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0.1 Introduction générale

Le théorème adiabatique est un concept important en mécanique quantique. Sa forme

originale [1] est énoncée en 1928 par Max Born et Vladimir Fock de la manière suivante :

Un système physique est maintenu dans son état propre instantané si la perturbation

qui agit sur lui est su�samment lente, et s'il y a un intervalle signi�catif entre la va-

leur propre et le reste du spectre du hamiltonien. Dans la référence [2], M V. Berry a

vu qu'il existe une phase acquise par les états propres instantanés après une évolution

cyclique dans l'espace des paramètres classiques. Cette phase dite de Berry est une phase

quantique qui se manifeste dans l'étude des systèmes quantiques en évolution adiabatique

à travers des paramètres classiques qui évoluent beaucoup plus lentement que le temps

propre quantique, c'est à dire le temps caractéristique d'une transition entre deux états

[3, 4]. L'idée est que le système quantique a toujours le temps pour s'adapter aux change-

ments environnementaux, et passe par une succession d'équilibre instantané (et donc états

propres instantanés). L'hypothèse adiabatique suppose que la variation de perturbation

est su�samment lente par rapport au temps caractéristique, pour un petit nombre de vec-

teurs propres instantanés impliqués dans la description du système. Cela se produit par

exemple dans le problème que nous étudions : l'interaction d'une molécule ou un atome

avec le rayonnement dans un plasma soumis à une perturbation externe dépendante du

temps). Dans cette thèse nous allons exposé de façon détaillée ce théorème important,

puis l'exploité pour en tirer les conséquences sur les pro�ls de raies dans un plasma. En

gardant le concept de ce théorème [3, 4], la fonction d'onde décrivant l'émetteur et son

environnement (représentée par le champ électrique dépendant du temps en plus du micro-

champ électrique de plasma ) est égale à une superposition des états propres instantanés.

Dans son analyse original, Berry a considéré un système quantique de spectre d'énergie

discret et non dégénéré dont la dynamique est décrite par un ensemble des paramètres

classiques
−→
F (t), qui varient lentement sur l'échelle de temps du système quantique. Il a

montré que si
−→
F (t) varie adiabatiquement à travers d'un cycle dans l'espace des para-

mètres classiques, et le système quantique etait initialement dans un état propre |E(0)〉
du hamiltonien H(0), le système quantique retournera à son état initial |E(0)〉 à la �n

du cycle avec un facteur de phase supplémentaire exp(ıγ). Le nouveau élément ici est que

la phase γ contient une contribution γB dont l'origine est profondément géométrique [5,

6]. γB est appelé la phase de Berry. Récemment, le théorème adiabatique a été étendu

pour le cas dégénéré, et pour les perturbations non cycliques [7]. Quelques années après la

découverte de Berry, J. Moody [8] a suggéré que la phase de Berry devrait être observable

en résonance magnétique nucléaire. Par ailleurs, il est a�rmé que la phase de Berry peut

produire une décomposition dans les niveaux d'énergie du spin résonant qui altère les

fréquences des résonances observées. Cette décompostion a été observée dans la suite par

Suter [9]. La phase de Berry a été observée aussi dans un grand nombre d'expériences.

D'autre part, Matveev et Musakhanov [10, 11] ont montré que la phase de Berry peut

contribuer dans le spectre optique des atomes placés dans un champ électrique variant
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lentement (adiabatique). Ils ont démontré qu'il existe une décomposition due à la rotation

du champ pas très di�érente de la décomposition Stark. Dans la théorie du rayonnement

dans les plasmas, peu des travaux ont été réalisés en appliquant l'approximation adiaba-

tique (AA). Par exemple, Van Regemorter et Sahal-Bréchot [12] ont étudié les collisions

électroniques dans le cadre de (AA). Griem [13] a appliqué dans le même contexte cette

approximation dans le calcul de l'opérateur de l'évolution. De même,V. S. Lisitsa [14] a

discuté cette approche pour di�érentes situations de plasma, mais dans tous ces travaux la

phase de Berry n'était pas prise en compte. Notons aussi que d'autres travaux [15, 16, 17]

ont été concentrés sur l'étude des pro�ls des raies dans les plasmas placés dans un champ

électrique oscillant, c-à-d que la condition de l'adiabaticité n'a pas été mentionnée. Cela

implique que ces changements ne peuvent pas être comparés aux changements apportés

par l'approximation adiabatique.

Dans notre travail, nous considérons cette phase, en plus de la phase dynamique de

la fonction d'onde pour étudier l'élargissement des pro�ls des raies. Dans le premier cha-

pitre, nous allons poser le formalisme général des pro�ls de raies. Nous avons consacré le

deuxième chapitre au calcul de la phase géométrique à l'aide de deux exemples : atome

soumis à un champ électrique oscillant, et une particule de spin 1/2 placée dans un champ

magnétique oscillant, ensuite nous avons présenté un exposé détaillé du théorème adia-

batique en dérivant la phase géométrique. Dans le troisième chapitre, nous rappellons de

certaines bases du théorème adiabatique en soulignant le rôle de la phase Berry dans la

théorie du rayonnement dans les plasmas, et nous montrons aussi que la fonction d'auto-

corrélation dipolaire (FACD) est a�ectée par cette phase. Nous avons appliqué les résultats

précédents pour calculer FACD de la raie Lyman-alpha en montrant une décomposition

supplémentaire des états du système non perturbé. Dans le troisième chapitre, on va

prendre une moyenne sur le micro-champ électrique de toutes les composantes ioniques

du plasma. Nous avons calculé l'expression de la raie Lyman-alpha sans structure �ne

en montrant l'importance de la phase Berry. Ceci est fait pour di�érentes valeurs ε0 du

champ électrique extérieur, di�érentes fréquences ω0, et di�érentes densités du plasma.

Nous avons montré, lorsque ω0 (la fréquence d'un champ électrique non-résonnant de

plasma agissant sur l'atome) tend vers zéro, la phase (la décomposition de Berry) dispa-

raît, et quand ω0 augmente (en restant dans le domaine de validité de AA), cette phase

contribue à l'élargissement de la raie (l'apparence de la décomposition de Berry). Nous

avons conclu ce chapitre par quelques remarques.

Dans le dernier chapitre, nous avons appliqué l'approche de l'intégrale de chemins

dans la théorie du rayonnement des plasmas. Cette méthode est introduite récemment

dans ce domaine par [18] pour valider les résultats reconnus concernant les pro�ls de raies

dans un plasma. Ces travaux ont été fait dans l'approximation statique et dynamique.

Dans cette thèse, nous avons calculé également la fonction d'auto-corrélation du dipôle

électrique par la méthode de l'intégrale de chemin, puis nous avons discuté les di�érentes

approximations.
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Chapitre 1

Théorie générale des pro�ls de raies

1.1 Introduction

La naissance de la physique quantique date depuis plus d'un siècle et sa description

des phénomènes physiques, qui a transformé notre vision du monde, n'est toujours pas

remise en cause. Ses prédictions ont toujours été con�rmées par l'expérience avec une

précision impressionnante. Aujourd'hui les concepts associés à la physique quantique sont

utilisés de manière quotidienne par de nombreux physiciens et chimistes, qui sans être

des spécialistes de physique quantique doivent en maîtriser quelques ingrédients de base :

espace des états, niveaux d'énergie, transition entre états.

L'étude de l'interaction d'atomes ou de molécules avec des champs électromagnétiques,

nécessite le développement de nouveaux outils de modélisation rendant compte de la

dynamique quantique et la physique atomique de ces systèmes. Le rayonnement émis

par système atomique, moléculaire ou ionique porte la marque des diverses perturbations

qui agissent sur le système. Ces perturbations se traduisent par un élargissement, un

déplacement ou par une levée de dégénérescence des niveaux.

1.2 Causes d'élargissement d'un pro�l de raies

Une raie observée en absorption ou en émission présente un certain pro�l qui donne

la répartition de l'intensité autour de la fréquence centrale. Nous allons d'abord étudier

les di�érentes causes d'élargissement d'une raie spectrale. Une raie peut être élargie par :

E�et Doppler :

Dans un gaz, que ce soit pour un rayonnement absorbé ou émis, la fréquence à laquelle

se produit la transition dépend de la vitesse de l'atome ou de la molécule par rapport

au détecteur. La distribution des vitesses provoque un élargissement de la raie. L'e�et

Doppler est en général le mécanisme dominant à basse densité, et dans tous les cas pour

des températures élevées.
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E�et des collisions :

Lorsque des collisions se produisent entre des atomes ou des molécules dans un gaz ou

un plasma, il y a des échanges d'énergie qui conduisent à étaler leurs niveaux d'énergie.

Le nombre de collisions par seconde dépend de la pression du gaz : cet e�et est appelé

élargissement de pression. Ainsi l'observation expérimentale de l'élargissement naturel

d'une raie suppose que la pression du gaz soit faible. En changeant la pression et en

observant l'e�et produit sur la largeur de la raie, nous pouvons obtenir des informations

sur les collisions qui peuvent se produire au sein du milieu étudié.

E�et Stark :

La présence d'un micro-champ électrique extérieur ou du micro-champ créé par les

particules chargées du milieu environnant la particule émettrice, provoque un élargisse-

ment dit � Stark �. Le micro-champ peut avoir toutes les directions et prendre toutes les

valeurs possibles, autour d'une certaine valeur moyenne, suivant la répartition des parti-

cules chargées dans le système, à chaque instant. L'e�et Stark pour une transition donnée,

dépend essentiellement de la densité et de la température.

E�et Zeeman :

En présence d'un champ magnétique, il existe une énergie d'interaction avec les mo-

ments cinétiques de l'atome (mouvement du noyau et des électrons). Cette perturbation

permet de lever la dégénérescence des niveaux d'énergie, et peut se traduire par une per-

turbation du pro�l observé. Pour modéliser les raies, il faut prendre en compte toutes

les causes d'élargissement énoncées précédemment. Nous rappelons aussi que nous ne

considérerons ici que l'étude du pro�l d'une raie formée en milieu optiquement mince

(lorsque la raie prend naissance dans un milieu optiquement épais sa forme est in�uen-

cée par les absorptions et émissions successives du rayonnement qui ont lieu avant que

le photon ne s'échappe du milieu). Nous introduisons dans la suite la notion de fonction

d'auto-corrélation du dipôle, en nous basant sur la théorie quantique du rayonnement.

1.3 La théorie quantique du rayonnement

1.3.1 Introduction

Dans l'étude du rayonnement plusieurs phénomènes optiques (l'interférence et la po-

larisation) ne peuvent pas être expliqués dans le cadre des concepts utilisant les rayons et

les faisceaux lumineux : c'est au 19ème siècle que les physiciens ont élaboré une approche

où le rayonnement est considéré sous forme d'onde électromagnétique.

La notion de rayonnement optique comprend le rayonnement ultraviolet dont les lon-

gueurs d'onde vont approximativement de 0.01 à 0.4 microns, le rayonnement visible dont

9



les longueurs d'onde sont comprises entre 0.4 et 0.75 microns, et le rayonnement infrarouge

dont les longueurs d'ondes s'étendent de 0.75 à 102 microns.

L'étude la plus réaliste des phénomènes optiques est fondée sur la théorie quantique

dans laquelle on retient à la fois le caractère ondulatoire et corpusculaire de la lumière. Le

rayonnement est formé d'un �ux de particules élémentaires : les photons. Ces particules

élémentaires ne portent pas de charge électrique et ne possèdent pas une masse propre.

L'énergie du photon est dé�nie par :

E = ~ω (1.3.1)

où ~ : est la constante de Planck et ω la pulsation du rayonnement optique.

L'impulsion du photon est dé�nie par :

−→p = ~
−→
k = ~.

ω

c
−→n (1.3.2)

où
−→
k : est le vecteur d'onde du rayonnement, −→n : est le vecteur unité dans la direction

de propagation de l'onde.

L'état du photon est dé�ni entièrement par les projections de son impulsion (~kx, ~ky, ~kz)
ainsi que celles de sa polarisation−→ε .

1.3.2 Transition quantique

Pour passer à une description qualitative plus complète, il est nécessaire d'avoir recours

à la théorie quantique des perturbations non stationnaires qui est le point de départ de

l'étude des probabilités des transitions quantiques.

Soit un système quantique se trouvant au départ dans un état stationnaire ψα d'énergie

Eα :

ψα (−→r , t) = ϕα (−→r ) exp (−ıEαt/~) (1.3.3)

où −→r désigne l'ensemble des coordonnées spatiales du système.

On fait subir à ce système une action extérieure quelconque (une perturbation) durant

un temps déterminé. Le système perturbé sera décrit par la fonction d'onde φα (−→r , t).
Lorsque la perturbation est supprimée, la structure initiale des niveaux énergétiques

se rétablit. Pourtant, si le système se trouvait auparavant à l'état stationnaire, il peut en

principe occuper maintenant un autre état stationnaire β ( transition α→ β ).

En utilisant le principe de superposition des états, l'état perturbé peut être représenté

par :

φα (−→r , t) =
∑
k

aαk(t)ψk(
−→r , t) (1.3.4)

| aαk |2 étant la probabilité pour que les mesures de l'énergie dans l'état φα donnent
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une valeur Ek correspondant à l'état stationnaire ψk .

La probabilité pour que le système qui était initialement dans l'état α, se retrouve

dans l'état β lorsque la perturbation a pris �n (la probabilité de transition), est donnée

par l'expression suivante :

Wαβ =| aαβ(τ) |2 (1.3.5)

où τ est la durée d'action de la perturbation.

Les fonctions du temps aαk(t) satisfont l'équation de Schrödinger :

ı~
∑
k

daαk
dt

ψk =
∑
k

aαkH
′ψk (1.3.6)

où H ′ est l'Hamiltonien de perturbation.

Après multiplication des membres de cette équation par ψ∗β, et intégration sur les

coordonnées spatiales, on trouve :

daαβ
dt

= − ı
~
∑
k

aαk 〈β | H ′ | k〉 exp(ıωβkt) (1.3.7)

où ωβk = (Eβ − Ek)/~.

1.3.3 La méthode des perturbations : application au calcul des

probabilités des transitions

Si la perturbation est su�samment faible, le système d'équations est résolu de façon

approchée à l'aide de la méthode des perturbations. La petitesse de la perturbation permet

de représenter la fonction φn sous la forme :

φn = ψn + ϑ (1.3.8)

où ϑ est une contribution relativement petite à la fonction initiale non perturbée ψn.

Conformément à cette forme, représentons les fonctions aαk(t) intervenant dans la

superposition (1.3.4) sous la forme :

ank(t) = δnk +
[
a

(1)
nk (t) + a

(2)
nk (t) + .......

]
(1.3.9)

où on peut écrire que :

ϑ =
∑
k

[
a

(1)
nk + a

(2)
nk + .......

]
ψk(x, t)

Selon la relation (1.3.9), la quantité ϑ se divise à son tour en contributions de di�é-

rents ordres de petitesse : les a(1)
αk présentent le même ordre de petitesse que celui de la
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perturbation H ′ ; les a(2)
αk sont quadratiques en perturbation, etc.

A partir des équations (1.3.7) et (1.3.9) on obtient en conservant seulement les termes

du premier ordre :
da

(1)
αβ

dt
= − ı

~
〈β | H ′ | α〉 exp(ıωαβt) (1.3.10)

C'est l'expression approchée des fonctions aαβ obtenue au premier ordre de la méthode

des perturbations.

Si 〈β | H ′ | α〉 = 0, on utilise l'expression approchée au deuxième ordre de la méthode

des perturbations. En conservant les termes du deuxième ordre on obtient :

da
(2)
αβ

dt
= − ı

~
∑
k

a
(1)
αk 〈β | H

′ | k〉 exp(ıωβkt) (1.3.11)

Donc au premier ordre de la méthode des perturbations, en partant de (1.3.10), on

trouve pour la probabilité de transition :

W
(1)
αβ =| a(1)

αβ(τ) |2=
1

~2
|
ˆ

0

τ

〈β | H ′(t) | α〉 exp(ıωβαt)dt |2 (1.3.12)

et au deuxième ordre :

W
(2)
αβ =| a(2)

αβ(τ) |2=
1

~2
|
∑
k

ˆ

0

τ

a
(1)
αk 〈β | H

′(t) | k〉 exp(ıωβkt)dt |2 (1.3.13)

où la somme sur k est étendue aux états intermédiaires virtuels.

La probabilité W (2)
αβ est utilisée dans les cas où W (1)

αβ = 0 ou, autrement dit, lorsque à

l'approximation du premier ordre, la transition est interdite.

Prenons un exemple d'une perturbation harmonique appliquée entre les temps 0 et

τ . Traitons d'abord le cas important de la perturbation harmonique appliquée entre le

temps t = 0 et le temps t = τ :

H ′(t) =

{
0 pour t 〈0 et t 〉τ,
h(e−ıωt + eıωt) pour 0 〈t 〈τ.

(1.3.14)

où l'opérateur h est indépendant du temps.

Au premier ordre de la méthode des perturbations, en introduisant (1.3.14) dans

(1.3.13), on obtient :

W
(1)
αβ =| a(1)

αβ(τ) |2= 1

~2
|〈α | h | β〉|2 ×

∣∣∣∣eı(ωαβ−ω)τ − 1

ωαβ − ω
+
eı(ωαβ+ω)τ − 1

ωαβ + ω

∣∣∣∣2 (1.3.15)

On trouve que la probabilité de transition est maximale lorsque ω ≈ ωαβ (Eα =

Eβ + ~ω) et lorsque ω ≈ −ωαβ (Eα = Eβ − ~ω). Dans le premier cas, le système passe

à des niveaux plus élevés et dans le second cas à des niveaux plus bas. Dans le cas du

rayonnement optique, le premier terme correspond à l'absorption et le second à l'émission
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stimulée de la lumière. Dans le cas de l'absorption, considérons la probabilité de transition

par unité de temps. Dès lors, la relation (1.3.15) est réduite au premier terme de la somme

à droite :

W
(1)
αβ =

∣∣∣a(1)
αβ(τ)

∣∣∣2 =
1

~2
|〈α | h | β〉|2 ×

∣∣∣∣eı(ωαβ−ω)τ − 1

ωαβ − ω

∣∣∣∣2 =
πτ

~2
|〈α | h | β〉|2 f(σ, τ)

(1.3.16)

dans laquelle :

f(σ, τ) = sin2(στ)/πσ2τ, (1.3.17)

avec σ = (ωαβ − ω)/2.

La fonction f(σ, τ) est non nulle seulement dans le voisinage de σ = 0, dans les limites

d'une région dont les dimensions sont approximativement égales à τ−1 (4σ ≈ 1/τ). Cela

signi�e que l'énergie des états �naux vers lesquels la transition est probable sous l'action

de la perturbation harmonique considérée, se trouve indéterminée et que 4Eβ ≈ ~4σ.
En d'autre termes, au bout du temps τ d'action de la perturbation harmonique, le

système qui se trouvait initialement au niveau Eα peut se trouver avec une probabilité

signi�cative dans l'un des états d'énergie :

Eβ = Eα + ~ω + dEβ ≈ Eα + ~ω + ~/τ (1.3.18)

A la limite τ →∞, on a pour la fonction f(σ, τ) :

sin2(στ)/πσ2τ → δ(σ) (1.3.19)

où δ(σ) est la fonction delta de Dirac. Dans la suite, on pourra utiliser cette limite

des temps grands, car les temps d'intérêt pour l'observation des pro�ls spectraux sont

beaucoup plus grands que la période des ondes électromagnétiques optique qui est de

l'ordre de 10−15 sec. Dans ces cas, nous obtenons pour la probabilité de transition vers

l'état d'énergie Eα l'expression suivante :

W
(1)
αβ =

πτ

~2
|〈α |h| β〉|2 δ(σ) =

πτ

~
|〈α |h| β〉|2 δ(Eα − Eβ − ~ω) (1.3.20)

Le taux de transition wαβ par unité de temps est obtenu en dérivant Wαβ par rapport

à τ :

wαβ =
dWαβ(τ)

dτ
(1.3.21)

On trouve alors que ce terme s'écrit :

w
(1)
αβ =

2π

~
|〈α |h| β〉|2 δ(Eα − Eβ − ~ω) (1.3.22)
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1.3.4 L'opérateur d'interaction d'un rayonnement avec un sys-

tème quantique

L'Hamiltonien d'une particule sans spin de charge qe et de masse m dans un champ

électromagnétique s'écrit :

He =
1

2m
(
−→
P − qe

−→
A )2 + qeφs (1.3.23)

−→
A (−→r , t) est le potentiel vecteur et φs(−→r , t) le potentiel scalaire du champ électroma-

gnétique.

En utilisant la jauge de Coulomb, un champ électromagnétique peut être exprimé en

terme de potentiels qui obéissent à div
−→
A′ = 0 et φ′s = 0 .

L'Hamiltonien Hint d'un atome dans un champ électromagnétique peut donc s'écrire :

Hint =
1

2m
(
−→
P − qe

−→
A′)2 + V (1.3.24)

où V est l'opérateur d'énergie potentielle de l'électron dans le champ du noyau ato-

mique.

Représentons l'Hamiltonien Hint sous la forme suivante :

Hint = H0 +H ′ (1.3.25)

où H ′est le hamiltonien d'interaction jouant le rôle de perturbation, et H0 = p2

2m
+V (r)

le hamiltonien de l'atome isolé. En utilisant les relations (1.3.23), (1.3.22) et (1.3.25), on

trouve :

H ′ = − qe
2mc

(
−→
P
−→
A′ +

−→
A′
−→
P ) +

q2
e

2mc2
A′2 (1.3.26)

Sachant que
−→
A′
−→
P =

−→
P
−→
A′ + ı~div

−→
A′, et puisque div

−→
A′ = 0, on a donc :

H ′ = − qe
mc

−→
P
−→
A′ +

q2
e

2mc2
A′2 (1.3.27)

Cet Hamiltonien est responsable de tous les processus d'absorption et d'émission (spon-

tanée et stimulée) de photons par l'atome. Dans la suite, on se trouvera dans les cas de

champs électromagnétiques faibles pour lesquels le terme en A′2 est petit devant le terme

en
−→
A′
−→
P .

Si on applique la théorie des perturbations dépendantes du temps au terme d'interac-

tion H ′ = − qe
mc

−→
P
−→
A′ avec :

−→
A′ =

−→
A (−→r ) exp(ıωt) + ~A+(−→r ) exp(−ıωt) (1.3.28)

On voit qu'on peut utiliser les résultats donnés par l'équation (1.3.22).

On trouve alors pour le taux d'absorption d'un atome dans le champ électromagnétique

l'expression :
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w
(1)
αβ =

2π

~

∣∣∣∣〈α ∣∣∣∣−qemc

−→
P .
−→
A (−→r )

∣∣∣∣ β〉∣∣∣∣2 δ(Eα − Eβ − ~ω) (1.3.29)

Le vecteur
−→
A (−→r ) est donné par l'expression suivante [1] :

−→
A (−→r ) =

√
2πc2~

−→ε√
Λω

exp(ı
−→
k .−→r ) (1.3.30)

dans laquelle −→ε est le vecteur unitaire de polarisation, le vecteur −→r est l'opérateur

rayon vecteur de l'électron, et Λ est le volume dans lequel on considère l'interaction avec

le champ électromagnétique.

En utilisant l'expression de
−→
A (−→r ) on trouve :

w
(1)
αβ =

2π

~

∣∣∣∣∣
〈
α

∣∣∣∣∣−qemc

√
2πc2

Λω
−→ε .
−→
P exp(ı

−→
k .−→r )

∣∣∣∣∣ β
〉∣∣∣∣∣

2

δ(Eα − Eβ − ~ω) (1.3.31)

Introduisons la fonction ϕ(E) qui représente la densité des états �naux. La quantité

ϕ(E)dE exprime le nombre d'états du microsystème dont l'énergie se situe dans l'intervalle

[ E à E + dE ]. La probabilité de transition de l'état d'énergie Eβ à un état où l'énergie

est comprise entre Eα et Eα + dEα peut être représentée sous la forme :

dw
(1)
αβ = w

(1)
αβϕ(Eα)dEα (1.3.32)

En introduisant (1.3.31) dans (1.3.32), on obtient :

dw
(1)
αβ =

2π

~

∣∣∣∣∣
〈
α

∣∣∣∣∣−qemc

√
2πc2

Λω
−→ε .
−→
P exp(ı

−→
k .−→r )

∣∣∣∣∣ β
〉∣∣∣∣∣

2

δ(Eα−Eβ − ~ω)ϕ(Eα)dEα (1.3.33)

La relation (1.3.18) peut être appliquée ici mais à condition que ϕ soit la densité non

pas des états �naux mais des états initiaux du système. En supposant que le rayonnement

possède une polarisation déterminée et se propage dans les limites d'un angle solide dΩ,

et en utilisant la notation dϕ = ϕ(Eα)dEα, on peut écrire [2] :

dϕ =
Λω2

π2c3~
.
dΩ

8π
(1.3.34)

En portant (1.3.34) dans (1.3.33) on trouve pour la probabilité d'absorption à un seul

photon l'expression suivante :

dw
(1)
αβ =

q2
eω

2πc3m2~

2∑
i=1

∣∣∣〈α ∣∣∣−→εi .−→P exp(ı
−→
k −→.r )

∣∣∣ β〉∣∣∣2 δ(Eα − Eβ − ~ω)dΩ (1.3.35)

Cette expression représente la probabilité, par unité de temps, d'un processus dans
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lequel l'électron lié absorbe un photon caractérisé par l'énergie ~ω, le vecteur d'onde
−→
k et

le vecteur de polarisation −→εi . La somme correspond aux deux possibilités indépendantes

de polarisation transversale du photon.

1.3.5 Emission et absorption du rayonnement

Soit I~k~ε(ω)dωdΩ l'intensité d'un rayonnement polarisé incident par intervalle de pul-

sation dω, et par intervalle d'angle solide dΩ. Dans cet intervalle le nombre de modes des

oscillations est k2

(2π)2
dk.dΩ, dont chacun comporte N~k~ε photons de polarisation donnée.

En multipliant ce nombre par N~k~ε, et en divisant le résultat obtenu par le volume V ,

on obtient le nombre de photons par unité de volume du rayonnement incident :

d2N = N~k~ε

ω2

(2πc)3
dω.dΩ (1.3.36)

En multipliant par ~ω, on trouve la densité d'énergie du rayonnement. La multiplica-

tion ultérieure par c donne l'expression pour la densité de �ux lumineux, c'est-à-dire pour

l'intensité du rayonnement incident :

I~k~ε(ω)dωdΩ = c~ω
N~k~εω

2

(2πc)3
dω.dΩ (1.3.37)

Ainsi l'intensité du rayonnement incident par unité d'angle solide et par unité d'inter-

valle de pulsation a pour expression :

I~k~ε(ω) =
N~k~ε~ω

3

(2π)3c2
(1.3.38)

Soit dw(spontanée), la probabilité d'émission spontanée d'un photon de polarisation −→ε
dans l'angle solide dΩ. Les probabilités des di�érents processus radiatifs sont reliées entre

elles par les relations suivantes [3] :

dw(stimulée) = dw(absorption) = dw(spontanée) 8π3c2

~ω3
I~k~ε (1.3.39)

1.3.6 Transition dipolaire électrique

On a été indiqué dans l'introduction que le domaine du rayonnement optique comprend

les rayonnements dont les longueurs d'onde sont comprises approximativement entre 10−2

et 102 microns. Quant aux dimensions géométriques des atomes, elles sont de l'ordre de

10−4 à 10−3 microns. Il en résulte que toutes les longeurs d'onde du domaine considéré

satisfont à la condition :

λ� a (1.3.40)

où a est la dimension du système rayonnant.

Cette condition permet de simpli�er considérablement les éléments de matrice de la

probabilité de transition. Puisque r ≤ a, on peut poser kr � 1, et écrire :
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exp(±ı
−→
k .−→r ) ≈ 1 (1.3.41)

Dans ce cas on peut montrer que :

~pαβ(t) = −ımω
qe

( ~dαβ) (1.3.42)

Utilisons la formule de la fonction d'onde dépendante du temps donnée dans l'expres-

sion (1.3.3) :

ˆ
ψ∗β(−→r , t)−→r .ψα(−→r , t)dV = exp [ı(Eβ − Eα)t/~]

ˆ
ψ∗β(−→r )−→r .ψα(−→r )dV (1.3.43)

ou encore :

~rαβ(t) =

ˆ
ψ∗β(−→r , t)rψα(−→r , t)dV = exp(ıωαβt)(~rαβ) (1.3.44)

On trouve par analogie :

~pαβ(t) = exp(ıωαβt)(~pαβ) (1.3.45)

En utilisant la relation entrer et p on trouve :

d~rαβ
dt

= −ıωαβ~rαβ (1.3.46)

ou encore
d~rαβ
dt

= − ıω
qe
~dαβ (1.3.47)

où d est le module du moment dipolaire électrique de l'électron.

En introduisant (1.3.44) et (1.3.45) dans cette dernière égalité on trouve :

ıω exp(ıωt)(~rαβ) = exp(ıωt)(~pαβ)/m (1.3.48)

Le résultat (1.3.42) découle immédiatement de cette dernière expression si l'on tient

compte du fait que :
−→
d = −qe−→r et (~dαβ) = −qe(~rαβ) (1.3.49)

Dans cette approximation dipolaire, on obtient donc la probabilité de transition par

unité de temps (α → β) avec émission d'un photon, où la somme correspond aux deux

possibilités indépendantes de polarisation transversale du photon, on obtient donc :

dw
(1)
αβ =

ω3

2π~c3

2∑
i=1

∣∣∣〈α ∣∣∣~εi.−→d ∣∣∣ β〉∣∣∣2 δ(ω − ωαβ)dΩ (1.3.50)

Les probabilités de processus à un seul photon sont déterminées par les éléments de

matrice du moment dipolaire électrique de l'électron. C'est la raison pour laquelle cette
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approximation est dite dipolaire électrique, et que les transitions du système rayonnant

calculées avec cette approximation sont appelées transitions dipolaires électriques.

1.4 Le pro�l de raie

En partant de la probabilité de rayonnement dipolaire d'une particule émettrice dans

le cas de l'émission spontanée, et en multipliant cette dernière par l'énergie par photon

~ω, on obtient la puissance totale rayonnée lors d'une transition dipolaire électrique d'un

état initial |α〉 à un état �nal |β〉. En prenant la somme sur tous les états initiaux et �naux

pondérés par leurs probabilités d'occupation ρα, nous obtenons l'expression suivante [4] :

P (ω) =
ω4

2πc3

∑
α,β

2∑
i=1

ραδ(ω − ωαβ)
∣∣∣〈β ∣∣∣~εi.−→d ∣∣∣α〉∣∣∣2 (1.4.1)

où ωαβ est la pulsation de la transition radiative entre les états respectivement d'énergie

et Eαet Eβ.−→
d est l'opérateur du moment dipolaire total du système (émetteur- perturbateur),

tandis que ~εi représente la polarisation du champ perturbateur.

Après avoir posé :

P (ω) =
ω4

2πc3
I(ω) (1.4.2)

on dé�nit ainsi la fonction I(ω) qui est appelée le pro�l de raie normalisé.

Le passage à la transformée de Fourier nous permet d'introduire une fonction du temps

C(t) :

C(t) =

+∞̂

−∞

exp(−ıωt)I(ω)dω (1.4.3)

=
∑
α,β

2∑
i=1

ρα exp(−ıωαβt)
∣∣∣〈β ∣∣∣~εi.−→d ∣∣∣α〉∣∣∣2 (1.4.4)

La propriété C(−t) = [C(t)]∗ de la symétrie par renversement du temps permet

d'écrire, le pro�l de raie I(ω) comme la transformation de Fourier inverse de C(t) :

I(ω) = π−1<
+∞̂

0

exp(+ıωt)C(t)dt (1.4.5)

où < désigne la partie réelle d'un nombre complexe.

En tenant compte de l'expression de ωαβ, la fonction C(t) peut s'écrire de la manière

suivante :

C(t) =
∑
α,β

2∑
i=1

ραe
−ıωαβt

∣∣∣〈β ∣∣∣~εi.−→d ∣∣∣α〉∣∣∣2 (1.4.6)
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=
∑
α,β

2∑
i=1

ραe
−ıEαt/~eıEβt/~

〈
β
∣∣∣~εi.−→d ∣∣∣α〉〈α ∣∣∣~εi.−→d ∣∣∣ β〉 (1.4.7)

Si on introduit l'opérateur d'évolution du système :

T (t) = e−ıHt/~ (1.4.8)

où H est l'Hamiltonien du système complet (émetteur, perturbateur), la fonction C(t)

peut se mettre sous la forme d'une trace sur les états du système quantique [5] :

C(t) =
2∑
i=1

Tr
{
~εi.
−→
d .T ∗(t)~εi.

−→
d .T (t)ρ

}
(1.4.9)

que nous pouvons dé�nir comme la fonction d'auto-corrélation du moment dipolaire

électrique .

En passant à la notation de Heisenberg :

−→
d (t) = T ∗(t)

−→
d T (t), (1.4.10)

il vient :

Cdd(t) =
2∑
i=1

Tr
{
~εi.
−→
d (0)~εi

−→
.d(t)ρ

}
(1.4.11)

Nous faisons l'hypothèse du chaos initial qui signi�e que le système ne garde aucune

mémoire des interactions précédant l'instant initial. Cette hypothèse est justi�ée tant que

l'énergie d'interaction ~ω est petite devant kT [6]. Dans la suite on va considérer des raies

spectrales associées à une énergie de transition beaucoup plus petit que kT , et l'hypothèse

du chaos initial va nous permettre de factoriser la matrice densité de notre système en un

produit de deux matrices densités :

ρ = ρEρB (1.4.12)

où ρE et ρB sont les matrices densité relatives à l'émetteur et au bain de perturbateurs.

Cette factorisation permet de calculer la trace dans l'équation (1.4.9) successivement

sur chaque sous-système :

C(t) =
2∑
i=1

TrE

{
~εi.
−→
d T ∗E(t)~εi.

−→
d TE(t)ρE

}
(1.4.13)

On peut cependant remplacer la trace sur les états des perturbateurs par une moyenne

statistique, symbolisée par {...}moy dans l'espace des phases des perturbateurs :

C(t) =
2∑
i=1

TrE

{{
~εi.
−→
d T ∗E(t)~εi.

−→
d TE(t)

}
moy

ρE

}
(1.4.14)
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TrE est la trace sur les états de l'émetteur .

TE(t) est l'opérateur d'évolution de l'émetteur obéissant à l'équation de Schrödinger :

ı~
dTE(t)

dt
= [H0 +H ′(t)]TE(t) (1.4.15)

où H0 est l'hamiltonien non perturbé et H ′(t) est la perturbation appliquée sur l'émet-

teur qui évalue conformément à l'équation de Schrödinger.

Dé�nition d'un système quantique

Dans les notations de l'atome double, nous considérons que les transitions radiatives se

font entre deux groupes de niveaux d'énergie de l'émetteur qui sont répartis en un groupe

de niveaux supérieur, noté �a� , formé des états α, α′, α′′, ........, et un groupe de niveaux

inférieurs, noté �b�, formé des états β, β′, β′′, .......... Les groupes �a� et �b� sont tels que

la séparation en énergie entre deux états d'un même groupe est très petite devant celle

des deux groupes de niveaux : Eαα′ � Eβα et Eββ′ � Eβα. Une transition radiative de

l'atome se fait entre un niveau de groupe �a� et un niveau de groupe �b�.

A cette transition, correspond l'élément dipolaire radiatif〈α |−→ε .−→r | β〉 connectant un
état |α〉 du groupe supérieur �a� à un état |β〉 du groupe inférieur �b�. Quant aux éléments

dipolaires 〈α |−→ε .−→r |α′〉 et 〈β |−→ε .−→r | β′〉, ils couplent respectivement les états à l'intérieur

du même groupe de niveaux �a� et les états à l'intérieur du même groupe de niveaux

�b� : ils sont appelés les couplages dipolaires ou couplages Stark.

Si l'énergie Eαα′ � Eβα et Eββ′ � Eβα alors l'amplitude de transition entre les

niveaux α et β peut être négligées : c'est l'approximation de non-extinction (no quenching).

Avec cette approximation, les éléments de matrice non nuls de l'opérateur d'évolution de

l'émetteur, TE(t), sont ceux appartenant à un même groupe de niveaux.

1.5 Formalisme d'élargissement Stark

La description du formalisme de pro�l de raies d'émission d'un émetteur plongé dans

un plasma est tout à fait générale, par le fait que l'intensité du spectre de raies est donné

par la transformée de Fourier de la fonction d'auto-corrélation du dipôle. Le calcul de cette

fonction nécessite la connaissance de l'opérateur d'évolution de l'émetteur correspond à

l'équation d'évolution (1.4.15).

Une solution rigoureuse de cette équation est loin d'être atteinte à cause du terme

H ′(t), la solution qui semble la plus évidente est de la résoudre perbativement ou numé-

riquement.
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1.5.1 Paramètres importants dans l'élargissement Stark

Le champ électrique au niveau de l'émetteur, dû aux particules chargées, obéit à un

processus stochastique très complexe. Des progrès dans le traitement de l'élargissement

Stark passent en particulier par une bonne connaissance des propriétés du micro-champ

au niveau de l'émetteur.

L'opérateur d'interaction H ′(t) = −
−→
d .
−→
F (t) dé�ni dans l'espace de Liouville à partir

de
−→
d . En e�et, le micro-champ électrique peut être séparé en une composante ionique~Fi(t)

et une composante électrique ~Fi(t) :

~F (t) = ~Fe(t) + ~Fi(t) (1.5.1)

A cause de la di�érence de leurs masses, les temps caractéristiques du mouvement

de ces deux types de particules sont très di�érents. Il est d'usage de traiter séparément

les perturbations électroniques et ioniques, par deux approximations di�érentes, ce qui

simpli�era le calcul des pro�ls de raies.

La perturbation électronique du micro-champ correspond à des intervalles de temps

courts, caractérisant le mouvement des électrons. La perturbation ionique correspond à

des intervalles de temps longs, caractérisant le mouvement des ions. Les électrons qui sont

responsables, à cause de leur forte mobilité, à des variations de la phase du train d'onde

émis, sont traités dans l'approximation d'impact. Tandis que les ions, plus lourds donc

plus lents, qui génèrent des champs électriques pouvant être considérés constants pendant

le processus d'émission, sont souvent traités dans l'approximation quasi statique.

Il est utile, avant d'utiliser les deux approximations pour la suite de l'étude, d'intro-

duire quelques paramètres importants dans les formalismes d'élargissement de raies.

Temps d'intérêt atomique

Le temps d'intérêt d'un processus d'élargissement est une conséquence directe de la

forme du pro�l de raie. Le temps d'intéêt 4ti = 1/ |4ω| ; (4ω = ω − ω0 où ω0 est le

centre de la raie) est l'intervalle de temps pendant lequel il est utile de connaître de façon

détaillée le déroulement des processus d'interaction entre l'émetteur et les perturbateurs.

On voit que 4ti est une notion relative à un point du pro�l, puisqu'il varie entre un

intervalle de temps très grand au centre de la raie jusqu'à un intervalle aussi petit que

l'on veut, lorsqu'on se déplace su�samment loin du centre dans l'aile de la raie.

Temps caractéristique associé à une perturbation

Dans le cas de collisions binaires, le temps caractéristique associé à la perturbation

correspond au temps de collision τc = b/v, dé�ni comme le rapport entre le paramètre

d'impact de la collision b et la vitesse thermique la plus probable du perturbateur v =√
2kBT/m. Cette notion n'aura de sens que si nous avons des plasmas cinétiques avec
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des collisions binaires. Pour les plasmas plus denses, au lieu d'utiliser le temps de collision

nous devons utiliser les temps de corrélation des fonctions de corrélation du micro-champ

électrique du plasma qui représentent mieux les e�ets collectifs des perturbateurs.

Nous allons maintenant voir plus en détails les deux approximations évoquées précé-

demment.

1.5.2 Approximation d'impact

Cette approximation est utilisée lorsque les collisions sont essentiellement binaires, et

dans la limite ou le temps de collisions τc est très court comparé au temps d'intérêt 4ti.
Elle suppose que les collisions sont en moyenne faibles, de telle sorte qu'il faut beaucoup

de collisions faibles, ou une seul collision forte pour que la lumière perde la mémoire

de sa phase initiale. Les collisions fortes sont traitées selon le modèle de Lorentz : une

telle collision, considérée comme instantanée, interrompt complètement le train d'onde de

lumière. En général, la perturbation dominante est due à l'e�et cumulatif de nombreuses

collisions faibles.

Soient v, me et b la vitesse, la masse et le paramètre d'impact d'une collision d'un

électron entrant en collision avec un atome excité constitué d'un c÷ur de chargeZ et d'un

électron sur une orbite de nombre quantique principal n. Un élément dipolaire caracté-

ristique de la matrice de transition est de l'ordre de qe.n2.a0
Z
(a0 est le rayon de Bohr) et

donc l'énergie d'interaction est de l'ordre de q2
e .n

2. a0
Z.b2

. Pour que l'approximation d'impact

soit valable, le produit de l'énergie d'interaction par le temps de collision doit être petit

devant ~ : (
q2
e .n

2.
a0

Z.b2

)( b
v

)
� ~ (1.5.2)

ou encore :

b� bw (1.5.3)

où bw = n2~/(Zmev) est le rayon dit de Weisskopf. Une estimation du paramètre

d'impact moyen b est donnée par la distance moyenne entre particules r0 qui est donnée

par l'expression :

4

3
.π.r3

0.Ne = 1 (1.5.4)

La vitesse v est estimée par la vitesse thermique :

v =

√
2kBT

me

(1.5.5)

La relation (1.5.3) permet d'écrire :

AZ3

n6
� 1 (1.5.6)
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avec A = 2(2πmkBT )3/2

Neh3
qui représente le nombre d'états quantiques accessibles pour

chaque électron. A étant toujours très grand, la condition précédente est en général satis-

faite, y compris pour les valeurs élevées du nombre quantique principal n.

On peut représenter l'e�et des électrons perturbateurs par un opérateur phénomé-

nologique de collisions électroniques [6, 7], qui peut être calculé par une méthode de

relaxation.

1.5.3 Approximation quasi statique

Si les temps de collision sont très longs comparés au temps d'intérêt, alors on peut

ignorer complètement le mouvement des perturbateurs, et utiliser une approximation

quasi statique. L'atome ressent donc un champ électrique constant pendant l'émission du

rayonnement. Le pro�l de raie s'obtient ensuite en moyennant sur toutes les con�gurations

possibles du champ électrique.

1.5.4 Le pro�l de raie

Pour l'e�et Stark et en absence du champ magnétique, le plasma est un milieu libre,

donc isotrope. Il su�t donc de considérer un axe de perturbation donné supposons Oz, et

de prendre la moyenne sur l'angle entre
−→
d et −→ε . Dans cette hypothèse l'équation (1.4.1)

s'écrit :

P (ω) =
ω4

2πc3
.
1

3

∑
α,β

ραδ(ω − ωαβ)
∣∣∣〈β ∣∣∣−→d ∣∣∣α〉∣∣∣2 . (1.5.7)

En insérant la distribution de Dirac

δ(ω − ωαβ) =

+∞ˆ

−∞

exp [ι (ω − ωαβ) t] dt, (1.5.8)

on obtient

P (ω) =
ω4

2πc3
.
1

3

∑
α,β

ρα

+∞ˆ

−∞

∣∣∣〈β ∣∣∣−→d ∣∣∣α〉∣∣∣2 exp [ι (ω − ωαβ) t] dt (1.5.9)

=
ω4

2πc3

+∞ˆ

−∞

C (t) exp (ιωt) dt (1.5.10)

où C (t) la fonction d'auto-corrélation du moment dipolaire électrique, et ρα est la

matrice densité relative aux niveaux {α}. Celle-ci est égale à ρα = exp (−Eα/kT ). Si on

supppose que tous les états |α〉 sont également peuplés (exp (−E1/kT ) ∼ exp (−E2/kT ) ∼
exp (−Eα/kT ) etc...), la matrice densité se factorise et on peut poser ρα = ρ0. Ceci laisse
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à considerer la fonction d'auto-corrélation dipolaire comme :

C(t) =
1

3

∑
αβ

ρα exp(−ıωαβt)
∣∣∣〈β ∣∣∣−→d ∣∣∣α〉∣∣∣2 . (1.5.11)

On dé�nit le pro�l, ou l'intensité de la puissance rayonnée par :

I (ω) =
1

π
Re

∞̂

0

exp (ιωt)C(t)dt. (1.5.12)

Donc la fonction d'auto-corrélation dipolaire joue le rôle majeur dans tout calcul de

puissance rayonnée. Avant d'entamer les di�érentes approximations courarement utilisées

au calcul de C(t), amménageons son écriture

C(t) =
1

3

∑
αβ

exp
[
− ı
~

(Eα − Eβ)t
] ∣∣∣〈β ∣∣∣−→d ∣∣∣α〉∣∣∣2

=
1

3

∑
αβ

〈
α
∣∣∣−→d ∣∣∣ β〉 exp

[
− ı
~
Eαt
] 〈
β
∣∣∣−→d ∣∣∣α〉 exp

[ ı
~
Eβt
]

=
1

3

∑
αβ

〈
α
∣∣∣−→d ∣∣∣ β〉〈β ∣∣∣exp

[
− ı
~
Ht
]−→
d exp

[ ı
~
Ht
]∣∣∣α〉

=
1

3

∑
αβ

〈
α
∣∣∣−→d ∣∣∣ β〉〈β ∣∣∣−→d (t)

∣∣∣α〉

=
1

3

∑
αβ

〈
α
∣∣∣−→d −→d (t)

∣∣∣α〉

=
1

3
Tr
(−→
d
−→
d (t)

)
. (1.5.13)

Ici on voit apparaitre l'opérateur hamiltonien H du système émetteur du rayonnement

en interaction avec le plasma et le moment dipolaire
−→
d (t) en représentation de Heisenberg.

Dans l'approximation dipolaire, H s'écrit comme :

H = H0 +
−→
d.
−→
F (t) (1.5.14)

= − ~2

2m
4− Ze2

r
+
−→
d.
−→
F (t) (1.5.15)

où
−→
F (t) est le champ électrique du plasma crée par les ions et les électrons vu sur

l'émetteur. Dans l'approximation quasi-statique celui-ci est pris constant durant le proces-

sus du rayonnement pour la composante ionique. Pour la composante dûe aux électrons,

elle est représentée par un opérateur d'impact dans le hamiltonien :

H = H0 + ιφ̂e +
−→
d.
−→
F (t) (1.5.16)

on voit que les électrons jouent un rôle d'amortissement et donc ils vont contribuer
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à l'élargissement de la puissance émise. Dans ce cas le hamiltonien est indépendant du

temps et le calcul de la fonction d'auto-corrélation dipolaire ne présente aucune di�culté.

1.6 Conclusion

Le pro�l de raie est donné par la transformée de Fourier de la fonction d'auto-

corrélation du dipôle. Le calcul de cette fonction se ramène à celui de l'opérateur d'évo-

lution moyen U(t) qui tient compte de l'e�et moyen de tous les perturbateurs du plasma.

La détermination de cet opérateur nécessite la résolution de l'équation stochastique. Dans

le cas où cette équation fait intervenir la perturbation dipolaire électrique, on peut traiter

séparément l'action des électrons et des ions. La comparaison entre le temps de corrélation

de l'interaction et l'intervalle de temps d'intérêt du processus d'élargissement permet de

dé�nir deux domaines extrêmes dans lesquels il est possible d'obtenir une solution appro-

chée de l'équation stochastique. Si τc � 4ti : alors les micro-champs sont constants, et

on adopte l'approximation quasi statique. Si τc � 4ti : alors on décrit l'interaction en

termes de collisions instantanées, c'est-à-dire que l'on adopte l'approximation d'impact.

Ces deux approximation sont à la base des modèles et permettent de calculer les pro�ls

de raies élargies par l'e�et Stark.
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Chapitre 2

Théorème adiabatique et phase

géométrique

2.1 Introduction

Soit un système quantique soumis à un champ électrique ou magnétique qui change

sa direction dans le temps, en revenant après un certain temps à sa direction initiale. On

s'attend que si le système était à l'instant t = 0 décrit par une fonction propre ψ (0),

après un temps t quand le champ revient à sa direction initiale, la fonction d'onde ψ (t)

sera donnée par

ψ (t) = ψ (0) exp

− ı
~

tˆ

0

E (t′) dt′

 (2.1.1)

où E (t) est l'énergie du système en fonction du temps.

En fait, la fonction d'onde di�ère de celle dans l'équation (2.1.1) (même dans la limite

adiabatique, quand la direction du champ varie lentement) par un facteur de phase exp (ıα)

où α est la phase géométrique ou la phase de Berry [1].

2.2 Atome soumis à un champ électrique oscillant

On considère un atome dans l'état l = 1 placé dans un champ électrique
−→
F (t) qui

tourne autour de l'axe Oz. Bien que le contour exact, et l'évolution en temps de la pointe

du vecteur du champ électrique ne sont pas importants, pour simpli�er le calcul, on

suppose que [2]

−→
F (t) = F0 (sin θ cosωt x̂+ sin θ sinωt ŷ + cos θ ẑ) (2.2.1)

et que ce champ tourne lentement (c.-à-d., ω �4/~, où 4 est l'énergie de la décom-

position des sous-niveaux de Zeeman dû à l'e�et Stark).

Selon la méthode employée par [3], il est commode d'introduire les états de base

instantanés qui correspondent aux sous-niveaux de Zeeman (m = 0, ±1) avec l'axe de
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quanti�cation le long du champ électrique
−→
F . Ces états peuvent être obtenus en faisant

tourner les états correspondants autour de l'axe de quanti�cation choisi le long de Oz.

On peut écrire la matrice de rotation pour les angles d'Euler (ωt, θ, 0) :

D (ωt, θ, 0) = D (ωt, 0, 0) .D (0, θ, 0) (2.2.2)

où

D (ωt, 0, 0) =

 e−ıωt 0 0

0 1 0

0 0 eıωt


et

D (0, θ, 0) =


1
2

(1 + cos θ) − 1√
2

sin θ 1
2

(1− cos θ)
1√
2

sin θ cos θ − 1√
2

sin θ
1
2

(1− cos θ) 1√
2

sin θ 1
2

(1 + cos θ)


qu'on remplace dans (2.2.2) pour trouver la matrice de rotation

D (ωt, θ, 0) =


1
2

(1 + cos θ) e−ıωt 1√
2

sin θeıωt 1
2

(1− cos θ) e−ıωt

1√
2

sin θ cos θ − 1√
2

sin θ
1
2

(1− cos θ) eıωt 1√
2

sin θeıωt 1
2

(1 + cos θ) eıωt

 (2.2.3)

Dans l'équation (2.2.3), les indices de matrice correspondent aux composantes m dans

l'ordre décroissant. Les trois états de bases instantanés sont donc

ψ1 (t) =


1
2

(1 + cos θ) eıωt

− 1√
2

sin θ
1
2

(1− cos θ) e−ıωt

 (2.2.4)

ψ0 (t) =


1√
2

sin θeıωt

cos θ

− 1√
2

sin θe−ıωt

 (2.2.5)

ψ−1 (t) =


1
2

(1− cos θ) eıωt

1√
2

sin θ
1
2

(1 + cos θ) e−ıωt

 (2.2.6)

Pour la base instantanée [équations (2.2.4-2.2.6 )], on écrit de l'équation de Schrödinger

ı~
∂ψn
∂t

= Enψn (t) , (2.2.7)

où En est l'énergie des états. Les états sont décomposés par e�et Stark quadratique,
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et pour simpli�er le calcul, nous choisissons le zéro de l'énergie telle que

E±1 = 0 , (2.2.8)

E0 = −4 . (2.2.9)

Toute fonction d'onde arbitraire ψ (t) peut être décomposée en fonction des états de

la base instantanée

ψ (t) =
∑
n

cn (t) e−
ıEnt

~ ψn (t) (2.2.10)

où cn (t) sont des coe�cients dépendants du temps qui décrivent la projection. Nous

avons explicitement séparé le facteur de phase e−
ıEnt

~ résultant de l'évolution de la base

des états à partir de l'équation de Schrödinger (2.2.7).

En prenant la dérivée temporelle de l'expression (2.2.10) pour ψ (t), on trouve

∂ψ

∂t
=
∑
n

e−
ıEnt

~

(
∂cn
∂t

ψn (t)− ıEn
~
cn (t)ψn (t) + cn (t)

∂ψn
∂t

)
(2.2.11)

Nous pouvons également déterminer la dérivée temporelle de ψ (t) de l'équation (2.2.10)

∂ψ

∂t
= − ı

~
∑

cn (t)Enψne
− ıEnt~ (2.2.12)

En combinant les expressions (2.2.11) et (2.2.12), nous arrivons à l'équation suivante

∑
n

e−
ıEnt

~

(
∂cn
∂t

ψn (t) + cn (t)
∂ψn
∂t

)
= 0 (2.2.13)

On multiplie ensuite à gauche l'équation (2.2.13) par ψ+
m (t) en utilisant le fait que

ψ+
m (t)ψn (t) = δmn, où δnm est le symbole de Kronecker, on trouve :

∂cm
∂t

=
∑
n

e−
ı(En−Em)t

~ cn (t)ψ+
m (t)

∂ψn
∂t

(2.2.14)

Puisque nous nous intéressons au cas d'un champ électrique qui tourne lentement, le

terme d'oscillation dans l'équation (2.2.14) peut être ignoré, donc nous aurons seulement

besoin de considérer les états dégénérés. Maintenant nous utilisons la forme explicite des

fonctions d'onde de la base instantanée [équations (2.2.4-2.2.6 )] pour évaluer les quantités

ψ+
m (t) ψ̇n (t) :

ψ+
1 ψ̇1 =

ıω

4
(1 + cos θ)2 − ıω

4
(1− cos θ)2 = ıω cos θ (2.2.15)

ψ+
1 ψ̇−1 =

ıω

4

(
1− cos2 θ

)
− ıω

4

(
1− cos2 θ

)
= 0 (2.2.16)

ψ+
−1ψ̇1 =

ıω

4

(
1− cos2 θ

)
− ıω

4

(
1− cos2 θ

)
= 0 (2.2.17)
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ψ+
0 ψ̇0 =

ıω

4
sin2 θ − ıω

4
sin2 θ = 0 (2.2.18)

ψ+
−1ψ̇−1 =

ıω

4
(1− cos θ)2 − ıω

4
(1 + cos θ)2 = −ıω cos θ (2.2.19)

En employant les résultats [équations (2.2.15-2.2.19)] dans l'équation (2.2.14), nous

obtenons
∂c±1

∂t
= ∓ıω cos θc±1 (t) (2.2.20)

ce qui donne :

c±1 (t) = c±1 (0) exp (∓ıωt cos θ) (2.2.21)

De l'équation (2.2.21), nous voyons du fait que ωt = 2π, les coe�cients c±1 (t) di�erer

de c±1 (0) par un facteur de phase géométrique :

c±1 (2π/ω) = c±1 (0) exp (∓ı2π cos θ) = c±1 (0) exp [∓ı2π (cos θ − 1)] (2.2.22)

c±1 (2π/ω) = c±1 (0) exp [∓ıΩ] (2.2.23)

où Ω est l'angle solide sous-tendu par le vecteur du champ électrique. Nous allons voir

dans le deuxième exemple que ce résultat est identique celui du champ magnétique qui

varie lentement.

2.3 Une particule de spin 1/2 dans un champ magné-

tique oscillant

On considère une particule de spin ½ placée dans un champ magnétique ayant la forme

suivante [4]

−→
B = B0

−→ez +B1 (−→ex cosωt−−→ey sinωt) (2.3.1)

Le hamiltonien total du système s'écrit

H (t) = −1

2
~ω0σz −

1

2
~ω1 (σx cosωt− σy sinωt) (2.3.2)

où ω1 = γB0, ω0 = γB1 sont respectivement la fréquence de Larmor et de Rabi avec

γ est le facteur gyromagnétique, σx, σy et σz sont les matrices de Pauli.

On distingue un vecteur d'état du spin |ψ (t) > dans le référentiel du laboratoire et

|ψ̃ (t) > le vecteur d'état dans le référentiel tournant Oxyz autour de l'axe Oz avec une

vitesse angulaire ω,

|ψ̃ (t) >= exp (−ιωtσz/2) |ψ (t) > (2.3.3)

Il est facile de montrer que cet hamiltonien qui régit l'évolution du référentiel tournant
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est indépendant du temps se transforme en

H̃ =
1

2
~δσz −

1

2
~ω1σx (2.3.4)

où δ = ω − ω0 est le désaccord.

Exprimons maintenant l'évolution temporelle de |ψ (t) > par

|ψ (t) >= exp
(
−ιH̃t/~

)
|ψ (0) > (2.3.5)

et remplaçons (2.3.5) dans l'équation (2.3.3)

|ψ̃ (t) >= exp (−ιωtσz/2) exp
(
−ιH̃t/~

)
|ψ (0) > (2.3.6)

Supposons qu'à l'instant t, le champ magnétique est dirigé suivant une direction n̂(t)

repérée par un angle polaire θ et un angle azimutal qui dépend du temps, φ(t) = −ωt. La
valeur absolue de

−→
B est indépendante du temps

γB = γ
√
B2

0 +B2
1 = ω̄ (2.3.7)

avec

ω̄ =
√
ω2

0 + ω2
1 (2.3.8)

L'angle polaire θ qui véri�e :

ω0 = ω̄ cos θ ω1 = ω̄ sin θ (2.3.9)

À un instant donné, les vecteurs propres du hamiltonien H (t) dépendent de φ (t)

|ψ+ (φ (t))〉 =

(
cos θ

2

sin θ
2
eıφ(t)

)
|ψ− (φ (t))〉 =

(
sin θ

2

− cos θ
2
eıφ(t)

)
(2.3.10)

Les vecteurs propres |ψ± (φ (t))〉 ≡ |ψ± (t)〉 correspondent aux valeurs propres de

l'energie E±(φ (t)) = ∓~ω̄/2 d'un spin 1/2 dans un champ magnétique
−→
B orienté sui-

vant la direction n̂ et aussi que γB = ω̄. Ces valeurs propres sont indépendantes du

temps.

Supposons qu'au temps t = 0 le spin soit dans l'état |ψ−〉 : |ψ (0)〉=|ψ− (0)〉. On obtient
|ψ (t)〉 dans la base |±〉 des états propres de σz en combinant (2.3.6). Exprimant |±〉 en
fonction de |ψ± (t)〉

|+〉 = cos θ
2
|ψ+ (t)〉+ sin θ

2
|ψ− (t)〉

|−〉 = sin θ
2
e−ıφ(t) |ψ+ (t)〉 − cos θ

2
e−ıφ(t) |ψ− (t)〉

(2.3.11)

On peut écrire |ψ (t)〉 en fonction de |ψ± (t)〉avec Ω =
√
ω2

1 + δ2
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eıφ(t)/2 |ψ (t)〉 = −ıω
Ω

sin
Ωt

2
sin θ |ψ+ (t)〉+

[
cos

Ωt

2
+

ı

Ω
(ω cos θ − ω̄) sin

Ωt

2

]
|ψ− (t)〉

(2.3.12)

Quand ω/Ω ∼ 1, le spin oscille entre les états |ψ+ (t)〉 et |ψ− (t)〉 (nous nous intéressons
aux oscillations de Rabi entre les états |+〉 et |−〉), mais lorsque ω/Ω� 1, la probabilité

de le trouver dans l'état |ψ+ (t)〉 est proportionnel à (ω/Ω)2. Ceci donne un exemple du

théorème adiabatique : si le hamiltonien varie lentement en fonction du temps, le spin

reste dans l'état propre instantané |ψ− (t)〉 de H (t). En d'autres termes, le spin suit

adiabatiquement le mouvement du champ
−→
B .

Examinons de plus près le cas intéressant où ω � Ω, qui correspond à une précession

de Larmor très rapide par rapport au temps caractéristique d'évolution de
−→
B , en écrivant

Ω =
√
ω2

1 + δ2 =
√
ω2 + ω2 − 2ωω cos θ ' ω − ω cos θ

Dans ces conditions

|ψ (t)〉 ' e−ıΩt/2eıωt/2 |ψ− (t)〉 = e−ıωt/2eıω(1+cos θ)t/2 |ψ− (t)〉 (2.3.13)

Le facteur exp (−ıωt/2) est un facteur trivial qui correspond tout simplement à l'évo-

lution temporelle régie par la valeur E− = ~ω/2 de l'énergie de |ψ−〉, et le second facteur

de phase est exp [ıγ (t)], avec

γ (t) =
ωt

2
(1 + cos θ) (2.3.14)

Après un tour complet, t = 2π/ω, ce facteur de phase est exp(ıγ), où γ est la phase

de Berry

γ = π (1 + cos θ) (2.3.15)

Le point remarquable est que la phase γ ne dépend pas de ω, pourvu que la condition

de validité de l'approximation adiabatique, ω/Ω� 1, soit satisfaite. Pour cette raison la

phase de Berry est aussi appelée phase géométrique. On peut généraliser ce résultat et

montrer que (2.3.15) reste valable même si ω dépend du temps, à condition que ω̇/ω2 � 1,

c'est-à-dire si ω (t) ne varie pas trop vite. Cependant on ne peut plus écrire dans ce cas une

solution exacte, car le hamiltonien Ĥ (2.3.4) dépend alors du temps par l'intermédiaire

de δ(t). Une autre observation est que γ dans (2.3.15) est le demi-angle solide sous lequel

est vu le circuit tracé par l'extrémité de
−→
B .

2.4 Théorème adiabatique

Nous allons généraliser les résultats des sections précédentes en montrant d'abord le

théorème adiabatique. Soit un hamiltonien dépendant du temps H(t), ou plus précisément

un hamiltonien fonction de paramètres dépendants du temps notés collectivement R(t).
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Nous allons montrer que si l'évolution temporelle de R(t) est su�samment lente, et si le

système est initialement dans l'état propre |ϕm (t = 0) > de H(t = 0),

H(t = 0)|ϕm (t = 0) >= Em|ϕm (t = 0) > (2.4.1)

alors il se trouve au temps t dans l'état |ϕm (t) >vecteur propre instantané de H(t)

H(t)|ϕm (t) >= Em|ϕm (t) > (2.4.2)

qui se déduit continûment de |ϕm (t = 0) >. A�n de simpli�er la décomposition, nous

supposons que le spectre deH(t) est discret et non dégénéré, de sorte que l'ensemble forme

{|ϕm (t) >} une base de l'espace de Hilbert des états, et qu'il n'y a aucun croisement de

niveaux quand t varie [5]. Les fréquences caractéristiques sont les fréquences de Bohr

ωkm = Ek(t)−Em(t)
~ , et ces fréquences ne sont jamais nulles d'après l'hypothèse : elles sont

toutes plus grandes que ωmin. Si le temps caractéristique d'évolution de R(t) est tcar, nous

verrons que la condition de validité du théorème adiabatique est

t−1
car ∼

.

R

R
� ωmin (2.4.3)

avec Ṙ/R = ω et ωmin = ω̄. Les solutions |ϕ (t)〉de l'équation de Schrödinger dépendant
du temps véri�ent :

ı~
d

dt
|ϕ (t)〉 = H (t) |ϕ (t)〉 (2.4.4)

et nous pouvons décomposer |ϕ (t)〉 dans la base {|ϕn (t)〉}

|ϕ (t)〉 =
∑
n

cn (t) exp [−ıαn (t)] |ϕn (t)〉 (2.4.5)

Le facteur de phase exp [−ıαn (t)] est appelé facteur de phase dynamique : il généralise

le facteur exp[−ıEnt/~] du cas indépendant du temps etexp (−ıωt/2) .

αn (t) =
1

~

ˆ

0

t

E (t′) dt′ (2.4.6)

La substitution de (2.4.5-2.4.6) dans l'équation de Schrödinger (2.4.4) jointe à(2.4.2),

conduit à

∑
n

(
ċn exp [−ıαn] |ϕn (t)〉+ cn exp [−ıαn]

∣∣∣ ˙ϕn (t)
〉)

= 0

Multiplions cette équation à gauche par le bra 〈ϕk (t)| ; compte tenu de 〈ϕk (t) | ϕn (t)〉 =

δnk, nous obtenons
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ċk = −
∑
n

cn exp [−ı (αn − αk)] 〈ϕk | ϕ̇n〉 (2.4.7)

Utilisons ensuite la dérivée par rapport au temps de (2.4.2)

Ḣ |ϕn〉+H |ϕ̇n〉 = Ėn |ϕn〉+ En |ϕ̇n〉

soit

〈ϕk | ϕ̇n〉 (En − Ek) =
〈
ϕk | Ḣ | ϕn

〉
pour en déduire un résultat exact donnant ċk sous la forme

ċk = −ck 〈ϕk | ϕ̇k〉+
∑
n 6=k

cn exp [−ı (αn − αk)]

〈
ϕk | Ḣ | ϕn

〉
Ek − En

(2.4.8)

Nous supposons maintenant que le système est au temps t = 0 dans l'état |ϕm (t = 0)〉.
Si l'approximation adiabatique est acceptable, nous devons avoir | cm (t) |' 1 et | cn (t) |�
1 pour n 6= m . De (2.4.8) on déduit alors (k 6= m)

ċk =
cm (t)

~
exp [−ı (αm (t)− αk (t))]

〈
ϕk (t) | Ḣ (t) | ϕm (t)

〉
ωkm (t)

(2.4.9)

A�n d'étudier la limite à grand temps de ck (t), nous posons t = sT , 0 ≤ s ≤ 1, ce qui

permet de transformer (2.4.9) en

d

ds
ck (s) = F (s) exp

ıTˆ
0

s

ds′ωkm (s′)

 = F (s) exp [ıTΩkm (s)] (2.4.10)

où

F (s) =
cm (s)

~

〈
ϕk | Ḣ (s) | ϕn

〉
ωkm (s)

Ωkm (s) =

ˆ

0

s

ds′ωkm (s′)

Intégrons l'équation di�érentielle (2.4.10) avec la condition initialeck (0) = 0, k 6= m

ck (s) =

ˆ

0

s

ds′F (s′) exp [ıTΩkm (s′)] (2.4.11)

Compte tenu de la condition de non-croisement des niveaux, Ωkm (s) est une fonction

uniforme de s et la phase dans (2.4.11) n'est jamais stationnaire. Comme F (s) est une

fonction continue, l'intégrale tend vers zéro pour T → ∞. Pour le voir explicitement,
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intégrons (2.4.11) par parties

ck (s) =
1

ıT

 F (s′)

ωkm (s′)
|s0 −
ˆ

0

s

exp [ıTΩkm (s′)]
d

ds′

(
F (s′)

ωkm (s′)

)
Comme d [F (s) /ωkm (s)] est une fonction continue de s, le terme en facteur de 1/ıT

reste �ni pour T → ∞ et ck (s) tend vers zéro comme 1/T . Pour évaluer les corrections

à l'approximation adiabatique, on calcule perturbativement la probabilité pour que le

système passe de l'état initial |ϕm〉 à un autre état |ϕk〉. La probabilité de transition est

pm→k (t) =|
ˆ

0

t

λkm (t′) eıΩkm(t′)dt′ |2 (2.4.12)

où

λkm (t) = 〈ϕk (t) | ϕ̇m (t)〉 (2.4.13)

λkm (t) est une quantité caractéristique de la � vitesse de rotation � des vecteurs

propres de H(t) dans l'espace de Hilbert : c'est la composante suivant |ϕk (t)〉 de la vitesse
du vecteur |ϕm (t)〉. Cette vitesse est de l'ordre de Ṙ/R et nous en déduisons l'estimation

pm→k (t) ∼

(
Ṙ

R

)2
1

ω2
km

(2.4.14)

2.5 La phase géométrique

Si l'approximation adiabatique est valable, l'équation (2.4.7) se réduit à une équation

di�érentielle pour cm (t)

ċm (t) = −cm (t) 〈ϕm | ϕ̇m〉 (2.5.1)

Il est facile de montrer que 〈ϕm | ϕ̇m〉 est un nombre imaginaire pur : en e�et, de

〈ϕm | ϕm〉 = 1 on tire

0 = 〈ϕ̇m | ϕm〉+ 〈ϕm | ϕ̇m〉 = 〈ϕm | ϕ̇m〉∗ + 〈ϕm | ϕ̇m〉 (2.5.2)

et on peut poser

cm (t) = cm (0) eıγm(t),

avec γ̇m (t) réel

γ̇m (t) = ı 〈ϕm (R (t)) | ϕ̇m (R (t))〉 = −Im 〈ϕm (R (t)) | ϕ̇m (R (t))〉 (2.5.3)

où nous avons fait intervenir de façon explicite les paramètres R (t) ; γm (t) va être à
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l'origine de la phase de Berry, et nous allons montrer que cette phase ne peut pas être

éliminée par une redé�nition |ϕm〉 → exp (ıχ) |ϕm〉 du vecteur d'état. Le vecteur d'état

au temps t s'écrit alors

eıγm(t)e−ıαm(t) |ϕm (R (t))〉 (2.5.4)

À première vue, cette équation est surprenante, car la phase de |ϕm (R (t))〉 est à priori
arbitraire, et en extraire le facteur exp(ıγm (t)) ne semble pas physiquement pertinent.

Toutefois, nous allons voir que cette phase fournit l'occasion des e�ets physiques si on

fait varier les paramètres le long d'un contour fermé C dans l'espace des paramètres. En

premier lieu nous pouvons récrire (2.5.3) sous la forme

γ̇m (t) = ı 〈ϕm (R (t)) | ∇Rϕm (R (t))〉 .Ṙ (t) = Am (t) .
dR

dt
(2.5.5)

où ∇R est le gradient dans l'espace des paramètres et (2.5.5) dé�nit le vecteur Am.

Pour �xer les idées, on peut prendre le cas particulier où R (t) est un vecteur
−→
R (t) de

R3 : le gradient est alors le gradient ordinaire
−→
∇ . Si R(t) décrit un contour fermé C,

R(T ) = R(0), la variation de la phase sera

γm (T )− γm (0) =

˛

c

γ̇m (t) dt = ı

˛

c

〈ϕm (R) | ∇Rϕm (R)〉 .dR (2.5.6)

Cette phase est la phase de Berry, ou géométrique : elle dépend seulement du contour

C, c'est-à-dire du chemin suivi dans l'espace des paramètres, et non de la vitesse à laquelle

il est parcouru. Elle est aussi indépendante du choix de phase fait pour |ϕm〉 . Pour le
voir, limitons-nous au cas où R est un vecteur

−→
R de R3 ; d'après le théorème de Stokes

˛

c

〈
ϕm

(−→
R
)
| ~∇Rϕm

(−→
R
)〉

.d
−→
R =

¨

S(C)

[−→
∇ ×

〈
ϕm

(−→
R
)
|
−→
∇ϕm

(−→
R
)〉]

.d
−→
S

=

¨

S(C)

(−→
∇ × ~Am

)
.d
−→
S (2.5.7)

où S(C) est une surface s'appuyant sur le contour C. Si l'on e�ectue un changement

de phase sur
∣∣∣ϕm (−→R)〉 ∣∣∣ϕm (−→R)〉→ eıχ(

−→
R)
∣∣∣ϕm (−→R)〉

alors 〈
ϕm |

−→
∇ϕm

〉
→
〈
ϕm |

−→
∇ϕm

〉
+ ı∇χ

Comme ∇×
(−→
∇χ
)

= 0, la phase χ ne contribue pas au résultat (2.5.6).
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2.6 Conclusion

Après avoir présenté le formalisme de base nécessaire des notions générales sur les

pro�ls des raies, nous avons dégagé la phase de Berry à partir du théorème adiabatique

en l'illustrant par deux exemples : atome soumis à un champ électrique oscillant et une

particule de spin 1/2 dans un champ magnétique oscillant . Le premier exemple nous

servira au prochain chapitre, moyennant les e�ets perturbatifs du plasma, de calculer le

pro�l de raies relatif à la transition Lyman-α.
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Chapitre 3

L'e�et adiabatique d'un champ

électrique oscillant sur les pro�les des

raies dans un plasma

3.1 Introduction

L'objectif de ce chapitre est de voir l'e�et adiabatique d'un champ électrique externe

oscillant sur les pro�ls des raies dans un plasma. Nous exposons certaines bases du théo-

rème adiabatique en soulignant le rôle de la phase Berry. Nous considérons cette phase,

en plus de la phase dynamique de la fonction d'onde pour étudier l'e�et sur les pro�ls

des raies. Nous avons trouvé l'expression de l'opérateur d'évolution dans l'approximation

adiabatique, ce qui mène à écrire la fonction d'auto-corrélation dipolaire (FACD). Nous

avons appliqué les résultats précédents sur la raie Lyman-alpha en montrant qu'il existe

une décomposition supplémentaire des états du système non perturbé. En moyennant les

micro-champs électriques dûs au plasma, on obtient le pro�l de raie Lyman alpha sans

structure �ne.

3.2 Résultats fondamentaux du théorème adiabatique

On considère l'interaction d'un ion hydrogénoïde avec un champ électrique
−→
fl (t) non

résonant, et tournant dans le plan xOy où
−→
fl (t) = fol cos (ω0t)

−→
i + f0l sin (ω0t)

−→
j . Ce

champ est une supporposition d'un champ laser externe propageant suivant l'axe Oz avec

une fréquence ωi0, et un champ électrique interne du plasma
−→
fxy(t) tournant dans le plan

xOy avec une fréquence ωp0 de façon que ω0 = ωi0 + 〈ωp0〉(
−→
f est la composante z). Le

champ électrique −→ε (t) tourne adiabatiquement et forme avec le champ électrique
−→
f le

champ électrique total
−→
F (t) ( voir la géométrie du champ électrique

−→
F (t) sur la �gure

3.2.1). Cette situation peut exister dans les plasmas, et a été étudiée analytiquement

par [1], et par [2, 3, 4] dans l'approche de Floquet-Liouville en présence d'un champ

électrique oscillant. La dynamique quantique du système non perturbé est alors décrite
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Figure 3.2.1 � Géométrie du champ électrique tournant

par le hamiltonien H0(F (0)) = H0 +
−→
d.
−→
F (0) avec les valeurs propres et les vecteurs

propres associés (En (F (0)) , |n, F (0) 〉) . Le système est donc perturbé par un champ

électrique total :
−→
F (t) =

−→
fl (t)+

−→
f qui tourne adiabatiquement. Rappellons tout d'abord

la conditition de l'adiabicité : ω0 � 3Zeaf/~ (où Z est le nombre de charge, a est le

rayon de Bohr et
−→
f est le champ de Holtsmark ). La dynamique du système perturbé est

décrite par un nouveau hamiltonien H(t) = H (F (t)).

Reférons à [5], on peut calculer la fonction d'onde |ψ (t)〉 du système perturbé par le

champ électrique externe −→ε (t).

Il est évident que l' élément de la matrice de l'opérateur d'évolution du système initial

(avant l'application de −→ε (t)) est donné par

Vnn′ = 〈n, F (0) | exp (ıtH0/~) | n′, F (0)〉 = δnn′ exp (ıtEn′ (F (0)) /~) (3.2.1)

mais nous avons besoin l'élément de la matrice de l'opérateur d'évolution 〈n, F (t) | U | n′, F (t)〉
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du système perturbé par le champ électrique externe −→ε (t). Nous pouvons calculer cet

élément en considérant que |ψ (t)〉 l'état du système perturbé est régit par l'équation de

Schrödinger,

ı~ (∂/∂t) |ψ (t)〉 = H (F (t)) |ψ (t)〉 = U (t) |ψ (0)〉 (3.2.2)

où U (t) est l'opérateur d'évolution, les vecteurs et les valeurs propres instantanés sont

donnés par

H (F (t)) |n, F (t)〉 = En (F (t)) |n, F (t)〉 (3.2.3)

avec la relation instantanée de complétude

〈n, F (t) | n′, F (t)〉 = δn′n (3.2.4)

et la condition initiale

H0 |n, F (0)〉 = H (F (0)) |n, F (0)〉 = En (F (0)) |n, F (0)〉 (3.2.5)

nous pouvons étendre la solution de (3.2.2) à la base {|n, F (t)〉}n=1...tel que

|ψ (t)〉 =
∑
n

an (t)

exp

− ı
~

ˆ

0

t

dτEn (F (τ))

 |n, F (t)〉 (3.2.6)

où les coe�cients an (t) doivent être déterminés par la substitution de l'expression

(3.2.6) à (3.2.2), on trouve

∑
n

exp

− ı
~

ˆ t

0

dτEn (F (τ))

(dan (t)

dt
+ an (t)

∂

∂t

)
|n, F (t)〉 = 0. (3.2.7)

Multiplions à gauche (3.2.7) par

〈m, F (t)|

exp

− (ı/~) .

ˆ

0

t

dτEm (F (τ))


cela conduit à

dam (t)

dt
= −

∑
n

an (t) exp

− ı
~

ˆ

0

t

dτEn (F (τ)) +
ı

~

ˆ t

0

dτEm (F (τ))

 .
.

〈
m, F (t) | ∂

∂t
| n, F (t)

〉
= −am (t)

〈
m, F (t) | ∂

∂t
| m, F (t)

〉
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−
∑
n 6=m

an (t) exp

− ı
~

ˆ

0

t

dτEn (F (τ)) +
ı

~

ˆ

0

t

dτEm (F (τ))

〈m, F (t) | ∂
∂t
| n, F (t)

〉
(3.2.8)

Arrivée à cette étape tous les calculs sont exacts. L'approximation adiabatique stipule

que
〈
m, F (t) | ∂

∂t
| n, F (t)

〉
= 0 pour toute n 6= m, et transforme (3.2.8) en :

dam (t)

dt
= −am (t)

〈
m, F (t) | ∂

∂t
| m, F (t)

〉
(3.2.9)

alors

am (t) = exp

−ˆ
0

t〈
m, F (τ) | ∂

∂t
| m, F (τ)

〉
dτ

 (3.2.10)

L'utilisation de la relation d'orthogonalité (3.2.4), et la dérivation en temps des deux

membres donne

Re

[〈
m, F (τ) | ∂

∂t
| m, F (τ)

〉]
= 0 (3.2.11)

c'est-à-dire que la quantité
〈
m, F (τ) | ∂

∂t
| m, F (τ)

〉
dans (3.2.10) est imaginaire.

Alors nous pouvons poser

am (t) = exp (ıγmB (t)) (3.2.12)

où

γmB (t) = ı

ˆ

0

t〈
m, F (τ) | ∂

∂t
| m, F (τ)

〉
dτ (3.2.13)

est la phase de Berry qui est réel. Donc dans l'approximation adiabatique, la solution

de l'équation de Schrödinger (3.2.6) peut être écrite sous cette forme

|ψ (t)〉 =
∑
n

exp

ıγnB − ı

~

ˆ

0

t

dτEn (F (τ))

 |n, F (t)〉 = U (t) |ψ (0)〉 . (3.2.14)

Au temps t = 0, cette équation devient

|ψ (0)〉 = |n, F (0)〉 = U+ (t) |ψ (t)〉 (3.2.15)

où nous avons introduit l'opérateur d'évolution U(t). Remplaçons |ψ (t)〉 par son ex-

pression (3.2.14), nous obtenons

|ψ (0)〉 = exp

ıγnB − ı

~

ˆ

0

t

dτEn (F (τ))

U+ (t) |n, F (t)〉 (3.2.16)
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où également :

|n, F (0)〉 = exp

ıγnB − ı

~

ˆ

0

t

dτEn (F (τ))

U+ (t) |n, F (t)〉 (3.2.17)

et

|n, F (t)〉 = exp

−ıγnB +
ı

~

ˆ

0

t

dτEn (F (τ))

U (t) |n, F (0)〉 (3.2.18)

Multiplions l'expression (3.2.17) à gauche par 〈n′, F (t)|, et en utilisant 〈n′, F (t) | n, F (t)〉 =

δnn′ , nous pouvons écrire :

〈n′, F (t) | U (t) | n, F (t)〉 = δn′n exp

ıγnB − ı

~

ˆ

0

t

dτEn (F (τ))

 (3.2.19)

C'est l'expression de l'opérateur d'evolution dans l'approximation adiabatique. On

va utiliser cette expression dans les prochaines sections en commençant par la fonction

d'auto-corrélation du dipole électrique.

3.3 La fonction d'auto-corrélation dipolaire

Maintenant nous pouvons écrire la fonction d'auto-corrélation dipolaire dans l'approxi-

mation adiabatique (AA). Rappellons tout d'abord que cette fonction est fondamentale

d'où dérive l'intensité du rayonnement I (ω) :

I (ω) =
1

π
<
ˆ

0

∞
{Cdd (t)}perturbateurs exp (−ıωt) dt (3.3.1)

où {Cdd (t)}perturbations est la fonction d'auto-corrélation du moment dipolaire élec-

trique de l'émetteur moyennée sur tous les perturbateurs :

Cdd (t) = Tr
[−→
d (t)

−→
d (0)

]
=
∑
α

〈
α, F (0) |

−→
d (t)

−→
d (0) | α, F (0)

〉

=
∑
α

〈
α, F (0) | U+ (t)

−→
d′ (0)U (t)

−→
d′ (0) | α, F (0)

〉

=
∑
αββ′

〈
α, F (0) | U+ (t)

−→
d′ (0) | β′, F (t)

〉
〈β′, F (t) | U(t) | β, F (0)〉

.
〈
β, F (0) |

−→
d′ (0) | α, F (0)

〉
(3.3.2)

où U(t) est l'opérateur d'évolution et
−→
d′ est le moment dipolaire dans la représentation
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de Heisenberg dans le repère mobile. Notons aussi que α et ββ′ sont respectivement les

états supérieurs et inférieurs. En utilisant les formules (3.2.19) et (3.2.17), nous trouvons

Cdd (t) =
∑
αββ′

δββ′
〈
α, F (t) |

−→
d′ (0) | β′, F (t)

〉〈
β′, F (0) |

−→
d′ (0) | α, F (0)

〉

. exp

−ıγBα (t) +
ı

~

ˆ

0

t

dτEα (F (τ))

 . exp

ıγBβ (t)− ı

~

ˆ

0

t

dτEβ (F (τ))


qu'on peut l'écrire

Cdd (t) =
∑
αβ

〈α, F (t) | d (0) | β, F (t)〉 〈β, F (0) | d (0) | α, F (0)〉 .

. exp ı (γβ (t)− γα (t))

où γα (t) = γBα (t)− 1
~

´
0

t
dτEα (F (τ)) et γβ (t) = γBβ (t)− 1

~

´
0

t
dτEβ (F (τ))

Comme les états |α, F (t)〉, |β, F (0)〉 et
−→
d′ sont des quantités dans le repère mobile,

on a donc 〈
α, F (t) |

−→
d′ (0) | β, F (t)

〉
=
〈
α, F (0) |

−→
d′ (0) | β, F (0)

〉
=
〈
β, F (0) |

−→
d′ (0) | α, F (0)

〉∗
(3.3.3)

et

Cdd (t) =
∑
αβ

|
〈
α, F (t) |

−→
d′ (0) | β, F (t)

〉
|2 exp ı

(
γα (t)− γβ (t)

)
. (3.3.4)

En appliquant le changement du référentiel deR′ àR : |α (lm) , F (0)〉 = R (0, θ, 0) |α (lm′)〉 ,
R (0, θ, 0) est l'opérateur de rotation, la fonction d'auto-corrélation dipolaire Cdd(t) se

transforme en :

Cdd (t) =
∑
αβ

∑
m,m′=0,±1

| d1
mm′ (θ) 〈α | dm′ (0) | β〉 |2 . exp ı

(
γα (t)− γβ (t)

)
(3.3.5)

où d1
mm′ (θ) sont les fonctions de Wigner et

d± = Zer± = ∓Z.
√

(1/2) (x± ıy) ; d0 = Zer0 = Zez (3.3.6)

sont les composantes de moment dipôle électrique avec r±,0 sont les opérateurs de

position exprimés dans la base sphérique, et

γα,β (t) = γα,βB (t) + γα,βD (t) . (3.3.7)
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γα,βB (t) et γα,βD (t) sont respectivement les phases géométriques (Berry) et dynamiques

relatives à les états α et β

γα,βD (t) =
1

~

ˆ

0

t

dτEα,β (F (τ)) (3.3.8)

γα,βB (t) = −mΩB (t) = −m. (1− cos θ)ω0t (3.3.9)

où ω0 est la fréquence du champ électrique tournant −→ε (t).

3.4 Application à la raie Lyman alpha

Premièrement, nous devons calculer γB (t) et γD (t) pour les états inférieurs α et les

états supérieures β, correspondants respectivements aux nombres quantiques principaux

n = 1 et n = 2 .

3.4.1 Etat n = 1 :

En considérant le nombre quantique n = 1, seulement l'état |α〉 = |1, 0, 0〉 avec
l'énergie correspondante E100

1 (−13, 6Z2eV ) contribue pour évaluer γ100
D (t) et γ100

B (t) :

γ100
D (t) =

((
E100

1

)
/~
)
t (3.4.1)

et

γ100
B (t) = −0.ΩB (t) = 0. (3.4.2)

3.4.2 Etat n = 2 :

Nous avons quatre états, deux sont dégénérés|β1
0〉 et |β2

0〉(ont la même énergie Eβ1, 2
0

2 =

((E100
1 )/4)eV ) et deux états |β1〉 et |β2〉 sont non dégénérés (décomposés par le champ

électrique statique, l'e�et Stark linéaire, Eβ1, 2
2 = (E100

1 /4)± 3Zeaf )

|β〉 =



|β1
0〉 = |2, 1, −1〉
|β2

0〉 = |2, 1, 1〉
|β1〉 =

√
1
2
(|2, 1, 0〉 − |2, 0, 0〉)

|β2〉 =
√

1
2
(|2, 1, 0〉+ |2, 0, 0〉)

(3.4.3)

donc

γ
β1, 2
0
D (t) = E100

1 t/ (4~) (3.4.4)

et

γ
β1, 2
0
B (t) = ±ΩB (t) (3.4.5)
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pour les états non dégénérés, nous avons :

E
β1, 2
2 = (E100

1 /4)± 3Zeaf (3.4.6)

donc

γ
β1, 2
D (t) =

((
E100

1

)
/ (4~)

)
t ± ((3Zeaf) /~) t (3.4.7)

et

γ
β1, 2
B (t) = −0.ΩB (t) = 0 (3.4.8)

Alors nous pouvons résumer, et écrire la fonction d'auto-corrélation dipolaire Cdd(t)

telle que

Cdd (t) =
1

2
| d1

00 (θ) 〈100| d0 (0) [|2, 1, 0〉 − |2, 0, 0〉] |2 exp ı
(
γ100 (t)− γβ1 (t)

)
+

1

2
| d1

00 (θ) 〈100| d0 (0) [|2, 1, 0〉+ |2, 0, 0〉] |2 exp ı
(
γ100 (t)− γβ2 (t)

)
+ | d1

0−1 (θ) 〈100 | d0 (0) | 2, 1, 1〉 |2 exp ı
(
γ100 (t)− γ211 (t)

)
+ | d1

01 (θ) 〈100 | d+ (0) | 2, 1, −1〉 |2 exp ı
(
γ100 (t)− γ21−1 (t)

)
(3.4.9)

où

〈1, 0, 0 | d0 | 2, 1, 0〉 = Ze
√

1/3R10
21; 〈1, 0, 0 | d0 | 2, 0, 0〉 = 0

〈1, 0, 0 | d− | 2, 1, −1〉 = 0; 〈1, 0, 0 | d− | 2, 1, 1〉 = Ze
√

2/3R10
21

〈1, 0, 0 | d+ | 2, 1, −1〉 = −Ze
√

2/3R10
21; 〈1, 0, 0 | d+ | 2, 1, 1〉 = 0

(3.4.10)

sont les éléments de matrice du moment dipôle et d1
ab(θ) sont les fonctions de Wigner,

d1
00 (θ) = cos θ d1

0−1 (θ) = −d1
01 (θ) =

(√
2/2
)

sin θ (3.4.11)

et R10
21 sont les intégrales radiales de l'atome hydrogènoïde.

Après quelques manipulations algébriques simples, la fonction d'auto-corrélation di-

polaire Cdd(t) devient :

Cdd (t) =
Z2e2

3
| R10

21 |2 [
cos2 θ

2
exp ı

(
γ100 (t)− γβ1 (t)

)
+

cos2 θ

2
exp ı

(
γ100 (t)− γβ2 (t)

)
+ sin2 θ exp ı

(
γ100 (t)− γ21−1 (t)

)
+ sin2 θ exp ı

(
γ100 (t)− γ211 (t)

)
]

En remplaçant les phases dynamique et de Berry par leurs expressions, nous obtenons
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[6-7] :

Cdd (t) =
Z2e2 | R10

21 |2

3
e−10.2Z2ıt/~

[
cos2 θ. cos

(
3Zeaft

~

)
+ 2 sin2 θ cos ΩB (t)

]

=
1

3
| 〈10 | d | 21〉 |2 e−10.2Z2ıt/~

[
cos2 θ cos

(
3Zeaft

~

)
+ 2 sin2 θ cos ΩB (t)

]
(3.4.12)

où

ΩB (t) = (1− cos θ)ω0t , (3.4.13)

cos θ =
f√

(f 2 + ε2
0)
, sin θ =

ε0√
(f 2 + ε2

0)
(3.4.14)

Nous observons de (3.4.12) que la fonction d'auto-corrélation de dipôle électrique est

une somme de deux termes : le premier vient de l'e�et Stark tandis que le deuxième est

semblable à l'e�et Zeeman. Ce dernier e�et est nouveau puisque il vient de l'application

du théorème adiabatique sur l'interaction d'un émetteur dans un plasma avec le champ

électrique tournant adiabatiquement. Sur la �gure.3.4.1, nous représentons schématique-

ment les décompositions de Stark et de Berry. A la �n, en utilisant (3.4.14), nous trouvons

l'expression �nale de Cdd(t) :

Cdd (t) = (1/3) | 〈10 | d | 21〉 |2 e−10.2Z2ıt/~.[
f 2

f 2 + ε2
0

cos

(
3eZaft

~

)

+

(
2ε2

0

f 2 + ε2
0

)
cos

(
1− f√

f 2 + ε2
0

)
ω0t ] (3.4.15)

3.5 Pro�l de raie

Nous avons calculé la fonction d'auto-corrélation dipolaire pour un atome soumis à

champ électrique tournant
−→
F (t) =

−→
f + −→ε (t). Maintenant nous appliquons le résultat

précédent (3.4.15) dans un plasma. Chaque atome immergé dans le plasma est perturbé

par un champ électrique dû aux ions du plasma, et un champ laser externe. La composante

z de
−→
F (t) est

−→
f et −→ε (t) est la composante dans le plan xOy (

−→
f ⊥−→ε (t)) qui tourne

autour de l'axe Oz avec une fréquence ω0. La fonction d'auto-corrélation du moment

dipolaire électrique relative au plasma est donc obtenue en faisant la moyenne sur le

champ électrique
−→
f du plasma. Premièrement, pour des raisons de simplicité, on dé�nit

une quantité adimensionnelle

Cdd (t) = Cdd (t))/ | 〈10 | d | 21〉 |2

=
1

3
e−10.2Z2ıt/~[

f 2

f 2 + ε2
0

cos

(
3eZaft

~

)
+

(
2ε2

0

f 2 + ε2
0

)
cos

(
1− f√

f 2 + ε2
0

)
ω0t]pert. (3.5.1)

où [....]pert désigne que nous devons faire une moyenne statistique sur les perturbateurs
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Figure 3.4.1 � Comparaison de la décomposition de Stark avec la décomposition de Berry
(Adiabatique) sur un seul atome
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c'est à dire (
−→
f , ε0, ω0), mais dans ce travail on se contente de prendre la moyenne sur

−→
f

.

Cdd (t) =
1

3
[

f 2

2 (f 2 + ε2
0)

(
eıt.(3Zeaf/~−10.2Z2/~) + e−ıt.(3Zeaf/~+10.2Z2/~)

)
+

(
ε2

0

f 2 + ε2
0

)(
e
ıt(ω0−(

ω0f√
f2+ε20

−10.2Z2/~))

+ e
−ıt(ω0−((

ω0f√
f2+ε20

)+10.2Z2/~))
)

]pert . (3.5.2)

Maintenant, nous représentons l'e�et des collisions électroniques par l'insersion de

l'amplitude de l'opérateur de collision Φe dans la formule de l'intensité :

I (ω) =
1

π
Re

ˆ

0

+∞
Cdd (t) exp (ıωt) dt ≡ [I (ω, f, ε0)]pert . (3.5.3)

où

I (ω, f, ε0) = (
1

3π
)(

f 2

2(f 2 + ε2
0)

(
Φe

Φ2
e + (ω + 3Zeaf/~− 10.2Z2/~)2

+

Φe

Φ2
e + (ω − 3Zeaf/~− 10.2Z2/~)2

) +
ε2

0

f 2 + ε2
0

(
Φe

Φ2
e + (ω + ω0 − ω0f/

√
(f 2 + ε2

0)− 10.2Z2/~)²
+

Φe

Φ2
e + (ω − ω0 + ω0f/

√
(f 2 + ε2

0)− 10.2Z2/~)2
)) (3.5.4)

et Φe est donné par [8] :

Φe = 〈nlm |Φe|nl′m′〉 = − 9n2

4Z2

(
n2 − l2 − l − 1

)
× δll′mm′

4π

3

[
2me

πKT

] 1
2

∗

ne

[
~
me

]2

×

Cn +
1

2

ˆ

y

∞ exp (−x)

x
dx

 (3.5.5)

où n est le nombre quantique principal du niveau supérieure (ici n = 2) et Cn : est

une estimation de l'e�et de collision forte. Dans le travail actuel, nous utilisons la formule

de Griem [8], l'équation (3.5.5), dans laquelle C2 = 1, 5 et

y ∼=
(
~n2

2

)2

.
ω2
pe +4ω2

s

EHKT
(3.5.6)

ω2
pe = 4πe2ne

me
: est le carré de la fréquence du plasma, 4ωs ∼= 5n2a0

e
~F0 où a0 : est le

rayon de Bohr, F0 = e
r2e
.

Dans cette étape, nous avons besoin de la statistique de micro-champ électrique
−→
f .

Cela est accomplie par l'utilisation de la dynamique moléculaire pour calculer l'intensité

du rayonnement :
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I (ω) =

ˆ

0

∞
W (f) df.I (ω, f)

I (ω) =

(
Φe

3π

)
.

ˆ ∞ f 2.W (f) df

2 (f 2 + ε2
0)

.(
1

Φ2
e + (ω + 3Zeaf

~ − 10.2Z2

~ )2
+

1

Φ2
e + (ω − 3Zeaf

~ − 10.2Z2

~ )2
)

+

(
Φe

3π

) ˆ
0

∞ ε2
0W (f) df

(f 2 + ε2
0)

.(
1

Φ2
e + (ω + ω0 − ω0f√

f2+ε20
− 10.2Z2

~ )2
+

1

Φ2
e + (ω − ω0 + ω0f√

f2+ε20
− 10.2Z2

~ )2
) (3.5.7)

Pour être plus explicite, l'évaluation numérique des intégrales dans la dernière ex-

pression donne l'intensité de raie Lyman alpha. Nous avons présenté ici quelque pro�ls

de raies pour di�érentes fréquences ω0, di�érentes valeurs du champ électrique tournant

ε0 (notée par eps dans les �gures), et pour di�érentes densités à une température �xée

(105°K) (voir les �gures 3.5.1-3.5.4). Pour des raisons de simplicité, nous avons pris en

compte l'opérateur de collision donné par [6], et nous avons négligé l'e�et Doppler et la

structure �ne dans tous les calculs.

Quand la fréquence ω0 diminue en respectant la condition de l'adiabicité, nous voyons

que la raie se décompose (voir la �gure 3.3). Notons aussi que cette condition dépend de la

densité, lorsque la densité ne est élevée, le domaine de la fréquence ω0 où la condition de

l'adiabaticité est satisfaite sera également important. On peut facilement le voir à partir

de la condition ω0 � 3Zeaf/~, puisque f̄ est proportionnel à la densité. Par exemple,

nous voyons dans la �gure 3.5.2, lorsque la densité est élevée (1018cm−3), l'approximation

adiabatique reste valable même pour ω0 = 0.01ωp, qui n'est pas vrai pour la densité

1014cm−3 (voir �gure 3.5.1). Pour a�aiblir l'approximation adiabatique pour le cas de la

densité 1018cm−3, il est nécessaire que la fréquence d'oscillation du champ extérieur est

de l'ordre de la fréquence du plasma (ω0 = 0.4ωp) (voir �gure 3.5.3). Pour ω0 �xée, nous

voyons aussi à partir de la �gure 3.5.3, quand les densités augmentent, l'approximation

adiabatique devient plus évidente et valable.
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Figure 3.5.1 � Les raies Lyman alpha deHe+en présence d'un champ électrique tournant
avec di�érentes valeurs de ε0 et di�érentes fréquences ω0 à la température 105 °K et
ne = 1018cm−3
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Figure 3.5.2 � Les raies Lyman alpha de He + en présence d'un champ électrique tournant
avec di�érentes valeurs de ε0et di�érentes fréquences ω0 à la température 105 °K et ne =
1018cm−3
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Figure 3.5.3 � Les raies Lyman alpha deHe+ en présence d'un champ électrique tournant
avec ε0 = 2 et di�érentes fréquences ω0 = 0.4ωp à la température 105 °K et ne = 1018cm−3
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Figure 3.5.4 � Les raies Lyman alpha deHe+ en présence d'un champ électrique tournant
avec ε0 = 5 et di�érentes fréquences ω0 = 0.01ωp à la température 105°K et ne = 1018cm−3
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3.6 Conclusion

Dans ce chapitre, nous avons dégagé la fonction d'auto-corrélation dipolaire (FACD),

et l'intensité du rayonnement pour la raie Lyman alpha dans un plasma en utilisant

l'approximation adiabatique (AA) sous la forme d'une perturbation adiabatique d'un

champ électrique externe tournant. Nous avons montré qu'en plus de la décomposition

Stark, il existe une nouvelle décomposition similaire à celle de Zeeman. La validité de

cette approximation est discutée pour di�érentes conditions de plasma comme la densité,

et la fréquence du champ électrique. Lorsque ω0 diminue et tend vers zéro (pas de rotation

de−→ε (t) ), la raie devient, comme d'habitude, élargie seulement par l'e�et de Stark tandis

que l'e�et de Berry est absent. Mais lorsque ω0 augmente en obéissant à la condition de

(AA) (ω0 � 3Zeaf̄/~), la décomposition de Berry apparaît au centre, et le maximum de

l'intensité I(ω) diminue.
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Chapitre 4

Intégrale de chemin et rayonnement des

plasmas

4.1 Introduction

Dans ce chapitre, nous exposons un formalisme de la mécanique quantique mentionné

dans la littérature [1-4], qui est inventé par Feynman en 1942. Ce formalisme dit intégrale

de chemin, est particulièrement intéressant et permet de mieux faire le lien entre l'approche

quantique et classique. Nous utilisons ce concept avec les exemples de la particule libre et

l'oscillateur harmonique puis on va l'appliquer au calcul des fonctions d'auto-corrélation

du dipôle électrique dans un plasma.

4.2 Construction physique de l'intégrale de chemin

4.2.1 Amplitude de probabilité

En mécanique quantique, on ne somme pas sur le probabilités des possibilités mais sur

leurs amplitudes. Ce fait étrange est la base du phénomène d'interférence des électrons

dans l'expérience des fentes de Young : par exemple quand un électron a deux trajets

possibles pour aller de A vers B, l'amplitude de probabilité ΦAB de l'événnement est :

ΦAB = ΦAB(1) + ΦAB(2) (4.2.1)

c'est-à-dire que la probabilité de l'événement est :

PAB = |ΦAB|2 (4.2.2)

= |ΦAB(1)|2 + |ΦAB(2)|2 + 2Re (ΦAB(1)Φ∗AB(2)) (4.2.3)

on appelle que Re (ΦAB(1)Φ∗AB(2)) est le facteur d'interférence. Ce terme fait la di�é-

rence entre les deux approches quantique et classique. Cette propriété des amplitudes est
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connue sous le principe de superposition. Ces amplitudes des probabilités obéissent aussi

au principe de l'état intermédiaire, qui stipule que l'amplitude de probabilités pour aller

de A vers B sachant qu'on passe par C

ΦAB|C = ΦACΦCB (4.2.4)

En 1942, Feynman a basé sur ces propriétés, et il a pu élaborer un nouveau formalisme

de la mécanique quantique dit intégrale de chemin de Feynman. Dans ce formalisme, il

n'est pas nécessaire d'utiliser les quantités mathématiques qui ne commutent pas tels les

opérateurs et à leur place on recourt au concept de trajectoires, comme dans la mécanique

classique pour décrire les phénomènes quantiques.

4.2.2 Postulats de Feynman

Dans son formalisme de la mécanique quantique, Feynman a proposé un postulat pour

calculer la contribution de chaque chemin à l'amplitude totale K(b, a) pour aller d'un

point spatio-temporel a à un autre b : on écrit K(b, a) comme la somme des contributions

individuelles Φ [x(t)] de chaque chemin x(t)

K(b, a) =
∑

tout les chemins de a à b

Φ [x(t)] (4.2.5)

où Φ [x(t)] est l'amplitude associée au chemin x(t). Pour évaluer cette amplitude,

Feynman a utilisé une remarque de Dirac dans laquelle il a montré un lien intime entre

cette amplitude et l'action classique relative au chemin x(t) quand le temps de propa-

gation est très court. Feynman a utilisé la technique de discrétisation, c'est-à-dire, il

discrétise le temps en instant à la durée de propagation [ti, tf ], puis il associe la suite de

points (ti = t0, t1, ........, tN , tN+1 = tf ) et au chemin continu x(t) qui fait correspondre une

suite de points (xi = x0, x1, ........, xN , xN+1 = xf ). De cette manière on écrit l'amplitude

comme :Φ [x(t)]→ Φ (x0, x1, x2, ........, xN , xN+1).

Suivant le principe de l'état intermédiaire, cette dernière se factorise comme :

Φ (x0, x1, x2, ......, xN , xN+1) =
N+1∏
k=1

Φ (xk, xk−1) (4.2.6)

c'est l'amplitude de probabilité d'aller de a vers b sachant qu'on est passé par {x1, x2, ...., xN}.
Pour tj−1 très proche de tj, ou bien xj proche de xj−1, il postule encore que :

Φ (xj−1, xj) = M exp
{ ι
~
S (xj−1, xj)

}
(4.2.7)

où S (xj−1, xj) est l'action classique. Donc même amplitude pour tous les chemins ;

M , et des phases di�érentes et proportionnelles à l'action S (xj−1, xj). Puis on somme sur
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tous les points intermédiaires pour balayer toutes les probabilités

K (xf , tf ;xi, ti) =

ˆ
dx1......dxNM

N+1 exp

{
i

~

N+1∑
j=1

S (xj−1, xj)

}
(4.2.8)

où S (xj−1, xj) n'est rien d'autre que l'action classique évaluée suivant un chemin droit

SCl (xj−1, xj) =
m

2
(tj − tj−1)

(
xj − xj−1

tj − tj−1

)2

− (tj − tj−1)V (xj) (4.2.9)

avec xj = x (tj) et xj ∈ [xj−1, xj].

Dans le but de réaliser cette condition, Feynman rajoute une limite : tj − tj−1 → 0 ;

c'est-à-dire qu'il revient à la trajectoire continue. Par conséquent, on écrit

K (xf , tf ;xi, ti) = lim
N→∞

ˆ N∏
k=1

dxkM
N+1 exp

{
i

~

N+1∑
k=1

S (xk−1, xk)

}
. (4.2.10)

A la base de cette construction, l'amplitude de transition d'un point spatio-temporel

à un autre est aussi dite propagateur car elle véri�e :

Ψ (x, t) =

ˆ
dyK (x, t; y, t′) Ψ (y, t′) (4.2.11)

localement elle s'écrit :

Ψ (x, t+ ε) =

ˆ
dyK (x, t+ ε; y, t) Ψ (y, t) (4.2.12)

Par conséquent, pour ε→ 0, K (x, t+ ε; y, t)→ δ (x− y). Cette condition de norma-

lisation nous permet d'identi�er la constante M =
(

m
2πi~4tj

)1/2

.

La forme dé�nitive du propagateur devient alors :

K (xf , tf ;xi, ti) = lim
N→∞

ˆ N∏
k=1

dxk

N+1∏
k=1

( m

2πi~ε

)1/2

exp

{
i

~

N+1∑
k=1

m

2ε
(xk − xk−1)2 − εV (xj)

}
(4.2.13)

C'est la dé�nition de l'intégrale de chemin de Feynman du propagateur de la mécanique

quantique non relativiste sans spin à une dimension en présence d'un potentiel scalaire.

Cette dé�nition se généralise sans peine au cas D − dim : x ≡ (x1, ....., xD), dx ≡ dDx

comme :

K (xf , tf ;xi, ti) = lim
N→∞

ˆ N∏
k=1

dxk

N+1∏
k=1

( m

2πi~ε

)D/2
exp

{
i

~

N+1∑
k=1

m

2ε
(xk − xk−1)2 − εV (xj)

}
(4.2.14)
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4.2.3 Intégrale de chemin et formule de Trotter

4.2.3.1 Opérateur d'évolution

Dans le cas d'un hamiltonien indépendant du temps, la solution formelle de l'équation

de Schrödinger peut s'écrire comme :

|Ψ (tb)〉 = exp

[
− i
~
H (tb − ta)

]
|Ψ (ta)〉 (4.2.15)

= U (ta, tb) |Ψ (ta)〉 (4.2.16)

où U est l'opérateur d'évolution.

Parmi ces propriétés, on peut noter ce que suit :

1- Evolution inversée :

U−1 (tb, ta) = U (ta, tb) (4.2.17)

2- Unitarité :

U+ (tb, ta) = U−1 (tb, ta) (4.2.18)

3- Loi de composition :

U (tb, ta) = U (tb, tc)U (tc, ta) (4.2.19)

4- L'opérateur d'évolution véri�e l'équation de Schrödinger :

i~
∂

∂tb
U (tb, ta) = HU (tb, ta) =⇒ i~

∂

∂tb
U−1 (tb, ta) = U−1 (tb, ta)H (4.2.20)

5- L'élément de matrice de l'opérateur d'évolution c'est le propagateur

K (xb, tb;xa, ta) = θ (ta − tb) 〈xb |U (tb, ta)|xa〉 (4.2.21)

l'évolution est causale.

6- Cet élément de matrice véri�e :(
i~

∂

∂tb
−Hb

)
= i~δ (tb − tb) δ (xb − xa) (4.2.22)

7-K (xb, tb;xa, ta) se développe, dans le cas du hamiltonien stationnaire, suivant la base

des fonctions propres du hamiltonien :

K (xb, tb;xa, ta) =
∑
n

ϕn (xb)ϕ
∗
n (xa) exp

[
− i
~
En (ta − tb)

]
(4.2.23)

Il est possible de déduire la formule de Feynman en partant directement de l'opérateur

d'évolution. En e�et, soit tb = T et ta = 0 ; U (T ) = exp
[
− i

~ĤT
]
.

En subdivisant la durée T en N + 1 intervalles égaux T = (N + 1) ε, nous pouvons
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écrire

exp

[
− i
~
ĤT

]
= exp

[
− i
~
Ĥ

T

N + 1

]N+1

(4.2.24)

Le hamiltonien a la forme suivante

Ĥ =
p̂2

2m
+ V (x̂) (4.2.25)

Donc par l'application de la formule de Trotter

exp

[
− i
~
Ĥ

T

N + 1

]
= exp

(
− i
~
p̂2

2m

T

N + 1

)
exp

(
− i
~
V (x̂)

T

N + 1

)
+O

((
T

N + 1

)2
)

(4.2.26)

Puis on écrit

〈xb |U (T )|xa〉 =

〈
xb

∣∣∣∣∣
[
exp

(
− ı
~
p̂2

2m

T

N + 1

)
exp

(
− ı
~
V (x̂)

T

N + 1

)]N+1
∣∣∣∣∣xa
〉

(4.2.27)

=

ˆ N∏
k=1

dxk

〈
xK

∣∣∣∣exp

(
− ı
~
p̂2

2m

T

N + 1

)
exp

(
− ı
~
V (x̂)

T

N + 1

)∣∣∣∣xk−1

〉
(4.2.28)

où l'on a introduit la relation de fermeture à chaque instant tk
´
dxk |xk〉 〈xk| = 1.

Maintenant évaluons l'élément de matrice in�nitésimal, il est égal à :

exp

(
− ı
~
V (x̂k−1)

T

N + 1

)〈
xk

∣∣∣∣exp

(
− ı
~
p̂2

2m

T

N + 1

)∣∣∣∣xk−1

〉
(4.2.29)

=

ˆ
dpk exp

[
i

~

(
p̂2
k

2m

T

N + 1
+ V (x̂k−1)

T

N + 1

)
〈xk| pk 〉〈 pk |xk−1〉

]
(4.2.30)

=

ˆ
dpk
2π~

exp

[
ıpk (xk − xk−1)− ı

~
T

N + 1

(
p̂2
k

2m
+ V (x̂k−1)

)]
(4.2.31)

Comme on le voit, il est aussi possible d'intervenir les opérateurs énergie cinétique

et énergie potentiel dans cet élément in�nitésimal. Ceci nous donne V (x̂k) à la place

de V (x̂k−1). En e�et, on peut toujours choisir n'importe quel point xk ∈ [xk, xk−1]. Le

résultat devient alors :

〈xb |U (T )|xa〉 = K (xb, xa;T ) (4.2.32)

=

ˆ N∏
k=1

dxk

N+1∏
k=1

dpk
2π~

exp

[
ı

~

N+1∑
k=1

{
pk (xk − xk−1)− ε

(
p̂2
k

2m
+ V (xk)

)}]
(4.2.33)

L'intégration sur les pk s'e�ectue facilement (forme gaussienne), son résultat donne

exactement le résultat déjà trouvé du propagateur.
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4.3 Utilisation du concept avec des exemples

4.3.1 La particule libre

Le propagateur de la particule libre s'écrit comme :

K (xf , xi;T ) =

ˆ xf

xi

Dx (t) exp

{
ı

~

ˆ T

0

m

2
ẋ2dt

}
(4.3.1)

=

ˆ N∏
k=1

dxk

N+1∏
k=1

( m

2πı~ε

)1/2

exp

[
ιm

2π~ε

N+1∑
k=1

{
(xk − xk−1)2}] (4.3.2)

avec x0 = xi, xN+1 = xf , T = (N + 1) ε.

Comme il est facile de voir, c'est une intégrale gaussienne qui donc s'intègre facilement

en utilisant l'identité :

ˆ +∞

−∞
du

√
π

a
exp

[
−a (x− u)2]√π

b
exp

[
−b (u− y)2] =

√
ab

π (a+ b)
exp

(
− ab

a+ b
(x− y)2

)
(4.3.3)

Dans notre cas on a : a = b = m
2ı~ε .

Par conséquent, l'intégration successive sur les variables {xk}k=1,...,N donne√
m

2πı~ (N + 1) ε
exp

[
ım

2~ (N + 1) ε
(xN+1 − x0)2

]
(4.3.4)

à la limite N →∞ on obtient,

K (xf , xi;T ) =

√
m

2πı~T
exp

[ ιm
2~T

(xf − xi)2
]

(4.3.5)

Remarque :

La forme de K (xf , xi;T ) est très simple

K (xf , xi;T ) = F0 (T ) exp
[ ι
~
SLibreClassique

]
(4.3.6)

SLibreClassique est l'action évaluée suivant le chemin classique de la particule libre.

En dimension D, le résultat est facilement généralisé −→x = (x1, x2....., xD)

K (xf , xi;T ) =
( m

2π~T

)D/2
exp

[ ιm
2~T

(−→x f −−→x i)
2
]

(4.3.7)

4.3.2 L'oscillateur harmonique

Le propagateur à évaluer est

K (xf , xi;T ) =

ˆ xf

xi

Dx (t) exp

{
ı

~

ˆ T

0

[m
2
ẋ2 − m

2
ω2x2

]
dt

}
(4.3.8)
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=

ˆ N∏
k=1

dxk

N+1∏
k=1

( m

2πı~ε

)1/2

exp

[
ı

~

N+1∑
k=1

{m
2ε

(xk − xk−1)2 − m

2
εω2x2

k

}]
(4.3.9)

avec x0 = xi , xN+1 = xf , T = (N + 1) ε et xk ∈ [xk, xk−1].

Comme l'action se développe à l'ordre 1 en ε, écrivons x =
x2k+x2k−1

2
, le propagateur

in�nitésimal prend la forme

K (xk, xk−1; ε) = N0 exp
{ ı
~
[
a
(
x2
k + x2

k−1

)
− 2bxkxk−1

]}
(4.3.10)

avec N0 =
(

m
2πı~ε

)1/2
et b = m

2ε
et a = m

2ε

[
1− 2

(
ωε
2

)2
]
.

Le propagateur est une intégration successive des propagateurs in�nitésimaux

K (xf , xi;T ) =

ˆ N∏
k=1

dxk

N+1∏
k=1

K (xk, xk−1; ε) (4.3.11)

Donc, c'est une intégration successive de Gaussiennes. Le résultat est une Gaussienne,

c'est-à-dire

NN+1 exp
{ ı
~
[
aN+1

(
x2
N+1 + x2

0

)
− 2bN+1xN+1x0

]}
(4.3.12)

Il nous reste alors à déterminer les coe�cients inconnus NN+1, aN+1 et bN+1, nous

savons que

K (xN+1, x0; (N + 1) ε) =

ˆ
dxNK (xN+1, xN ; ε)K (xN , x0;Nε) (4.3.13)

De là, on tire la récurrence suivante :

NN+1 = N0NN

√
ιπ~

aN + a1

, (4.3.14)

aN+1 =
a2
N − b2

N + a1aN
a1 + aN

=
a2

1 − b2
1 + a1aN

a1 + aN
(4.3.15)

et

bN+1 =
b1bN

a1 + aN
(4.3.16)

L'intégration est e�ectuée au moyen de la formule

ˆ +∞

−∞
dy exp

[
−ay2 + by

]
=

√
π

a
exp

(
b2

4a

)
(4.3.17)

la deuxième relation de récurrence nous donne

a2
N = b2

N + a2
1 − b2

1 (4.3.18)

la troisième devient alors

bN+1 =
b1bN

a1 +
√
b2
N + a2

1 − b2
1

(4.3.19)
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qu'on écrit comme

1

bN+1

=
1

b1

(
a1

bN
+

√
1− b2

1 − a2
1

b2
N

)
(4.3.20)

Sachant que ε� 1 (N →∞) : ωε
2

= sin ωε
2

a1 =
m

2ε

(
1− 2 sin2 ωε

2

)
=
m

2ε
cosωε (4.3.21)

la récurrence sur bN+1 est alors simpli�ée en :

1

bN+1

=
cosωε

bN
+

2ε

m

√
1− m

4ε2

sin2 ωε

b2
N

(4.3.22)

Introduisons la quantité βN = 2ε
m
bN , il vient

1

βN+1

=
cosωε

βN
+

√
1− sin2 ωε

β2
N

(4.3.23)

avec

β1 =
2ε

m
b1 = 1 (4.3.24)

1

β2

=
sin 2ωε

sinωε
(4.3.25)

1

β3

=
sin 3ωε

sinωε
(4.3.26)

d'où la forme de la récurrence de βN+1

1

βN+1

=
sinω (N + 1) ε

sinωε
(4.3.27)

Il est aisé de s'assurer que cette expression véri�e la récurrence.

Alors, on a

bN+1 =
m

2ε

sinωε

sinω (N + 1) ε
(4.3.28)

aN+1 =
m

2ε
sinωε

cosω (N + 1) ε

sinω (N + 1) ε
(4.3.29)

NN+1 = N0

√
sinωε

sinω (N + 1) ε
(4.3.30)

A la limite, on aura

bN+1 =
mω

2

1

sinωT
(4.3.31)

aN+1 =
mω

2

cosωT

sinωT
(4.3.32)
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Nn+1 =

√
mω

2πı~ sinωT
(4.3.33)

Le résultat du propagateur est alors

K (xf , xi;T ) =

√
m

2πı~ sinωT
exp

[ ιmω

2~ sinωT

(
x2
f + x2

i

)
cosωT − 2xfxi

]
(4.3.34)

Remarquons là encore que le résultat est de la forme :

K (xf , xi;T ) = Foscil (T ) exp
[ ι
~
SOscilClassique

]
(4.3.35)

SOscilClassique est l'action de l'oscillateur évaluée suivant le chemin classique.

4.4 Technique de la déviation par rapport au chemin

classique

Les deux résultats précédents s'inspirent d'une technique générale qui soit au moins

correcte pour les systèmes quadratiques. En e�et, l'apparition de l'action classique dans

le résultat indique que le chemin classique est prépondérant dans l'évaluation. Le facteur

F (T ) dépendant du temps contient les �uctuations quantiques relativement à ce chemin

classique. Dans la suite, nous allons d'abord élaborer une technique dite déviation par

rapport au chemin classique. Il s'avère que cette technique s'achève en calcul jusqu'à la

�n pour les systèmes quadratiques, c'est-à-dire que F (T ) est calculable explicitement, le

propagateur est donné par

K (xf , xi;T ) =

ˆ xf

xi

Dx (t) exp

{
ı

~

ˆ T

0

[m
2
ẋ2 − V (x)

]
dt

}
(4.4.1)

K (xf , xi;T ) =

ˆ xf

xi

Dx (t) exp
{ ı
~
S [x (t)]

}
(4.4.2)

Introduisons le changement de variable

x (t) = η (t) + xCl (t) (4.4.3)

où xCl (t) est le chemin classique qui est la solution des équations classiques représentées

par ∂S
∂x

∣∣
xCl

= 0, η (t) est la déviation par rapport au chemin classique avec

η (tf ) = η (ti) = 0 (4.4.4)

.

Le développement de Taylor donne
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S [x (t)] = S [xCl] +
1

2!

∂2S

∂x2

∣∣∣∣
xCl

η2 (t) +
1

3!

∂3S

∂x3

∣∣∣∣
xCl

η3 (t) + · · · (4.4.5)

Le calcul du propagateur se réduit alors à

K (xf , xi;T ) = K̃ (0, 0;T ) exp
{ ı
~
SCl [x (t)]

}
(4.4.6)

où

K̃ (0, 0;T ) =

ˆ 0

0

Dη (t) exp
{ ı
~
δSCl

}
(4.4.7)

δSCl =
1

2!

(
∂2L

∂ẋ2
Cl

∣∣∣∣
xCl

η̇2 + 2
∂2L

∂ẋCl∂xCl

∣∣∣∣
xCl

η̇η +
∂2L

∂x2
Cl

∣∣∣∣
xCl

η2

)
+

1

3!

∂3S

∂x3

∣∣∣∣
xCl

η3 + · · · (4.4.8)

4.5 L'approche perturbative dans le formalisme de l'in-

tégrale de chemin

Si un système quantique est soumis à un potentiel qui n'introduit que des termes

quadratiques dans l'action, alors le traitement du problème peut se faire dans l'intégrale

de chemin. Cependant, de nombreux problèmes en mécanique quantique ont des potentiels

non quadratiques. Ceci nécessite alors l'emploi d'une méthode d'approximation.

Une méthode d'approximation est le développement perturbatif qui est particulière-

ment utile quand l'énergie potentielle est petite devant l'énergie cinétique du système (par

exemple le cas d'un plasma idéal).

Supposons qu'une particule est soumise à un potentiel V (x, t) unidimensionnel. L'am-

plitude du mouvement entre deux points a et b dans ce potentiel est :

KV (b, a) =

ˆ b

a

D [x (t)] exp

{
ı

~

ˆ t2

t1

[m
2
ẋ2 − V (x, t)

]
dt

}
(4.5.1)

On notera K0 (b, a) l'amplitude d'une particule libre (V = 0) . Si l'intégrale du poten-

tiel le long d'un chemin est petite devant ~, selon l'inégalité :

ı

~

ˆ t2

t1

V (x, t) dt� ~ (4.5.2)

Il est possible de développer l'exponentielle dans (1.77) :

exp

{
ı

~

ˆ t2

t1

V (x, t) dt

}
= 1− ı

~

ˆ t2

t1

V (x, t) dt+
1

2

( ı
~

)2
(ˆ t2

t1

V (x, t) dt

)2

+ · · · (4.5.3)

Ceci nous permet d'écrire (1.77) sous la forme :
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KV (b, a) = K0 (b, a) +K(1) (b, a) +K(2) (b, a) + · · · (4.5.4)

où les termes du développement s'écrivent comme :

K0 (b, a) =

ˆ b

a

D [x (t)] exp

(
ı

~

ˆ t2

t1

m

2
ẋ2dt

)
(4.5.5)

K(1) (b, a) = − ı
~

ˆ b

a

D [x (t)] exp

(
ı

~

ˆ t2

t1

m

2
ẋ2dt

) ˆ t2

t1

V (x, τ) dτ (4.5.6)

K(2) (b, a) = − 1

2~2

ˆ b

a

D [x (t)] exp

(
ı

~

ˆ t2

t1

m

2
ẋ2dt

) ˆ t2

t1

V (x, τ) dτ

ˆ t2

t1

V (x, τ ′) dτ ′

(4.5.7)

Pour évaluer les termes du développement considérons d'abord le terme K(1) (b, a) et

intervertissons l'ordre d'intégration entre le temps et le chemin x (t) :

K(1) (b, a) = − ı
~

ˆ t2

t1

dτ

ˆ b

a

D [x (t)] exp

(
ı

~

ˆ t2

t1

m

2
ẋ2dt

)
V (x, τ) (4.5.8)

= − ı
~

ˆ t2

t1

dτF (τ) (4.5.9)

où

F (τ) =

ˆ b

a

D [x (t)] exp

(
ı

~

ˆ t2

t1

m

2
ẋ2dt

)
V (x, τ) (4.5.10)

L'intégrale de chemin F (τ) peut être interprétée comme la somme sur tous les chemins

de l'amplitude de la particule libre. Chaque chemin est a�ecté d'un poids qui est le

potentiel V (x, τ) évalué au temps τ .

Chaque chemin peut donc être divisé en deux parties : une avant le temps t = τ , l'autre

après. Pour t = τ on suppose que chaque chemin passe par le point xc (τ), point sur lequel

on intègre par la suite. Si on appelle c le point xc (τ), on peut tracer schématiquement le

chemin dans l'espace-temps.

On peut maintenant utiliser la règle de multiplication des amplitudes pour des événe-

ments qui se succèdent, ce qui nous permet d'écrire :

F (τ) =

ˆ +∞

−∞
K0 (b, c)V (xc, τ)K0 (c, a) dxc (4.5.11)

Ce qui mène à l'amplitude au premier ordre

K(1) (b, a) = − ı
~

ˆ t2

t1

ˆ +∞

−∞
K0 (b, c)V (c)K0 (c, a) dxcdτ (4.5.12)

Sous cette forme, on peut interpréter l'interaction entre le potentiel et la particule comme

une di�usion. L'amplitude au premier ordre comprend une seule di�usion de la particule,

l'amplitude à l'ordre k comprend k di�usions.
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Nous allons utiliser cette approche perturbative pour évaluer les propagateurs rencon-

trés dans les problèmes du rayonnement des plasmas. Pour ce qui suit, on va représenter la

fonction d'auto-corrélation du dipôle électrique en terme de l'intégrale de chemin de Feyn-

man. Sachant que la transformée de Fourier en temps de cette fonction n'est rien d'autre

que le pro�l de raies, nous consacrons le chapitre suivant pour appliquer le concept de

Feynman sur le calcul pro�l de raie de Lyman-α sans structure �ne dans les deux cas :

statique et impact.

4.6 Calcul de la fonction d'auto-corrélation du moment

dipolaire par la méthode de l'intégrale de chemins

Comme nous l'avons signalé plus haut, la quantité importante pour l'étude des pro�ls

des raies est la fonction d'auto-corrélation du moment dipolaire. Dans le cas de la raie

Lyman alpha, cette fonction s'écrit comme :

C (t) = exp (−ıεβt)
∑
αα′ββ′

−→
dαβ

{
〈α |Ta (t, 0)|α′〉∗

}
av

−−→
d∗α′β′ (4.6.1)

où
−→
dαβ est un élément de matrice dipolaire, Ta (t, 0) est l'opérateur d'évolution qui

évoluer les états supérieurs α et α′.

En utilisant les deux relations de fermeture suivantes :
ˆ
|−→y 〉 〈−→y | d−→y = 1 (4.6.2)

et

ˆ ∣∣∣−→y′〉〈−→y′ ∣∣∣ d−→y′ = 1 (4.6.3)

on peut écrire les éléments de matrice de l'opérateur d'évolution des états supérieurs sous

la forme [5-8] :

〈α |Ta (s, 0)|α′〉 =

ˆ ˆ
〈α| y〉 〈y |Ta (t, 0)| y′〉 〈y′| α′〉 dydy′ (4.6.4)

Les produits scalaires qui apparaissent dans l'intégrale sont les fonctions d'ondes :〈α| y〉 =

ϕα (y) et 〈y′| α′〉 = ϕ∗α′ (y
′).

Ce qui mène à la fonction d'auto-corrélation du moment dipolaire

C (t) = exp (−ıεβt)
∑
αα′β

−→
dαβ
−−→
d∗α′β′

ˆ ˆ
ϕα (y)ϕ∗α′ (y

′) 〈y |{Ta (t, 0)}av| y
′〉 dydy′ (4.6.5)
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où 〈y |Ta (t, 0)| y′〉 représente le propagateur de Feynman K (y, s; y′, 0)

K (y, t; y′, 0) =

ˆ y(t)=y

y(t)=y′
D [−→y (t)] exp

ı

~

ˆ t

0

(
m

2
−̇→y

2
+

Ze2

||−→y ||
+ e−→y

−→
E (τ)

)
dτ (4.6.6)

et
−→
E (τ) est le champ électrique créé par tous les composantes des plasmas (ions et

électrons) au centre de l'émetteur.

En écrivant le propagateur relatif à l'ion hydrogènoïde non perturbé qui est dé�ni par

le propagateur initial K0 (y, t; y′, 0),

K0 (y, t; y′, 0) =

ˆ y(t)=y

y(t)=y′
D [−→y (t)] exp

ı

~

ˆ t

0

(
m

2
−̇→y

2
+

Ze2

||−→y ||

)
dτ (4.6.7)

qu'on peut l'écrire également selon la relation (4.2.23) comme :

K0 (y, t; y′, 0) =
∞∑
n

ϕn (y)ϕ∗n (y′) exp

[
− i
~
Ent

]
, (4.6.8)

il est possible de développer le propagateur comme une série :

K (y, t; y′, 0) =
∞∑
k=0

( ı
~

)k 1

k!

ˆ t

0

dτ1 · · ·
ˆ t

0

dτk

ˆ
d−→y1 · · ·

ˆ
d−→yk

(−→
E1
−→y1

)
· · ·
(−→
Ek
−→yk
)

k∏
j=0

K0 (−−→yj+1, τj+1;−→yj , τj) (4.6.9)

, où −−→yj+1 = −→y et −→y0 = −→y ′

En remplaçant K0 par son expression, on trouve

K (y, t; y′, 0) =
∞∑
k=0

∑
α1···αk+1

( ı
~

)k 1

k!

ˆ t

0

dτ1 · · ·
ˆ t

0

dτk

ˆ
d−→y1 · · ·

ˆ
d−→yk

(−→
E1
−→y1

)
· · ·
(−→
Ek
−→yk
)

· · ·ϕ∗αk+1
(−→y )ϕ∗αk+1

(−−→yk+1) exp
ı

~
εαk+1

(t− τk)ϕ∗α1
(−→y )ϕ∗α1

(−→y1) exp
ı

~
εα1 (τ1 − 0) (4.6.10)

On utilise la représentation |nlm〉, la fonction d'auto-corrélation du dipôle dans le cas de

la série de Lyman s'écrit

C (t) = exp (−ıεβt)
∑
ll′mm′

〈
nlm

∣∣∣−→d ∣∣∣ 100
〉〈

n′l′m′
∣∣∣−→d ∣∣∣ 100

〉∗
〈〈nlm, 100 |{T}|n′l′m′, 100〉〉

(4.6.11)

Il est avantageux d'écrire le produit des éléments de matrice du moment dipolaire en

utilisant les composantes standards de
−→
d = −e−→r
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
r1

0 = z

r1
1 = − 1√

2
(x+ ıy)

r1
−1 = 1√

2
(x− ıy)

(4.6.12)

Tout ceci nous permet d'écrire la fonction d'auto-corrélation du moment dipolaire pour

une raie quelconque Lyman-n

C (t) =
exp (−ıεβt)

3

∑
ll′mm′

〈
nl
∣∣∣∣d1
∣∣∣∣ 10

〉 1∑
m=−1

〈〈nlm, 100 |{T}|n′l′m′, 100〉〉 (4.6.13)

où d1 = er1
0.

Tout ceci nous permet d'écrire la fonction d'auto-corrélation du moment dipolaire pour

une raie quelconque Lyman-α

C (t) =
exp (−ıεβt)

3

〈
21
∣∣∣∣d1
∣∣∣∣ 10

〉
{〈210 |T | 210〉+ 2 〈211 |T | 211〉}av (4.6.14)

C (t) =
exp (−ıεβt)

3

〈
21
∣∣∣∣d1
∣∣∣∣ 10

〉
exp (Φet) {C0 (t) + 2C1 (t)}av (4.6.15)

où Φe représente l'amplitude de l'opérateur de collision électronique.

On commence par le calcul de C0 (t) :

C1 (t) =

ˆ ˆ
dydy′ϕ211 (y)ϕ∗211 (y′) 〈K (y, t; y′, t)〉 (4.6.16)

et on remplace le propagateur K par son expression :

C1 (t) =
∞∑
k=0

∑
α2=1···αk+1

( ı
~

)k 1

k!

ˆ t

0

dτ1 · · ·
ˆ t

0

dτk

ˆ
d−→y1 · · ·

ˆ
d−→yk

(−→
E1
−→y1

)
· · ·
(−→
Ek
−→yk
)

· · ·ϕ211 (−−→yk+1)ϕ∗αk+1
(−−→yk+1)ϕ211 (−−→yk+1)ϕ∗αk+1

(−−→yk+1) exp
ı

~
εαk+1

(t− τk)

· · ·ϕ∗α1
(−→y )ϕ∗α1

(−→y1) exp
ı

~
εα1 (τ1 − 0) (4.6.17)

ou : −−→yk+1 = −→y , −→y0 = −→y ′, τk+1 = s et τ0 = 0.

C1 (t) =
∞∑
k=0

∑
α2=1···αk+1

( ı
~

)k 1

k!

ˆ t

0

dτ1 · · ·
ˆ t

0

dτk

ˆ
d−→y0ϕα1 (−→y0)ϕ∗211 (−→y0)

ˆ
d−−→yk+1ϕ211 (−−→yk+1)ϕ∗αk+1

(−−→yk+1)

ˆ
d−→y1 · · ·

ˆ
d−→yk

(−→
E1
−→y1

)
· · ·(−→

Ek
−→yk
)
ϕαk+1

(−→yk)ϕ∗αk (−→yk)ϕαk (−−→yk−1) · · ·ϕ∗α2
(−→y2)ϕα2 (−→y1)ϕ∗α1

(−→y1)

exp
[ ı
~
εαk+1

(s− τk) +
ı

~
εαk (τk − τk−1) + · · ·+ ı

~
εα1 (τ1 − 0)

]
(4.6.18)
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En utilisant l'orthogonalité des fonctions d'ondes :

ˆ
d−−→yk+1ϕ211 (−−→yk+1)ϕ∗αk+1

(−−→yk+1) = δ211,αk+1
(4.6.19)

ˆ
d−→y0ϕα1 (−→y0)ϕ∗α211

(−→y0) = δα1,211 (4.6.20)

on obtient

C1 (s) =
∞∑
k=0

∑
α2=1···αk+1

( ı
~

)k 1

k!

ˆ s

0

dτ1 · · ·
ˆ s

0

dτk

ˆ
d−→y1 · · ·

ˆ
d−→yk

(−→
E1
−→y1

)

ϕ211 (−→yk)ϕ∗αk (−→yk) · · ·ϕ∗α2
(−→y1)ϕ211 (−→y1) exp

( ı
~
ε211s

)
(4.6.21)

Nous allons ometre le facteur de phase exp
(
ı
~ε211s

)
dans tout le calcul, et nous le

ferons à nouveau apparaître dans le résultat �nal.

Cas k = 0 :

C
(0)
1 = Ck=0

1 = 1 (4.6.22)

Cas k = 1 :

C
(1)
1 (s) =

ı

~

ˆ s

0

dτ1

{−→
E1 (τ1)

}[ˆ
d−→y1ϕ211 (−→y1)−→y1ϕ

∗
211 (−→y1)

]
= 0 (4.6.23)

par suite de l'application de la règle de sélection pour le moment orbital l, ou aussi

par le fait que la moyenne du vecteur champ électrique est nulle.

Cas k = 2 :

C
(2)
1 (s) =

1

2!

( ı
~

)2
ˆ s

0

dτ1

ˆ s

0

dτ2

∑
α2=1

{[
−→
E1 (τ2)

ˆ
d−→y2ϕ211 (−→y2)−→y2ϕ

∗
α2

(−→y2)

] [
−→
E1 (τ1)

ˆ
d−→y1ϕα2 (−→y1)−→y1ϕ

∗
211 (−→y1)

]}
(4.6.24)

On remarque qu'un seul état α = 200 contribue dans la somme, toujours par la règle

de sélection.

En notant ˆ
d−→y1ϕ200 (−→y1)−→y1ϕ

∗
211 (−→y1) ≡

−→
D+ (4.6.25)

Alors, nous pouvons écrire

C
(2)
1 (s) =

1

2!

( ı
~

)2
[ˆ

d−→y
−→
E (τ)

−→
D+

]2

(4.6.26)

En suivant de proche en proche, on montre que les termes d'ordre n impair sont nuls et

que seuls les termes d'odre pairs contribuent dans le calcul de la fonction d'auto-corrélation
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du moment dipolaire. C'est ainsi que par exemple les termes d'ordres n = 4 et n = 6 sont

respectivement égaux à :

C
(4)
1 (s) =

1

2!

( ı
~

)2
ˆ s

0

dτ1

ˆ s

0

dτ2

ˆ s

0

dτ3

ˆ s

0

dτ4

ˆ
d−→y1

ˆ
d−→y2

ˆ
d−→y3

ˆ
d−→y4

(−→
E1
−→y1

)(−→
E2
−→y2

)(−→
E3
−→y3

)(−→
E4
−→y4

)
ϕ211 (−→y4)ϕ∗α4

(−→y4)ϕα4 (−→y3)ϕα3 (−→y3)

ϕα3 (−→y2)ϕ∗α2
(−→y2)ϕα2 (−→y1)ϕ∗211 (−→y1) (4.6.27)

la règle de sélection impose que α2 = α4 = 200, ce qui nous donne :
´
d−→y1ϕ200 (−→y1)−→y1ϕ

∗
211 (−→y1) ≡

−→
D+et

´
d−→y4ϕ

∗
211 (−→y4)−→y4ϕ200 (−→y4) ≡

−→
D+
∗

C
(4)
1 (s) =

1

4!

( ı
~

)4
ˆ s

0

dτ1

ˆ s

0

dτ2

ˆ s

0

dτ3

ˆ s

0

dτ4

[−→
E (τ1)

−→
D+

] [−→
E (τ4)

−→
D+
∗
]∑
α3=1{[

−→
E (τ3)

ˆ
d−→y3ϕ200 (−→y3)−→y3ϕ

∗
α3

(−→y3)

] [
−→
E (τ2)

ˆ
d−→y2ϕ200 (−→y2)−→y1ϕ

∗
α3

(−→y2)

]}
(4.6.28)

=
1

4!

( ı
~

)4
[ˆ s

0

dτ
−→
E (τ)

−→
D+

]2
[([ˆ s

0

dτ
−→
E (τ)

−→
D+

]2
)

+

[ˆ s

0

dτ
−→
E (τ)

−→
D0

]2

+

[ˆ s

0

dτ
−→
E (τ)

−→
D−

]2
]

=
1

4!

( ı
~

)4

A2
+ (s)

[
A2

+ (s) + A2
0 (s) + A2

− (s)
]

(4.6.29)

et :

C
(6)
1 (s) =

1

6!

( ı
~

)6

A2
+ (s)

[
A2

+ (s) + A2
0 (s) + A2

− (s)
]2

(4.6.30)

ou : ˆ
d−→y1ϕ200 (−→y1)−→y1ϕ

∗
210 (−→y1) ≡

−→
D0,

ˆ
d−→y1ϕ200 (−→y1)−→y1ϕ

∗
21−1 (−→y1) ≡

−→
D−

ˆ
d−→y1ϕ200 (−→y1)−→y1ϕ

∗
211 (−→y1) ≡

−→
D+.

et ˆ s

0

dτ
−→
E (τ)

−→
D+ = A+ (s)

ˆ s

0

dτ
−→
E (τ)

−→
D0 = A0 (s)

ˆ s

0

dτ
−→
E (τ)

−→
D− = A− (s)
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En sommant les di�érents termes, le résultat pour la composante centrale peut s'écrire

sous la forme compacte :

C1 (s) = 1 + A2
+ (s)

∞∑
p=1

(
i

~

)2p
1

(2p)!

[
A2

+ (s) + A2
0 (s) + A2

− (s)
]p−1

(4.6.31)

De la même façon, on trouve C0 (s)

C0 (s) = 1 + A2
0 (s)

∞∑
p=1

(
i

~

)2p
1

(2p)!

[
A2

+ (s) + A2
0 (s) + A2

− (s)
]p−1

(4.6.32)

la moyenne de C1 (s) et C0 (s) :

{C1 (s)}av = 1 +
{
A2

+ (s)
}
av

∞∑
p=1

(
i

~

)2p
1

(2p)!

[{
A2

+ (s)
}
av

+
{
A2

0 (s)
}
av

+
{
A2
− (s)

}
av

]p−1

(4.6.33)

comme les trois moyennes {A2
0 (s)}av ,

{
A2
− (s)

}
av

et
{
A2

+ (s)
}
av
sont statiquement

égaux, on a :

{C1 (s)}av = 1 +
{
A2

0 (s)
}
av

∑(
i

~

)2p
3p−1

(2p)!

[{
A2

0 (s)
}
av

]p−1

= 1 +
1

3

∞∑
p=1

(
i

~

)2p
[3 {A2

0 (s)}av]
p

(2p)!
(4.6.34)

et aussi pour C0 (s) :

{C0 (s)}av = 1 +
{
A2

0 (s)
}
av

∑(
i

~

)2p
3p−1

(2p)!

[{
A2

0 (s)
}
av

]p−1

= 1 +
1

3

∞∑
p=1

(
i

~

)2p
[3 {A2

0 (s)}av]
p

(2p)!
(4.6.35)

Regroupant maintenant les termes {C1 (s)}et {C0 (s)} dans (3.4.12), nous obtenons la
fonction d'auto-corrélation du moment dipolaire électrique (après avoir remis la phase en

énergie ε2 du niveau n = 2)

C (s) =
1

3

〈
21
∣∣∣∣d1
∣∣∣∣ 10

〉
exp (Φes)

[
2 +

∞∑
p=1

(
i

~

)2p
[3 {A2

0 (s)}av]
p

(2p)!

]

C (s) =
1

3

〈
21
∣∣∣∣d1
∣∣∣∣ 10

〉
exp

((
Φe +

i4ε
~

)
s

)[
2 + cos

√
3 {A2

0 (s)}av
~

]
(4.6.36)

Puisque
−→
D+,

−→
D0 et

−→
D− ayant une seule composante, on peut omettre le symbole de
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vecteur, et en écrit :

D+.

ˆ s

0

dτE (τ) = A+ (s, 0)

D0.

ˆ s

0

dτE (τ) = A0 (s, 0)

D−.

ˆ s

0

dτE (τ) = A− (s, 0)

et de plus :

{
A2

0 (s)
}
av

= D0.

ˆ s

0

dτ

ˆ s

0

dτ ′ {E (τ)E (τ ′)}av =
D0

3
.

ˆ s

0

dτ

ˆ s

0

dτ ′ {E (τ)E (τ ′)}av

La fonction d'auto-corrlation du dipôle prend la forme �nale suivante :

C (s) =
1

3

〈
21
∣∣∣∣d1
∣∣∣∣ 10

〉
exp

((
Φe +

i4ε
~

)
s

)[
2 + cos

D0

~

√ˆ s

0

dτ

ˆ s

0

dτ ′ {E (τ)E (τ ′)}av

]
(4.6.37)

Nous utilisons la stationnarité du système c-à-d :

ˆ s

0

dτ

ˆ s

0

dτ ′ {E (τ)E (τ ′)}av =

ˆ s

0

dτ

ˆ s

0

dτC (τ − τ ′)

= 2

ˆ s

0

dτ

ˆ τ

0

dτ ′C (τ − τ ′) (4.6.38)

on pose z = τ − τ ′,
ˆ s

0

dτ

ˆ s

0

dτ ′ {E (τ)E (τ ′)}av = 2

ˆ s

0

dτ

ˆ τ

0

dzC (z)

et mettons
´ τ

0
dzC (z) = H (τ), et écricons

ˆ s

0

dτ

ˆ s

0

dτ ′ {E (τ)E (τ ′)}av = 2

ˆ s

0

dτH (τ)

On intègre par partie
´ s

0
dτG (τ) :

ˆ s

0

dτG (τ) = [τG (τ)]s0 −
ˆ s

0

dττG′ (τ)

Or G′ (τ) n'est rien d'autre que : H ′ (τ) = C (τ),

ˆ s

0

dτH (τ) = sH (s)−
ˆ s

0

τdτH (τ)

= s

ˆ s

0

dτCEE (τ)−
ˆ s

0

τdτCEE (τ) = s

ˆ s

0

dτ
(

1− τ

s

)
C (τ)
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Figure 4.6.1 � La raie Lyman alpha à la température 105 °K et ne = 1015cm−3

donc : ˆ s

0

dτ

ˆ s

0

dτ ′ {E (τ)E (τ ′)}av = 2

ˆ s

0

dτH (τ)

= 2s
〈
E2
〉 ˆ s

0

dτ
(

1− τ

s

)
CEE (τ) (4.6.39)

où CEE (τ) est la fonction d'auto-corrélation du champ électrique.

Remplaçons (4.6.39) dans (4.6.37), on obtient

C (s̄) =
1

3

〈
21
∣∣∣∣d1
∣∣∣∣ 10

〉
exp

((
Φe +

i4ε
~wp

)
s̄

)2 + cos
D0

~wp

√
2s 〈E2〉

ˆ s̄

0

dτ
(

1− τ

s̄

)
CEE (τ)


(4.6.40)

On considère une fonction d'auto-corrélation du microchamp celle propsée par Rosen-

bluth et Restoker [9] pour un plasma faiblement couplé, et si on compare le pro�l par un

autre donné par la simulation pour une température 105 °K et densité 1018 cm−3 pour l'hy-

drogène, on voit que la théorie de l'intégrale de chemins donne une résultat satisfaisable

(Figure 4.6.1).

4.6.1 Cas d'impact

En partant de l'équation (4.6.1) donnant la fonction d'auto-corrélation du moment

dipoaire électrique pour la raie de Lyman-α :
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C (s) = exp (−ıεβs)
∑
αα′β

−→
dαβ

{
〈α |Ta (s, 0)|α′〉∗

}
av

−−→
d∗α′β (4.6.41)

où les accolades {· · · } désignent la moyenne sur les perturbateurs ioniques.

Dans la suite, on s'intéresse à appliquer l'approximation d'impact pour {〈α |Ta (s, 0)|α′〉} :

4
{
〈α |Ta (s, 0)|α′〉∗

}
= 4

{
T ∗aαα′ (s, 0)

}
= T ∗aαα′ (s+4s, 0)− T ∗aαα′ (s, 0)

=
{(
T ∗aαα′ (s+4s, s)− 1

)
T ∗aαα′ (s, 0)

}
On choisit 4s su�sament grand (4s� τc) pour que les deux facteurs soient stati-

quement indépendants :

4
{
T ∗aαα′ (s, 0)

}
=
{
T ∗aαα′ (s+4s, s)− 1

}{
T ∗aαα′ (s, 0)

}
(4.6.42)

En divisant par 4s :

4
{
T ∗aαα′ (s, 0)

}
4s

=

{
T ∗aαα′ (s+4s, s)− 1

}
4s

{
T ∗aαα′ (s, 0)

}

≡ Φi

{
T ∗aαα′ (s, 0)

}
(4.6.43)

on obtient :

{
T ∗aαα′ (s, 0)

}
= exp (sΦi) , (4.6.44)

où

4sΦi =
{
T ∗aαα′ (s+4s, s)− 1

}
(4.6.45)

{
Taαα′ (s+4s, s)

}
=

ˆ ˆ
ϕα (−→x )ϕ∗

α′
(−→y ) {K (−→x,s+4s/−→y,s)} dxdy (4.6.46)

ce que nous l'avons calculé avant en terme de l'intégrale de chemins :

Taαα′ (s+4s, s) = 1 +
3

2

(
i
~

)2

A2
0 (s, s+4s) (4.6.47)

Taαα′ (s+4s, s) = 1 +

(
i
~

)2
D2

0

6

ˆ s+4s

s

dτ

ˆ s+4s

s

dτ ′E (τ)E (τ ′) (4.6.48)

où
−→
D0 =

ˆ
d−→y1ϕ200 (−→y1)−→y1ϕ

∗
210 (−→y1) (4.6.49)

En utilisant le changement de variables t = τ − s et t′ = τ ′ − s, on aboutit à :
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Taαα′ (s+4s, s) = 1 +

(
i
~

)2
D2

0

6

ˆ 4s
0

dt

ˆ 4s
0

dt′E (t)E (t′) (4.6.50)

ce qui permet d'écrire l'opérateur de collision sous la forme suivante :

4sΦi =

(
i
~

)2
D2

0

6

ˆ 4s
0

dt

ˆ 4s
0

dt′ {E (t)E (t′)}

=

(
i
~

)2
D2

0

3
(4s)

ˆ 4s
0

dt

(
1− t

4s

)
CEE (t) (4.6.51)

d'où pour (4s→∞)

Φi =

(
i
~

)2
D2

0

3

ˆ +∞

0

dtCEE (t) (4.6.52)

Cette expression est similaire à celle des opérateurs d'impact pour les émetteurs hy-

drogénoïdes [10] lorsque l'approximation du second ordre dans le potentiel d'interaction

est considérée.

Finalement, on trouve que la fonction d'auto-corrélation du moment dipolaire dans

l'approximation d'impact pour la raie de Lyman-α s'écrit comme :

C (s) = exp (−ı4εs)
∑
αα′β

−→
dαβ
−→
d∗αβ exp (Φis) (4.6.53)

4.6.2 Cas statique

Dans ce cas, le micro-champ varie lentement dans le temps, donc
−→
E (τ) u

−→
E (0). On

peut considère que CEE (τ) = CEE (0) = 1, et la fonction d'auto-corrélation du dipôle

électrique devient

C (s) =
1

3

∥∥〈21
∣∣∣∣d1
∣∣∣∣ 10

〉∥∥2
exp

((
i4ε
~

)
s

)[
2 + cos

D0s

~ωp

√
〈E2〉

]
(4.6.54)

Nous pouvons comparer cette expression avec les calculs publiés de la raie Lyman

alpha dans le cas statique [11].
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4.7 Conclusion

Nous avons utilisé un nouvel outil pour le calcul des pro�ls de raies, que nous avons

appliqué sur le cas de la raie Lyman alpha sans structure �ne. L'expression trouvée possède

deux limites : statique et impact. Nous concluons que cette technique de l'intégrale de

chemin mérite d'abord une application quantitative complète pour ce cas, puis d'être

étendue à des cas de structure atomique plus complexe. L'avantage de cette technique

est qu'on peut la simuler numériquement. Par exemple, on peut appliquer la dynamique

moléculaire au problème de l'élargissement, et qu'on peut retenir les e�ets quantiques

d'une façon qu'on peut les contrôler numériquement. En e�et, en choisissant dans l'espace

des phases des chemins qui ne minimisent pas l'action classique (le chemin classique

correspondant à l'action minimale Smin), on peut ajouter les contributions quantiques de

tous les chemins dont l'action S s'écarte de Smin d'une valeur donnée.
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4.8 Conclusion générale

Dans cette thèse, nous avons montré que la phase de Berry se manifeste dans les pro-

�ls des raies pour un système quantique (émetteur) dans un plasma soumis à un champ

électrique tournant dont la fréquence du rotation obéit à la condition de l'approximation

adiabatique. Nous avons appliqué cette approximation pour l'interaction entre les émet-

teurs du rayonnement dans un plasma et un champ électrique total résultant du champ

local plus un champ laser extérieur. Nous avons constaté de nouveaux éclatements en

plus l'éclatements Stark. La validité de cette approximation est discutée pour di�érentes

conditions de plasma comme la densité, et la fréquence d'oscillation du champ électrique.

Nous avons constaté que lorsque ω0 diminue et tend vers zéro (pas de rotation pour−→ε (t)

), la raie devient, comme d'habitude, élargie seulement par l'e�et Stark tandis que l'e�et

Berry est absent. Mais lorsque ω0 augmente en gardant toujours la condition de l'ap-

proximation adiabatique (AA) (ω0 � 3Zeaf̄/~), la décompostion de Berry apparaît au

voisinage du centre, et le maximum de l'intensité I(ω) diminue. Nous avons également ap-

pliqué le formalisme de l'intégrale de chemins pour la théorie des raies spectrales, et nous

avons constaté que ce formalisme est bien adapté pour étudier les cas extrêmes statique

et impact. Il est également très pratique si la dynamique des ions est prise en compte,

ainsi pour d'autres raies Balmer et Paschen avec et sans structure �ne, qui fera l'objet

d'un futur projet de recherche.
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