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Introduction

L’étude du phénomène de l’élargissement de pression constitue une des méthodes très

couramment utilisées en astrophysique et en spectroscopie moléculaire pour générer, identifier

et vérifier les potentiels interatomiques. Les analyses et les mesures spectroscopiques réalisées

jusqu’à maintenant ont effectivement prouvé la sensibilité de ces paramètres spectraux aux

potentiels interatomiques et aux moments dipolaires de transition (TDMs) et ont établi

l’existance d’une forte correlation avec leurs détails microscopiques [1, 2]. D’un autre coté,

le processus d’élagissement de pression peut être une source fiable d’informations dans le

diagnostic de l’atmosphere des objets astronomiques. A titre d’exemple, le diagnostic des

naines brunes et des exoplanètes, appelées aussi planètes extrasolaires, a permis l’examen

des propriétés physico-chimiques de ces astres et, en particulier, la détermination de leur

composition, densité et température [3,4].

Durant ces dernières années, les études des spectres atomiques d’absorption des métaux

alcalins [5, 6] et des métaux alcalino-terreux [7, 8], intégrés dans des groupements d’hélium,

est l’une des méthodes utilisées pour explorer les potentiels d’interaction diatomique [9—11].

Beaucoup de travaux ont été consacrés ces dernières décennies à l’élargissement et au dépla-

cement de pression des raies de résonance des atomes métaux alcalins perturbés par des gaz

composés d’atomes de même espèce [12—18] ou d’espèce différente [3,19—25]. Toutefois, moins

d’attention est prêtée aux études théoriques ou expérimentales du phénomène d’élargissement

de pression des raies des atomes alcalino-terreux perturbés par des gaz rares [26—29].

Ce travail s’intéresse au calcul d’élargissement de pression dans le cœur et dans les ailes

de la raie de résonance du magnésium Mg(3s3p− 3s2) perturbé par l’hélium He(1s2). Les

calculs seront faits pour deux séries de données et pour un intervalle de températures allant

de 100 à 3000K pour voir l’effet des potentiels d’interaction et de la température sur ces

paramètres spectroscopiques.

Dans le premier Chapitre, nous présentons très brièvement des notions générales sur la
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théorie des collisions atomiques où nous donnons l’essentiel de la diffusion d’une particule par

un potentiel central V (R) pour arriver à la notion du déphasage élastique. Cette grandeur

est déduite du comportement asymptotique de la fonction d’onde stationnaire diffusée. Ceci

devrait conduire, après un long traitement mathématique, aux sections efficaces de diffusion

qui sont directement liées aux déphasages.

Le deuxième Chapitre comporte deux parties. La première est consacrée à la construction

des potentiels d’interaction à travers lesquels un atome de magnésium, dans son état fonda-

mental Mg(3s2) ou dans son premier état excité Mg(3s3p) , interagit avec un atome d’hélium

He(1s2). L’absence pour de tel système de potentiels de type Rydberg-Klein-Rees (RKR),

qui sont déduits d’observations spectroscopiques, nous oblige d’utiliser des données théoriques

récentes de type ab initio, ce qui constitue après tout un vrai test des méthodes théoriques et

aussi une vérification des données fournies [30]. Nous avons adopté pour construire chacune

des courbes d’énergie potentielle deux séries de potentiels distinctes et les constructions sont

faites dans les trois domaines de séparation internucléaire. La connexion entre ces trois inter-

valles doit être faite d’une manière lisse et convenable. Puis, nous construisons de la même

manière les moments dipolaires de transition (TDMs) qui connectent l’état fondamental 3s2

1S0 avec l’état excité 3s3p 1P1 du magnésium. Dans la deuxième partie, nous essayons de

vérifier la qualité des potentiels d’interaction V (R) et des moments dipolaires de transition

D(R) à travers le calcul de quelques paramètres physiques, tels que les intégrales de collision,

les coefficients de diffusion, les niveaux rotationnels-vibrationnels et les durées de vie des

états excités. Nos résultats seront comparés à d’autres valeurs publiées.

Le Chapitre 3 se consacre au calcul du taux d’élargissement w/n et de déplacement d/n

dans le cœur de la raie de résonance du magnésium Mg(3s3p− 3s2) lorsqu’il est perturbé par
l’hélium He(1s2). Pour calculer ces deux paramètres, nous avons choisi d’utiliser le modèle

simplifié, basé sur un traitement purement quantique, établi par Baranger [31]. Ce modèle

repose sur l’approximation d’impact, ou l’approximation de faible densité, ce qui conduit

à une durée de collision très petite devant le temps entre deux collisions successives. Cette

théorie est dite simplifée car Baranger a adopté quelques hypothèses simplificatrices, telles

que la non dégénérescence des états quantiques de l’atome radiateur et la prise en compte

seulement des collisions élastiques. A la fin de ce chapitre, nous espérons établir la loi de

variation de w/n et d/n en fonction de la température et comparer les quelques valeurs de

l’élargissement avec d’autres résultats disponibles dans la littérature.
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Dans le quatrième et dernier Chapitre, nous essayerons de voir l’effet des potentiels et de

la température sur la position et l’intensité des satellites dans les deux ailes du profil d’ab-

sorption relatif au système MgHe. Pour accomplir cette tâche, nous adoptons le traitement

théorique quantique décrit dans les Réfs. [13,32] pour arriver aux expressions du coefficient de

photoabsorption réduit. Nous nous intéresserons aux transitions de type libre-libre seulement

car la contribution des autres transitions, à savoir, lié-lié, lié-libre et libre-lié, est négligeable.

Ceci est essentiellement dû à la qualité répulsive des potentiels d’interaction utilisés pour le

calcul du coefficient d’absorption. La représentation du coefficient d’absorption en fonction de

la température doit nous montrer l’effet des deux séries de potentiel d’interaction adoptées sur

la position des satellites possibles et de la température sur l’intensité des pics satellitaires.

Pour améliorer la qualité du profil de raie aux alentours des pics de faible intensité, nous

avons choisi la modification proposée par quelques auteurs, dont Paul-Kwiek et Czuchaj [27]

et Lyyra et al. [33]. Ceci est surtout le cas ici pour les satellites qui surviennent dans l’aile

rouge

Enfin, cette thèse de doctorat s’achève par deux Annexes et les deux articles publiés qui

résument le travail qui y est présenté. Sauf mention contraire, dans la plupart des calculs, les

unités atomiques ( a.u.) ont été utilisées.
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Chapitre 1

Généralités sur les collisions

Le phénomène des collisions atomiques a une importance fondamentale dans la physique

atomique et moléculaire et joue un rôle important dans d’autres domaines, telles que l’astro-

physique, la physique des plasmas et la physique des lasers [34]. C’est pour cela, que nous

allons dans ce Chapitre présenter quelques détails essentiels pour la bonne compréhension de

ce phénomène.

1.1 Diffusion par un potentiel

Nous désignons par le nom diffusion les collisions dans lesquelles l’état final est constitué

des mêmes particules que l’état initial [35]. Elle consiste aussi à l’étude de l’évolution de la

fonction d’onde associée au système de la particule incidente de masse m1 sous l’influence

d’un potentiel d’interaction V (R) d’une autre particule de masse m2, où R = R1 −R2 est

la position relative des deux particules 1 et 2, respectivement. L’interaction est supposée

élastique, i.e., où la structure interne éventuelle des particules ne change pas. Tout cela nous

ramene, dans le référentiel du centre de masse des deux particules, à l’étude de la diffusion

par un potentiel V (R) d’une particule unique, appelée particule relative, dont la masse

µ =
m1m2

m1 +m2
(1.1)

est la masse réduite. La particule libre se mouvant dans le sens positif de l’axe des z est

décrite par une onde plane que nous écrivons sous la forme

Ψinc(R) ∼ exp (ikR) (1.2)

10



où k est le vecteur d’onde et Ψinc(R) est l’onde plane incidente. Les particules diffusées

peuvent être décrites, loin du centre diffuseur, par une onde sphérique divergente

Ψsc(R) ∼ f(θ, ϕ)
exp (ikR)

R
(1.3)

où Ψsc(R) est l’onde sphérique diffusée et f(θ, ϕ) étant, comme l’indique la Figure 1-1, une

certaine fonction de l’angle de diffusion θ, l’angle compris entre l’axe des z et la direction de

la particule diffusée, et l’angle ϕ. Cette fonction f(θ, ϕ) est appelée amplitude de diffusion

et k est le module du vecteur k donné par k =
√
2µE/~, avec E étant l’énergie cinétique

de la particule relative. De ce fait, la fonction d’onde exacte Ψ(R), solution de l’équation de

Schrödinger ·
O2R + k2 − 2µ

~2
V (R)

¸
Ψ(R) = 0 (1.4)

avec l’énergie potentielle V (R), doit avoir aux grandes distances la forme asymptotique

Ψ(R) ∼
R−→∞

A

µ
eikR + f(θ, ϕ)

eikR

R

¶
(1.5)

avec A est une constante de normalisation. La fonction f(θ, ϕ), qui dépend du potentiel V (R),

représente l’amplitude de diffusion dans la direction Ω ≡ (θ, ϕ) par rapport à la direction
d’incidence. Par ailleurs, on peut trouver une relation entre l’amplitude de diffusion f(θ, ϕ)

et l’élément de matrice hk0|V ¯̄Ψ+
k

®
, où k0 est le vecteur d’onde relatif à l’onde diffusée, tel

que k0 = k, faisant les angles θ et ϕ avec lui [36]

f(θ, ϕ) = −
³ µ

2π

´ ­
k0 |V |Ψ+

k

®
. (1.6)

1.2 Section efficace élastique

La distribution angulaire des particules, diffusées par l’interaction avec d’autres particules

ou par un centre diffuseur, est décrite en terme de section efficace de diffusion.

Soit dσ/dΩ la section efficace différentielle définie comme étant le rapport entre le flux des

particules diffusées sortant jsc à travers la surface ds = R2dΩ, pour R→∞, par unité d’angle

solide et le flux incident jinc, comme il est indiqué sur la Figure 1-1. Le détecteur D est placé

en dehors du faisceau incident, de sorte qu’il détecte les particules diffusées seulement [34].
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Z

Y

X

o
θ

 ϕ dΩ

ds

D

Fig. 1-1 — Diffusion d’un faisceau incident par un potentiel V (R) central. Le courant diffusé
traverse un élément de surface ds sous un angle solide dΩ, avec Ω ≡ (θ, ϕ), et un détecteur
D.

Donc, le flux sortant correspondant peut être calculé à partir de

Ψsc = Af(θ, ϕ)
eikR

R
. (1.7)

Par contre, le flux incident est calculé à partir de la fonction d’onde des particules incidentes

Ψinc = A exp (ikR) . (1.8)

La probabilité de la densité de courant j est donnée par [36]

j =
~
2µi

[Ψ∗(∇Ψ)− (∇Ψ∗)Ψ] . (1.9)

L’opérateur ∇ dans les coordonnées sphériques est

∇ =
∂

∂R
uR +

1

R

∂

∂θ
uθ +

1

R sin θ

∂

∂ϕ
uϕ (1.10)

avec uR, uθ et uϕ sont les vecteurs unitaires. Ainsi, le courant radial sera

j · uR =
~
2µi

·
Ψ∗

∂Ψ

∂R
− ∂Ψ∗

∂R
Ψ

¸
. (1.11)
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Si nous substituons l’équation (1.5) dans cette dernière expression, on trouve pour les

grandes valeurs de R le courant radial correspondant

jsc · uR = jsc = |A|2 v |f(θ, ϕ)|
2

R2
. (1.12)

De la même façon, on trouve le courant radial incidant

jinc · uR = |A|2 v (1.13)

où v est la vitesse relative. Le flux sortant à travers la surface ds est par conséquent

jsc · ds = jscR
2dΩ. (1.14)

Donc, la section efficace différentielle est tout simplement

dσ

dΩ
= |f(θ, ϕ)|2 . (1.15)

Nous avons en outre vu que, si le potentiel V (R) est un potentiel central, l’amplitude de

diffusion f(θ, ϕ) est indépendante de l’angle ϕ et sera donnée suite à un calcul simple par

f(θ) =
1

2ik

∞X
l=0

(2l + 1) [exp {2iηl(k)}− 1]Pl(cos θ), (1.16)

où l est le nombre quantique orbital. La section efficace différentielle devient

dσ

dΩ
=
1

k2

∞X
l=0

∞X
l0=0

(2l + 1) (2l0 + 1) exp [i {ηl(k)− ηl0(k)}]

× sin ηl(k) sin ηl0(k)Pl(cos θ)Pl0(cos θ). (1.17)

En utilisant les propriétés des polynômes de Legendre Pl(cos θ), plus exactement

Z +1

−1
Pl(x)Pl0(x)dx =

2

2l + 1
δll0

Pl(1) = 1 et Pl(−1) = (−1)l ,

(1.18)

l’intégrale de σ(θ) = dσ/dΩ sur une sphère nous conduit à la section efficace totale de diffusion
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σtot. De ce fait, en utilisant l’Eq. (1.16), la section efficace élastique intégrée σtot est trouvée

comme

σtot = 2π

Z π

0

|f(θ)|2 sin θdθ. (1.19)

Ce qui donne aisément après un calcul assez long

σtot =
4π

k2

∞X
l=0

(2l + 1) sin2 ηl. (1.20)

1.3 Equation d’onde radiale

Si on suppose que le potentiel d’interaction a une symétrie sphérique, nous pouvons

supposer que V (R) est une fonction de R seulement. Le potentiel est dit dans ce cas central

et l’équation de Schrödinger (1.4) peut être écrite comme [34]

·
O2R + k2 − 2µ

~2
V (R)

¸
Ψ(R) = 0. (1.21)

Nous adoptons le système des coordonnées sphériques avec l’axe des z le long de la direc-

tion d’incidence. Dans ce système, le Laplacien s’écrit [37]

O2R =
1

R2
∂

∂R

µ
R2

∂

∂R

¶
− L2

~2R2
(1.22)

où L est l’opérateur moment cinétique orbital défini par

L = R× p, (1.23)

avec p =~k étant l’impulsion linéaire de la particule à une position R. Dans un traitement

quantique du moment cinétique orbital [37], on montre que L satisfait les règles de commu-

tation fondamentales suivantes

£
L2,Lx

¤
=
£
L2,Ly

¤
=
£
L2,Lz

¤
= 0, (1.24)

avec Lx, Ly et Lz étant ses composantes. De ces relations, nous pouvons conclure que les

opérateurs L2 et la composante Lz sur l’axe des z ont les mêmes fonctions propres, notées
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Ylm (θ, ϕ) et appelées harmoniques sphériques. Ainsi,

LYlm (θ, ϕ) = l (l + 1) ~Ylm (θ, ϕ) (1.25)

LzYlm (θ, ϕ) = m~Ylm (θ, ϕ) (1.26)

où m est le nombre quantique magnétique.

Par substitution de l’équation (1.22) dans l’Eq. (1.21), nous obtenons la nouvelle forme

de l’équation de Schrödinger

·
1

R2
∂

∂R

µ
R2

∂

∂R

¶
− L2

~2R2
+ k2 − 2µ

~2
V (R)

¸
Ψ(R) = 0. (1.27)

La fonction d’onde totale Ψ(R) peut être développée en ondes partielles de moment angulaire

l et de nombre magnétique m comme suit

Ψ(R) =
∞X
l=0

+lX
m=−l

Clm (k)Fl(R)Ylm (θ, ϕ) (1.28)

où Clm (k) sont des constantes et Fl(R) sont les fonctions radiales. L’insertion de ce déve-

loppement de Ψ(R) dans l’équation de Schrödinger (1.27) ainsi que le recours à la relation

(1.25) permettent d’obtenir pour toute fonction radiale l’équation [38]

1

R2
d

dR

µ
R2

dFl(R)

dR

¶
+

·
k2 − l(l + 1)

R2
− 2µ
~2

V (R)

¸
Fl(R) = 0. (1.29)

Introduisons une nouvelle fonction radiale

Φl(R) = R · Fl(R), (1.30)

qui satisfait maintenant l’équation simple

·
d2

dR2
+ k2 − l(l + 1)

R2
− 2µ
~2

V (R)

¸
Φl(R) = 0. (1.31)

L’équation (1.31) est l’équation d’onde radiale de diffusion par un potentiel central. La forme

asymptotique de la fonction Φl(R) est l’onde stationnaire

Φl(R) ∼
R−→∞

sin
³
kR− l

π

2
+ ηl

´
. (1.32)
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1.4 Déphasage élastique

Le comportement asymptotique des fonctions radiales (1.32) présente une différence de

phase introduite par le potentiel V (R) sur les particules diffusées. Ce déphasage ηl constitue la

seule différence entre les comportements asymptotiques des fonctions d’onde. Ces déphasages

sont obtenus par la résolution de l’équation d’onde de Schrödinger (1.31).

Généralement, le calcul des déphasages se fait quantiquement jusqu’à une certaine valeur

l = L, au-delà de laquelle le problème peut être traité par une méthode semi-classique [38].

1.4.1 Traitement quantique

Si le potentiel varie pour les grandes valeurs de R comme −Cn/R
n, la solution asympto-

tique Φl(R) est donnée par

Fl(R) =
Φl(R)

R
(1.33)

= Bl(k)jl(kR) + Cl(k)nl(kR) (1.34)

= Bl(k) [jl(kR)− tan ηl(k) · nl(kR)] , (1.35)

où jl(kR) et nl(kR) sont les fonctions sphériques de Bessel et Neumann [39], respectivement,

et Bl(k) et Cl(k) sont des constantes réelles d’intégration. Elles sont indépendantes de R.

En utilisant les expressions des fonctions sphériques de Bessel et Neumann pour les grandes

valeurs de R

jl(x) −→ +
1

x
sin

µ
x− 1

2
lπ

¶
(1.36)

nl(x) −→ −1
x
cos

µ
x− 1

2
lπ

¶
, (1.37)

le déphasage peut donc être calculé par la formule

tan ηl(k) = −
Cl(k)

Bl(k)
. (1.38)

Afin de calculer les déphasages, nous résolvons en utilisant l’algorithme de Numérov [40]

l’équation radiale (1.31). Supposons que le potentiel V (R) a une portée finie jusqu’à R = a,

i.e., V (R > a) = 0, comme le montre la Figure 1-2, avec b = l/
√
2µE étant le paramètre

d’impact. Nous pouvons scinder le domaine de R en deux régions, une interne (R < a) et
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une autre externe (R > a). Pour R = a, il faut que la fonction =d’onde radiale Φl(R) et

sa première dérivée
dΦl(R)

dR
soient continues ; en d’autres termes, sa dérivée logarithmique

1
Φl(R)

dΦl(R)

dR
doit être continue [34, 36]. Ainsi, la fonction radiale Φl(R) est donnée dans la

région externe par l’équation (1.35). Désignons par

γl(k) =
1

Φl(R)

dΦl(R)

dR

¯̄̄̄
R=a

(1.39)

la valeur de la dérivée logarithmique de Φl(R) en R = a. Nous obtenons

γl(k) = k
j0l(ka)− tan ηl(k)n0l(ka)
jl(ka)− tan ηl(k)nl(ka)

(1.40)

où on a 
j0l(ka) =

·
djl(ρ)

dρ

¸
ρ=ka

n0l(ka) =
·
dnl(ρ)

dρ

¸
ρ=ka

.

(1.41)

De ce fait, le déphasage ηl est donné par

tan ηl(k) =
kj0l(ka)− γl(k)jl(ka)

kn0l(ka)− γl(k)nl(ka)
. (1.42)

1.4.2 Traitement semi-classique

Pour évaluer l’ordre de grandeur des déphasages ηl(k) pour des l grands, nous utilisons

le fait que le mouvement devient semi-classique pour ces valeurs de l. Dans ce cas, la théorie

semi-classique montre que [41]

ηl(k) = −
µ

~2

Z ∞

R0

V (R)r
k2 − (l + 1/2)

2

R2

dR, (1.43)

avec R0 ' l/k. Nous avons déjà vu que le potentiel d’interaction pour les grandes distances

internucléaires R varie comme V (R) ∼ −Cn/R
n, avec n > 2 et Cn étant des constantes. Il

est donc facile d’obtenir la formule approximative suivante [41]

ηl(k) '
µCnk

n−2

~2
¡
l + 1

2

¢n−1f(n) (1.44)
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b

b

o

a

z

Fig. 1-2 — Diffusion d’une particule de paramètre d’impact b par un potentiel V (R) central.
Si b > a, la particule ne diffuse pas.

où la fonction f(n) est définie par

f(n) =



(n− 3)(n− 5) · · · 1
(n− 2)(n− 4) · · · 2

π

2
, pour n > 2 et paire

(n− 3)(n− 5) · · · 1
(n− 2)(n− 4) · · · 2 , pour n > 3 et impaire

π/2 pour n = 2

1 pour n = 3.

(1.45)

Par conséquent, la connaissance pour k fixé des déphasages ηl(k) pour toute valeur de l doit

être suffisante pour calculer les sections efficaces élastiques et thermophysiques.
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Chapitre 2

Système MgHe

Le but de ce deuxième chapitre est de construire les courbes d’énergie potentielle V (R) à

travers lesquelles un atome de magnésium, dans son état fondamental Mg(3s2) ou dans son

premier état excité Mg(3s3p), intéragit avec un atome d’hélium dans son état fondamental

He(1s2). D’un autre côté, la construction des moments dipolaires de transition D(R), utiles

pour le calcul du coefficient de photoabsorption, sera également abordée. Dans une deuxième

étape, nous essayerons de vérifiier la qualité des potentiels et des moments dipolaires de

transition construits à travers le calcul de quelques paramètres telles que la diffusion, les

durées de vies des états, etc.

2.1 Potentiels d’interaction

Les potentiels d’interaction, ainsi que les moments dipolaires de transition, utilisés dans

nos calculs n’ont pas des formes analytiques précises. Ils sont plutôt construits dans trois do-

maines de séparation internucléaires. La partie la plus importante est la partie intermédiaire,

appelée aussi partie des données expérimentales, à partir de laquelle nous pouvons construire

les différentes courbes d’énergie potentielle et moment dipolaire de transition dans toutes

les régions. La connexion des données de la partie intermédiaire avec celles des deux autres

parties, courtes et grandes distances, doit être faite d’une manière lisse et convenable. Ceci

est réalisé en imposant la continuité du potentiel V (R) et du moment dipolaire de transition

D(R) et de leurs dérivées aux points de connexions. De ce fait, le premier point des données,

correspondant à R = Rs, sera le dernier point des courtes distances et le dernier point des

données, correspondant à R = Rl, sera le premier point des grandes distances.

Nous avons utilisé, pour construire chaque courbe d’énergie potentielle, deux séries dis-
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tinctes de points de potentiel, que nous désignons tout au long de ce travail comme série I

et série II. Mais au préalable, il convient d’inviter le lecteur de consulter l’Annexe A pour

l’introduction des états électroniques des molécules diatomiques.

2.1.1 Série de potentiel I

Pour cette première série, nous avons adopté les données de Hinde [42] pour l’état fonda-

mental et de Mella et al. [43] et Reho et al. [44] pour les deux états excités.

Plus précisément, pour l’état X 1Σ+, nous avons utilisé les données de Hinde [42] pour

les distances internucléaires comprises dans l’intervalle 5.76 6 R 6 22.68. La construction

de ce potentiel nous a fourni une profondeur de puits De = 4.73 cm
−1 correspondant à une

distance d’équilibre Re = 9.7.

Pour le premier état excité A 1Π, la construction de cette courbe d’énergie potentielle

est basée sur les données de Mella et al. [43] dans le domaine de distance allant de R =

5.67 jusqu’à R = 19.84. Ces données sont également extrapolées, dans la partie des petites

distances, par celles de Reho et al. [44] pour 3.8 . R . 5.3. Dans ce cas, l’énergie de

dissociation est trouvée De = 39.64 cm
−1 et la distance d’équilibre est Re = 7.2.

Enfin, concernant le deuxième état excité B 1Σ+, il est construit exclusivement en utilisant

les données deMella et al. [43] dans le domaine des distances internucléaires 5.67 6 R 6 17.95.
Cette construction produit les valeurs De = 0.77 cm

−1 et Re = 16.3.

2.1.2 Série de potentiel II

Les potentiels d’interaction de cette deuxième série sont construits exclusivement à partir

des données qui nous ont été fournies par Paul-Kwiek et publiées dans Paul-Kwiek et Czuchaj

[27].

Pour la symétrie moléculaire X 1Σ+, nous avons adopté les données pour 2.75 6 R 6 14.
Cette construction produit une profondeur de puits De = 3.85 cm

−1 à la distance d’équilibre

Re = 10.5.

Pour les deux états excités, A 1Π et B 1Σ+, les constructions ont été faites en utilisant

des données correspondant aux séparations internucléaires comprises entre R = 2.75 et R =

18.0. Ces constructions ont produit des énergies de dissociation, respectivement, de valeurs

19.5 cm−1 et 1.28 cm−1, correspondant aux positions d’équilibre 8.1 et 16.5.

Enfin, pour plus d’indications, nous listons dans le Tableau 2.1 nos résultats des distances
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Tab. 2.1 — Distances d’équilibre Re et énergies de dissociationDe fournies par notre construc-
tion des courbes d’énergie potentielle du système MgHe. Les résultats obtenus à travers la
série I sont marqués par † et ceux obtenus à travers la série II sont marqués par ‡.

Symétrie Distance d’équilibre Energie de dissociation
moléculaire Re ( u.a.) De ( u.a.)
X 1Σ+ 9.70 Ce travail† 4.73 Ce travail†

10.50 Ce travail‡ 3.85 Ce travail‡

9.62 [45] 4.76 [45]
9.62 [46] 4.76 [46]

A 1Π 7.20 Ce travail† 39.64 Ce travail†

8.10 Ce travail‡ 19.50 Ce travail‡

7.22 [43] 39.58 [43]
B 1Σ+ 16.30 Ce travail† 0.77 Ce travail†

16.50 Ce travail‡ 1.28 Ce travail‡

16.29 [43] 0.81 [43]
†Série I.
‡Série II.

d’équilibre Re et des énergies de dissociationDe avec quelques comparaisons avec des données

qui peuvent être disponibles dans la littérature.

2.1.3 Domaine des courtes distances

Les interactions dans cette région sont purement répulsives. Ceci est dû au recouvrement

des nuages électroniques, qui se manifeste par une répulsion coulombienne entre les électrons.

Plusieurs formes analytiques ont été proposées pour décrire la variation du potentiel

d’interaction dans cette région. Nous avons choisi la forme la plus convenable, proposée par

Born et Mayer [34]

V (R) ∼ A exp(−BR), (2.1)

où A et B sont deux paramètres constants qui peuvent être calculés à l’aide des propriétés

de continuité du potentiel et de sa première dérivée, à savoir

B = − 1

V (R)

dV (R)

dR

¯̄̄̄
R=Rs

(2.2)

et

A = V (R) exp(+BR)|R=Rs
, (2.3)
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Tab. 2.2 — Paramètres des courtes et grandes distances en u.a. Les coefficients de dispersion
sont tous de Mitroy et Zhang [47].

Symétrie A B Coefficients de dispersion
moléculaire Série I Série II Série I Série II C6 C8 C10
X 1Σ+ 4.32 03.87 1.28 1.38 21.45 884.00 3.933× 104
A 1Π 0.87 28.22 1.24 2.37 43.41 195.30 4.200× 104
B 1Σ+ 0.30 03.53 0.61 1.45 77.75 10520 1.445× 106

au point R = Rs. Les valeurs obtenues des deux paramètres A et B, pour les deux séries I et

II, sont tabulées dans le Tableau 2.2.

2.1.4 Domaine des grandes distances

Le potentiel d’interaction V (R) aux grandes distances, qui correspond théoriquement

aux séparations Rl 6 R < ∞, est déterminé par les interactions des moments multipolaires

électriques et des forces d’induction et de dispersion. Dans ce domaine des distances, les inter-

actions sont généralement attractives et les énergies potentielles, dépendantes de la distance

interatomique R, ont la forme suivante

V (R) ∼
X

n=6,8,10

−Cn

Rn
(2.4)

où Cn sont des constantes, appelées coefficients de dispersion. Dans notre construction des

potentiels, nous avons adopté les coefficients très récents de Mitroy et Zhang [47]. Ces valeurs

sont listées dans le Tableau 2.2.

2.1.5 Construction des potentiels

Nos courbes d’énergie potentielle ainsi construites pour chaque symétrie moléculaire sont

représentées sur les Figures 2-1, 2-2 et 2-3.

En particulier, sur les Figures 2-4 et 2-5, nous avons rassemblé les trois courbes de chaque

série. Nous avons également représenté les courbes des différences de potentiel ∆VA−X(R) et

∆VB−X(R) où

∆VA−X(R) = VA(R)− VX(R) (2.5)
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et

∆VB−X(R) = VB(R)− VX(R). (2.6)

La transformation de ces différences en terme de longueur d’onde λ montre en particulier

l’existence d’extremums. Ceci signifie classiquement qu’il y a possibilité d’apparition de sa-

tellites dans l’aile bleue proche de la longueur d’onde λ = 273 nm, lorsque la série I est

utilisée, et proche de λ = 268 nm, lorsque la série II est utilisée [48]. Tandis que dans l’aile

rouge, et d’après la même figure, on peut espérer l’existence d’un satellite aux alentours de

λ = 413 nm lorsque la série II est utilisée, mais aucun satellite n’est prévu avec la série I.

2.2 Moments dipolaires de transition

Comme nous l’avons déjà mentioné, la construction des moments dipolaires de transition

D(R) se fait d’une manière similaire à celle des courbes d’énergie potentielle. Pour cette

raison, nous avons adopté les valeurs de Paul-Kwiek et Czuchaj [27] dans les intervalles de

distance internucléaire 3.0 6 R 6 12.0, pour la transition X 1Σ+ −→ A 1Π, et 3.0 6 R 6
20.0, pour la transition X 1Σ+ −→ B 1Σ+.

Toutes ces données sont connectées d’une manière lisse et convenable à la partie des

grandes distances qui a la forme

D(R) ∼ D∞ +
ζ

R6
(2.7)

avec D∞ = 2.343 [27] et ζ est une constante obtenue par lissage. Pour les courtes distances,

nous avons forcé les courbes des moments dipolaires de transition de prendre la forme linéaire

D(R) ∼ a+ bR (2.8)

où les constantes a et b sont déterminées par les expressions de continuité

b =
dD(R)

R

¯̄̄̄
R=Rs

(2.9)

et

a = D(R)− bR|R=Rs
. (2.10)

Les valeurs adoptées de ζ, a et b sont listées dans le Tableau 2.3 et les courbes des moments

dipolaires de transition construites sont présentées sur la Figure 2-6.
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Fig. 2-1 — Courbes d’énergie potentielle de l’état fondamental X 1Σ+ du système MgHe
construites à partir des séries de potentiel I et II.
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Fig. 2-2 — Courbes d’énergie potentielle de l’état excité A 1Π du système MgHe construites
à partir des séries de potentiel I et II.
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Fig. 2-3 — Courbes d’énergie potentielle de l’état excité B 1Σ+ du système MgHe construites
à partir des séries de potentiel I et II.

Tab. 2.3 — Paramètres constants adoptés dans notre construction des moments dipolaires de
transition.

Transition ζ a b
Σ −→ Σ +1.31× 104 +1.697 −0.123
Σ −→ Π −613.473 +2.065 +0.047
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Fig. 2-4 — Représentation des trois courbes d’énergie potentielle, construites à partir de la
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Fig. 2-5 — Représentation des trois courbes d’énergie potentielle, construites à partir de la sé-
rie II, ainsi que les courbes représentant les différences de potentiel ∆VA−X(R) et ∆VB−X(R).
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Fig. 2-6 — Représentation des courbes construites des moments dipolaires de transition qui
lient l’état fondamental X 1Σ+ du système MgHe aux deux états excités A 1Π et B 1Σ+. Les
données utilisées pour ces constructions proviennent de Réf. [27].

2.3 Vérification des constructions

Pour vérifier la qualité des potentiels et des moments dipolaires de transition construits,

qui vont être utilisés plus loin pour déterminer les paramètres d’élargissement de pression

dans le cœur et dans les ailes, nous proposons d’examiner quelques grandeurs physiques, tels

que les états rotationnels-vibrationnels, les coefficients thermophysiques et les durées de vie

des états excités.

2.3.1 Etats rovibrationnels

L’une des méthodes utilisées pour évaluer la qualité des potentiels construits est la déter-

mination de leurs états rovibrationnels et la comparaison des résultats obtenus avec d’autres

valeurs publiées.

Dans l’étude théorique des molécules diatomiques, les énergies correpondantes Ev,J et les

fonctions radiales Φv,J(R) sont données par l’équation [35,49]·
− ~

2

2µ

d2

dR2
+ V (R) +

~2

2µ

J(J + 1)− Λ2

R2

¸
Φv,J(R) = Ev,J Φv,J(R), (2.11)

où v est le nombre quantique de vibration, J est le nombre quantique de rotation et Λ est
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la projection positive sur l’axe internucléaire du moment cinétique orbital. Les énergies de

rotation-vibration Ev,J sont données par la relation [49]

Ev,J = −De +G(v) + F (J)

= −De + ωe

µ
v +

1

2

¶
− ωexe

µ
v +

1

2

¶2
+ ωeye

µ
v +

1

2

¶3
+ · · ·

+BvJ(J + 1)−Dv [J(J + 1)]
2 + · · · , (2.12)

avec ωe = ~
r

k

µ
est la fréquence de vibration et ωexe et ωeye sont les coefficients d’anharmo-

nicité, Bv est la constante de rotation et Dv est la constante de distortion centrifuge.

Pour vérifier nos courbes d’énergie potentielle construites, nous avons utilisé, avec quelques

modifications, l’algorithme alf (Automatic Level Finder) du programme Level 7.4 de Le

Roy [50]. Nos valeurs calculées pour les systèmes MgHe et Mg∗He pour les deux séries I et

II sont listées dans le Tableau 2.4. Malgré le caractère pratiquement répulsif des courbes

d’énergie potentielle, nos calculs ont pu montrer l’existence d’un nombre limité de niveaux

vibrationnels sans rotation, c’est-à-dire, correspondant à J = 0 ou J = 1. En effet, pour l’état

X 1Σ+, que ce soit pour la série I ou II, nous avons pu détecter un seul niveau vibrationnel.

Par contre, pour l’état A 1Π, nous avons trouvé trois niveaux quand la série I est utilisée et

deux niveaux seulement quand la série II est utilisée. Pour l’état B 1Σ+, aucun niveau n’a

été détecté avec les deux séries I ou II.

Le Tableau 2.4 représente aussi les niveaux rovibrationnels détectés avec l’état fondamen-

tal X 1Σ+, où nos valeurs sont comparées avec celles de Lovallo et Klobukowski [30] et Funk

et al. [51]. Malheureusement, nous n’avons trouvé pour l’état A 1Π aucun résultat publié

pour comparaison.

D’un autre côté, pour vérifier le nombre des niveaux vibrationnels détectés précédemment,

nous avons utilisé une méthode semi-classique, qui a été développée par Gribakin et Flam-

baum [52]. Cette méthode est surtout utilisée pour trouver le nombre des états liés lorsque

la rotation est négligée, i.e., J = 0 ou J = 1. D’après cette méthode semiclassique, si le

potentiel interatomique V (R) décroît pour les R grands comme −Cn/R
n, le nombre d’états

liés Nb dans le potentiel est donné par la relation approximative

N
(GF)
b ' Int

·
Φ

π
− n− 1
2(n− 2)

¸
+ 1, (2.13)

avec Int[· · · ] est le plus grand entier plus petit ou égal à la valeur de l’expression entre les
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Tab. 2.4 — Energies des niveaux rovibrationnels, en cm−1, des deux états X1Σ+ et A1Π du
système MgHe.

X 1Σ+ A 1Π
(v, J) Série I Série II Réf. [30] Réf. [51] Série I Série II
(0, 0) −0.795 −0.619 −0.769 −0.734
(0, 1) −0.557 −0.408 −0.531 −0.503 −23.958 −10.295
(0, 2) −0.111 −0.019 −0.088 −0.074 −22.763 −9.379
(0, 3) −20.981 −8.074
(0, 4) −18.624 −6.365
(0, 5) −15.711 −4.283
(0, 6) −12.26 −1.875
(0, 7) −8.324 +0.781
(0, 8) −3.926 +3.518
(0, 9) +0.864
(1, 1) −4.530 −1.152
(1, 2) −3.751 −0.682
(1, 3) −2.613 +0.038
(1, 4) −1.164
(1, 5) +0.494

crochets et Φ est la phase semiclassique relative au potentiel V (R) donnée par

Φ =
1

~

Z ∞

R0

dR
p
−2µV (R), (2.14)

où R0 est le rayon pour lequel V (R0) = 0.

2.3.2 Intégrales de collision et coefficients de diffusion

Pour evaluer l’exactitude de nos courbes d’énergie potentielle, nous avons aussi choisi

d’analyser les propriétés thermophysiques des atomes de magnésium Mg diffusant dans un

gaz d’hélium et, essentiellement, l’examination de la variation du coefficient de diffusion avec

la température.

Selon l’approximation de Chapman-Enskog des gaz dilués, en supposant l’interaction entre

un atome de magnésium Mg avec un autre atome d’hélium He à travers une courbe d’énergie

potentielle, le coefficient de diffusion dépendant de la température D(T ) est exprimé, en
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terme d’intégrale de collision Ω1,1(T ), par [53,54]

D(T ) =
3

8n

s
πkBT

2µ

1

Ω1,1(T )
, (2.15)

où n est la densité du gaz d’hélium, kB est la constante de Boltzmann. Ω1,1 est défini par

l’intégrale

Ω1,1(T ) =
1

2 (kBT )
3

Z ∞

0

σD(E) exp(−E/kBT )E2dE, (2.16)

avec σD(E) étant la section efficace effective de diffusion. Celle-ci est donnée par [41,55]

σD(E) =
4π

k2

∞X
l=0

(l + 1) sin2
¡
ηl+1 − ηl

¢
. (2.17)

Etant donné que les atomes de magnésium Mg, lorsqu’ils sont dans leur premier état excité

3s3p, interagissent avec l’hélium à travers les courbes d’énergie potentielle A 1Π ou B 1Σ+,

la section efficace de diffusion totale est une section efficace pondérée [56]

σD(E) =
2

3
σD (A) +

1

3
σD (B) . (2.18)

Nous présentons dans le Tableau 2.5 nos résultats des intégrales de collision réduites

Ω1,1 = Ω1,1/π pour quelques températures T, où nous comparons nos valeurs pour l’état

fondamental X 1Σ+ avec celles de Partridge et Stallcop [45]. Par ailleurs, nous listons dans

le Tableau 2.6 nos valeurs des coefficients de diffusion, calculées pour une pression p = 1 torr.

Nous avons comparé dans le même Tableau 2.6 nos résultats pour quelques températures avec

des mesures de Redko et al. [57] et Aref’ev et al. [58] et aussi avec quelques autres valeurs

calculées par Redko et al. en utilisant des potentiels de Barthelat et al. [59] et Czuchaj et

al. [60]. Nos valeurs montrent une excellente concordance avec ces données publiées.

Par ailleurs, nous avons essayé de faire un lissage des données du coefficient de diffusion

dépendant de la tempéraure avec le forme analytique

D(T ) ∼ αT β, (2.19)

où α et β sont des paramètres constants générés par le lissage. Leurs valeurs sont listées

dans le Tableau 2.8. La représentation de la variation du coefficient de diffusion D avec la

température T est faite sur les Figures 2-7 et 2-8.

31



Tab. 2.5 — Intégrales de collision Ω1,1, en Å
2
, pour quelques températures. Les résultats

obtenus pour l’état X1Σ+ sont comparés avec les valeurs de Partridge, Stallcop et Levin [45].

Température X 1Σ+ A 1Π B 1Σ+

T (K) Série I Série II Réf. [45] Série I Série II Série I Série II
50 15.44 16.62 15.20 16.60 14.80 32.59 35.43
200 11.61 12.34 11.45 8.52 8.97 22.82 25.20
1000 7.68 8.10 7.51 4.85 4.91 12.73 14.56
3000 5.47 5.55 5.05 3.01 3.03 7.24 8.15
6000 4.30 4.08 3.67 2.11 2.37 4.37 4.96
10000 3.47 3.11 2.83 1.57 2.03 2.76 3.34

Tab. 2.6 — Coefficients de difffusion, en 102 cm2 s−1, à la pression p = 1 torr pour l’état X1Σ+

du système MgHe.

Température Mg(3s2) + He
T (K) Série I Série II Expérience Réf. [59] Réf. [60]
300 3.74 3.53 3.40± 0.27 [57] 3.52 3.35
400 6.19 5.83 5.80 5.50
500 9.16 8.64 8.54 8.13
600 12.64 11.93 11.9 11.2
700 16.61 15.69 15.7 14.8
800 21.07 19.92 20.0 18.9
900 26.00 24.62 24.00 [58] 24.7 23.3
1000 31.39 29.76 28.90 [58] 29.9 28.3
1200 43.55 41.41 39.60 [58] 41.3 39.3
1400 57.49 54.84 54.4 51.7
1600 73.15 70.03 69.8 66.2
1800 90.51 86.98 87.2 82.3
2000 109.54 105.69 106
2600 176.35 172.38 173
3000 228.85 225.73 228
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Tab. 2.7 — Coefficients de difffusion, en 102 cm2 s−1, à la pression p = 1 torr pour le premier
état excité du système MgHe.

Température Mg(3s3p) + He
T (K) Série I Série II
50 0.12 0.12
100 0.45 0.43
300 3.40 3.11
500 8.74 7.98
700 16.40 15.00
1000 32.23 29.64
1200 45.74 42.24
1600 80.04 74.45
2000 124.47 116.28
2600 211.28 197.54
3000 283.37 264.31

Tab. 2.8 — Paramètres de lissage, qui apparaissent dans l’équation (2.19), des données du
coefficient de diffusion en fonction de la température.

Système 10+8 × α β
moléculaire Série I Série II Série I Série II
Mg(3s2) + He 148.8± 2.3 134.6± 2.5 1.775± 0.002 1.781± 0.003

Mg(3s3p) + He 73.5± 1.6 63.7± 2.0 1.880± 0.003 1.889± 0.005
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Fig. 2-7 — Représentation des coefficients de diffusion avec leurs courbes de lissage, pour les
série I et II, en fonction de la température pour l’état fondamental X 1Σ+ du système MgHe.
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Fig. 2-8 — Représentation des coefficients de diffusion avec leurs courbes de lissage, pour les
séries I et II, en fonction de la température pour le premier état excité du système MgHe.

2.3.3 Durées de vie

Une autre méthode, assez puissante, pour évaluer la qualité des courbes d’énergie poten-

tielle et des moments dipolaires de transition consiste à calculer les durées de vie des états

excités. Ici, elle consiste à déterminer la durée de vie de l’état excité A 1Π du système MgHe,

car c’est le seul état des deux états excités qui peut supporter des niveaux vibrationnels ou,

en d’autres termes, des états liés. La quasi-molécule passe d’un niveau d’énergie lié (v0, J 0,Λ0)

de l’état excité A 1Π vers un autre niveau inférieur d’énergie libre �00, décrit par le terme

(�00, J 00,Λ00) , de l’état fondamental X 1Σ+ en émettant un photon.

D’après la théorie des spectres moléculaires [61], la durée de vie dépend inversement du

taux de l’émission spontannée totale

τ =
1

A (v0, J 0,Λ0)
(2.20)

où le coefficient A (v0, J 0,Λ0) , en supposant que J est assez grand de sorte que J 0 ' J 00 = J,

est donné par

A (v0, J,Λ0) =
64π4ν3

3hc3
2− δ0,Λ0+Λ00

2− δ0,Λ0

Z ∞

0

|hΦ�0,J |D(R)|Φ�00,Ji|2 d�00. (2.21)
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Tab. 2.9 — Durées de vie, en ns, de quelques niveaux rovibrationnels de l’état A1Π du système
MgHe pour les deux séries I et II.

(v, J) J = 1 J = 3 J = 5 J = 7
v = 0 Série I 2.109 2.147 2.106 2.104

Série II 2.094 2.121 2.092 2.091

v = 1 Série I 2.096 2.094 2.091
Série II 2.089 2.088

Dans cette dernière équation (2.21), δ représente le symbole de Kronecker, h est la constante

de Planck et c est la vitesse de propagation de la lumière.

Le plus haut niveau vibrationnel de l’état de résonance Mg(3s3p) coincide avec le même

état d’un atome de magnésium isolé. De ce fait, en utilisant la théorie décrite ci-dessus, nos

calculs théoriques donnent les durées de vie

τ = 2.096 ns, (2.22)

en utilisant les potentiels de la série I, et

τ = 2.089 ns, (2.23)

avec les potentiels de la série II. Dans les deux cas, nos résultats sont en bon accord avec la va-

leur τ = 2.037 ns recommendée par le NIST [62] où avec les valeurs mesurées (1.99± 0.08) ns
de Lurio [63] et (2.2± 0.2) ns de Anderson et al. [64]. Cependant, des calculs récents ont
fourni la valeur 2.14 ns [65,66].

Par ailleurs, Morton [67] a mentionné aumoins dix valeurs mesurées pour la durée de vie de

l’état Mg(3s3p), allant de 1.9 à 2.2 ns, dont la moyenne est (2.00± 0.03) ns. Nous rassemblons
dans le Tableau 2.9 quelques valeurs des durées de vie des niveaux rovibrationnels de l’état

A 1Π du système MgHe relatifs aux deux séries I et II.
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Chapitre 3

Elargissement de pression dans le

cœur

Les raies spectrales atomiques ne sont pas vraiment étroites et symétriques ceci est causé

par plusieurs phénomènes d’élargissement, tels que l’élargissement naturel, l’élargissement

Doppler et l’élargissement collisionnel [1]. Ce dernier phénomène, qui fait l’objet de ce travail,

est également appelé élargissement de pression.

Ce Chapitre consiste à traîter la région du cœur de la raie de résonance du système consi-

déré dans cette étude. En d’autres termes, nous essayerons de calculer la largeur à mi-hauteur

w et le déplacement d de la raie de résonance d’un atome de magnésiumMg (3s3p− 3s2) per-
turbé par l’hélium He(1s2). Pour accomplir ce calcul, nous avons adopté le modèle théorique

de Baranger [31] qui utilise la mécanique quantique pour traîter le mouvement des atomes

perturbateurs. Ces atomes forment le voisinage gazeux des atomes émetteurs. Pour cela, nous

allons au début de ce chapitre exposer l’essentiel du traitement quantique de Baranger qui

aboutit à des expressions simples de la largeur et du déplacement de raie en fonction des

propriétés microscopiques des particules en interaction. Enfin, il est utile de mentionner que

la description théorique du modèle de Baranger que nous présentons ici est extraite du papier

de Baranger [31] et que nous avons résumé dans notre mémoire de magister, soutenu en 2006.

3.1 Modèle de Baranger

La région du cœur de la raie est décrite par l’approximation d’impact [68]. C’est l’aproxi-

mation de faible densité qui consiste à supposer que la moyenne des collisions est faible. En

d’autres termes, le temps entre deux collisions est plus important que la durée de la collision
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même

τ coll ¿ τ entre coll. (3.1)

Ceci donne un profil de Lorentz au spectre [31].

3.1.1 Hypothèses et approximations

Dans sonmodèle théorique, Baranger a considéré quelques suppositions concernant l’atome

radiateur et l’atome perturbateur, à savoir :

• l’atome radiateur est fixe, avec des perturbateurs qui sont en mouvement autour de lui ;

• les états quantiques de l’atome radiateur sont non dégénérés ;

• seules les collisions élastiques sont prises en compte ;

• le gaz est dilué de sorte que le temps entre deux collisions successives est plus grand
que la durée de la collision même ; c’est l’approximation d’impact.

Baranger propose ainsi de résoudre le problème considéré en deux étapes.

Première étape : Elle consiste à résoudre l’équation de Schrödinger de l’atome radiateur

(A) en supposant que les perturbateurs sont fixés aux points x1, x2, · · · , xN . On appelle
u (xA, x1, x2, · · · , xN) la fonction d’onde atomique. Alors E + VT (x1, x2, · · · , xN) est
l’énergie totale du système, avec E est l’énergie non perturbée. La fonction d’onde et l’énergie

dépendent donc des paramètres x1, x2, · · · , xN .
Deuxième étape : Dans une deuxième étape, Baranger a essayé de résoudre l’équation de

Schrödinger décrivant le mouvement des perturbateurs (P) dans le potentiel VT (x1, · · · , xN) .
En appelant Ψ(x1, x2, · · · , xN) la fonction d’onde et �T l’énergie des perturbateursde, la fonc-
tion d’onde du système entier est donnée par le produit u (xA, x1, x2, · · · , xN)Ψ(x1, x2,
· · · , xN) et l’énergie totale est

ET = E + �T. (3.2)

Il suppose en outre que les modifications provoquées par les perturbateurs sur la fonction

d’onde atomique u sont petites qu’on peut donc négliger. Ainsi, la fonction d’onde devient

u (xA)Ψ(x1, x2, · · · , xN), où le premier terme u (xA) est la fonction d’onde non perturbée.
En ce qui concerne le potentiel VT (x1, x2, · · · , xN) qui détermine le mouvement des

perturbateurs, Baranger fait deux suppositions :

• Les perturbateurs ne s’intéragissent pas et chaque perturbateur n’intéragit qu’avec
l’atome radiateur ;
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• Le potentiel total VT obeit au principe de l’additivité scalaire du potentiel d’interaction
VT

VT (x1,x2, · · · ,xN) = V (x1) + V (x2) + · · ·+ V (xN) . (3.3)

Cette dernière supposition est valable pour certains types d’interaction, comme les forces de

van der Waals (Cn/R
n) .

3.1.2 Forme de raie

La puissance totale émise lors d’une transition dipolaire d’un état initial |ii vers un état
final |fi est donnée par l’expression suivante [36]

Pif ∼
4ω4if
3c3

|hf |d| ii|2 , (3.4)

où d =
NeP
i=1

eri est le moment dipolaire, c est la vitesse de la lumière et

~ωif = Ei −Ef , (3.5)

est la fréquence de Bohr, avec ~ = 1 en u.a. Pour obtenir tout le spectre, il faut sommer

sur tous les états finals possibles et moyennant sur tous les états initiaux. Dans ce cas, la

puissance irradiée par unité de fréquence est

P (ω) =
4ω4

3c3
F (ω) . (3.6)

La fonction F (ω) est connue sous le nom de forme de raie et est donnée par l’expression

F (ω) =
X
if

δ (ω − ωif) |hf |d| ii|2 ρi, (3.7)

ρi est proportionnel au facteur de Boltzmann exp (−�i/kBT ) .
Généralement, on calcule la transformée de Fourier de F (ω)

Φ(s) =

Z +∞

−∞
F (ω) e−iωsdω, (3.8)
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ce qui donne en utilisant Eq. (3.7)

Φ(s) =
X
if

e−iωif s |hf |d| ii|2 ρi. (3.9)

La fonction F (ω) doit être réelle et ω > 0 pour les émissions et ω < 0 pour les absorptions.

Φ(s) vérifie donc

Φ(−s) = Φ∗(s), (3.10)

et

F (ω) =
1

π

Z +∞

0

Φ(s)eiωsds. (3.11)

On calcule Φ(s) pour des valeurs de s positives seulement et Φ(s) sera trouvé, pour s < 0,

de la condition (3.10).

Les fonctions d’onde initiales et finales ont la forme u (xA)Ψ(x1,x2, · · · ,xN). En utili-
sant la supposition de l’additivité scalaire du potentiel, la fonction d’onde des perturbateurs

Ψ(x1,x2, · · · ,xN) est donc le produit des fonctions d’onde de chaque perturbateurs, i.e.

Ψ(x1,x2, · · · ,xN) = Ψ1(x1)Ψ2(x2)× · · · ×ΨN(xN). (3.12)

Chaque fonction d’onde est une solution de l’équation de Schrödinger avec le potentiel V. Il y

a deux potentiels, Vi le potentiel initial et Vf le potentiel final. Les équations de Schrödinger

correspondantes sont

(K1 + Vi)Ψi1(x1) = �1Ψi1(x1) (3.13)

(K1 + Vf)Ψf1(x1) = �01Ψf1(x1), (3.14)

où K1 est l’énergie cinétique du perturbateur (1), �1 et �01 sont les énergies totales du per-

turbateur pour chaque état. Ainsi, la fonction d’onde du système dans son état initial est

ui (xA)Ψ
+
ik1
(x1)Ψ

+
ik2
(x2)×· · ·×Ψ+ikN (xN), avec l’énergie Ei+ �1+ �2+ · · ·+ �N , et la fonction

d’onde du système dans son état final est uf (xA)Ψ+
fk01
(x1)Ψ

+
fk02
(x2) × · · · × Ψ+

fk0N
(xN), avec

l’énergie Ef+�01+�02+ · · ·+�0N , où k1,k
0
1, · · · sont les vecteurs d’onde des termes représentant

les ondes planes de chaque fonction et �1 = k21/2m, avec m est la masse du perturbateur. Le

signe (+) indique les ondes diffusées sortantes. Ce choix est arbitraire et n’a pas d’effet sur

les résultats.
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Avec ces fonctions d’onde, l’élément de matrice de l’expression (3.9) devient

|hf |d| ii|2 = |huf |d|uii|2
¯̄̄D
Ψ+
fk01
| Ψ+ik1

E¯̄̄2
× · · · ×

¯̄̄D
Ψ+fk0N

| Ψ+
ikN

E¯̄̄2
(3.15)

et la fréquence ωif dans (3.9) est

ωif = (Ei −Ef) + (�1 − �01) + · · ·+ (�N − �0N) . (3.16)

Le facteur |huf |d|uii|2 dans l’équation (3.15) est constant et le terme le plus important est
le recouvrement qu’il y a entre les fonctions d’onde des états initiaux avec celles des états

finals.

On prend la fréquence (Ei −Ef) comme origine des fréquences et la probabilité d’avoir

un certain état initial est le produit ρk1ρk2 · · · ρkN avec, comme déjà vu, ρk ∝ e−�/kBT . D’où

Φ(s) =
X
k1···kN

X
k01···k0N

ρk1 × · · · × ρkN

¯̄̄D
Ψ+fk01

| Ψ+ik1
E¯̄̄2

× · · · ×
¯̄̄D
Ψ+fk0N

| Ψ+
ikN

E¯̄̄2
× exp [−i (�1 − �01 + · · ·+ �N − �0N) s] . (3.17)

Nous pouvons voir que Φ(s) est tout simplement une certaine fonction ϕ(s) à la puissance N

Φ(s) = [ϕ(s)]N , (3.18)

avec

ϕ(s) =
X
k

X
k0

ρk
¯̄­
Ψ+
fk0 | Ψ+ik

®¯̄2
exp [−i(�− �0)s] . (3.19)

Ainsi, la connaissance de ϕ(s) permet de connaître Φ(s) et, par conséquent, la forme de raie

F (ω) en utilisant Eq. (3.11).

Il ressort également de cette équation (3.19) que les perturbateurs agissent indépendam-

ment sur l’atome radiateur. Le déplacement total de la fréquence est la somme des déplace-

ments individuels apportés par chaque perturbateur à part. Donc, le but est de calculer ϕ(s),

la transformée de Fourier de la forme de raie due à un seul perturbateur.

Etant donné que la plupart du temps le perturbateur est très loin de l’atome radiateur

et n’a pas d’influence sur lui, la forme de raie consiste principalement en une fonction δ à

l’origine, mais qui subit une petite correction d’ordre V−1, où V est le volume du gaz supposé
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très grand. ϕ(s) peut prendre la forme

ϕ(s) = 1− g(s)

V + · · · ' e−g(s)/V . (3.20)

Sachant que la densité du gaz est n = N/V, on peut écrire grâce à l’équation (3.18)

Φ(s) = exp [−ng(s)] . (3.21)

Il est donc nécessaire de déterminer g(s) pour connaître Φ(s).

Soient Hi et Hf les hamiltoniens du perturbateur quand l’atome est à l’état initial |ii et
à l’état final |fi , respectivement,

Hi = K + Vi (3.22)

Hf = K + Vf . (3.23)

En utilisant ces formes de Hi et Hf , d’après l’équation (3.19)

ϕ(s) =
X
k,k0

ρk
­
Ψ+ik | Ψ+

fk0
®
ei�

0s ­Ψ+
fk0 | Ψ+ik

®
e−i�s. (3.24)

Comme

Hi

¯̄
Ψ+
ik

®
= �

¯̄
Ψ+
ik

®
(3.25)

Hf

¯̄
Ψ+fk0

®
= �0

¯̄
Ψ+fk0

®
(3.26)

et en utilisant la relation de fermeture, Baranger trouve que

ϕ(s) =
X
k

ρk
­
Ψ+
ik

¯̄
eiHf se−iHis

¯̄
Ψ+
ik

®
(3.27)

est maintenant indépendant des états finals.

3.1.3 Forme intégrale de ϕ(s)

L’objectif maintenant est d’écrire ϕ(s) sous la forme donnée dans Eq. (3.20). Pour se

faire, Baranger normalise les fonctions d’onde diffusées apparaissant dans (3.27) par rapport

au volume V du récipient contenant le gaz. Il est par ailleurs judicieux d’alléger l’écriture de
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(3.27) en omettant la moyenne sur les états initiaux qui sera faite à la fin du calcul avec le

facteur de Boltzmann e−�i/kBT . On désigne ci-dessous cette moyenne par l’indice ‘av’ dans les

expressions les plus importantes. On peut donc écrire

ϕ(s) = V−1 ­Ψ+
ik

¯̄
eiHf se−iHis

¯̄
Ψ+
ik

®
. (3.28)

Baranger transforme ce ϕ(s) en utilisant l’équation intégrale de Feynman [69]

eiHf seiHis = 1− i

Z s

0

dt eiHf t∆V e−iHit (3.29)

où ∆V est d’après les équations (3.22) et (3.23)

∆V = Hi −Hf (3.30)

= Vi − Vf . (3.31)

La substitution de ces équations dans Eq. (3.28) conduit à

ϕ(s) = 1− i

V
Z s

0

dt e−i�t
­
Ψ+
ik

¯̄
eiHf t∆V

¯̄
Ψ+
ik

®
, (3.32)

où la normalisation
­
Ψ+
ik

¯̄
Ψ+ik
®
= V a été utilisée. Par identification avec l’équation (3.20) on

peut écrire

g(s) = i

Z s

0

dt e−i�t
­
Ψ+
ik

¯̄
eiHf t∆V

¯̄
Ψ+
ik

®
. (3.33)

Selon Baranger, le terme
­
Ψ+ik
¯̄
eiHf t est le résultat de la propagation, à l’instant t, de

l’onde
­
Ψ+ik
¯̄
avec l’hamiltonien Hf . Durant cette propagation, la partie diffusée de la fonction

d’onde change graduellement et commence à ressembler à celle de
­
Ψ+
fk

¯̄
, surtout à l’origine.

Aux grandes distances, l’onde diffusée est toujours celle de
­
Ψ+
ik

¯̄
, mais étant donné qu’elle

doit être multipliée par ∆V
¯̄
Ψ+
ik

®
, qui disparaît aux grandes distances, l’élément de matrice­

Ψ+
ik

¯̄
eiHf t∆V

¯̄
Ψ+
ik

®
devient pratiquement égal à

­
Ψ+fk |ei�t∆V |Ψ+ik

®
pour t assez grand. Dans

ce cas, g(s) prend la forme simple

g(s) ' is
­
Ψ+
fk |∆V |Ψ+

ik

®
. (3.34)
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3.1.4 Largeur et déplacement de raie

En insérant cette forme de g(s) dans Eq. (3.21), on obtient aisément

Φ(s) = exp
£−ins ­Ψ+

fk |∆V |Ψ+ik
®¤

(3.35)

de sorte que la transformée de Fourier inverse de cette fonction, qui est la forme de raie elle

même, est selon (3.11) l’intégrale

F (ω) =
1

π

Z ∞

0

ds exp
£−ins ­Ψ+fk |∆V |Ψ+

ik

®¤
eiωs. (3.36)

Ecrivons l’élément de matrice
­
Ψ+
fk |∆V |Ψ+

ik

®
comme

­
Ψ+
fk |∆V |Ψ+ik

®
= x+ iy. (3.37)

Il est donc évident que

x = Re
£­
Ψ+
fk |∆V |Ψ+

ik

®¤
av

(3.38)

y = Im
£­
Ψ+fk |∆V |Ψ+

ik

®¤
av
. (3.39)

Sachant l’intégrale [39] Z ∞

0

exp (−ax) dx = 1

a
, (3.40)

où a est un nombre complexe, l’utilisation des équations (3.38) et (3.39) dans (3.36) nous

ramène à

F (ω) =
1/π

i (nx− ω)− ny
. (3.41)

On a vu auparavant que F (ω) doit être réel ; par conséquent

F (ω) = − ny/π

(ω − nx)2 + (ny)2
. (3.42)

Si on pose

w = −ny
= −n Im £­Ψ+fk |∆V |Ψ+

ik

®¤
av

(3.43)
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et

d = +nx

= +nRe
£­
Ψ+
fk |∆V |Ψ+

ik

®¤
av

(3.44)

on obtient la forme de raie

F (ω) =
w/π

(ω − d)2 + w2
. (3.45)

D’après cette formule, la forme de raie est une lorentzienne avec une largeur à mi-hauteur w

et un déplacement d.

En utilisant l’équation de Lippmann-Schwinger [36] pour tout potentiel V

¯̄
Ψ+
k

®
= |ki+ (�−K + iη)−1 V

¯̄
Ψ+
k

®
, (3.46)

où |ki est la solution de l’équation libre et η → 0 est une correction infiniment petite, l’élément

de matrice
­
Ψ+fk |∆V |Ψ+ik

®
, avec ∆V = Vi − Vf , peut être calculer pour avoir la forme

­
Ψ+fk |∆V |Ψ+

ik

®
=
­
k |Vi|Ψ+

ik

®− ­Ψ+fk |Vf |k®+ 2πi ­Ψ+fk |Vfδ(�−K)Vi|Ψ+
ik

®
, (3.47)

où les relations suivantes sont utilisées [35]

(�−K + iη)−1 = p.v.(�−K)−1 − iπδ(�−K) (3.48)

(�−K − iη)−1 = p.v.(�−K)−1 + iπδ(�−K), (3.49)

p.v. dénote la valeur principale de Cauchy. Le dernier élément de matrice devient

­
Ψ+fk |Vfδ(�−K)Vi|Ψ+

ik

®
=

1

(2π)3

Z
d3k0

­
Ψ+
fk |Vf |k0

®
δ(�− �0)

­
k0 |Vi|Ψ+

ik

®
, (3.50)

où d3k0 = mk0d�0dΩ et k02 = 2m�0, avec dΩ étant l’angle solide.

La grandeur physique
­
k0 |Vi|Ψ+

ik

®
est, à un facteur près, l’amplitude de diffusion f(θ, ϕ).

Celle-ci est donnée par [36]

f(θ, ϕ) = −
³m
2π

´ ­
k0 |Vi|Ψ+ik

®
. (3.51)

Des détails théoriques sur cette amplitude sont donnés dans le Chapitre 1.
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Sachant que pour une collision élastique |k|= |k0| , nous obtenons sans peine

­
Ψ+
fk |∆V |Ψ+

ik

®
= −2π

m

£
fi(0)− f∗f (0)

¤
+ iv

Z
dΩf∗f (θ, ϕ)fi(θ, ϕ). (3.52)

Rappelons que la largeur de raie w est la partie imaginaire de cette dernière expression

Im
£­
Ψ+fk |∆V |Ψ+ik

®¤
= −2π

m
Im [fi(0)− ff(0)]

+
1

2
v

Z
dΩ
£
f∗f (Ω)fi(Ω) + ff(Ω)f

∗
i (Ω)

¤
(3.53)

et que le déplacement d est sa partie réelle

d =

½
−2πn

m
Re [fi(0)− ff(0)] +

1

2
inv

Z
dΩ
£
f∗f (Ω)fi(Ω)− ff(Ω)f

∗
i (Ω)

¤¾
av

. (3.54)

En utilisant le théorème optique [36]

Im f(0) =
k

4π

Z
dΩ |f(Ω)|2 = k

4π
σ, (3.55)

où σ est la section efficace totale de diffusion, w prend la forme suivante

w =

½
1

2
nv

Z
dΩ |fi(Ω)− ff(Ω)|2

¾
av

. (3.56)

Les équations (3.54) et (3.56) donnent l’élargissement et le déplacement en terme de deux

amplitudes de diffusion initiale et finale, fi et ff . Remarquons que si fi = ff , la largeur w et

le déplacement d sont nuls.

Sachant que, si le potentiel d’interaction V (R) est un potentiel central, i.e., dépendant

seulement de la distance internucléaire R, l’amplitude de diffusion est fonction de l’angle θ,

l’angle compris entre l’axe des z et la direction de la particule diffusée, et a la forme

f(θ) =
1

2ik

∞X
l=0

(2l + 1)Pl(cos θ)
¡
e2iηl − 1¢ , (3.57)

Pl(cos θ) sont les polynômes de Legendre et ηl est le déphasage élastique.

En tenant compte de l’équation (3.57), l’élargissement w et le déplacement d, donnés par

les expressions (3.54) et (3.56), peuvent être exprimés en termes des déphasages ηil et ηfl. En

écrivant pour une émission ηil = η0l, le déphasage associé à l’état excité de l’atome émetteur,
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et ηfl = η00l , le déphasage associé à son état fondamental, et en utilisant les propriétés des

polynômes de Legendre, on aboutit aux expressions importantes suivantes

w = +n hv · σwiav (3.58)

d = −n hv · σdiav , (3.59)

où σw et σs sont respectivement les sections efficaces d’élargissement et de déplacement de

raie

σw =
4π

k2

∞X
l=0

(2l + 1) sin2 (η0l − η00l ) (3.60)

σd =
π

k2

∞X
l=0

(2l + 1) sin [2 (η0l − η00l )] . (3.61)

La moyenne dans les équations (3.58) et (3.59) est généralement calculée en adoptant la

distribution de vitesses de Maxwell.

3.2 Sections efficaces

Après la construction des courbes d’énergie potentielle correspondant aux états fondamen-

tal, X 1Σ+, et excités, A 1Π et B 1Σ+, du système MgHe, et après avoir fait une vérification

de la qualité des potentiels, nous pouvons maintenant résoudre numériquement l’équation

d’onde de Schrödinger (1.31) en utilisant l’algorithme de Numerov [40].

Cette résolution nous fournit les déphasages élastiques ηl(E) pour chaque énergie E et

moment orbital l, ce qui nous facilite donc le calcul des sections efficaces d’élargissement σw

et de déplacement σd, données par les équations (3.60) et (3.61), respectivement.

Nos calculs de ces sections efficaces a été fait dans un intervalle d’énergie allant de 10−6

jusqu’à 10−1 u.a. En réalité, les sections efficaces spectrales, σw et σd, sont des moyennes

pondérées [56,70], i.e.,

σw,d =
1

3
σΣΣw,d +

2

3
σΣΠw,d (3.62)

où σΣΣw,d sont les sections efficaces relatives à la transition X 1Σ+ −B 1Σ+ et σΣΠw,d relatives à

la transition X 1Σ+−A 1Π. La représentation des sections efficaces σw et σd est faite sur les

Figures 3-1 et 3-2. On voit une différence remarquable entre les sections efficaces calculées

en admettant la série I et la série II, surtout aux basses énergies. Particulièrement, les pics
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de résonance n’ont pas les mêmes positions énergétiques pour les deux séries adoptées. Aux

hautes énergies, les courbes apparaissent plus lisses et ont pour les deux séries I et II presque

le même comportement.

3.3 Largeur et déplacement de raie

Le calcul des sections efficaces mène, selon les équations (3.58) et (3.59), au calcul de la

largeur w et de déplacement d de raie de résonance Mg (3s3p− 3s2) perturbée par l’hélium
He(1s2). Les moyennes hv · σwiav et hv · σdiav sont calculées en admettant la distribution de
Maxwell des vitesses relatives v données par [71]

hv · σw,diav =

Z
vσw,df(v)d

3vZ
f(v)d3v

, (3.63)

avec

f(v) =

µ
µ

2πkBT

¶3/2
exp

µ
− µv2

2kBT

¶
. (3.64)

La fonction de distribution de Maxwell est normalisée et les moyennes des sections efficaces

effectives dans la largeur et dans le déplacement de raie seront données par

hv · σw,diav = 4π
µ

µ

2πkBT

¶Z ∞

0

v3σw,de
−µv2/2kBTdv. (3.65)

En terme d’énergie relative E = 1
2
µv2, cette dernière équation (3.65) devient

hv · σw,diav =
r
8

µπ

1

(kBT )
3/2

Z ∞

0

Eσw,d(E) exp(−E/kBT )dE. (3.66)

Les Figures 3-3 et 3-4 illustrent la variation des taux d’élargissement w/n et de dépla-

cement d/n. On remarque l’importance de ces deux coefficients à haute température et ces

deux mêmes Figures montrent la divergence importante avec la température T. Statistique-

ment, la difference relative entre les taux basée sur les deux séries de potentiel ne dépasse pas

30 %. Nous présentons en outre dans le Tableau 3.1 quelques valeurs des taux d’élargisse-

ment et de déplacement que nous avons calculées avec le modèle quantique de Barager. Nos

valeurs sont aussi comparés avec les résultats publiés de Bottcher et al. [72]. La comparaison

montre l’existance d’une bonne concordance. Finalement, il est important de montrer que,
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Fig. 3-1 — Variation avec l’énergie E des sections efficaces σw effectives dans l’élargissement
en utilisant les deux séries de potentiel I et II.
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Fig. 3-2 — Variation avec l’énergie E des sections efficaces σd effectives dans le déplacement
en utilisant les deux séries de potentiel I et II.
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Tab. 3.1 — Comparaison des résultats des taux d’élargissement et de déplacement pour
quelques températures avec ceux de Bottcher et al. [72].

Température w/n (10−9 cm3 s−1) −d/n (10−10 cm3 s−1)
T (K) Série I Série II Bottcher et al. [72] Série I Série II
100 1.956 1.958 3.271 3.634
500 3.496 3.679 3.628 3.861 5.678
1000 4.524 4.733 4.826 5.214 7.537
1500 5.186 5.415 4.884 6.507 9.371
2000 5.656 5.919 7.597 10.932
2500 6.012 6.326 8.480 12.199
3000 6.294 6.675 9.187 13.210

pour 100 6 T 6 1500K, le taux d’élargissement par rapport à celui de déplacement est

trouvé d’environ 8 à 9.
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Chapitre 4

Elargissement de pression dans les

ailes

L’interprétation des profils spectraux d’absorption peut fournir de riches informations sur

les atomes absorbeurs évoluant dans un environnement gazeux, telles que la température, la

densité et la composition des atmosphères des naines brunes et des planètes extrasolaires.

Ainsi, l’étude des formes des profils d’absorption peut révéler beaucoup d’informations liées

à l’environnement de l’atome absorbant et de ses interactions avec les atomes perturbateurs.

La région des ailes entourant la raie spectrale est généralement caractérisée par l’apparition

de petits pics, appelés satellites [22, 73], pouvant conduire à expliquer le type d’interaction

entre l’atome absorbant et l’atome perturbateur. Plus particulièrement, le spectre de pho-

toabsorption prend généralement naissance de quatre transitions possibles. Ces transitions

d’un état électronique inférieur vers un autre état supérieur sont essentiellement de types lié-

lié, lié-libre, libre-lié et libre-libre, comme le montre la Figure 4-1. Dans le cas de la raie du

magnésium Mg(3s3p←− 3s2) perturbé par l’hélium He(1s2), la majeure contribution vient

exclusivement des transitions de type libre-libre. Ceci est surtout dû au caractère répulsif des

courbes d’énergie potentielle de l’état fondamental X 1Σ+ et des deux états excités A 1Π et

B 1Σ+ du système moléculaire MgHe.

4.1 Théorie

Selon Lambert et Beer [34, 48], le processus de photoabsorption peut être caractérisé à

travers le coefficient d’absorption k(ν) avec ν étant la fréquence du photon absorbé. Pour
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Fig. 4-1 — Représentation schématique des différentes transitions possibles entre un état
moléculaire inférieur et un autre supérieur.

les raisons abordées auparavant, et qui concernent la qualité des potentiels, nous présentons

brièvement ci-après un traitement quantique du problème, dont l’approche théorique est

donnée avec détails dans la Réf. [32], pour aboutir à l’expression du coefficient d’absorption

de type libre-libre.

Le coefficient d’absorption est le nombre de photons absorbés par unité de temps, par

unité de volume et par unité d’intervalle de fréquence [21]. L’atome absorbant, qui est en

interaction avec un autre atome perturbateur, passe d’un état initial |ii vers un état final |fi
en absorbant un photon d’énergie hν. Le coefficient d’absorption qui décrit ce processus est

donné par l’expression

kif =
PifNi

F
(4.1)

où Pif est la probabilité de transition par état moléculaire et par unité de temps, Ni est la

densité d’états moléculaires et F est le flux de photons incidents sur la molécule par unité

de surface et par unité de temps. De ce fait, le coefficient d’absorption est donné comme une

longueur−1.

La quasimolécule formée temporairement de deux atomes A et B, pour une tansition de

type libre-libre, passe d’un état inférieur d’énergie �00 vers un état supérieur d’énergie �0 en

absorbant un photon d’énergie hν; ainsi, selon la Figure 4-1

hν = �0 − �00 + hν0 (4.2)
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avec ν0 est la fréquence de la raie centrale ou la raie non perturbée.

En supposant l’approximation de Born-Oppenheimer, les fonctions d’onde de la quasi-

molécule pour un état initial |ii et un état final |fi peuvent être écrites comme

|ii = |χii |Ψii (4.3)

|fi =
¯̄
χf
® |Ψfi (4.4)

où |χi est la fonction d’onde électronique et |Ψi est la fonction d’onde nucléaire. La probabilité
de transition entre ces deux états est donnée par

Pif =
π2E2

0

3h

¯̄̄D
Ψf (R)

¯̄̄
Dif (R) bR¯̄̄Ψi(R)

E¯̄̄2
δ (hν − hνif) (4.5)

avec E0 est l’amplitude du champ électrique associé à l’onde électromagnétique incidente, R

est le vecteur position internucléaire, de module R et de vecteur unitaire bR, Dif (R) est le

moment dipolaire de transition et le terme δ (hν − hνif) est la densité d’états finals. Le flux

incident est décrit par l’expression

F =
cE2

0

8πhν
(4.6)

où c est la vitesse de la lumiére dans le vide.

Pour aboutir à l’expression finale du coefficient d’absorption kif , on doit savoir la formule

qui donne la densité d’états moléculaires. Cette densité est la population des états initiaux du

mouvement nucléaireNi qui est donnée, pour une température T, par rapport à la distribution

thermique de Maxwell

Ni = nAnB'

µ
h2

2πµkBT

¶3/2
exp

µ
− ~2K2

i

2µkBT

¶
(4.7)

où nA et nB sont les densités des atomes A et B dans un mélange gazeux, ' est la probabilité

pour que les deux atomes A et B forme une molécule dans un état final, ~ est la constante de

Planck réduite et Ki est le module du vecteur d’onde relatif Ki de la paire en collision dans

un état initial. De ce fait, la multiplication des trois équations (4.5), (4.6) et (4.7) donne

kif = nAnB'

µ
8π3ν

3c

¶µ
h2

2πµkBT

¶3/2 ¯̄̄D
Ψf (R)

¯̄̄
Dif (R) bR¯̄̄Ψi(R)

E¯̄̄2
× exp

µ
− ~2K2

i

2µkBT

¶
δ (hν − hνif) . (4.8)
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Avant d’arriver à l’expression finale du coefficient d’absorption qui décrit le spectre d’absorp-

tion correspondant aux transitions libre-libre, on doit mentionner une approximation faite

dans ce traitement quantique. La quasi-molécule subit, pendant ce processus, une transition

d’un état électronique fondamental libre (�00, J 00,Λ00) vers un autre état électronique supé-

rieur libre (�0, J 0,Λ0) , où J 00 et J 0 sont les nombres quantiques de rotation pour chaque état,

connectés par le moment dipolaire de transition D(R). Etant donné que nous avons pris dans

nos calculs des valeurs importantes pour les nombres quantiques de rotation, on peut donc

supposer l’approximation J 00 ' J 0 = J.

Après un traitement assez long, décrit dans la Réf. [32], le coefficient d’absorption pour

une transition libre-libre à une fréquence ν est donné par l’expression

k (ν) = nAnB
8π3ν

3c
'

µ
2π~2

µkBT

¶3/2X
J

(2J + 1)

×
Z ∞

0

|hΦ�0,J |D(R)|Φ�00,Ji|2 exp (−�00/kBT ) d�0, (4.9)

où Φ�,J sont les fonctions d’onde radiales normalisées par rapport à l’énergie, avec

Ψi(R) =
Φ�00,J 00

R
Y m00
J 00 (4.10)

et

Ψf(R) =
Φ�0,J 0

R
Y m0
J 0 , (4.11)

où Y m
J sont les harmoniques sphériques. Ces fonctions d’onde radiales sont obtenues par la

résolution numérique de l’équation d’onde radiale

d2

dR2
Φ�,J(R) +

2µ

~2

·
�− V (R)− ~

2

2µ

J(J + 1)− Λ2

R2

¸
Φ�,J(R) = 0. (4.12)

En réalité, nous nous intéressons beaucoup plus à calculer kr (ν) = k (ν) /nAnB, le coefficient

d’absorption réduit, donné par [13,74]

kr (ν) = '
8π3ν

3c

µ
2π~2

µkBT

¶3/2X
J

(2J + 1)

×
Z ∞

0

|hΦ�0,J |D(R)|Φ�00,Ji|2 exp (−�00/kBT ) d�0, (4.13)
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avec

' = ξ
2SAB + 1

(2SA + 1) (2SB + 1)
, (4.14)

où

ξ =
2− δ0,Λ0+Λ00

2− δ0,Λ00
, (4.15)

δ est le symbole de Kronecker et SA, SB et SAB sont les multiplicités de spin des atomes A

et B et de la quasimolécule AB, respectivement.

4.2 Méthode de calcul

Après avoir construit les différentes courbes de potentiel d’interaction V (R) du système

MgHe, relativement aux deux séries de données I et II, nous avons vérifié leurs exactitudes

à travers le calcul de quelques autres paramètres physiques. De la même façon, nous avons

également construit et vérifié les moments dipolaires de transition D(R).

Nous avons utilisé l’Eq. (4.13) pour calculer le coefficient d’absorption réduit kr (ν) , où

pour notre cas du système MgHe, ξ = 1 pour l’état B 1Σ+, ξ = 1 pour l’état A 1Π et

SMgHe = SMg = SHe = 1. Pour calculer l’intégrale apparaissant dans l’Eq. (4.13), nous avons

utilisé la méthode quadratique de Gauss-Laguerre [75] avec 100 points pondérés. La difficulté

fondamentale dans ce calcul est la divergence de cette intégrale. Ceci est dû au fait que

les moments dipolaires de transition tend vers une constante pour les grandes séparations

internucléaires et aussi que les fonctions d’onde deviennent des fonctions d’onde planes. Pour

contourner cette divergence, nous avons utilisé la méthode proposée dans les Réfs. [48, 76],

où les auteurs ont adopté la transformation

hΦ�0,J |D(R)|Φ�00,Ji = hΦ�0,J |[D(R)−D(∞)]|Φ�00,Ji+ hΦ�0,J |D(∞)|Φ�00,Ji . (4.16)

Le premier terme du second membre de l’équation tend vers zéro pour les grandes distances

R et le dernier terme peut être réécrit comme

hΦ�0,J |D(∞)|Φ�00,Ji = D(∞)hΦ�0,J |∆V |Φ�00,Ji
�00 − �0

, (4.17)

oùD(∞) est une valeur constante du moment dipolaire de transition pour les grandes valeurs
de R et ∆V = V 0(R) − V 00(R) est la différence de potentiel entre l’état excité et l’état

fondamental.
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On doit noter que nous avons utilisé une valeur maximale du nombre quantique de rotation

Jmax = 250 et un pas de fréquence ∆ν = 10 cm−1.

4.3 Résultats et comparaison

Comme nous l’avons déjà mentionné, notre but est de vérifier l’effet des potentiels d’in-

teraction utilisés dans le calcul de l’élargissement de pression dans le cœur et dans les ailes

et d’examiner aussi l’effet de la température sur ces paramètres.

Concernant le coefficient d’absorption, nous avons utilisé pour calculer ce paramètre spec-

tral deux séries de données pour un intervalle de température entre 800K et 3000K. Les

calculs sont faits pour des longueurs d’onde comprises entre 260 nm et 310 nm englobant la

longueur d’onde de la raie du magnésium non perturbée Mg(3s3p←− 3s2) , λ0 = 285.2 nm.
Nous représentons sur les Figures 4-2, 4-3 et 4-4 les profils d’absorption pour trois tempé-

ratures différentes : 1000, 2000 et 3000K. Les courbes présentées par des lignes continues sont

celles obtenues à partir des potentiels d’interaction de la série I et les courbes présentées par

des lignes en pointillées sont celles obtenues avec la série II. Il semble clair que l’intensité des

satellites augmente avec la température et que les deux profils pour les deux séries ont des

formes très similaires, i.e., composés de deux ailes de part et d’autre de la longueur d’onde

non perturbée λ0. Les calculs dévoilent surtout que l’apparition des satellites dans l’aile bleue

est essentiellement due aux transitions B 1Σ+ ← X 1Σ+ et que le satellite déterminé à partir

de la série I est plus intense que celui calculé à partir de la série II. Par contre, les branches

représentant l’aile rouge des profils, pour les deux séries de données, sont particulièrement

similaires ; plus exactement, les profils ont des formes lisses et monotones et sont presque de

même intensité qui augmente avec la température. Les calculs montrent toutefois l’existance

d’une stucture satellitaire, dans l’aile bleue et à la température d’environ T ∼ 1800K, autour
de deux longueurs d’onde distinctes : λ ' 276 nm lorsque la série I est utilisée et λ ' 272 nm
lorsque la série II est utilisée. On remarque aussi l’importance de l’effet de la température

sur les deux profils spectraux déterminés avec les deux séries I et II. Ces positions de satellite

ont déjà été estimées classiquement par la technique des différences de potentiel, à savoir,

λ ' 273 nm avec la série I et λ ' 268 nm avec la série II. Dans les deux cas, l’erreur ne

dépasse pas les 2%.

Pour une meilleure comparaison de l’effet des potentiels sur la forme des profils, la position

des satellites et leurs comportements avec la température, nous présentons sur la Figure 4-5
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les coefficients d’absorption réduits générés aux trois températures précédentes.

Par ailleurs, la technique des différences de potentiel, que nous avons présenté dans les

Figures 2-4 et 2-5, prédit l’existance d’un satellite dans l’aile rouge proche de la longueur

d’onde λ ' 413 nm quand la série II est utilisée. Mais malheureusement nos calculs ne

produisent aucun satellite au voisinage de cette longueur d’onde.

A cet effet, nous présentons, en unités arbitraires, sur la Figure 4-6 le coefficient d’ab-

sorption réduit et modifié, kr (∆ω) ×∆ω2, calculé à la température T = 800K, en fonction

de l’écart ∆ω = ω − ω0 (en cm−1) où ω0 correspond à la raie de résonance atomique du

magnésium Mg. La raison pour cette modification, déjà proposée par Lyyra et al. [33], est

d’améliorer la représentation du profil et surtout pour faire apparaitre les satellites de faibles

intensités. En effet, il arrive parfois de trouver dans les différences de potentiel des extre-

mums qui correspondent à des satellites de faibles intensités très difficilement visibles lors

de la représentation du spectre d’absorption kr (ν) . Ceci survient surtout avec des satellites

qui sont situés dans les régions difficilement accessibles par des températures ambiantes du

gaz [77].

Dans ce travail, nos calculs montrent une structure des pics satellitaires, obtenus avec

les deux séries de potentiel, dans les deux branches du profil. Dans l’aile bleue du spectre,

le satellite se trouve proche de ∆ω ∼ 1000 cm−1, tandis que dans l’aile rouge un faible

satellite est situé au voisinage de ∆ω ∼ 300 cm−1. En utilisant un calcul purement quantique
à T = 800K, Paul-Kwiek et Czuchaj [27] ont obtenu théoriquement des résultats que nous

illustrons sur la Figure 4-6. Sur cette même Figure 4-6, nous avons représenté les données

expérimentales mesurées à T = 700K par Lyyra et al. [33]. Il est important de noter a ce

niveau que nos résultats, dans les deux ailes bleue et rouge, sont normalisés de telle sorte

qu’ils soient convenables avec les valeurs publiées. On remarque clairement qu’ils sont en bon

accord avec les données théoriques et expérimentales.

57



10−39

10−38

10−37

10−36

 260  270  280  290  300  310

C
oe

ffi
ci

en
t d

’a
bs

or
pt

io
n 

ré
du

it 
k r

 (
cm

5 )

Longueur d’onde λ (nm)

T=1000 K série I
série II

Fig. 4-2 — Coefficients d’absorption réduits kr(ν) du système MgHe à la température T =
1000K. La courbe représentée par une ligne continue est celle obtenue avec la série I et la
courbe représentée par une ligne en pointillés est celle obtenue avec la série II.
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Fig. 4-3 — Coefficients d’absorption réduits kr(ν) du système MgHe pour la température
T = 2000K. La courbe représentée par une ligne continue est celle obtenue avec la série I et
la courbe représentée par une ligne en pointillés est celle obtenue avec la série II.
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Fig. 4-4 — Coefficients d’absorption réduits kr(ν) du système MgHe pour la température
T = 3000K. La courbe représentée par une ligne continue est celle obtenue avec la série I et
la courbe représentée par une ligne en pointillés est celle obtenue avec la série II.
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Fig. 4-5 — Coefficients d’absorption réduits kr(ν) du système MgHe pour trois températures
distinctes : T = 1000, 2000 et 3000K, générés par les deux séries de potentiel I et II.
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Fig. 4-6 — Coefficients d’absorption réduits modifiés kr (∆ω)×(∆ω)2 à T = 800K en fonction
de∆ω = |ω − ω0| . Nos résultats sont représentés par des lignes continues et en pointillés pour
les série I et II, respectivement. Ils sont comparés avec les valeurs théoriques de la Réf. [27]
et expérimentales de la Réf. [33].
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Conclusion

Dans ce travail, nous avons examiné les effets du potential d’interaction et de la tempé-

rature sur l’élargissement de pression de la raie de résonance du magnésium Mg(3s2 − 3s3p)
perturbé par l’hélium. Pour commencer la construction des potentiels d’interaction V (R), à

travers lesquels un atome dans son état fondamental 3s2 1S0 ou dans son premier état excité

3s3p 1P1 interagisse avec un atome d’hélium dans son état fondamental 1s2 1S0, nous avons

adopté deux séries différentes de données théoriques ab initio. Cette construction est faite

dans trois domaines de distances internucléaires d’une manière lisse et convenable. De la même

façon, nous avons construit les moments dipolaires de transition (TDMs) qui connectent un

état fondamental avec un autre état excité. Pour vérifier la qualité de ces potentiels d’inter-

action et des TDMs, nous avons choisi de calculer quelques paramètres physiques, tels que les

integrales de collision, les coefficients de diffusion, les niveaux rovibrationnels et les durées de

vie des états excités. La comparaison de nos résultats avec d’autres valeurs publiées montre

qu’ils sont en bon accord avec ces valeurs. Pour calculer les taux d’élargissement w/n et de

déplacement d/n de la raie de résonance de magnésiumMg(3s3p− 3s2) perturbé par l’hélium
He(1s2) , nous avons adopté la théorie quantique simplifiée de Baranger de l’élargissement de

pression dans le cœur qui est basée sur l’approximation d’impact. La représentation des va-

riations des taux d’élargissement et de déplacement montre une divergence remarquable pour

les hautes températures entre les taux calculés en utilisant les deux séries où cette divergence

est d’environ 30 %. Concernant le calcul du coefficient d’absorption, nous avons concentré

les calculs sur les transitions de type libre-libre seulement, car la contribution des autres

transitions est négligeable. Le spectre d’absorption montre l’apparition vers la température

T ∼ 1800K d’un satellite dans l’aile bleue, due essentiellement aux transitions B 1Σ+ ←− X

1Σ+, proche de λ ' 276 nm, lorsque la série I est utilisée, et de λ ' 272 nm, lorsque la série
II est utilisée. Les ailes rouges, trouvées avec les deux séries de potentiel, semblent être simi-

laires et sont prèsque de même intensité et qui augmentent avec la température. D’après ces

résultats, nous avons remarqué l’effet des potentiels d’interaction sur la position des satel-
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lites et de la température sur leurs intensités. Nous avons aussi examiné une représentation

modifiée du coefficient d’absorption réduit kr (∆ω)×∆ω2, utilisée pour augmenter l’intensité

des faibles satellites, qui a permis de montrer une bonne concordance des résultats publiés

avec les nôtres.
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Annexe A

Termes électroniques d’une

quasi-molécule

Dans ce travail, nous considérons le binaire formé lors d’une collision comme une quasi-

molécule. Alors, comment peut on distinguer les états électroniques des systèmes diatomiques

hétéronucléaires ?

La quasi-molécule est caractérisée par les symétries moléculaires où chaque symétrie décrit

l’état électronique de la quasi-molécule, dit terme électronique. Chacun de ces termes peut

être classer selon la valeur de la projection du moment orbital total L sur l’axe joignant les

deux atomes. Comme le montre la Figure A-1, Λ désigne la valeur absolue de la projection

du moment orbital total sur l’axe de la molécule. De ce fait, les valeurs possibles de Λ sont :

Λ = 0, 1, 2, · · · , |L| , qui correspondent respectivement aux majuscules grèques Σ, Π, ∆, . . .

Chaque état électronique est aussi caractérisé par un exposant à gauche du symbole Λ

appelé multiplicité et égal à 2S + 1, où S est le spin total de la molécule. Pour les termes

Σ, cas où Λ = 0, il y a un signe “+” ou “−” qui apparaît comme un exposant à droite :
Σ+ dont la fonction d’onde ne change pas de signe dans une réflexion par rapport à un

plan passant par l’axe de la molécule et Σ− dans le cas contraire. On doit mentionner aussi

que les termes électroniques de valeur non nulle de Λ sont doublement dégénérés. Alors, les

termes électroniques des systèmes diatomiques sont représentés par les symétries moléculaires

2S+1Λ(±) [38].

Finalement, il faut savoir que la molécule passe de l’une de ces symétries moléculaires à

une autre en respectant les règles de sélection suivantes [49] :
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o

Atome A Atome B

L

z  Λ

Fig. A-1 — Projection Λ du moment cinétique orbital électronique total L d’une molécule
diatomique sur l’axe internucléaire z.

∆Λ = 0,±1;
∆(2S + 1) = 0;

+←→ + et − ←→ −.
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Annexe B

Publications et communications

Le travail présenté dans cette thèse a fait objet de plusieurs articles et communications.

Dans cet Annexe, nous reproduisons les deux articles qui contiennent l’essentiel de ce travail

et énumérons le titre des communications et le lieu de leur présentation dans les congrès

internationaux.

B.1 Articles

• L. Reggami and M. Bouledroua, Direct potential and temperature effects on the
MgHe line-core and far-wing photo-absorption profiles, Physical Review A 83, 032719

(2011).

• L. Reggami and M. Bouledroua, Pressure broadening of Mg resonance line pertur-
bed by He, Journal of Physics : Conference Series 194, 092002 (2009).

B.2 Communications

• L. Reggami andM. Bouledroua, Line-core and line-wing features in the temperature-
dependent MgHe emission/absorption spectra, 12th Quadrennial Symposium on Solar

Terrestrial Physics, 12-16 July 2010, Berlin, Germany.

• L. Reggami and M. Bouledroua, Pressure broadening of magnesium resonance line
perturbed by helium. (II. Line wings), XXVI International Conference on Photonic,

Electronic, and Atomic Collisions, 22-28 July 2009, Kalamazoo, Michigan, USA.
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• M. Bouledroua and L. Reggami, Pressure broadening of magnesium resonance line
perturbed by helium. (I. Line core), 19th Europhysics Conference on the Atomic and

Molecular Physics of Ionized Gases, 15-19 July 2008, Granada, Spain.

• L. Reggami and M. Bouledroua, Pressure broadening of calcium resonance line

perturbed by helium, 40th Conference of the European Group for Atomic Systems, 2-5

July 2008, Graz, Austria.

• L. Reggami, M.T. Bouazza, and M. Bouledroua, Thermophysical deductions

from the elastic collision of alkali-metal monatoms with hydrogen, International Confe-

rence on Research and Applications of Plasmas, 16-19 October 2007, Greifswald, Ger-

many.
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