précédent de la fonction de

distribution du microchamp électrique (chapitre II), où nous avons utilisé les formules de

Held pour les profils de Lyα et Lyβ.
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Ap p e n d i ce A

L’espace de Liouville

L’espace de Liouville L est défini comme le produit tensoriel de l’espace de Hilbert

H et sont dual Hd,

L = H ⊗Hd (A.1)

Les vecteurs de base de cet espace, notés |ifii, sont les dyades |ii hf | construites

à partir d’une base complète de H. On définit sur L le produit scalaire:

­­
if | i0f 0®® = ­i ¯̄i0® hf | f 0®∗ (A.2)

On définit le vecteur A dans L comme suit,

|Aii =
X
i,f

hi |A| fi |ifii . (A.3)

On en déduit d’aprés la définition du produit scalaire,
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hhA| =
X
i,f

hi |A| fi∗ hhif | (A.4)

La trace d’un opérateur Q est telle que,

tr {Q} =
X
f

hhff |Qii (A.5)

La trace d’un produit d’opérateurs Q par S est alors,

tr {Q.S} = ­­S+ |Q®® (A.6)

Appliquée à notre cas, on passe de l’expression de la fonction d’autocorrélation du

dipôle sous forme de trace à son expression dans l’espace de Liouville de la façon suivante,

C(t) = tr
n−→
d (0)

−→
d (t)

o
(A.7)

=
DD−→

d + |{U(t)}|−→d
EE

(A.8)

où U(t) est l’opérateur d’évolution dans l’espace de Liouville.

Un opérateur P de la base de Liouville est défini à partir de l’opérateur p de la

base de Hilbert de la façon suivante,

P = p⊗ I+ − I ⊗ p+ (A.9)

de sorte que le Liouville est défini à partir de l’Hamiltonien,

L =
1

~
¡
H ⊗ I+ − I ⊗H+

¢
(A.10)
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Ap p e n d i ce B

La résolution de l’équation

quartique

On se propose de résoudre l’équation algébrique quartique de la forme:

z4 + az3 + bz2 + cz + d = 0 (B.1)

On fait un changement de variable:

z = x− a/4 (B.2)

On obtient:

x4 + px2 + qx+ r = 0 (B.3)

avec:

p = b− 3a
8
, q = c− ab

2
+

a3

8
et r = d− ac

4
+

a2b

16
− 3

³a
4

´4
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On cherche une racine positive y0 de l’équation cubique:

y3 + αy2 + βy + λ = 0 (B.4)

avec:

α =
p

2
, β =

1

4

·
p2

4
− r

¸
et λ = −

ha
8

i2
Après, on calcule les quantités suivantes:

ϕ =
√
y0, ω1 =

r
−y0 − p

2
+
9

4ϕ
, ω2 =

r
−y0 − p

2
− 9

4ϕ

on remarque que ω1 et ω2 peuvent être réelles où bien complexes. Finalement, on trouve

que les racines de l’équation quartique (B.1) sont:

x1 = −ϕ+ ω1 − a

4
(B.5)

x2 = −ϕ− ω1 − a

4
(B.6)

x3 = ϕ+ ω1 − a

4
(B.7)

x4 = ϕ− ω1 − a

4
(B.8)

Pour la résolution de l’équation cubique (B.4):

y3 + αy2 + βy + λ = 0 (B.9)
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on calcule les quantités suivantes:

p0 =
β

3
−
hα
3

i2
, q0 = 2

hα
3

i3 − αβ

3
+ d , r = q02 + 4p03

s =
3

r
q0 +
√
r

2
+

3

r
q0 −√r
2

, t =
3

r
q0 +
√
r

2
− 3

r
q0 −√r
2

• si ri0; l’équation admet une racine réelle (y1) et deux racines imaginaires (y2) et (y3):

y1 = −s− α

3
, y2 =

s

2
+ i

"
t
√
3

2

#
, y3 =

s

2
− i

"
t
√
3

2

#
(B.10)

• si r = 0 et p = 0; l’équation admet une racine réelle triple:

y = −s− α

3
(B.11)

• si r = 0 et p 6= 0; l’équation admet deux racine réelles:

y1 = −s− α

3
, y2 =

s

2
− α

3
(B.12)

• si rh0; l’équation admet trois racines réelles:

y1 = −2
p
−p0 cos θ (B.13)

y2 = −2
p
−p0 cos(θ + 120◦) (B.14)

y3 = −2
p
−p0 cos(θ + 240◦) (B.15)

avec:

θ =
1

3
arccos

"
q0

2
p
−p03

#
(B.16)
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Université de Ouargla 30000, Algeria

2 Laboratoire des Interactions Ioniques et Moléculaires PIIM, service 232 Centre Saint-Jérôme,
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Abstract. The autocorrelation function for the velocity and for the electric microfield of an impurity
ion in a Two Ionic Component Plasma (TICP) is considered. A simple model is constructed for this
purpose that preserves the exact short time dynamics and the long time global constraint of a given self-
diffusion coefficient. The memory function and then the collision effects associated with the correlation
function for the self-diffusion are expressed in terms of an effective two body interaction via a screened
effective potential. The basic approximation used in our approach is the “disconnected” one that refers
to the collision operator. A comparison of the prediction of this model for the self-diffusion and for the
autocorrelation functions with the results of the molecular dynamics simulation developed in our laboratory
(PIIM) shows an acceptable agreement over a wide range of plasma coupling, impurity ion charge and
concentration.

PACS. 52.20.Dq Particle orbits – 52.65.Cc Particle orbit and trajectory – 47.40.Nm Shock wave
interactions and shock effects – 05.20.-y Classical statistical mechanics

1 Introduction

In the last decade very little progress, despite a certain
number of unexpected features, has been made for the
dynamics properties of the electric field at a neutral point
in a plasma [2–7]. In contrast, the probability distribution
for a given value of the microfield in an equilibrium plasma
is a well-studied problem with an accurate precision.

Our aim in this work is to extend the earlier stud-
ies of the electric field dynamics to the case of charged
impurity ions embedded in TICP itself in neutralizing a
background of negative charges. The reason for this choice
is that, in the general case, the plasma is constituted of
many ionic species. The presence of the charged ion in the
plasma changes the physics of the problem with respect
to the neutral point because the presence of the ion sig-
nificantly changes the charge distribution of the plasma in
its vicinity.

Our model is based on the most important symmetries
of the correlation function and the relationship with the
structure and the transport properties. For example, the
time integral of C(t) must vanish exactly as a consequence
of the field being proportional to the total force on the

a e-mail: meftah@ouargla-univ.dz

ion impurity. For similar reasons, there is a simple and
exact relationship between the ion velocity autocorrelation
function, D(t) =

〈−→
V (t)

−→
V
〉

/
〈
V 2
〉

and the self diffusion
coefficient D through an exact Green-Kubo formula.

The model is then constructed from an exact master
equation for D(t) describing the linear response of the im-
purity ion to an initial perturbation of its velocity, and it
provides a clear interpretation of the dynamics as damped
oscillatory motion in a viscoelastic medium. The complex
many-body dynamics is represented in our model by a
memory function which is approximated by a simple ex-
ponential time relaxation. The time scale for this relax-
ation is fixed by the above-mentioned Green-Kubo for-
mula. The only input required in our model is the initial
values of the autocorrelation function, its derivatives and
the self-diffusion coefficient D. These are calculated using
the “disconnected approximation” [9] for the self-diffusion
coefficient and the HNC equation [8] for the pair correla-
tion (static structure functions). As a result, the two dy-
namic properties D(t) and C(t) obeying linear equations
may be expressed as functions of the self-coefficient D
and the initial data. None of these approximations implies
a priori any limitation with respect to the plasma coupling
strength, ion charge, ion mass or time scale. Consequently,
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the model could be considered as a good candidate for the
description of electric field dynamics over a wide range of
conditions.

The time dependence of this model can be expressed
as a linear combination of three exponentials or modes,
allowing a simple interpretation of the relevant plasma
excitations responsible for the electric field dynamics. At
a weak coupling, all three modes represent purely damped
excitations, while at strong coupling there is one damped
mode and a complex conjugate pair of damped propagat-
ing modes. The conditions of “weak” or “strong” coupling
depend on the plasma coupling, charge, mass and the con-
centrations of the two components. To limit the param-
eters space, we consider the simplest case of the TICP
with the same sign ions which differ in their charge num-
ber in the classical limit. The relevant parameters are then
the TICP coupling constant Γ = βq2

0/as, the charge ra-
tio q0/q, and the mass ratio m0/m, where as is the ion
sphere radius, β = 1/kβT , and parameters with the sub-
script 0 refer to the impurity ion. We have considered here
the TICP with the screened interaction.

The approximation described here for C(t) is a special
investigation of an earlier work which calculated the effects
of ion motion on spectral line broadening in plasma [8,9].
The aim of the present work is then to isolate, via a
Zwanzig projection formalism, the simplest features of the
electric field dynamics from the complexities of the gen-
eral context. This leads to a clear interpretation, analysis
and a comparison with computer simulations.

2 The model

The system considered here is an embedded impurity ion
of mass m0 and charge q0 in an equilibrium with a fully
ionized plasma of structureless point ions. The plasma is
composed of two ionic species. One of them has the same
properties (m0, q0) as the embedded impurity whereas the
other is different (mass m and charge q). We have to deal
with this model because it is close to a realistic system
since in the plasma, at least, one ionic component (species)
is present.The electric field at the impurity ion due to the
rest of plasma is given by:

−→
E =

2∑
α

Nα∑
i=1

−→e α(−→r i −−→r 0) +
−→
E B (1)

where Nα is the number of ions of species α, −→e α(−→r i−−→r 0)
is the field due to the plasma ion at a distance |−→r i −−→r 0|
from the impurity ion and

−→
E B is the field due to the

uniform neutralizing background charge. The equilibrium
autocorrelation function of the electric field is defined by:

C(t) =
〈−→

E (t)
−→
E
〉

/
〈
E2
〉

(2)

where the brackets 〈....〉 denote an equilibrium Gibbs en-
semble average. As denoted in the introduction, this func-
tion plays a central role in many theories of radiative and

transport processes in plasmas. A closely related function
for transport properties is the velocity autocorrelation:

D(t) =
〈−→

V 0(t).
−→
V 0

〉
/
〈
V 2

0

〉
(3)

where
−→
V 0 is the velocity of the impurity ion. The auto-

correlation function C(t) measures the fluctuations in a
collective property of the TICP while D(t) measures fluc-
tuations in a property of the impurity ion. However, these
are directly related by Newton’s first law

∂2D(t)
∂t2

= −ω2
0C(t), ω2

0 =
(
βq2

0/3m0

) 〈
E2
〉
. (4)

The interpretation of our model is more direct in terms
of D(t). First, a formally exact equation is derived by us-
ing the Zwanzig projection operator (see Appendix A.1):

∂2D(t)
∂t2

+ ω2
0D(t) +

∫ t

0

dτM(t − τ)
∂D(τ)

∂τ
= 0 (5)

M(0) = ω2
1 − ω2

0 , ω2
1 =

〈
.

E
2
〉

/
〈
E2
〉

(6)

where
.

E indicates the time derivative of the microfield−→
E (t) at t = 0. Equation (5) describes the impurity ion
dynamics as oscillations in a viscoelastic medium with the
characteristic frequency ω0 and shows a frequency depen-
dent damping given by the Laplace transform of M(t). All
many-body effects of the medium on the impurity that
are not explicit in (5) are contained in the detailed form
of M(t) [6]. Our fundamental assumption here, is that, it
is sufficient to include only the magnitude of this function
through its exact initial value M(0) and a characteristic
time scale of its decay [6]. Consequently, M(t) is approx-
imated by:

M(t) = M(0)e−λt. (7)

The precise form of λ is fixed by the Green-Kubo expres-
sion for the self diffusion coefficient, D, in terms of the
velocity autocorrelation function as [6]:

βm0D =
∫ ∞

0

dtD(t). (8)

The use of (5) with (7) in order to determine the right
hand side of (8), leads to the identification:

λ =
(
ω2

1/ω2
0 − 1

)
/ (βm0D) . (9)

Equations (5–7) and (9) define the approximate model
for D(t) and through (4), the electric field autocorrela-
tion function. Furthermore, the exact time integrals of
C(t) and D(t) are assured through (4) and (8). The in-
put data ω0, ω1, and D might be taken directly from a
computer simulation. Alternatively, as will be discussed
below, additional independent approximations may be in-
troduced to allow a practical calculation of these param-
eters.

The choice of (q0/q), (m0/m), Γ and (n1/n2) will de-
termine whether the solutions are a pair of oscillatory
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functions (under-damped), or three real exponential func-
tions (over-damped). More generally, if λ/ω0 is not large,
the medium exhibits “memory” and the damping is mod-
ified on time scales of the order of λ−1. Thus, there are
only four parameters that completely characterize the dy-
namics of the model ω0, ω1, λ and the ratio (n1/n2). It
is therefore, straightforward to solve (5) by Laplace trans-
form, yielding D(t) and C(t) as the sum of three exponen-
tials:

D(t) =
∑

Die
zit, C(t) =

∑
Cie

zit (10)

where the coefficients Di and Ci are given by:

Di = −(ω0/zi)2Ci (11)

C1 =(λ + z1)z1(z3 − z2)/∆ C2 = (λ + z2)z2(z1 − z3)/∆
(12)

C3 =(λ + z3)z3(z2 − z1)/∆ ∆ = (z1−z2)(z2−z3)(z3−z1)
(13)

and the {zi} are solutions to the cubic equation:

z3 + λz2 + ω2
1z + λω2

0 = 0 (14)

depending on the values of λ, ω0 and ω1: the solutions may
be either real or complex. This ends the theoretical model
description, and to evaluate its predictions it must be com-
pared to the corresponding molecular dynamics simula-
tions (MDS). Such simulations have been used in many
areas of physics to provide statistical information, static
as well dynamic properties of many physical quantities. A
standard MDS is devoted to solve numerically Newton’s
Law in a many-body system. It consists of a few hun-
dred particles (ions) interacting via a screened Coulomb
potential moving in a cubic box with periodic boundary
conditions, maintaining the system in a stationary state
at a fixed temperature and density. To accomplish this, it
is assumed in MDS that the forces between the ions are
conservative, two-body forces, that is, energy is conserved
and the total force acting on the ion (the impurity in our
case) due to the other ions is the sum of the forces be-
tween the pairs of ions. Once the force on the impurity
ion is known at the initial time (boundary conditions),
the MDS enables us to follow the ion trajectory and to
know, at any subsequent time, the impurity velocity

−→
V (t)

and the microfield
−→
E (t) acting on this impurity. The ac-

knowledgment of these time dependent quantities,
−→
V (t)

and
−→
E (t), is sufficient to compute the autocorrelation mi-

crofield function C(t) =
〈−→

E (t)
−→
E (0)

〉
and the autocorre-

lation velocity function D(t) =
〈−→

V (t)
−→
V (0)

〉
.

The analysis made up to this point applies for arbi-
trary interaction potentials and plasma composition. To
illustrate the physical content of the model, we consider
the special case of the TICP with an impurity ion of the
same mass and the same charge (m0, q0) for one compo-
nent of the plasma ions. In this case, there is only one
dimensionless parameter characterizing the plasma state

Table 1. Diffusion coefficient of Ar+17 in (Ar+17, He+1) with
different concentrations.

Ar+17% He+1 D∗
Ar

25 75 1.8

50 50 2.84

75 25 8.34

90 10 18.61

condition, Γ = q2
0β/as with as = (4/3niπ)

1
3 is the average

interparticle distance (ion sphere radius ) and ni = n1+n2

is an ionic plasma density. Table 1 shows the Γ dependence
on ω0, ω1 (in units of the electronic plasma frequency ωp

defined by ω2
p = 4πnee

2/me), and D∗ = D/
(
a2

sωp

)
is

evaluated for screened interactions treated in the present
paper.

3 Determination of parameters λ, ω0, ω1

We attempt now to determine all the parameters neces-
sary in the description of the dynamics. These parameters
allow us, first, to solve the algebraic equation (14) and
then to describe the dynamics properties of the ionic mix-
ture. We shall see, as mentioned in the introduction, that
these parameters are at first sight directly related to the
initial values of the autocorrelation function and its first

derivative
(

ω2
0 ∼ C(0) ∼ 〈E2

〉
and ω2

1 ∼
.

C(0) ∼
〈

.

E
2
〉)

and secondly related to the static pair functions like
g0α(r).

Consider first ω0 defined by (4),

ω2
0 =

(
βq2

0

3m0

)〈
E2
〉

= −
(

βq0

3m0

)〈−→
E .

−→∇0U
〉

(15)

where U is the potential energy of the interaction between
the impurity ion and the surrounding plasma. This expres-
sion (15) can be rewritten, after making a part integral, as:

ω2
0 = −

(
q0

3m0

)〈−→∇0
−→
E
〉

. (16)

It is noted here that the background does not contribute
to ω2

0 , so: −→∇0
−→
E B = 0 (17)

and then

ω2
0 = −1

3

2∑
α=1

(
nαq0

m0

)∫
d−→r (−→� 0

−→e α(r))g0α(r) (18)

where g0α(r) is the pair radial distribution function for
the probability of finding a ion of species α at a distance r
from the impurity ion of mass m0 and charge q0, nα is the
density of species α, and:

−→∇0.
−→e α(−→r ) = −∆Uα(r) = −

(
∂2

∂r2
+

2
r

∂

∂r

)
Uα(r) (19)
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Uα(r) =
qα

r
exp(−KDr) (20)

where KD is the mean screening factor defined by:

KD =

(
2∑

α=1

4πnαz2
αβe2

)1/2

. (21)

After the substitution of these relations in (18), we obtain:

ω2
0 = −1

3

∑
α

(
mαq0

m0qα

)
ω2

αpI0α (22)

where;

I0α = 1 +

∞∫
0

rK
2

D exp(−KDr) [g0α(r) − 1]dr (23)

mα, qα are the mass and the charge of the ion of species α.
Next, consider ω2

1 defined by (6), (see Appendix A.2):

ω2
1 =

(
βq2

0

3m0ω2
0

)〈
.

E
2
〉

=
(

q2
0

3m0ω2
0

)(〈[
∂Ek

∂r0j

]2〉

+
2∑

α=1

Nα∑
i=1

(m0/mα)

〈[
∂ej

α(−→r i −−→r 0)
∂r0j

]2〉)
. (24)

To evaluate the first term on the right side of (24), we
write the field at the impurity as

−→
E =

−→
E′ +

−→
E B and note

here that the uniform background is isotropic:

∂Ek
B

∂r0j
=

1
3
δjk

−→∇0 · −→E B (25)

and so,〈[
∂Ek

∂r0j

]2〉
=〈[

∂E′
k

∂r0j

]2〉
+

1
3
(∇0 · EB)2 + 2(∇0 · EB) 〈∇0 · E′〉 (26)

and then,

ω2
1 =

(
q2
0

3m2
0ω

2
0

) 2∑
α=1

(
nαm0

µα

)∫
d−→r
[
∂ek

α(−→r )
∂rj

]2
g0α(r)

+
1

9ω2
0

{
2∑

α=1

(
nαq0

m0

)∫
d−→r ∇eα(r)g0α(r)

}2

+
(

q2
0

m2
0ω

2
0

) 2∑
α=1

2∑
σ=1

nαnσ

∫
d−→r
∫

d−→r ′
[
∂ek

α(−→r )
∂rj

]
×
[
∂ek

σ(−→r )
∂r

]{
g(3)

ασ (r, r′) − g0α(r)g0σ(r′)
}

(27)

where µα = m0mα/(m0 + mα) is the reduced mass of
pair (ion of species α-impurity ion). Via equation (18),
the second term of the last formula can be simplified to
give the form,

ω2
1 = ω2

0 +
(

q2
0

3m2
0ω

2
0

) 2∑
α=1

(
nαm0

µα

)∫
d−→r
[

∂eαj(r)
∂r0k

]2
g0α(r)

+
(

q2
0

3m2
0ω

2
0

) 2∑
α=1

2∑
σ=1

nαnσ

∫
d−→r
∫

d−→r ′
[

∂eαj(r)
∂rk

] [
∂eσj(r)

∂r

]
×
{

g(3)
ασ(r, r′) − g0α(r)g0σ(r′)

}
. (28)

Neglecting the last term, it allows us to express ω2
1 as:

ω2
1 = ω2

0

(
1 +

q0

3m0ω4
0

2∑
α=1

(
nαm0

µα

)

×
∫

d−→r
[
d−→e αi(r)

drk

]2
g0α(r)

)

= ω2
0 +

q0

3m0ω2
0

2∑
α=1

(
nαm0

µα

)
×
∫ ∞

0

r−4dr exp(−2KDr)

×
[
6 + 12KDr + 10(KDr)2

+ 4(KDr)3 + (KDr)4
]
g0α(r). (29)

It is understood here that the integration variable r

and the screening factor K
−1

D are expressed in units of
the ion sphere radius as. The calculations proposed here
are based on two approximations. The first is to neglect
the last term in the expression (28). The second is the
use of an empirical expression to evaluate the radial dis-
tribution function g0α(r) [7]. The first approximation is
justified and acceptable because the neglected term deals
with a three body interaction for which the corresponding
third function is small with respect to the pair function
(g(3) � g(2)). The second approximation is well justified
for strong coupling and it is simplest to work with the
Coulomb radial function g0α(r) given by [7] instead of the
screened radial function for which we do not have an an-
alytical expression.

Finally, thanks to the “disconnected approximation”
for the collisional operator [11], we obtain the self-
coefficient diffusion D as:

D−1 =

1
6πmi

2∑
α,β

∞∫
0

k4dkṼ0iα(k)C̃0β(k)

+∞∫
−∞

dωSαβ(k, ω)Ss
0(k, ω)

(30)

where Sαβ(k, ω) is the dynamic structure factor for den-
sity fluctuations in species α and β, Ss

0(k, ω) is the self-
structure factor for the impurity ion that is taken as:

Ss
0(k, ω) = (1/k)(πβm0/2)1/2 exp

(−mβω2/(2k2)
)
. (31)
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S11 =
n1

[
1 + n1ĥ11(k)

]
I1 [1 − n2ĉ22(k)(1 − ZI2)] + n2n

2
1ĉ12(k)ĥ12(k)(1 − ZI1)I2

[1 − n1ĉ11(k)(1 − ZI1)] [1 − n2ĉ22(k)(1 − ZI2)] − n1n2ĉ2
12(k)(1 − ZI2)(1 − ZI1)

S22 =
n2

[
1 + n2ĥ22(k)

]
I2 [1 − n1ĉ11(k)(1 − ZI1)] + n1n

2
2ĉ12(k)ĥ12(k)(1 − ZI2)I1

[1 − n1ĉ11(k)(1 − ZI1)] [1 − n2ĉ22(k)(1 − ZI2)] − n1n2ĉ2
12(k)(1 − ZI2)(1 − ZI1)

S21 =
n1n2ĥ12(k))I2 [1 − n1ĉ11(k)(1 − ZI1)] + n2n1ĉ12(k)(1 − ZI2)I1

[
1 + n1ĥ11(k)

]
[1 − n1ĉ11(k)(1 − ZI1)] [1 − n2ĉ22(k)(1 − ZI2)] − n1n2ĉ2

12(k)(1 − ZI2)(1 − ZI1)

S12 =
n1n2ĥ12(k))I1 [1 − n2ĉ22(k)(1 − ZI2)] + n2n1ĉ12(k)(1 − ZI1)I2

[
1 + n2ĥ22(k)

]
[1 − n1ĉ11(k)(1 − ZI1)] [1 − n2ĉ22(k)(1 − ZI2)] − n1n2ĉ2

12(k)(1 − ZI2)(1 − ZI1)
. (37)

Ṽ0α(k) is the Fourier transform of the pair potential inter-
action of the impurity with an ion of species α, and C̃0α(k)
is the corresponding Fourier transform of the direct cor-
relation function for the interaction with species α,

C̃0α(k) = −βṼ0α(k). (32)

Now we need the expression of the dynamic structure
factor Sαβ(k, ω) of the density fluctuation in species α
and β. These factors can be derived from kinetic theory
as follows.

All the transport phenomena can be obtained from
kinetic equations of transport [10,11]:(

z + i

−→
k −→p
mα

)
Sα,β(

−→
k , z,−→p ,−→p ′) =

− i

2∑
σ=1

∫
d−→p ′′Φα,σ(

−→
k , z,−→p ,−→p ′′)Sσ,β(

−→
k , z,−→p ′,−→p ′′)

+ nαφα(−→p )
[
δα,βδ(−→p −−→p ′) + nβhαβ(

−→
k )φβ(−→p ′)

]
(33)

where φα(p) is the Maxwell-Boltzmann distribution for
species α and hαβ(k) is the Orstein-Zernike pair function
defined by:

hαβ(k) =
∫

d−→r exp
(
i
−→
k −→r

)
(gαβ(r) − 1) (34)

and the kernel Φα,σ(k, z, p, p′′) is the collision operator
defined by:

Φα,σ(k, z, p, p′′) = −nα
kp

mα
φα(p)Cασ(k)+Mασ(k, z, p, p′).

(35)
In our model we shall keep only the first term on the

righthand side of the last equation. After inserting the
expression for Φα,σ(k, z, p, p′′) in (33) and integrating out
over the momentum p and p′, we obtain a closed system
of four autonomous algebraic equations for Sαβ:

nSαβ(k, z) =

i

∫
dp

nα(kp/mα)
z + i(kp/mα)

φα(p)
2∑

σ=1

nSσβ(k, z)Cασ(k)

+ (inαδαβ + nαnβhαβ(k))
∫

dp
φα(p)

z + i(kp/mα)
(36)

for which the solutions are:

See equation (37) above.

In principle, these results enable us to calculate the dif-
fusion coefficient D. By substituting (31), (34) and (37)
in (39) we can also calculate the parameter λ:

λ =
1

m0β

(
ω2

1/ω2
0 − 1

)
D−1

=
(

ω2
1/ω2

0 − 1
6πβm2

0

) 2∑
α,β

∞∫
0

k4dkṼ0α(k)C̃iβ(k)

×
+∞∫

−∞
dωSαβ(k, ω)Ss

0(k, ω). (38)

Once the three parameters ω0, ω1 and λ are obtained we
are able to find the cubic equation solutions of (14) and
discuss their relationships with the dynamic properties.

4 Discussion and results

We have presented a model for the auto-correlation func-
tion C(t) of the electric field at the impurity and D(t) of
the velocity of the impurity in TICP. This model is based
on the exact master equation (5) and the second deriva-
tive equation (4). The self-diffusion coefficient is treated
by the velocity autocorrelation function and the Green-
Kubo relation (8). However, as seen in Figures 1 and 2,
the function D(t) is slowly decaying and its time integral
requires a long simulation time.

In our model, we have started to compute the diffusion
coefficient in two different ways. The first is related to the
static and dynamical structure factors via formula (30).
The second is related to the Molecular Dynamics Simula-
tion (MDS). The result is found to be in good agreement
for different coupling parameters and different concentra-
tions see Tables 1, and 2.

At the second stage, we compute theoretically the au-
tocorrelation functions through solving the algebraic cu-
bic equation (14). We find in general three solutions. In
the case of a strong coupling parameter Γ , two of these
solutions (modes) are complex (z, z∗) and the microfield
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Fig. 1. Autocorrelation microfield function C(t)(1) and auto-
correlation velocity function D(t)(2) of a pure Ar(17+) with
Γ = 3.027. (.....) the simulation and (—) our model.

Fig. 2. Autocorrelation microfield function C(t) and Autocor-
relation velocity function D(t) of a Ar(17+) at concentration
p = 0.1 in He(+), with Γ = 0.3. (.....) the simulation and (—)
our model.

autocorrelation function C(t) exhibits an important time
oscillation with a frequency equal to imaginary part of the
complex solution. While the real part expresses the time
decay (damping) of C(t) or one can equally say, the time
decay of the memory effect due to the interaction of the
impurity with the medium. In the weak coupling parame-
ter Γ , the three solutions are real, and the oscillations of
C(t) become very slow and disappear when the coupling
Γ goes to zero and the damped regime takes place.

In Figures 1, 2 and 3, we have presented the autocorre-
lation functions both for the electric field at the impurity
and the velocity of the impurity in TICP. We show a good
agreement between those obtained by MDS developed in
our laboratory PIIM and our theoretical model. The cal-

Fig. 3. Autocorrelation microfield function C(t) and Autocor-
relation velocity function D(t) of a Ar(17+) at concentration
p = 0.5 in He(+) with Γ = 0.22. (.....) the simulation and (—)
our model.

Table 2. Diffusion coefficient of He+2 in (50%He+2, 50%H+1)
with different coupling.

Γ D*(model) DMD

0.02 231.827 223.75
0.04 78.52 71.08
0.2 7.58 6.20
1.00 0.91 0.75

culation and the comparison have also been made for dif-
ferent concentrations of the mixture (Ar17+/He+) and
different coupling parameter Γ (gamma). Nevertheless, we
mention that there is a bit of a difference between the
theoretical model and the MDS in the case of weak cou-
pling. This may be due to an inadequacy in the theoretical
model regarding, as we know, the use of g0α(r) which is
suitable only for strong coupling.

In conclusion, we have presented a model which pro-
vides an exact autocorrelation function both for the elec-
tric field at the impurity and the velocity of the impurity.
The comparison of the Dynamic Molecular Simulation
(DMS) results with those obtained in the model shows a
good agreement. The comparison was made and extended
to many values of the physical parameters like the coupling
gamma, concentration of the impurity p = n2/(n1 + n2)
whereas the electronic density n was fixed. The agreement
with the DMS should provide a very powerful tool to inves-
tigate many dynamic properties and transport phenomena
in ionized media such as a plasma and electrolytic solu-
tions.

Appendix A

A.1 Establishment of the master equation for D(t)

The velocity autocorrelation function obeys a general
equation (5). This equation is derived using the Zwanzig
projection operator. One is interested in a dynamic vari-
able (position, velocity, field...) yα(t) which obeys the
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Liouville equation:

yα(t) = exp(Lt)yα(0), Lyα = {yα, H} . (39)

The time derivative of (39) is:

dyα(t)
dt

= Lyα(t). (40)

A projection operator P is defined as [6]

Px = yαg−1
αβ 〈yβx〉 , with gαβ = 〈yαyβ〉 . (41)

Applying this projection operator to the equation (40), we
find:

P
.
yα(t) = PL [Pyα(t) + (1 − P )yα(t)] . (42)

Putting: Zα(t) = Pyα(t) and Wα(t) = (1−P )yα(t), then:

Wα(t) = exp(QLQt)Wα(0)

+

t∫
0

exp(QLQ(t − τ)LPZα(τ)dτ. (43)

Since Q = 1 − P is also a projection operator, one can
write

.

Zα(t) = PLZα(t) + PL

t∫
0

exp(QLQ(t − τ))LPZα(τ)dτ.

(44)
As: PZα(τ) = P 2yα(τ) = Pyα(τ), then:

P
.
yα(t) = PLPyα(t) + PL

t∫
0

exp(QLQ(t− τ))LPyα(τ)dτ

(45)
which is translated by

P

.
yα(t) − LPyα(t) − L

t∫
0

exp(QLQ(t − τ))LPyα(τ)dτ


= 0 (46)

or:

.
yα(t) = LPyα(t)+L

t∫
0

exp(QLQ(t−τ))LPyα(τ)dτ. (47)

Let’s multiply the equation (47) on the left by yβ and
carry out the statistical Gibbs average:〈
yβ

.
yα(t)

〉
= 〈yβLPyα(t)〉

+

〈
yβL

t∫
0

exp(QLQ(t − τ))LPyα(τ)dτ

〉
. (48)

If we put:
Kβα(t) = 〈yβyα(t)〉 (49)

and apply the definition (41) for the computation of the
derivative of Kβα(t), we obtain a master equation:

dKβα(t)
dt

= ΩβσKσα(t)+

t∫
0

Mβσ(t − τ)Kσα(τ)dτ (50)

where:

Ωβσ = 〈yβLyγ〉 g−1
γσ and Mβσ(u)

= 〈yβL exp(QLQ(u))Lyγ〉 g−1
γσ . (51)

When choosing the matrix [g] as [6]:

gαβ = δαβgαα, where g11 =
〈
V 2

0

〉
and g22 =

〈
E2
〉

(52)

one can show the following results:

Ω11 = Ω22 = 0, Ω12 = −Z0e

m0
, Ω21 =

Z0e

m0

〈
E2
〉

〈V 2
0 〉

and

M11(u) = M22(u) = M21(u) = 0,

M22(0) = − (ω2
1 − ω2

0

)
.

Putting β = 2 in the equation (50) and using the re-
sults in (51), we obtain:

dK2α(t)
dt

= Ω21K1α(t)+

t∫
0

M22(t − τ)K2α(τ)dτ (53)

and using:

dK1α(t)
dt

=
d

dt
〈y1yα(t)〉 =

d

dt
〈y1(−t)yα(0)〉

= −Z0e

m0
〈y2yα(t)〉 = −Z0e

m0
K2α(t) (54)

and so after substituting the equation (54) in (53) and
putting α = 1, we find equation (5){

d2

dt2
+

(Z0e)
2

m2
0

〈
E2
〉

〈V 2〉

}
D(t)−

t∫
0

M22(t− τ)
dD(τ)

dt
dτ = 0.

(55)

A.2 Evaluation of ω2
1

The parameter ω2
1 is defined by the equation (6):

ω2
1 =

(
βq0

3m0ω2
0

)〈
.

E
2
(0)
〉

=
(

βq2
0

3m0ω2
0

)〈
dEk(0)

dt

dEk(0)
dt

〉
(56)
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where the repeated indices stand for the sum on k.

dEk(0)
dt

=

∑
α

Nα∑
i=1

∂ek
α(−→r i −−→r 0)

∂r0j

d(−→r i −−→r 0)
dt

+
∂Ek(−→r 0)

∂r0j

d−→r 0

dt

or again after some arrangements:

dEk(0)
dt

=
∑
α

Nα∑
i=1

−→
V j

i

dek
α(−→r i −−→r 0)

d−→r 0j
+
−→
V j

0

dEk(−→r 0)
dr0j

which finally gives the expression:

ω2
1 =

∑
α

Nα∑
i=1

mα

m0

〈(
∂ek

α(−→r i −−→r 0)
∂−→r 0j

)2
〉

+
q2
0

3m2
0ω

2
0

〈(
∂Ek(−→r 0)

∂−→r 0j

)2
〉

(57)

we notice that the second term of the second member can
be written otherwise:

∂Ek(−→r 0)
∂r0j

=
∑

α

Nα∑
i=1

∂ek
α(−→r i −−→r 0)

∂r0j
+

∂Ek
B(−→r 0)
∂r01

=
∂ek

α(−→r 0)
∂r01

+
1
3
δk1∇0E

k
B(−→r 0) (58)

with
−→∇0

−→
E B(−→r 0) = 0, (59)

then

ω2
1 =

∑
α

Nα∑
i=1

mα

m0

〈(
∂ek

α(−→r i −−→r 0)
∂−→r 0j

)2
〉

+
q2
0

3m2
0ω

2
0

∑
α

Nα∑
i=1

〈(
∂ek

α(−→r i −−→r 0)
∂−→r 0j

)2
〉

. (60)

The last expression involves N identical terms in the sum,
if we compute the average for one term:

〈(
∂ek

α(−→r i −−→r 0)
∂−→r 0j

)2
〉

=

∫
d−→r 0d

−→r 1...d
−→r Nρeq

(
∂ek

α(−→r i −−→r 0)
∂−→r 0j

)2

(61)

and we change the integration variables:

−→r i −−→r 0

2
= −→r and

−→r i + −→r 0

2
=

−→
R (62)

we find:

ω2
1 =

1
9ω2

0

{∑
α

(
nαq0

m0

)∫
d−→r −→∇0.

−→e α(−→r )g0α(r)

}2

+
q2
0

3m2
0ω

2
0

∑
α

(
nαm0

µ0α

)Nα∑
i=1

∫
d−→r
(

∂ek
α(−→r )
∂rj

)2

g0α(r)

+
(

q0

3mω0

)2∑
α

∑
σ

nαnσ

∫
d−→r d−→r ′

(
∂ek

α(−→r )
∂rj

)
×
(

∂ek
σ(−→r )
∂rj

)(
g(3)

ασ (−→r ,−→r ′) + gα(r)gσ(r′)
)

here µ0α is the reduced mass and g0α(r) is the distribution
function of the pair (impurity ion -ion of species α) and
finally the parameter ω2

1 is given by:

ω2
1 = ω2

0 +
q2
0

3m2
0ω

2
0

×
∑
α

(
nαm0

µ0α

) Nα∑
i=1

∫
d−→r
(

∂ek
α(−→r )
∂rj

)2

g0α(r)

+
(

q0

3mω0

)2∑
α

∑
σ

nαnσ

∫
d−→r d−→r ′

(
∂ek

α(−→r )
∂rj

)
×
(

∂ek
σ(−→r )
∂rj

)(
g(3)

ασ (−→r ,−→r ′) + gα(r)gσ(r′)
)

. (63)

Neglecting the third term in the last formula and per-
forming the divergence calculus in the second term (using
the screened potential), we obtain:

ω2
1 = ω2

0 +
q2
0

3m2
0ω

2
0

×
∑
α

(
nαm0

µ0α

) Nα∑
i=1

∫
d−→r
(

∂ek
α(−→r )
∂rj

)2

g0α(r).
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Résumé 
 Dans cette thèse nous avons calculé pour la première fois la fonction de la 
distribution du microchamp électrique, dans un plasma à deux composantes 
(ions+neutres) par l’utilisation de la formule de Baranger-Mozer (cluster 
expansion). Pour cela nous avons tenu compte de l’interaction ion-neutre. 

Un calcul des fonctions d’autocorrélation du champ électrique subit par 
un ion impureté et de la vitesse de la même impureté a été développé à partir 
d’un modèle théorique. Ce modèle basé sur la fonction de mémoire, est  valable 
dans le cas d’un plasma fortement couplé. 
Enfin, nous avons appliqué et testé nos résultats de la  fonction de la distribution 
du microchamp électrique obtenus au cas de profile de la raie Ly-α  et Ly- β . 
Les résultats obtenus encouragent les chercheurs à améliorer le modèle tenant 
compte des ordres supérieurs. 
   
Abstract 
  In this thesis the electric microfield distribution in multicomponent 
plasmas (ions + neutrals) is treated completely for the first time, by using the 
methods Baranger-Mozer (cluster expansion). It is to be noted that it was 
necessary to include the interaction ion-neutral. 
 Computing of autocorrelation function of the electric field seen by 
impurity ion and of velocity of the same impurity has been developed using a 
theoretical model. This model based on the memory function, is valid for 
strongly coupled plasma   
 Finally, we applied and tested our results of the electric microfield 
distribution to treat the shape of Ly-α  and Ly- β lines. These results stimulate us 
to improve the electric minofield distribution models for higher order 
corrections. 

 
 المختصر

ا  مرة دوال توزيع الحقل الكهربائي الناشئ عن بلازمللأول خلال هذا العمل تم حساب من 
 المشابهة للنشر العنقودي Baranger-Mozer باستعمال طريقة )متعادلات+ايونات(ثنائية المركبات 

)cluster expansion (متعادل- من اجل ذلك أخذنا بعين الإعتبار الكمون ايون. من الدرجة الأولى . 
 الكهربائي الناتج عن ايون شارد والسرعة لنفس الايون طورت من للحقل حساب دوال الترابط 

 التى هي صالحة من اجل بلازما قوية ,الذاكرة هذا النموذج مرتكز على دالة . نموذج نظريخلال
 .الأرتباط

 النهاية قمنا بتطلبيق نتائج دوال توزيع الحقل الكهربائي التى انجزناها وذلك ضمن خطوط 
 

في
النتائج المتحصل عليها تشجع الباحثين على تطوير النموذج الى   .Ly- β   و  Ly-α الطيف 

 .تقريبات احسن




