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Abstract

We have theoretically studied how the presence of a small proportion of energetic
beam electrons mixed to a bulk of Maxwellian electrons in a hot plasma affects the
temperature-dependent intensity ratio G = (x + y + z)/w of the helium-like triplet
intercombination (x, y) and forbidden (z) lines to the singlet resonance line (w).
By modelling the electron distribution function as combination of a Maxwellian
isotropic component and a monoenergetic beam component, detailed calculations
of the G ratio of the Ne8+ lines have been performed for temperatures Te of the
Maxwellian component and kinetic energies e0 of the beam component in the ranges
106 −107 K and 1.5−25 keV, respectively. A magnetic sublevel-to-magnetic sublevel
collisional-radiative model has been used for determining the populations of the
upper magnetic sublevels of the four lines at an electron density below 1013 cm−3.
Excitations from the ground 1s2 1S0 and metastable 1s2s 3S1 magnetic sublevels to
the 1snl (n=2−4) magnetic sublevels as well as inner-shell ionization of the lithium-
like ion in its ground level were taken into account. All basic atomic data, including
the radiative transition probabilities and the collisional excitation and ionization
cross sections, were computed using the Flexible Atomic Code. It is found that the
contribution of a 5% fraction of the beam component can reduce the G ratio by
a factor of 30 at Te = 106 K and of 2.4 at Te = 3 × 106 K. Our calculations also
indicate that the effect of directionality of the beam component on G is negligible for
e0 above ∼10 keV and that for a given Te, G is practically insensitive to variations
in e0 above ∼7 keV.
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Résumé

Nous avons étudié théoriquement comment la présence d’une faible proportion
d’électrons énergétiques mélangés avec des électrons Maxwelliens dans un plasma
chaud influe sur la dépendance en température du rapport d’intensité G = (x+ y+
z)/w des raies triplets d’intercombinaison (x, y) et interdite (z) et de la raie singulet
de résonance (w) émises par les ions héliumoïdes (He-like) de néon. En modélisant
la fonction de distribution des électrons en tant que combinaison d’une composante
isotrope Maxwellienne et d’une composante du faisceau monoénergétique, des calculs
détaillés du rapport d’intensité G du néon héliumoïde Ne8+ ont été développés pour
des températures Te de la composante Maxwellienne et des énergies cinétiques e0

de la composante du faisceau dans les intervalles de 106 − 107 K et 1.5 − 25 keV,
respectivement. Un modèle collisionnel-radiatif a été appliqué pour déterminer les
populations des sous-niveaux magnétiques supérieurs des quatre raies impliquées
dans le rapport G à une densité d’électrons en dessous de 1013 cm−3. Les excitations
à partir du niveau fondamental 1s2 1S0 et des sous-niveaux magnétiques du niveau
métastable 1s2s 3S1 vers les sous-niveaux magnétiques issus des configurations 1snl
(n = 2 − 4) ainsi que l’ionisation de couche interne de l’ion lithiumoïde (Li-like)
dans son niveau fondamental ont été pris en compte comme processus atomiques de
peuplement des états de l’ion Ne8+. Toutes les données atomiques de base, incluant
les probabilités de transition radiative, les forces de collision pour l’excitation et les
sections efficaces d’ionisation, ont été calculées à l’aide de Flexible Atomic Code
(FAC) qui est approprié dans le cas considéré d’ions fortement chargés. On constate
que la contribution d’une fraction de 5% de la composante du faisceau peut réduire
le rapport G par un facteur de 30 à Te = 106 K et par 2.4 à Te = 3 × 106 K. Nos
calculs indiquent également que l’effet de directivité de la composante du faisceau
sur G est négligeable pour e0 au dessus de ∼ 10 keV et que pour une valeur de Te

donnée, G est pratiquement insensible aux variations de e0 au dessus de ∼7 keV.
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Chapitre 1

Introduction Générale

Ce travail a été effectué au sein de l’équipe "physique atomique des plasmas
chauds" du Laboratoire de Physique Théorique (LPT). Il est consacré aux « effets
d’électrons suprathermiques directifs sur le diagnostic en température de plasmas
chauds basé sur le rapport d’intensité des raies d’émission d’ions héliumoïdes ».

Les atomes et les molécules sont composés de noyaux et d’électrons. Les électrons
portent une charge négative (-1.6×10−19 C). Les ions, qui sont obtenus en retirant
des électrons aux atomes ou aux molécules, portent des charges positives. Un système
contenant un grand nombre de telles particules chargées (électrons et ions) constitue
un plasma. Presque toute la matière de l’Univers est composée de plasma. Le milieu
interstellaire est un plasma de basse température et de basse densité, alors que
l’intérieur des étoiles est composé de plasmas extrêmement chauds et denses. Des
plasmas dans des conditions différentes peuvent exister à l’intérieur d’une même
étoile. Le centre du soleil, par exemple, est à une température de 107 K, alors que sa
surface est à ∼ 6000 K. La Terre, qui est solide et son atmosphère qui, l’ionosphère
mise à part, n’est pas ionisée, font exception en ce sens qu’elles ne sont pas composées
de plasmas [1].

Les plasmas peuvent être produits de manière artificielle en laboratoire à l’aide
d’une décharge électrique [2]. Lorsqu’un fort champ électrique est appliqué à un gaz
ordinaire, les particules chargées qui le composent sont accélérées. Les particules
chargées accélérées de haute énergie entrent en collision avec des atomes ou des
molécules et ainsi ionisent ces particules neutres en leur retirant des électrons. Les
processus d’ionisation se produisent comme une avalanche.

Les lasers peuvent être utilisés pour produire des plasmas. Le faisceau laser est
alors concentré sur un matériau cible. Ces plasmas ont été utilisés à partir des années
soixante pour obtenir des données de physique atomique. Par exemple, les spectres
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de rayons X obtenus à partir de plasmas produits par laser ont permis d’identifier des
transitions du fer hautement ionisé observées dans les spectres solaires fournis par des
satellites. Bien que de telles expériences permettent d’identifier quels ions de quels
éléments sont présents dans les plasmas astrophysiques, elles ne peuvent fournir que
des informations limitées à propos des conditions du plasma, de l’effet du plasma sur
les ions (très prononcé dans les plasmas denses), et du flux de rayonnement à travers
le plasma. Tous ces facteurs sont cruciaux pour une bonne compréhension des objets
astrophysiques comme le soleil, les galaxies, les étoiles et les sources cosmiques de
rayonnement X par exemple. Avec les progrès effectués dans le domaine des lasers, il
est possible de produire des plasmas de plus en plus chauds et de plus en plus denses.
Les plasmas sont donc d’une importance cruciale pour l’astrophysique comme pour
la production en laboratoire de sources X. Ils sont également d’un grand intérêt pour
les théoriciens car ils sont un exemple de système Coulombien fortement couplé.

Les plasmas astrophysiques émettant dans le domaine des rayons X existent dans
une variété extrêmement large de conditions physiques, allant des plasmas chauds
(107 − 108 K) et raréfiés (10−3 cm−3) rencontrés dans le milieu inter-amas au sein
des amas de galaxies jusqu’aux plasmas relativement froids (104 − 105 K) et denses
(> 1011 cm−3) rencontrés dans les régions d’accrétion dans les sources binaires X.
Du fait des taux élevés de déclin radiatif associés aux transitions X, les plasmas
émissifs astrophysiques sont généralement hors équilibre thermodynamique local,
excepté aux très hautes densités telles que celles dans les photosphères des étoiles à
neutrons et des naines blanches [3].

Pour la première fois, grâce à leurs caractéristiques instrumentales (sensibilité, ré-
solutions angulaire et spectrale) des images et des spectres de qualité sans précédent
sont obtenus dans le domaine des rayons X pour les objets extragalactiques comme
les Noyaux Actifs de Galaxies (NAG) [4]. Notamment une étude spectroscopique fine
est dorénavant possible ce qui permet d’appliquer de puissants diagnostics de plas-
mas comme notamment ceux basés sur les raies des ions héliumoïdes qui donnent
une estimation précise de la densité électronique, de la température électronique,
ainsi que la mise en évidence des processus d’ionisation (photoionisation et/ou io-
nisation collisionnelle) qui dominent dans les plasmas chauds. Cette nouvelle ère
dans le domaine des rayons X va permettre de fortement contraindre les paramètres
physiques, géométriques, dynamiques ainsi que la localisation de la matière accré-
tion autour des trous noirs supermassifs, dans les différents types d’AGNs (Seyfert,
quasars Radio-Loud et Radio-Quiet, noyaux actifs dans les amas de galaxies), en re-
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lation avec les autres composantes observées dans les autres domaines de longueurs
d’onde (radio, optique, UV, etc...) [5].

Les intensités relatives des raies X émises par les ions très chargées comme les ions
héliumoïdes (He-like) de numéro atomique Z assez élevé sont fréquemment utilisées
dans le diagnostic des plasmas à la fois collisionnellement ionisés et photoionisés,
soit en astrophysique ou produits dans le laboratoire [6, 7, 8]. A partir du rapport
d’intensité R=Iz/(Ix +Iy) de la raie interdite z (1s2s 3S1 →1s2 1S0) et des raies d’in-
tercombinaison x, y (1s2p 3P2,1 → 1s2 1S0), la densité électronique peut être déduite
de façon fiable. Pour les plasmas Maxwelliens, la température électronique peut être
obtenue à partir du rapport G= (Ix + Iy + Iz)/Iw des intensités additionnées des
trois raies triplet x, y, z sur celle de la raie de résonance w (1s2p 1P1 →1s2 1S0). De
nombreuses prédictions théoriques sur la dépendance en densité électronique et en
température électronique des rapports d’intensité R et G pour les ions He-like ayant
des numéros atomiques 6 ≤ Z ≤ 14 ont été rapportées [9, 10, 11], et appliquées aux
diagnostics d’une grande variété de sources de plasmas chauds. Il s’agit notamment
des régions solaires actives [12, 13], couronnes stellaires [14, 15], les restes de su-
pernovae [16, 17], les Noyaux Actifs de Galaxies (NAG) [18], ainsi que les plasmas
de tokamak [19]. Les interprétations des rapports d’intensité R et G mesurés avec
les machines appelées Electron Beam Ion Trap (EBIT), dans lequel des ions sont
produits dans des collisions avec un faisceau d’électrons presque unidirectionnel et
monoénergétique, ont également été rapportées [20].

La plupart des travaux antérieurs consacrés à l’utilisation des rapports R et G à
des fins de diagnostics de densité électronique et de température ont été basés sur
l’hypothèse que les électrons libres du plasma ont une distribution d’énergie pure-
ment Maxwellienne et sont isotropes. On sait, cependant, que dans divers plasmas
chauds collisionnellement ionisés, des déviations importantes à la distribution Max-
wellienne peuvent se produire au niveau de la queue haute énergie et sont dues à
la formation d’un excès d’électrons rapides [21, 22]. En outre, ces électrons rapides
sont souvent générés avec une forte directivité (anisotropie angulaire). L’existence
d’une composante d’électrons rapides et directifs dans un plasma pourrait causer une
modification significative des intensités relatives des raies à travers deux types d’ef-
fets. Le premier, lié à l’aspect haute énergie, peut se traduire par une exaltation de
l’intensité de certaines raies par rapport à d’autres raies. Pour les raies qui nous inté-
ressent ici, cette exaltation d’intensité concerne principalement la raie de résonance
w du fait d’une augmentation du coefficient de taux d’excitation collisionnelle de la
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transition 1s2 1S0 → 1s2p 1P1. Elle pourrait également concerner, dans une moindre
mesure, la raie interdite z via une augmentation du coefficient de taux ionisation de
couche interne 1s22s 2S1/2 → 1s2s 3S1 + e−, si toutefois le rapport d’abondance des
ions lithiumoïdes sur les ions héliumoïdes (Li-like / He-like) ne baisse pas de façon
considérable.

Le second effet de la composante d’électrons rapides est associé à l’aspect directif
et conduit en général à une distribution angulaire anisotrope et à une polarisation
des raies émises par suite d’un peuplement inégal des sous-niveaux magnétiques au
cours des processus de collision électron-ion. D’après des calculs effectués pour des
électrons incidents unidirectionnels et monoénergétiques [23, 24, 25], les raies émises
par des ions He-like peuvent avoir des degrés de polarisation grands et très différents,
jusqu’à ∼ −52% pour la raie x et ∼ +60% pour la raie w. Cela signifie que lorsque
l’angle d’observation par rapport à la direction des électrons incidents varie de 0◦ à
90◦, l’intensité de w peut augmenter approximativement de 0.5 à 1.25 fois la valeur
calculée pour des conditions d’électrons isotropes alors que celle de x peut diminuer
de 1.30 à 0.85. Les effets d’anisotropie d’émission sur le rapport d’intensité de deux
raies peut être appréciable, notamment dans le cas où l’intensité de l’une des raies
est augmentée par rapport à sa valeur moyennée sur 4π et que celle de l’autre raie
est abaissée par rapport à sa valeur moyennée sur 4π.

Une détermination précise des paramètres d’un plasma à partir des intensités des
raies d’émission observées dans des plasmas non-Maxwelliens nécessite de prendre
en compte les deux effets liés aux caractères haute énergie et directivité. Récem-
ment, Bedrane et al. (2009) [26] ont étudié comment la présence dans le plasma
émetteur d’une faible proportion d’électrons unidirectionnels d’énergies cinétiques
dans le domaine 0.95 − 4 keV affecte le rapport d’intensité R pour l’ion Ne8+, dont
les raies 1s2l → 1s2 se situent dans l’intervalle de longueur d’onde 13.45 − 13.70 Å.
Leurs calculs ont montré que le rapport R observé à 90◦ par rapport au faisceau
d’électrons peut être ∼ 30% supérieur que dans le cas purement Maxwellien pour
une proportion électrons de 5% et pour une gamme de densités électroniques variant
de ∼1011 à 5 × 1012 cm−3 sur laquelle R est sensible. Ils ont également indiqué que
l’aspect directif peut influer notablement sur R en raison des effets opposés de l’ani-
sotropie des émissions sur les intensités des raies (x, y) et z. En effet, ces effets se
traduisent dans une diminution de la somme d’intensité (x, y) et une augmentation
de l’intensité z ou inversement, en fonction de la direction d’observation. Il a été
conclu dans [26] que les valeurs de densité d’électrons déterminées à partir de R
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sans la prise en compte des effets de la composante d’électrons directifs pourraient
être sensiblement erronées.

Dans ce travail, nous avons effectué des calculs poussés du rapport d’intensité
G pour l’ion héliumoïde Ne8+ dans une large gamme de température électronique
variant dans 106 − 107 K en appliquant un modèle collisionnel-radiatif qui inclut, à
la fois, la composante (principale) des électrons thermiques Maxwelliens et isotropes
et celle (minoritaire) des électrons suprathermiques monoénergétiques et directifs
d’énergie e0 variant dans l’intervalle 1.5−25 keV. Nous avons pris en considération la
polarisation et la distribution angulaire anisotrope des raies d’émission, induites par
la composante des électrons suprathermiques dont la proportion est prise inférieure
à 10%. Les calculs ont ainsi été effectués pour différents angles d’émission (θ) par
rapport à la direction du faisceau d’électrons suprathermiques entre 0◦ et 90◦. Il faut
mentionner que dans notre travail nous avons aussi inclus le processus de l’ionisation
de couche interne des ions lithiumoïdes (Li-like) Ne7+ initialement dans leur état
fondamental 1s22s 2S1/2, qui contribue à l’intensité de la seule raie interdite z. Pour
cela, nous introduisons le paramètre ρ qui représente le rapport Ne7+/Ne8+ des
abondances relatives des ions lithiumoïdes sur les ions héliumoïdes qui sont très
majoritairement dans leur état fondamental.

Il est à noter qu’actuellement, il existe très peu de calculs du rapport d’intensité
G basés sur un modèle de distribution non-Maxwellienne d’électrons. Nous avons
connaissance de deux articles qui avaient tenté d’interpréter les rapports observés
G en termes de déviation à la distribution des électrons Maxwellienne. L’un de ces
articles avait considéré les raies d’émission de l’ion Ti20+ présents dans des plas-
mas de tokamak [27, 28] et l’autre article s’intéressait aux raies d’émission de l’ion
O6+ présents dans les restes de supernova PUPPIS [29]. Ces deux travaux avaient
supposés implicitement des conditions isotropes de la distribution de vitesses des
électrons.

Avant de décrire le plan de cette thèse, il nous semble utile d’évoquer un autre
rapport d’intensité qui est souvent utilisé comme diagnostic en température des
plasmas chauds Maxwelliens. Il s’agit du rapport de raies satellites diélectroniques
émises par des ions lithiumoïdes (Li-like) sur la raie parente de résonance w [30].
Ce rapport, qui varie typiquement plus sensiblement avec la température que le
rapport d’intensité G, n’est d’une utilité pratique que pour les plasmas portés à des
températures supérieures à ∼1.2 × 107 K, pour lesquels seuls les atomes de numéro
atomique Z & 16 existent dans l’état d’ionisation He-like. Pour les ions légers tels que
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Ne8+, les raies satellites diélectroniques apparaissent avec des intensités très faibles
en raison de la domination du déclin par le processus d’autoionisation sur celui de
la stabilisation radiative. Contrairement au rapport G, les rapports d’intensité des
raies satellites de recombinaison diélectronique sur les raies parentes de résonance
ont fait l’objet de nombreux travaux, à la fois théoriques et expérimentaux, sur leur
application pour la détection des déviations à la distribution d’énergie Maxwellienne
d’électrons [31, 32].

Le travail développé dans cette thèse a été réparti selon le plan suivant. Le
chapitre 2 traite le processus d’excitation des ions fortement chargés par impact
d’électrons unidirectionnels. Dans une première étape, nous exposons tout le forma-
lisme de l’algèbre de Racah nécessaire pour établir l’expression des sections efficaces
d’excitation entre les sous-niveaux magnétiques de l’ion cible. Dans une seconde
étape, nous procédons à une description détaillée des différentes approximations que
nous avons utilisées pour le calcul des forces de collision, à savoir l’approximation
Distorted-Wave ainsi que l’approximation de Coulomb-Bethe.

Dans le chapitre 3, nous rappelons les différents processus atomiques intervenant
dans les plasmas chauds. Dans la première partie de ce chapitre, nous exposons les
modèles approximatifs nécessaires pour le calcul des populations des états excités
des ions. Une attention particulière a été donnée au modèle collisionnel-radiatif qui
sera appliqué dans nos calculs. La seconde partie est consacrée aux processus ato-
miques se produisant dans les plasmas, parmi lesquels on peut citer l’excitation et
désexcitation collisionnelle, transition radiative spontanée, recombinaison radiative
et photoionisation, autoionisation et recombinaison diélectronique. Nous établissons
notamment les expressions des coefficients de taux d’excitation collisionnelle pour
des distributions d’électrons aussi bien Maxwellienne que monoénergétique.

Le chapitre 4 est consacré aux propriétés de polarisation de raies X émises par
les ions He-like par suite de l’excitation collisionnelle par électrons. Après applica-
tion du formalisme de la matrice densité, nous établissons une expression générale
du degré de polarisation linéaire d’une raie associée à une transition de multipôle
quelconque, électrique ou magnétique, en fonction des populations des sous-niveaux
magnétiques du niveau supérieur de la raie. Des applications à plusieurs raies is-
sues des transitions 1s2l → 1s2 et 1s2p 3P2 → 1s2s 3S1 dans les ions héliumoïdes de
néon Ne8+ ont été ensuite effectuées. Nous décrivons d’abord d’une façon détaillée
le modéle collisionnel-radiatif construit en vue du calcul de la densité de population
des sous-niveaux magnétiques appartenant aux niveaux supérieurs des raies consi-
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dérées. Nous consacrons la dernière partie de ce chapitre à la distribution angulaire
de l’intensité d’une raie spectrale. Nous y exposerons toute l’algèbre nécessaire pour
établir une expression reliant la distribution angulaire de la radiation émise suivant
un angle d’observation θ par rapport à la direction du faisceau incident en fonction
du degré de polarisation à 90◦ de cette raie. Nous effectuons, ensuite, une applica-
tion pour les quatre raies qui nous intéressent, w, x, y et z. Nous donnerons à la fin
l’expression de l’intensité I (θ) de chacune des raies susmentionnées, en fonction de
l’angle d’observation θ.

Le chapitre 5 est consacré à la méthode de diagnostic en température électronique
des plasmas chauds non-Maxwelliens basée sur le rapport des intensités de quatre
raies émises dans le domaine X par les ions héliumoïdes Ne8+. Il s’agit de la raie de
résonance (w : 1s2p 1P1 → 1s2 1S0), d’intercombinaisons (x, y : 1s2p 3P2,1 → 1s2 1S0

respectivement) et interdite (z : 1s2s 3S1 → 1s2 1S0). Dans un premier lieu, nous
établissons l’expression du rapport d’intensité G en fonction des populations des
sous-niveaux magnétiques des niveaux supérieurs des raies concernées dans le cadre
du modèle collisionnel-radiatif en tenant compte de l’anisotropie des raies d’émis-
sion. Dans la deuxième partie de ce chapitre, nous présentons les données atomiques
requises, à savoir les différentes probabilités de transition radiative, les coefficients
de taux d’excitation collisionnelle entre les différents sous-niveaux magnétiques pour
plusieurs valeurs de la température électronique aussi bien pour la composante iso-
trope Maxwellienne que pour la composante du faisceau d’électrons directifs. En
vue de valider partiellement nos résultats, nous procédons à une comparaison de nos
valeurs avec celles obtenues par d’autres auteurs.

Nous reportons dans le chapitre 6 nos résultats numériques. Nous présentons
tout d’abord, nos résultats du degré de polarisation des quatre raies w, x, y et z.
Nous montrons, par la suite, comment le rapport d’intensité G et ⟨G⟩ dépend en
fonction des quatre paramètres Te, e0, f et ne associés au modèle de distribution des
électrons adopté dans ce travail. Le rapport d’intensité G(θ) est également obtenu
en fonction de l’angle d’émission θ entre la direction du faisceau d’électrons et la
direction dans laquelle les raies sont observées.

Enfin, les conclusions et des perspectives d’avenir sont présentées dans le chapitre
7.
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Chapitre 2

Excitation collisionnelle des ions
par impact d’électrons directifs

2.1 Introduction

Les excitations collisionnelles sont un des processus majeurs de peuplement des
niveaux atomiques en physique des plasmas et font l’objet de nombreuses études pour
obtenir des bases exhaustives de sections efficaces concernant les ions qui intéressent
en particulier la communauté des astrophysiciens ou encore celle des physiciens de
la fusion magnétique et inertielle. Les excitations collisionnelles ne se limitent pas
à peupler les niveaux excités des ions, elles jouent aussi un rôle important dans les
phénomènes d’ionisation collisionnelle par le biais d’excitations successives [1]. La
détermination de leur section efficace est donc une tâche incontournable mais ardue
aussi bien expérimentalement que théoriquement.

Pour les plasmas chauds, les expériences ne donnent accès qu’à des résultats
globaux qu’il faut ensuite réanalyser pour extraire les taux d’excitation collisionnelle
de peuplement des différents niveaux, elles-mêmes déduites des propriétés radiatives
du milieu étudié. Les mesures directes existantes de sections efficaces ne couvrent
principalement que les atomes et molécules neutres ainsi que quelques ions faiblement
ionisées [2]. L’obtention de résultats concernant des ions moyennement ou fortement
ionisés passe donc obligatoirement par une étude théorique.

Une excitation collisionnelle est un processus complexe, même en l’absence de
champ électrique. Elle met en jeu un ion, composé d’un noyau et d’au moins un
électron lié, et un électron libre. C’est donc un problème à au moins trois corps, non
soluble exactement, que ce soit de manière classique ou de manière quantique [3].
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Dans notre travail il est question de différences de population entre les sous-
niveaux magnétiques excités des ions après impact d’électrons directifs. Nous allons
consacrer ce chapitre à la formulation du processus de l’excitation des ions positifs
par collision d’électron. Enfin nous exposons les plus importantes approches adoptées
pour le calcul des sections efficaces d’excitation et les forces de collision des sous-
niveaux magnétiques.

2.2 Excitation collisionnelle des sous-niveaux ma-

gnétiques

2.2.1 Formulation du problème de collision électron-ion

Lors d’une collision entre un électron et un ion à N électrons et de charge nu-
cléaire Z, l’électron caractérisé initialement par son vecteur d’onde

−→
k j, et la pro-

jection msj
de son spin sur l’axe de quantification OZ, passe au voisinage de l’ion

dans l’état αj d’énergie Ej. Après la collision, l’ion se trouve dans l’état αi d’énergie
Ei et l’électron dans un état caractérisé par

−→
k i,msi

. Les états combinés du système
e− + ion obéissent au principe de conservation de l’énergie totale ET avant et après
la collision :

ET = Ej +
k2

j

2
= Ei + k2

i

2
(2.1)

En négligeant, dans un premier temps, les interactions magnétiques et en se plaçant
en couplage LS, l’état αi de l’ion après la collision peut être défini par les nombres
quantiques c Li Si MLi

MSi
, où c représente l’ensemble des nombres quantiques ad-

ditionnels nécessaires pour spécifier complètement l’état. Ce dernier est caractérisé
par la fonction d’onde antisymétrique χαi

(
−⃗→
X i) fonction propre des N électrons de la

cible, où −→
X i représente l’ensemble des coordonnées de position et de spin (−→r i,

−→s i)
des N électrons [4, 5, 6].
L’électron collisionnel caractérisé par

−→
k i et msi

et affecté de l’indice N + 1, a pour
coordonnées −→x N+1 = (−→r N+1,

−→s N+1) et sa fonction d’onde est [5, 7] :

θi(−→x N+1) = σ(1
2
,msi

)φi(−→r N+1) (2.2)

La fonction d’onde du système combiné e− + ion peut se développer sur la base
orthonormée complète des fonctions d’onde de la cible ionique :

Ψ(−→X i,
−→x N+1) = A

∑
i

χαi
(−→X i)θi(−→x N+1) (2.3)
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où A définit l’opérateur d’antisymétrisation :

A = 1√
N + 1

N+1∑
j=1

(−1)N+1−jPj,N+1 (2.4)

avec Pj,N+1 est la permutation des indices j et N + 1, qui introduit la possibilité
d’échange entre l’électron incident N + 1 et les électrons liés de la cible.
Cette fonction d’onde Ψ(

−→
X i,

−→x N+1) doit être solution de l’équation de Schrödinger :

HT (
−→
X i,

−→x N+1)Ψ(
−→
X i,

−→x N+1) = ET Ψ(
−→
X i,

−→x N+1) (2.5)

où HT est l’Hamiltonien non relativiste du système total qui s’écrit en unités ato-
miques :

HT (
−→
X i,

−→x N+1) = −
N+1∑
i=1

(1
2

▽2
i +Z

ri

) +
N∑

i=1

N+1∑
j=i+1

1
rij

(2.6)

On peut décomposer cet Hamiltonien selon trois termes :

H(−→X i,
−→x N+1) = Hion(−→X i) +Helec(−→x N+1) + U(−→X i,

−→x N+1) (2.7)

où Hion est l’Hamiltonien de l’ion qui n’opère que sur les fonctions d’onde de l’ion :

⟨χαi
(−→X i) | Hion(−→X i) | χαj

(−→X i)⟩ = Ei δ(αi, αj) (2.8)

Helec(−→x N+1) est l’Hamiltonien de l’électron libre dans le potentiel central z
rN+1

:

Helec(−→x N+1) = −1
2

▽2
N+1 − z

rN+1
(2.9)

z = Z − N étant la charge de l’ion (i) et U(
−→
X i,

−→x N+1) un potentiel d’ajustement
pour retrouver la forme de H(−→X i,

−→x N+1). Ceci se traduit par

U(−→X i,
−→x N+1) =

N∑
i=1

1
ri N+1

+ N

rN+1
(2.10)

Pour résoudre l’équation (2.5), il est plus commode de faire une décomposition en
ondes partielles de la fonction d’onde totale, dans laquelle on considère des états
de moment orbital donné pour l’électron collisionnel. En effet, la fonction d’onde
représentant un électron de vecteur d’onde

−→
k i bien défini est une superposition de

fonctions correspondant à tous les moments cinétiques possibles de l’électron [7, 8] :

θi(−→x N+1) =
∑

li mli
msi

Fi(rN+1)
1

rN+1
Y

mli
li

(r̂N+1)σ(si,msi
) (2.11)

avec r̂N+1 représente les cordonnées angulaires de l’électron collisionnel, Y mli
li

est une
harmonique sphérique, Fi(rN+1) est la fonction radiale et σ(si,msi

) est la fonction de
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spin de l’électron. Par conséquent, pour l’état du système combiné e− + ion après la
collision, chaque ensemble des nombres quantiques ci Li Si MLi

MSi
li si mlimsi

cor-
respond à une voie γi selon laquelle la fonction Ψ (

−→
X i,

−→x N+1) peut se développer en
ondes partielles comme suit :

Ψ
(−→
X i,

−→x N+1
)

= A
∑
γi

Φγi
(
−→
X i,

−→s N+1, r̂N+1)
1

rN+1
Fγi

(rN+1) (2.12)

où Φγi

(−→
X i,

−→s N+1, r̂N+1
)

forment une base orthonormée relativement à
−→
X i,

−→s N+1, r̂N+1

Φγi

(−→
X i,

−→s N+1, r̂N+1
)

= χαi

(−→
X i

)
σ
(1

2
,ms

)
Y

mli
li

(r̂N+1) (2.13)

Le système total étant un système isolé dans l’espace, et invariant par rotation, et
comme on ne tient pas compte des termes dépendant du spin dans l’Hamiltonien
total, le moment orbital total

−→
L =

−→
L i+

−→
l i et le moment de spin total

−→
S =

−→
S i+−→s i

sont séparément conservés durant la collision ainsi que la parité π définie par :

π = (−1)
∑N

k=1 lk × (−1)li (2.14)

De ceci on définit alors une nouvelle voie Γi par l’ensemble des nombres quantiques :

Γi ≡ ci Li Si MLi
MSi

li si(=
1
2

)mli msi
LSML MS (2.15)

tel que L et S satisfont aux relations triangulaires

| Li − li |≤ L ≤ Li + li

et

 S = Si ± 1/2 si Si ≥ 1/2
S = 1/2 si Si = 0

(2.16)

On forme ainsi, à partir de la base de fonctions Φγi
de la représentation γi, une nou-

velle base de fonction propres de L2 Lz S
2 Sz et π en utilisant le théorème d’addition

de deux moments angulaires [8] :

ΦΓi

(−→
X i,

−→s N+1, r̂N+1
)

=
∑

MSi
msi

∑
MLi

mli

C (Li li MLi
mli ;LML)

×C (Si si MSi
msi

;SMS)χαi

(−→
X i

)
σ (si,msi

)Y mli
li

(r̂N+1) (2.17)

où C (a bma mb ; cmc) désigne un coefficient de Clebsch-Gordan.
En développant la fonction d’onde totale du système sur cette base orthonormée
complète de fonctions ΦΓi

, l’expression de Ψ
(−→
X i,

−→x N+1
)

devient :

Ψ
(−→
X i,

−→x N+1
)

= A
∑
Γi

ΦΓi
(
−→
X i,

−→s N+1, r̂N+1)
1

rN+1
FΓi

(rN+1) (2.18)
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Pour un rN+1 grand c’est à dire lorsque l’électron diffusé est suffisamment loin de la
cible, il sent seulement l’effet de la charge positive z de l’ion, et par conséquent les
fonctions radiales F∞

Γi
(rN+1) satisfont les équations radiales de Coulomb :

[
d2

dr2
N+1

−
lΓi

(lΓi
+ 1)

r2
N+1

+ 2z
rN+1

+ k2
Γi

]
F∞
Γi

(rN+1) = 0 (2.19)

Les solutions de l’équation (2.19) sont les fonctions hypergéométriques confluentes,
elles peuvent être exprimées comme une combinaison linéaire des fonctions régulières
et irrégulières [8, 9] :

F
Γj

Γi
(rN+1) −−−−−→

rN+1→∞

1√
kΓi

(
sin

(
ςΓi

)
δ
(
Γi kΓi

,Γj kΓj

)
+ cos

(
ςΓi

)
RΓiΓj

)
(2.20)

avec RΓiΓj
qui désigne un élément de la matrice de réactance qui est réelle. D’autre

part

ςΓi
(rN+1) = kΓi

rN+1 −
lΓi
π

2
+ z

kΓi

ln
(
2kΓi

rN+1
)

+ σΓi
(2.21)

où σΓi
= argΓ

(
lΓi

+ 1 − i z
kΓi

)
est le déphasage Coulombien pour l’onde partielle

li, Γ (u) étant la fonction gamma.
L’utilisation des fonctions radiales réelles données dans (2.20) est commode dans

les applications numériques. Dans la recherche de l’expression analytique des sec-
tions efficaces, il est plus adéquat de réécrire l’équation (2.20), après transformation
matricielle, sous la forme :

F
Γj

Γi
(rN+1) −−−−−→

rN+1→∞

1√
kΓi

(
−2i sin

(
ςΓi

)
δ
(
ΓikΓi

,ΓjkΓj

)
− exp

(
iςΓi

)
TΓiΓj

)
(2.22)

La relation entre la matrice de transition T et la matrice de réactance R est [8, 9] :

T = 2iR
1 − iR

(2.23)

2.2.2 Expression de l’amplitude de transition

La théorie quantique de l’excitation des ions atomiques par impact d’électrons
a été discutée dans un grand nombre d’articles, mais la plupart des calculs qui
ont été publiés concernent seulement des transitions entre niveaux ce qui signifie
que les sections efficaces d’excitation sont sommées sur tous les nombres quantiques
magnétiques.
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La collision entre un électron et un ion comprenant N électrons est un problème
à N + 1 électrons. Lorsqu’on traite des atomes fortement ionisés comme ceux du
néon héliumoïde Ne8+, l’Hamiltonien atomique doit inclure les effets relativistes (in-
teraction spin-orbite, variation de la masse avec la vitesse,...). Cependant l’électron
projectile peut être considéré comme étant non-relativiste tant que son énergie n’est
pas assez grande (disons inférieure à 150 keV) [10].

Les sous-niveaux magnétiques de la cible seront définis alors en terme des nombres
quantiques ∆k Jk Mk où Jk et Mk, sont, respectivement, le moment angulaire total
et sa projection suivant l’axe de quantification qui est pris parallèle à la direction
des électrons incidents, ∆k représente tous les nombres quantiques additionnels per-
mettant de spécifier complètement l’état. Par ailleurs, les nombres quantiques qui
définissent l’électron projectile sont le moment orbital lk et le moment de spin sk

aussi bien que leurs projections mlk et msk
ainsi que son vecteur d’onde

−→
k i =

(
ki, k̂i

)
(ki = |ki| et k̂i est un vecteur unitaire dans la direction de

−→
k i).

L’amplitude de diffusion de l’électron de la direction k̂j vers k̂i associée à la
transition de l’état αj vers αi dans l’ion cible s’écrit [11] :

f
(
αjmsj

k̂j → αimsi
k̂i

)
=

∑
li mli
lj mlj

2π i lj−li−1√
kikj

exp [i (σli − σlj )]

× Y
mli

li

(
k̂i

)
Y

m∗
lj

lj

(
k̂j

)
Tβiβj

(2.24)

où Y
mli

li

(
k̂i

)
représente l’harmonique sphérique, Tβiβj

est la matrice de transition
de βj vers βi, βi représente l’ensemble des nombres quantiques décrivant le sys-
tème total dans la représentation non-couplée des moments angulaires i.e βi ≡(
∆i Ji Mi li mli

1
2 msi

)
.

2.2.3 Section efficace d’excitation des sous-niveaux magné-

tiques

Par définition, la section efficace différentielle d’excitation du sous-niveau ma-
gnétique (∆j Jj Mj) vers le sous-niveau (∆i Ji Mi), qui représente le nombre des
électrons diffusés par unité de temps et par unité d’angle solide dans la direction
k̂i, rapporté au flux incident dans la direction k̂j, est proportionnelle au carré de
l’amplitude de diffusion [11] :

dσ (∆j Jj Mj → ∆i Ji Mi)
dk̂j

= ki

kj

|f
(
αjmsj

k̂j → αimsi
k̂i

)
|2 (2.25)
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La section efficace d’excitation entre les sous-niveaux magnétiques s’obtient en moyen-
nant sur toutes les orientations du spin msj

de l’électron incident du fait que dans
l’état initial, les électrons ne sont pas polarisés, et en sommant sur toutes les orien-
tations du spin de l’électron diffusé msi

du fait que les électrons diffusés ne sont pas
détectés :

σ (∆j Jj Mj → ∆i Ji Mi) = ki

2kj

∑
msi msj

∫
|f
(
αjmsj

k̂j → αimsi
k̂i

)
|2dk̂i (2.26)

En insérant l’expression de l’amplitude de diffusion donné par (2.24) dans l’équa-
tion (2.26) et en effectuant l’intégration angulaire par l’utilisation de la relation
d’orthonormalisation des harmonique sphériques

∫
Y

mli
li

(
k̂i

)
Y

m′∗
li

l′i

(
k̂i

)
dk̂i = δlil′i

δmli
m′

li

la forme finale de la section efficace d’excitation entre les sous-niveaux magnétiques
peut s’écrire en fonction des forces de collision partielles Ωli [10] :

σ (∆j Jj Mj → ∆i Ji Mi) = π

k2
j

∞∑
li=0

Ωli (∆j Jj Mj → ∆i Ji Mi) (2.27)

tel que

Ωli (∆j Jj Mj → ∆i Ji Mi) = 1
2
∑
(∗)

√
(2lj + 1)

(
2l′j + 1

)
i lj−l′j exp

[
i
(
σlj − σl′j

)]
× Tβiβj

T ∗
βiβ′

j
(2.28)

où (∗) représente l’ensemble des nombres quantiques lj l′j mli msi
msj

.

2.3 Méthodes utilisées dans le calcul des forces de

collision

Selon les formules (2.27) et (2.28), le calcul des sections efficaces se ramène au
calcul de la matrice de transition T . Celle ci peut être déduite à partir de la matrice
de réactance R suivant la relation (2.23). La matrice R est déterminée en vertu de
(2.20), par la forme asymptotique des fonctions radiales FΓi

de l’électron projectile
[12, 13]. Le problème qui se pose est que la résolution des équations impliquant ces
fonctions radiales ne peut s’effectuer de façon exacte.
Le développement tronqué de la fonction d’onde du système peut être obtenu numé-
riquement de façon exacte par l’approximation Close-Coupling (CC) [7] qui constitue
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la méthode la plus élaborée pour le calcul des forces de collision. Cependant, la puis-
sance de cette méthode s’impose seulement dans le voisinage du seuil d’excitation
des atomes neutres et des ions faiblement chargés. Pour des ions aussi multiplement
chargés que ceux de la séquence isoélectronique de l’hélium avec Z ≥ 8, l’approxi-
mation Distorted-Wave (DW) est fort utile. Hayes et Seaton [14] ont montré que
l’approximation (DW) donne d’excellents résultats, déjà pour les ions hydrogénoïdes
de numéro atomique Z ≥ 10 qui sont moins adaptés à (DW) que les héliumoïdes,
compte tenu d’un couplage plus important entre les états atomiques [15].

2.3.1 Approximation Distorted-Wave

L’approximation (DW) comporte plusieurs techniques spécifiques. L’idée de base
est de négliger tous les processus de couplage entre les états du système total de
diffusion. Tout se passe comme si le système e− + ion ne peut être que dans la voie
initiale Γj ou dans la voie finale Γi. La fonction d’onde ΨDW

Γi
décrivant le système à

N + 1 électrons se réduit à [7] :

ΨDW
Γi

(
−→
X i,

−→x N+1) = AΦΓi

(−→
X i,

−→s N+1, r̂N+1
) 1
rN+1

FDW
ΓiΓj

(rN+1) (2.29)

Ce qui se traduit par le fait que les équations radiales se réduisent à une seule
équation différentielle :[

d2

dr2
N+1

−
lΓi

(lΓi
+ 1)

r2
N+1

+ 2V (rN+1, λ) + k2
Γi

]
FDW
ΓiΓj

(rN+1) = 0 (2.30)

Le potentiel V (rN+1, λ) choisi dans notre étude est le potentiel central statistique
de type Thomas-Fermi-Dirac [7] décrivant l’ensemble de l’effet attractif du noyau
et la répulsion moyenne des autres électrons de la cible. Ce potentiel remplit les
conditions aux limites suivantes :

V (rN+1, λ) −−−−−→
rN+1→∞

z
rN+1

et
V (rN+1, λ) −−−−−→

rN+1→0
Z

rN+1

(2.31)

La variable λ qui apparaît dans la forme du potentiel central, est un paramètre
d’échelle qu’on introduit lors du calcul numérique pour essayer de minimiser l’énergie
du système. Les éléments de la matrice de réactance R, et donc de la matrice de
transition T , peuvent être déterminés en appliquant le principe variationnel (voir
par exemple, Burke et Schey (1962) [16]).
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L’électron projectile peut être considéré comme étant non-relativiste dans la
mesure où son énergie cinétique n’est pas assez grande (inférieure à 25 keV) [16]. On
peut également mentionner que les corrections relativistes sur les niveaux d’énergie
de la cible sont faibles puisque celle-ci a un petit numéro atomique (Z = 10). Il
en résulte que le système e− + ion peut être représenté en couplage intermédiaire
appelé couplage de pair [17].

γ̂k ≡ (∆k Jk lk Kk (sk) J MJ) (2.32)

dans lequel Kk et le moment angulaire total J du système sont obtenus à partir du
couplage suivant : 

−→
K k = −→

J k +
−→
l k

et
−→
J =

−→
K k + −→s k (sk = 1/2)

(2.33)

La transformation unitaire qui relie les deux représentations β et γ̂ peut être déter-
minée en termes des coefficients de Clebsh-Gordan comme suit :

Tβiβj
=

∑
Ki Kj J

MKi
MKj

MJ

C (JiliMimli ;KiMKi
) C

(
Ki

1
2
MKi

msi
; JMJ

)

C
(
JjljMjmlj ;KjMKj

)
C
(
Kj

1
2
MKj

msj
; JMJ

)
Tγ̂iγ̂j

(2.34)

Notons que dans notre travail nous nous intéressons à l’excitation des ions posi-
tifs suite à des collisions directives avec un faisceau d’électrons monoénergétiques et
unidirectionnels. Pour des raisons de simplicité, l’axe de quantification a été choisi
suivant la direction des électrons incidents, ceci implique que la projection du mo-
ment orbital est nulle, mlj = 0, et que la fonction angulaire de l’électron projectile
devient égale à :

Y
mlj

lj

(
k̂j

)
= Y

mlj

lj

∗ (
k̂j

)
=
(

2lj + 1
4π

)1/2

δmlj
0 (2.35)

En substituant (2.34) dans (2.28), la force de collision partielle peut s’écrire :

ΩDW
li

(∆j Jj Mj → ∆i Ji Mi) = 1
2
∑
(∗)

√
(2lj + 1)

(
2l′j + 1

)
ilj−l′j exp

[
i
(
σlj − σl′j

)]

×
∑
(∗∗)

C(JjljMj0;KjMj)C(Kj
1
2
MKj

msj
; JMJ)C(JiliMimli ;KiMKi

)

×C(Ki
1
2
MKi

msi
; JMJ)C(Jjl

′
jMj0;K ′

jMj)C(K ′
j

1
2
Mjmsj

; J ′MJ)

×C(JiliMimli ;K ′
iMKi

)C(K ′
i

1
2
MKi

msi
; J ′MJ)Tγ̂iγ̂j

T ∗
γ̂′

iγ̂
′
j

(2.36)
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avec (∗) et (∗∗) qui désignent l’ensemble des nombres quantiques
{
lj l

′
j mli msi

msj

}
et
{
J J ′ Ki K

′
i Kj K

′
j MKi

}
, respectivement. Dans l’équation précédente MKj

a été
remplacé par Mj du fait que mlj = 0.

L’utilisation des propriétés de symétrie des coefficients de Clebsh-Gordan nous
permet d’obtenir une relation importante concernant la symétrie des forces de col-
lision entre sous-niveaux magnétiques :

Ω (∆j Jj Mj → ∆i Ji Mi) = Ω (∆j Jj −Mj → ∆i Ji −Mi) (2.37)

En sommant sur les sous-niveaux initial Mj et final Mi :

Ω (∆j Jj → ∆i Ji) =
∑

Mi Mj

Ω (∆j Jj Mj → ∆i Ji Mi) (2.38)

et en appliquant les deux relations d’orthogonalité des coefficients de Clebsh-Gordan

∑
ml1 ml2

C(l1l2ml1ml2 ; lml)C(l1l2ml1ml2 ; l′ml) = δll′ (2.39)

∑
ml1 ml

C(l1l2ml1ml2 ; lml)C(l1l′2ml1ml2 ; lml) = 2l + 1√
(2l2 + 1)(2l′2 + 1)

δl2l′2
(2.40)

nous pouvons retrouver la forme finale bien connue des forces de collisions partielles
pour les transitions entre niveaux ∆j Jj → ∆i Ji :

ΩDW
li

(∆j Jj → ∆i Ji) = 1
2(2Jj + 1)

∑
lj

∑
Ki Kj J

(2J + 1)|Tγ̂iγ̂j
|2 (2.41)

2.3.2 Approximation de Coulomb-Bethe

Pour des énergies faibles de l’électron incident, seul un nombre relativement res-
treint d’ondes partielles (états bien définis du moment angulaire orbital de l’électron)
contribue significativement à la diffusion de l’électron. Ce nombre augmente bien sûr
avec l’énergie de l’électron incident et il augmente aussi avec l’intensité du potentiel
d’interaction dominant à longue portée. Dans l’approximation de Coulomb-Bethe
[7], on suppose que l’électron de collision ne pénètre pas le nuage électronique de la
cible, ce qui se traduit mathématiquement par une simplification de la composante
de l’Hamiltonien du système total décrivant l’interaction électrostatique électron
projectile-électron de la cible :

N∑
k=1

1
|−→r N+1 − −→r k|

=
N∑

k=1

∞∑
λ=0

λ∑
µ=−λ

rλ
k

rλ+1
N+1

Cλµ (r̂k) C∗
λµ (r̂N+1) (2.42)
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du fait que rN+1 > rk ∀ k, où −→r k est le vecteur position de l’électron k de l’ion et

Cλµ (r̂k) =
( 4π

2λ+ 1

)1/2
Y µ

λ (θ, φ) (2.43)

Le couplage entre les états du système est toujours négligé et on admet enfin dans
cette approximation, que l’électron de collision qui est extérieur au cœur ionique, est
soumis pendant toute l’interaction avec l’ion, au potentiel Coulombien asymptotique
2z/rN+1, ce qui est d’ailleurs compatible, surtout lorsqu’il s’agit d’ions aussi forte-
ment chargés que les héliumoïdes. Sachant que plus l’électron incident possède un
moment angulaire grand, moins cet électron est susceptible d’approcher la cible, il
y a diffusion à grande distance, il est donc important d’utiliser l’approche Coulomb-
Bethe pour calculer les contributions des ondes partielles de moments angulaires li
assez grands. Ces contributions sont relativement appréciables dans le domaine des
grandes énergies pour les transitions optiquement permises λ = 1 [8].

Dans l’approximation Coulomb-Bethe, les éléments de la matrice de transition
TCBe

βiβj
en représentation non couplée sont donnés par [15] :

TCBe
βiβj

= 4 i ⟨ψCBe
βi

|
∑
λ,µ

N∑
k=1

rλ
k

rλ+1
N+1

Cλµ (r̂k)C∗
λµ (r̂N+1) | ψCBe

βj
⟩ (2.44)

où

ΨCBe
βi

(
−→
X i,

−→x N+1) = | ∆i Ji Mi ki li mli msi
⟩

= AΦβi

(−→
X i,

−→s N+1, r̂N+1
) 1
rN+1

FC
ki li

(rN+1) (2.45)

ce qui nous permet d’écrire :

TCBe
βiβj

= 4i
∑

λ

∫ ∞

0
FC

ki li
(rN+1)

1
rλ+1

N+1
FC

kj lj
(rN+1) drN+1

×
∑

µ

∫
4π
Y

mli
∗

li
(r̂N+1)C∗

λµ (r̂N+1)Y
mlj

lj
(r̂N+1) dr̂N+1

× δmsi msj
δmlj

0 ⟨∆i Ji Mi |
N∑

k=1
rλ

kCλµ (r̂k) | ∆j Jj Mj⟩ (2.46)

En utilisant les relations suivantes [17] :



Y ml
∗

l = (−1)mlY −ml
l

et

C (j1 j2 m1 m1; j m) = (−1)−j1+j2−m
√

2j + 1

 j1 j2 j

m1 m2 −m


(2.47)

21



nous pouvons calculer la deuxième intégrale dans l’équation (2.46) pour λ = 1
(transitions dipolaires électriques) :

∫
4π
Y

mli
∗

li
(r̂N+1)C∗

1µ (r̂N+1)Y 0
lj

(r̂N+1) dr̂N+1

= (−1)mli
+µ
√

(2li + 1) (2lj + 1) ×

 li 1 lj

0 0 0


 li 1 lj

−mli −µ 0


=

√√√√ (2li + 1)
(2lj + 1)

C (li 1 0 0; lj 0) C (li 1 −mli mli ; lj 0) (2.48)

D’autre part, en faisant intervenir l’opérateur moment dipôlaire électrique Q(1)
µ défini

par [8] :

Q(1)
µ =

N∑
k=1

rk C1µ (r̂k) (2.49)

où la sommation sur k concerne tous les électrons de la cible, nous pouvons écrire
après application du théorème de Wigner-Eckart [9, 17] :

⟨∆i Ji Mi | Q(1)
µ | ∆j Jj Mj⟩ = 1√

2Ji + 1
C (Jj 1Mj µ; Ji Mi)

× ⟨∆i Ji ∥ Q(1) ∥ ∆j Jj⟩ (2.50)

où ⟨∆i Ji ∥ Q(1) ∥ ∆j Jj⟩ représente l’élément de matrice réduit. En insérant ces
deux dernières expressions (2.48) et (2.50) dans l’équation (2.46), nous obtenons
pour l’élément de matrice de transition :

TCBe
βiβj

= 4i√
2Ji + 1

√√√√ (2li + 1)
(2lj + 1)

δmsi msj

∫ ∞

0
FC

ki li
(r) 1

r2F
C
kj lj

(r)dr C (li 1 0 0; lj 0)

×C (li 1 −mli mli ; lj 0)C (Jj 1Mj Mi−Mj; Ji Mi) ⟨∆i Ji ∥ Q(1) ∥ ∆j Jj⟩ (2.51)

où µ a été remplacé par Mi−Mj qui est aussi égal à −mli .
En substituant l’équation (2.51) dans l’équation (2.28) donnant la force de collision
partielle entre les sous-niveaux magnétiques, celle-ci devient :

ΩCBe
li

(∆j Jj Mj → ∆i Ji Mi) = 8
2Ji + 1

C (Jj 1Mj Mi−Mj; Ji Mi)2

× | ⟨∆i Ji ∥ Q(1) ∥ ∆j Jj⟩ |2
∑

msj msi

δmsj msi

∑
lj l′j

(2li + 1) ilj−l′j exp
[
i
(
σlj − σl′j

)]
×C (li 1 0 0; lj 0 )C

(
li 1 0 0; l′j 0

)
C (li 1Mi−Mj Mj−Mi; lj 0)

×C
(
li 1Mi−Mj Mj−Mi; l′j 0

) ∫ ∞

0
FC

ki li
(r) 1

r2F
C
kj lj

(r)dr
∫ ∞

0
FC

ki li
(r) 1

r2F
C
kj l′j

(r)dr

(2.52)
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En effectuant la sommation sur msj
et msi

et en introduisant la force de raie S

définie par [8] :

S (∆i Ji,∆j Jj) =| ⟨∆i Ji ∥ Q(1) ∥ ∆j Jj⟩ |2 (2.53)

l’expression de la force de collision partielle dans l’approximation de Coulomb–Bethe
devient :

ΩCBe
li

(∆j Jj Mj → ∆i Ji Mi) = 16
2Ji + 1

C (Jj 1Mj Mi−Mj; Ji Mi)2

×S (∆i Ji,∆j Jj)
∑
lj l′j

(2li + 1) ilj−l′j exp
[
i
(
σlj − σl′j

)]
C (li 1 0 0; lj 0)

×C
(
li 1 0 0; l ′

j 0
)
C (li 1Mi−Mj Mj−Mi; lj 0) C

(
li 1Mi−Mj Mj−Mi; l′j 0

)
×
∫ ∞

0
FC

ki li
(r) 1

r2F
C
kj lj

(r)dr
∫ ∞

0
FC

ki li
(r) 1

r2F
C
kj l′j

(r)dr (2.54)

Pour obtenir toute la contribution Coulomb-Bethe à la force de collision Ω entre
sous-niveaux magnétiques, il y a lieu tout simplement de sommer l’équation (2.54)
sur li entre l0 + 1 et l′0.

Il serait intéressant de vérifier l’exactitude de la formule (2.54) en sommant celle-
ci sur Mi et Mj pour retrouver l’expression bien connue de ΩCBe

li
pour la transition

entre niveaux :

ΩCBe
li

(∆j Jj → ∆i Ji) = 16
3
S (∆i Ji,∆j Jj)

∑
lj

max(li, lj)I2 (kj lj, ki li) (2.55)

où max(li, lj) correspond au plus grand des li et lj, I est l’intégrale de Coulomb qui
est donnée par :

I (kj lj, ki li) =
∫ ∞

0
FC

kj lj
(r) 1

r2F
C
kili

(r) dr. (2.56)

En effet, la sommation sur Mi et Mj au niveau de l’équation (2.54) fait apparaître
l’utilisation des relations :∑
Mi Mj

C (Jj 1Mj µ; Ji Mi)2 =
∑

Mi Mj

2Ji + 1
3

C (Jj Ji Mj −Mi; 1 −µ)2 = 2Ji + 1
3

(2.57)

et ∑
mli

µ

C (li 1 −mli µ; lj 0)C
(
li 1 −mli µ; l′j 0

)
= δlj l′j

(2.58)

De plus, on peut appliquer la relation suivante [17] :

C (li 1 0 0; lj 0)2 = (2lj + 1)

 li 1 lj

0 0 0


2

=


li+1
2li+1 si lj = li + 1

li
2li+1 si lj = li − 1

(2.59)

23



La force de collision partielle entre niveaux prend alors la forme suivante :

ΩCBe
li

(∆j Jj → ∆i Ji) = 16
3
S (∆i Ji,∆j Jj) li I2 (kj li − 1, ki li)

+ (li + 1)I2 (kj li + 1, ki li)

= 16
3
S (∆i Ji,∆j Jj)

∑
lj

max(li, lj)I2 (kj lj, ki li) (2.60)

ce qui correspond bien à l’équation (2.55). On peut aussi montrer que dans l’approxi-
mation de Coulomb–Bethe, la force de collision partielle moyennée angulairement
dans le cas des électrons isotropes ⟨ΩCBe

li
(αi → αj)⟩ pour les transitions entres sous-

niveaux magnétiques s’écrit en fonction de ΩCBe
li

(∆i Ji → ∆j Jj) entre niveaux sous
la forme [18] :

⟨ΩCBe
li

(αi → αj)⟩ = 1
2Ji + 1

C(Jj 1Mj Mi−Mj; Ji Mi)2 ΩCBe
li

(∆i Ji → ∆j Jj) (2.61)
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Chapitre 3

Processus atomiques dans les
plasmas chauds

3.1 Introduction

Lorsqu’une assemblée d’électrons et d’ions se trouve confinée dans un volume fini
de l’espace, divers processus de collision peuvent se produire de par les interactions
électron-électron, ion-ion et électron-ion. Si, de plus, cette assemblée d’électrons et
d’ions se trouve exposée à une source extérieure de rayonnement, différents processus
d’absorption peuvent avoir lieu de par principalement les interactions photon-ion.
Pour les plasmas étudiés dans cette thèse où la température électronique Te excède
106 K, les interactions électron-ion sont, par rapport aux autres interactions électron-
électron et ion-ion, les mécanismes les plus efficaces pour l’émission de rayonnement.
L’interaction électron-ion peut conduire à l’excitation ou l’ionisation de l’ion cible,
mais aussi à la capture de l’électron incident donnant lieu aux processus d’autoioni-
sation ou de recombinaisons radiative ou diélectronique. Les collisions entre les ions
jouent un rôle négligeable à cause de la forte répulsion coulombienne. Par ailleurs, le
bremsstrahlung électron-électron n’intervient sensiblement que dans le domaine des
très fortes températures Te & 109 K [1]. Concernant l’interaction photon-ion, celle-ci
peut conduire l’excitation radiative ou à la photoionisation.

Le rayonnement total émergeant d’un plasma astrophysique résulte de la su-
perposition de tous les processus radiatifs dont l’importance relative dépend de la
longueur d’onde, des températures et des densités des particules chargées, ainsi que
le cas échéant du flux de rayonnement qui irradie le plasma [2]. Ce rayonnement émis
du plasma représente une source unique d’informations. Notamment, l’interprétation
de l’intensité des raies émises permet de déterminer les conditions physiques régnant
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dans le plasma, telles que la température et la densité électronique, l’état d’ionisa-
tion, la composition chimique, etc. D’autre part, l’interprétation de la polarisation
du rayonnement émis constitue un moyen de diagnostic sur la présence des électrons
non-Maxwelliens anisotropes dans le plasma.

3.2 Modèles d’équilibre

Dans un plasma, plusieurs processus atomiques entrent généralement en jeu,
parmi lesquels il y a l’ionisation collisionnelle, la recombinaison radiative, la recom-
binaison diélectronique, l’excitation ou la désexcitation collisionnelle, l’excitation ou
la désexcitation radiative et la photoionisation.

Pour interpréter correctement le rayonnement émergeant d’un plasma et en dé-
duire ses propriétés physiques, il y a lieu de suggérer des modèles dépendant de
plusieurs paramètres, en particulier la densité ne et la température Te des électrons.
Ces modèles approximatifs se présentent dans le modèle d’équilibre thermodyna-
mique local (ETL), le modèle coronal (CM) et le modèle collisionnel-radiatif (CR),
que nous allons détailler par la suite.

3.2.1 Modèle d’équilibre thermodynamique local (ETL)

Le modèle ETL est applicable à certains types de plasmas stationnaires 1, ceux
caractérisés par une densité électronique nettement élevée et par une température
relativement faible. Dans ce modèle, la densité de population de tous les niveaux ato-
miques est déterminée exclusivement par les processus collisionnels. En effet, lorsque
la densité électronique devient très élevée, disons ne > 1022 cm−3, les taux d’excita-
tion collisionnelle des niveaux atomiques sont régis par le principe du bilan détaillé
et le phénomène d’émission spontanée est presque absent. Dans ces conditions, on
dit que plasma est en équilibre thermodynamique local. Pour ce type de plasma il
est simplement suffisant d’utiliser la statistique d’équilibre de Boltzmann sans avoir
recours au traitement atomique et collisionnel. Pour déterminer le degré d’ionisation
d’un état on utilise l’équation de Saha [3]. Pour calculer les populations des niveaux
atomiques d’un ion on applique l’équation de Boltzmann :

Ni

Nj

= gi

gj

exp
(

−Ei − Ej

kTe

)
(3.1)

1. Les peuplement et dépeuplement s’équilibrent pour chaque état atomique i : dNi

dt = 0
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où Ni et Nj sont les populations des niveaux i et j, respectivement, Ei et Ej sont les
énergies des niveaux, gi et gj sont les poids statistiques (degré de dégénérescence)
des niveaux, k la constante de Boltzmann et Te la température électronique.

3.2.2 Modèle coronal (CM)

Ce modèle a été développé initialement lors de l’étude de la couronne solaire.
Il est applicable à des plasmas stationnaires de densité faible et de température
électronique élevée, comme les couronnes stellaires, les nébuleuses planétaires, les
restes de supernovae, les plasmas tokamak produits en laboratoire à des fins de
fusion, les sources d’ions Electron Beam Ion Trap (EBIT).

Dans les plasmas peu denses hautes températures, l’équilibre thermodynamique
est loin d’être réalisé, et les phénomènes d’ionisation et d’excitation ne peuvent plus
être écrits par les lois simples de Saha et de Boltzmann [5]. La désexcitation radiative
de niveaux atomiques excités devient importante et il est alors nécessaire de faire
une analyse de tous les processus radiatifs et de collisions. De telles études ont été
pour la première fois entreprises par les astrophysiciens pour les plasmas stellaires.
Ainsi, dans le cas des couronnes stellaires, où les densités d’électrons sont faibles
(107 cm−3 ≤ ne ≤ 1012 cm−3), avec une température électronique élevée (Te ≥ 106

K), seuls certains processus atomiques restent prépondérants [4]. Le modèle coronal
décrivant l’état stationnaire d’un tel plasma se résume aux processus suivants :
excitation par collisions, désexcitation radiative spontanée, ionisation par collisions
et/ou photoionisation, recombinaisons diélectronique et radiative [6].

L’ionisation est produite par collision avec un électron, et comme on est dans
un cas de basse densité on peut admettre que l’effet d’ionisation des ions soit négli-
geable devant l’excitation collisionnelle directe. Les populations des niveaux seront
déterminées en résolvant le système d’équations couplées :

Ni

∑
j<i

A(i → j) =
(
neNgCe(g → i) +

∑
k>i

Nk A(k → i)
)

(3.2)

où le symbole g se rapporte au niveau fondamental et A(i → j) désigne la proba-
bilité de transition radiative du niveau i vers j. Notons que dans le second membre
de cette équation, le premier et deuxième termes représentent l’excitation collision-
nelle à partir du niveau fondamental, directement et indirectement via les cascades
radiatives à partir des niveaux supérieurs, respectivement.

28



3.2.3 Modèle collisionnel-radiatif (CR)

Le modèle collisionnel-radiatif (CR) est un modèle intermédiaire entre les deux
modèles ETL et CM déjà vus. On l’utilise lorsqu’on étudie des plasmas moyennement
denses, tels que les plasmas de la région de transition solaire et ceux qui sont produits
aux laboratoires par theta-pinch ou par irradiation laser. Pour de tels plasmas, la
densité électronique se situe dans la gamme (1012 cm−3 ≤ ne ≤ 1022 cm−3). A
ces densités, on ne peut plus négliger les processus d’excitation et de désexcitation
collisionnelle entre les niveaux excités. Ainsi les populations des niveaux atomiques
sont déterminées en résolvant le système d’équations couplées :

Nj

ne
(∑

k>j

Ce(j → k) +
∑
k<j

Cd(j → k)
)

+
∑
k<j

A(j → k)

 =

∑
k>j

NkA(k → j) + ne

(∑
k<j

NkCe(k → j) +
∑
k>j

NkCd(k → i)
)

(3.3)

où Ce(j → k) et Cd(j → k) sont, respectivement, les coefficients de taux d’excitation
collisionnelle et de désexcitation collisionnelle du niveau j vers le niveau k.

Pour de plus amples détails sur le modèle collisionnel-radiatif (CR), il convient
de consulter les références (T. Fujimoto (2004) [7], H.J. Kunze(2009) [8] et A.K.
Pradhan and S.N. Nahar (2011) [9]).

3.3 Processus élémentaires d’émission dans les plas-

mas chauds

Parmi les processus importants d’émission de rayonnement par un plasma chaud
(Te > 106 K) on trouve l’excitation, l’ionisation et la recombinaison par suite des
collisions électron-ion ou bien après photoionisation. Dans ce qui suit nous allons
donné un aperçu sur ces processus.

Je noterai dorénavant les ions sous la forme Xz+ avec X le symbole chimique de
l’élément considéré, et z la charge de l’ion (z = 0 pour un atome neutre et z = Z

pour un ion complètement ionisé, c’est-à-dire nu). Le symbole (∗) signifie que l’ion
est dans un état excité, c’est-à-dire qu’il n’est pas dans son état fondamental.

3.3.1 Excitation collisionnelles

Sous l’effet d’une collision inélastique entre un électron incident d’énergie εi et un
ion cible Xz+ se trouvant initialement dans le niveau i d’énergie Ei, une excitation
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(ou une désexcitation) de l’ion Xz+ vers le niveau j d’énergie Ej > Ei (ou Ej < Ei)
peut intervenir avec diffusion d’un électron d’énergie εj selon :

Xz+(i) + e−(εi) −→ Xz+(j) + e−(εj)

3.3.1.1 Le coefficient de taux d’excitation

La fonction de distribution des vitesses des électrons dans le plasma émetteur a
été choisie en étant constituée de deux composantes. L’une Maxwellienne isotrope
et l’autre selon un faisceau monoenergétique (beam). Par voie de conséquence, trois
paramètres sont susceptibles de caractériser cette fonction de distribution des vi-
tesses, qui sont : la température Te de la composante Maxwellienne, l’énergie e0

du faisceau d’électrons suprathermiques et la fraction f de la densité des électrons
impliquées dans la composante du faisceau. Pour chaque excitation collisionnelle, le
coefficient de taux total d’excitation Ce d’un état atomique αi Ji Mi vers un autre
état αj Jj Mj est déterminé à partir de la combinaison linéaire des deux coefficients
de taux d’excitation Ce,M et Ce,b dus, respectivement, à la composante Maxwellienne
d’électrons et celle du faisceau d’électrons.

Ce(αi Ji Mi → αj Jj Mj) = (1 − f)Ce,M(αi Ji Mi → αj Jj Mj)

+f Ce,b(αi Ji Mi → αj Jj Mj) (3.4)

Avant de passer aux formules donnant les coefficients de taux d’excitation collision-
nelle, mentionnons que les deux composantes d’électrons contribuent l’excitation des
niveaux n = 2 à partir du fondamental alors que seule la composante isotrope Max-
wellienne est principalement responsable de l’excitation des niveaux 2 3P à partir du
niveau métastable compte tenu de la faible différence d’énergie entre ces niveaux.

• Concernant le terme Ce,M, il est défini par :

Ce,M(αi Ji Mi → αj Jj Mj) =
∫ ∞

0
vi σ(αi Ji Mi → αj Jj Mj)fM(εi)dεi (3.5)

où vj =
√

2εj/me est la vitesse des électrons de collision, εj est l’énergie cinétique
de l’électron incident, me étant la masse de l’électron et fM(εj) est la fonction de
distribution de Maxwell 2, elle est donnée par :

fM(εj) = 2√
π

( 1
kTe

)3/2 √
εj exp

(
− εj

kTe

)
(3.6)

2. La fonction de distribution f(εj) est normalisée dans l’espace des énergies :∫ ∞

0
f(εj) dεj = 1
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Il est de coutume de remplacer la section efficace d’excitation σ par la force de
collision Ω qui est sans dimension et qu’elle est symétrique 3. Rappelons la relation
qui existe entre ces deux quantités :

σ(αi Ji Mi → αj Jj Mj) = π a2
0

εj

Ω(αi Ji Mi → αj Jj Mj) (3.7)

où a0 est le rayon de Bohr.
En remplaçant l’expression de fM(εj) donnée par l’équation (3.6) dans la formule
(3.5) et en utilisant la relation (3.7), nous pouvons déduire le coefficient de taux
d’excitation collisionnelle (exprimé en unité de cm3/s) sous la forme :

Ce,M(αi Ji Mi → αj Jj Mj) = 8.010 × 10−8

T
1/2
e

exp
(

−∆Eij

k Te

)
×
∫ ∞

0
Ω(αi Ji Mi → αj Jj Mj) exp

(
− εj

k Te

)
d
(
εj

k Te

)
(3.8)

avec Te exprimée en eV. Dans l’établissement de la formule précédente, nous avons
appliqué la relation suivante donnant la loi de conservation de l’énergie totale du
système e− + ion :

Ei + εi︸ ︷︷ ︸
Ava. colli.

= Ej + εj︸ ︷︷ ︸
Apr. colli.

(3.9)

ce qui a permis de substituer εi par εj +∆Eij, ∆Eij = Ej −Ei étant l’énergie de la
transition.
Si, par contre, Te est exprimée en Kelvin, l’expression du coefficient de taux d’exci-
tation collisionnelle devient :

Ce,M(αi Ji Mi → αj Jj Mj) = 8.63 × 10−6

T
1/2
e

exp
(

−∆Eij

k Te

)
×
∫ ∞

0
Ω(αi Ji Mi → αj Jj Mj) exp

(
− εj

k Te

)
d
(
εj

k Te

)
(3.10)

sachant que Te(K) = Te(eV)/8.617380 × 10−5.
Habituellement, il est intéressant d’exprimer ce coefficient de taux d’excitation en
intégrant sur la variable sans dimension x = εi/∆Eij qui représente l’énergie des
électrons incidents rapportée au seuil d’excitation :

Ce,M(αi Ji Mi → αj Jj Mj) = 8.63 × 10−6

T
1/2
e

(
∆Eij

k Te

)
×
∫ ∞

1
Ω(αi Ji Mi → αj Jj Mj)(x) exp

(
−∆Eij

k Te
x
)
d x (3.11)

3. i.e Ω(αi Ji Mi → αj Jj Mj) = Ω(αj Jj Mj → αi Ji Mi)
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• En ce qui concerne maintenant l’autre coefficient de taux d’excitation du fais-
ceau d’électrons directifs Ce,b qui intervient dans l’équation (3.4). Comme le faisceau
incident d’électrons est considéré monoénergétique (beam) dans cette étude, le co-
efficient de taux d’excitation collisionnelle à partir du sous-niveau αi Ji Mi vers le
sous-niveau αj Jj Mj est donné par le produit de la vitesse de l’électron par la section
efficace d’excitation :

Ce,b(αi Ji Mi → αj Jj Mj) = v × σ(αi Ji Mi → αj Jj Mj)

En utilisant les deux relations suivantes, d’une part entre v (en unité de cm/s) et
l’énergie ej (en keV) de l’électron incident :

v = 5.93114 × 107√ej

et d’autre part l’équation (3.7), on peut exprimer le coefficient de taux d’excitation
Ce,b (en unité de cm3/s) en fonction de la force de collision Ω :

Ce,b(αi Ji Mi → ∆j Jj Mj) = 2.245 × 10−9
√
ei

× Ω(αi Ji Mi → αj Jj Mj) (3.12)

3.3.2 La désexcitation radiative spontanée

Dans un ion excité, la transition spontanée d’un électron d’un niveau supérieur
j d’énergie Ej vers un niveau inférieur i d’énergie Ei avec émission d’énergie sous
forme de rayonnement électromagnétique est un processus qui permet à l’ion de re-
trouver sont état fondamental. Dans les ions fortement chargés, plusieurs types de
transitions radiatives peuvent intervenir. La plus importante transition radiative est
de type dipolaire électrique, communément appelée transition optiquement permise.
Cependant, les transitions de type quadrupolaire électrique, dipolaire et quadrupo-
laire magnétique, appelées transitions optiquement interdites, peuvent dans certains
cas jouer un rôle important. Les règles de sélection pour chacun de ces quatre types
de transition sont résumées dans le tableau (3.1). Les raies interdites émises dans
les plasmas chauds peuvent être observées aussi intenses que les raies optiquement
permises pourvu que le plasma émissif soit de faible densité [8].

La désexcitation radiative spontanée est caractérisée par la probabilité de tran-
sition radiative entre un niveau j et un niveau i, notée Aji. Cette probabilité de
transition est la plus forte pour le type dipolaire électrique.
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3.3.3 L’ionisation et la recombinaison

L’ionisation et la recombinaison, qui sont des processus inverses l’un de l’autre,
jouent un rôle fondamental dans les plasmas. La recombinaison d’un électron à un
ion s’effectue le plus souvent sur un état excité, puis l’ion se désexcite par une cascade
de transitions, jusqu’à atteindre l’état fondamental ou un état métastable proche du
fondamental [4].

3.3.3.1 L’ionisation collisionnelle et la recombinaison à trois-corps

> L’ionisation collisionnelle est un processus d’interaction entre un ion Xz+ et un
électron libre qui est suivi par la diffusion de l’électron incident et d’un autre électron
de l’ion cible.

Xz+ + e− −→ X(z+1)+ + e− + e−

Le processus inverse est appelé recombinaison à trois corps. Il implique une interac-
tion d’un ion avec deux électrons libres dans laquelle il y a capture de l’un des deux
électrons et diffusion simultanée du second [4]. Le processus d’ionisation peut être
soit direct soit indirect (excitation-autoionisation).

~ Ionisation directe

L’ion diffuse l’électron incident et un de ses électrons liés est arraché directement
lors de l’interaction. Dans ce cas, il faut que l’énergie de l’électron incident soit
supérieure à celle de liaison de l’électron arraché de l’ion. Si l’énergie cinétique de
l’électron incident est suffisamment grande pour y avoir une extraction d’un élec-
tron appartenant à une couche interne de l’ion, cela aboutit à un ion X(z+1)+ dans
un état simplement ou doublement excité qui peut se désexciter radiativement [1].
Donc ce processus est susceptible de contribuer à la formation de raies. Par exemple,
l’ionisation de la sous-couche interne 1s de ions lithiumoïdes, initialement dans leur
état fondamental 1s2 2s, produit des ions héliumoïdes dans les niveaux excités 1s2s
conformément à :

Ne7+(1s2 2s 2S1/2) + e− Ionisation−−−−−→ Ne8+ (1s2s 3S1)︸ ︷︷ ︸y
+ e− + e−

Ne8+(1s2) + hν︸︷︷︸
z
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~ Ionisation indirecte (excitation-autoionisation)

L’électron incident peut, s’il est suffisamment énergétique, exciter un électron
appartenant à une sous-couche interne de l’ion cible Xz+. Cela donne naissance à
un niveau autoionisant de l’ion, qui peut être suivi par l’autoionisation. Dans cette
deuxième voie d’ionisation, il faut que l’énergie de l’électron incident soit supérieure
ou égale à la première énergie d’ionisation de l’ion [1, 4]. Cette ionisation indirecte
qui a été étudiée à partir du milieu des années 1960 joue un rôle capital dans la
détermination de l’état d’ionisation d’un plasma chaud. Par exemple :

Ne7+(1s2 2s 2S1/2) + e− Excitation−−−−−−−−→
couche interne

Ne7+ (1s2s 2p)︸ ︷︷ ︸y A
ut

oi
on

i

+ e−

Ne8+(1s2) + e−

> Dans la recombinaison à trois-corps, un électron peut entrer en collision avec un
autre électron au voisinage d’un ion, il peut alors se recombiner avec l’ion en libérant
son énergie au deuxième électron. La recombinaison à trois-corps n’est importante
que dans le cas de plasmas denses (ne > 1019 cm−3) [4].

3.3.4 La photoionisation et la recombinaison radiative

La photoionisation et la recombinaison radiative appartiennent aux processus
radiatifs de base caractérisant l’interaction du rayonnement électromagnétique avec
des atomes ou des ions. L’émission radiative résultant des collisions électron-ion est
responsable de l’apparition de traits spectraux intenses dans les régions des VUV et
X, qui sont fréquemment utilisés pour la recherche sur les interactions fondamentales
radiatives et collisionnelles et pour la détermination spectroscopique des propriétés
de base du plasma, comme par exemple la température électronique, la densité
électronique, la polarisation du rayonnement et la distribution des états de charge.

Les propriétés de photoionisation et de recombinaison radiative ont été considé-
rées dans plusieurs articles et revues [1, 8, 9, 11, 12].

3.3.4.1 La photoionisation

L’ionisation radiative est aussi appelée photoionisation. Elle se caractérise par
l’absorption d’un photon énergétique par un ion et l’éjection d’un électron de ce
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dernier. Le photon doit avoir une énergie hν plus grande que l’énergie du seuil
d’ionisation Eioni de l’ion :

Xz+ + hν −→ X(z+1)+ + e−

La photoionisation correspon au processus inverse de la photorecombinaison ou la
recombinaison radiative (RR).

3.3.4.2 La recombinaison radiative

Dans le processus de la recombinaison radiative (RR) un électron libre d’énergie
E, en s’approchant d’un ion X(z+1)+, est capturé par celui-ci dans une de ses sous-
couches vacantes.

L’excédent d’énergie résultant de la capture de l’électron libre est directement
transformé en l’émission d’un photon :

X(z+1)+ + e− −→ Xz+ + hν

l’énergie du photon émis est, d’après le principe de conservation de l’énergie, donnée
par :

hν = E − χZ

où χZ représente l’énergie d’ionisation de l’ion recombiné.

3.3.5 La recombinaison diélectronique et autoionisation

Plusieurs processus de recombinaison électron-ion peuvent se produire dans les
plasmas chauds. Au début des études des plasmas chauds, ceux coronaux, on ne te-
nait compte que de la recombinaison radiative. Ce processus a été initialement pris
en compte par D.R. Bates à la fin des années 1950 [13] pour déterminer la tempéra-
ture électronique Te de la couronne solaire par la théorie de l’équilibre d’ionisation.
Mais la température obtenue était en désaccord significatif avec la température dé-
terminée à partir des mesures des largeurs de raies spectrales dues à l’effet Doppler
(agitation thermique). Les mesures des largeurs Doppler des raies impliquaient des
températures nettement plus élevées que celles trouvées théoriquement en ne tenant
compte que de la recombinaison radiative. Ceci pouvait suggérer que le coefficient
de taux de recombinaison était sous-estimé. Pour cela, A. Burgess [14, 15, 16, 17, 18]
avait proposé d’inclure un deuxième processus de recombinaison qui est la recom-
binaison diélectronique. Bien après, il a été montré que ce dernier processus est
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dominant aux hautes températures dans les plasmas de faibles densités qui le cas
de la couronne solaire et des restes de Supernovae. L’inclusion de la recombinaison
diélectronique a permis de lever le désaccord entre la température Te de la couronne
solaire mesurée par l’élargissement Doppler et celle calculée.
La recombinaison diélectronique s’effectue en deux étapes qui sont les suivantes :

1. Capture diélectronique : la capture diélectronique (aussi appelée capture non-
radiative) est le processus inverse de l’autoionisation. Un électron libre rentre
en collision avec un ion Xz+ à une énergie cinétique juste en dessous du seuil
d’excitation d’une transition de résonance et forme un état doublement excité :
X(z−1)+∗∗, au-dessus de la première limite d’ionisation de l’ion X(z−1)+. C’est
la première étape de l’ensemble du processus de recombinaison diélectronique.

Xz+ + e− −→ X(z−1)+∗∗

Si l’autoionisation suit, le système retourne à son état original et aucune re-
combinaison n’aura eu lieu (voir la Fig 3.1).

X(z−1)+∗∗ −→ Xz+ + e−

2. Stabilisation radiative : alternativement (voir la Fig 3.2) l’état autoionisant
X(z−1)+∗∗ a la possibilité de se désexciter par transition radiative spontanée
de l’ion doublement excité vers un état situé au-dessous de la première limite
d’ionisation X(z−1)+∗. Ce processus de stabilisation dans l’ion X(z−1)+ résulte
en l’émission d’une raie définie comme le satellite (hν) de la transition parente
(hν0) (raie de résonance ou permise) de l’ion Xz+.

X(z−1)+∗∗ −→ X(z−1)+∗ + hν

C’est le processus de stabilisation radiative qui rend la recombinaison diélec-
tronique effective. Les raies satellites sont observées dans le spectre des ions
avec Z ≥ 10. Le rapport de l’intensité des raies satellites et de celle des raies
de résonance est essentiellement dépendant de la température et dans certains
cas de la densité électronique. Finalement, lorsque la transition de stabilisation
prend place, l’état une seule fois excité cascade vers le niveau fondamental :

X(z−1)+∗ −→ X(z−1)+ + hν ′ + hν ′′

Pour de plus amples détails sur la recombinaison diélectronique, il convient de
consulter l’article-revue de Dubau et Volonté (1980) [19].
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Figure 3.1 – Capture diélectronique (capture d’un électron sur un niveau auto-
ionisant X(z−1)+∗∗ (niveau a du type 2pnl) situé au-dessus de la premiére limite
d’ionisation de l’ion X(z−1)+) suivie immédiatement par une autoionisation (proces-
sus non radiatif). Dans ce diagramme X(z−1)+ et Xz+ correspondent respectivement
à des ions héliumoïdes et hydrogénoïdes.
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Figure 3.2 – Capture diélectronique (capture d’un électron sur un niveau auto-
ionisant X(z−1)+∗∗ (niveau a du type 2pnl) situé au-dessus de la première limite
d’ionisation de l’ion X(z−1)+) suivie de stabilisation radiative et de cascades radia-
tives. La transition émettant le photon d’énergie hν (dans X(z−1)+) est appelée la
raie satellite de la raie "parente" (raie de résonance ou permise) d’énergie hν0 de
l’ion Xz+.
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3.3.6 Les processus intervenant dans la formation du continu

3.3.6.1 Transition libre-libre (free-free)

L’émission libre-libre est produite lorsqu’un électron libre interagit avec une par-
ticule chargée et produit une transition d’un niveau d’énergie i vers un niveau j en
libérant un photon d’énergie hν. Ce phénomène s’appelle aussi "Bremsstrahlung" ou
"rayonnement de freinage".

Xz+ + e−(i) −→ Xz+ + e−(j) + hν

où, en tenant compte de la conservation de l’énergie, hν est donné par :

hν = me

2
(v2

i − v2
j )

3.3.6.2 Transition libre-lié (free-bound)

La transition libre-lié correspond au processus de recombinaison radiative qui a
été déjà décrit.

3.3.6.3 Transition à deux-photons

L’émission deux-photons peut-être importante pour les ions hydrogénoïdes et
héliumoïdes et se produit lors de la désexcitation du niveau métastable 2s 2S1/2 vers
le niveau fondamental 1s 2S1/2 pour H, et du niveau métastable 1s2s 1S0 vers le niveau
fondamental 1s2 1S0 pour He.

3.4 L’équilibre d’ionisation

A l’équilibre d’ionisation, les ionisations de chaque espèce ionique sont compen-
sées par des recombinaisons.

Ionisation = Recombinaison

N z+∑ne × Pion = N (z+1)+∑ne × αrec (3.13)

où ∑Ne ×Pion inclut la somme de tous les taux de processus d’ionisation du plasma
et ∑Ne ×αrec la somme de tous les taux de processus de recombinaison du plasma.
La résolution de l’équation 3.13 permet de déterminer l’abondance relative des ions
N z+ (appelée également fraction ionique).
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Chapitre 4

Polarisation linéaire des raies
d’émission X des ions héliumoïdes

4.1 Introduction

Les études sur la polarisation ont joué un rôle important dans la science comme
un outil pour comprendre des phénomènes naturels. Dans le domaine de la physique
des collisions atomiques, la polarisation des photons et des électrons émergeant de la
zone de la collision sont en plusieurs cas étroitement liés à l’évolution dynamique du
système collisionnel. Par conséquent, une compréhension quantitative de l’origine
des polarisations observées et le développement des concepts appropriés pour la
description des processus des émissions ont été un but central des études théoriques
et expérimentales depuis les premiers jours des études des collisions dans les années
1920. En effet durant les années 1925-1935 des travaux expérimentaux e.g. [1, 2] et
théoriques e.g. [3] ont été réalisés sur la polarisation des radiations optiques à partir
des collisions électron-atome pour des cibles comme He, Ne, Na, Hg .... Ces travaux
portaient sur l’excitation d’atomes par un faisceau unidirectionnel d’électrons et se
focalisaient sur la polarisation des raies subséquemment émises qui sont liées au
degré de polarisation (P ) de la radiation émise perpendiculairement au faisceau
incident d’électrons. Le degré de polarisation a été calculé pour la première fois par
Oppenheimer-Penny [4]. Dans cette théorie la probabilité d’excitation du niveau
supérieur et la probabilité de l’émission subséquent du photon polarisé d’un tel état
sont considérés indépendamment.

En 1958, Percival et Seaton [5] avaient publié un travail conséquent ayant permis
un saut qualitatif dans la compréhension des phénomènes de polarisation de rayon-
nement émis par suite des collisions électron-atome. Mentionnons que Fano [6] avait
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introduit un formalisme puissant pour caractériser des états microscopiques d’un
système, celui de la matrice densité, qui convient parfaitement à la description de
l’état de polarisation des photons émis. Ces dernières années, l’étude de la polarisa-
tion de rayonnement X des raies émises par des ions fortement chargés excités par
suite de collisions avec un faisceau directif d’électrons a fait l’objet, de nombreux
travaux théoriques [7, 8, 9, 10]. Ces travaux sont stimulés par des applications po-
tentielles dans les diagnostics spectroscopiques des plasmas de hautes températures
présents dans l’univers ou produits en laboratoire à des fins de fusion thermonu-
cléaire [11, 12], dans lesquels des électrons énergétiques ayant des distributions de
vitesses anisotropes sont générés. La réalisation depuis 1988 des expériences de colli-
sions électron-ion utilisant des machines désignées EBIT (Electron Beam Ion Trap)
a également incité les théoriciens à approfondir leurs recherches sur la polarisation
des raies X [13, 14].

4.2 Détermination théorique du degré de polari-

sation linéaire

Le rayonnement émis par un atome ou ion par suite de collisions avec un faisceau
unidirectionnel d’électrons est en général polarisé et son intensité a une distribution
angulaire anisotrope. Ces propriétés de polarisation et d’anisotropie du rayonnement
résultent du peuplement inégal des différents sous-niveaux magnétiques MJ du ni-
veau supérieur de la transition observée [5]. En admettant que les spins des électrons
incidents sont orientés aléatoirement, l’inégalité de population des sous-niveaux ma-
gnétiques ne résulte que de l’anisotropie géométrique imposée au processus d’exci-
tation par la direction privilégiée définie par le faisceau incident d’électrons.

En raison de la symétrie de révolution du système autour de la direction du
faisceau d’électrons, les sections efficaces d’excitation des sous-niveaux magnétiques
MJ et −MJ sont identiques. Donc, la sélectivité de peuplement des sous-niveaux ne
concerne que ceux de différents | MJ |. Cet alignement des sous-niveaux conduit à
une polarisation de type linéaire de la raie subséquemment émise. Le degré de pola-
risation linéaire dépend de l’énergie et la densité des électrons incidents ainsi que du
type de transition radiative impliquée [5]. Notons que si le faisceau d’électrons est
initialement polarisé longitudinalement, le processus d’excitation directive des ions
perd la propriété d’invariance par rapport à toute réflexion dans le plan normal à la
direction du faisceau d’électrons. Ceci implique que l’excitation des sous-niveaux ma-
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Figure 4.1 – Schéma indicatif de la direction de deux composantes de polarisation.

gnétiques MJ et −MJ n’est plus nécessairement équiprobable. Il se produit ce qu’on
appelle une orientation du niveau excité, qui conduit à une émission de radiation en
outre polarisée circulairement [15].

Expérimentalement, le degré de polarisation linéaire P est défini par le rapport :

P =
I∥ − I⊥

I∥ + I⊥
(4.1)

où I∥ et I⊥ sont les intensités de radiation émises avec le vecteur du champ élec-
trique parallèle et perpendiculaire au plan méridien, c’est à dire le plan formé par
la direction du faisceau d’électrons et celle de détection de la radiation.

4.2.1 Matrice densité de polarisation du photon

Soit ρA l’opérateur densité qui caractérise les états excités des ions immédia-
tement après la collision, il contient tous les détails sur l’excitation collisionnelle
électronique. Soit Ji, le moment angulaire du système atomique excité et Mi sa
projection suivant la direction des électrons incidents qui est prise comme l’axe de
quantification [9, 10]. Un système d’atomes qui a été excité de manière isotrope
est peuplé statistiquement entre les différents sous-niveaux magnétiques, le rayon-
nement émis dans la désexcitation d’un niveau est isotrope et non polarisé [7]. Par
contre, il est bien connu que le rayonnement émis après excitation par un processus
axialement symétrique est partiellement et linéairement polarisé, l’excitation ayant
produit un alignement.
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Soit Jf , le moment angulaire final du système atomique après la désexcitation
spontanée et Mf sa projection le long de l’axe de quantification. Soit |

−→
k λ⟩ la

fonction d’onde décrivant l’état du photon émis,
−→
k désigne le vecteur d’onde du

photon et λ son hélicité (λ = ±1). La notion d’état d’hélicité a été introduite par
Jacob et Wick [16], elle représente la projection du moment angulaire total du photon
sur sa direction de propagation. Or puisque la composante du moment angulaire
orbital du photon sur la direction du photon est nulle, l’hélicité représente aussi la
projection du spin du photon le long de

−→
k . Le spin du photon étant identifié à 1, λ

ne peut prendre que la valeur −1 ou +1, λ = 0 ne peut exister à cause de la nature
transverse des ondes électromagnétiques.

Les éléments de la matrice densité ρf qui décrit le système total d’ions et photons
émis s’écrivent sous la forme :

⟨∆f Jf Mf ,
−→
k λ | ρf | ∆f Jf M

′
f ,

−→
k λ′⟩ (4.2)

La matrice densité de polarisation du photon ρ ph est la seule à nous intéresser
puisque seuls les photons émis sont analysés. Elle est obtenue en prenant les éléments
de matrice de l’opérateur densité total ρf qui sont diagonaux suivant le nombre
quantique magnétique Mf des ions inobservés et sommant ces éléments sur toutes
les valeurs de Mf [6] :

ρ ph
λλ′ = ⟨

−→
k λ | ρph |

−→
k λ′⟩

=
∑
Mf

⟨∆f Jf Mf ,
−→
k λ | ρf | ∆f Jf Mf ,

−→
k λ′⟩ (4.3)

Si V désigne l’opérateur décrivant la relaxation des ions excités par émission spon-
tanée, nous avons :

ρf = V ρA V + (4.4)

En appliquant doublement la relation de fermeture à (4.3) tout en y insérant (4.4),
on a :

ρph
λλ′ =

∑
Mf Mi M ′

i

⟨∆f Jf Mf ,
−→
k λ | V | ∆i Ji Mi, 0⟩

⟨∆i Ji Mi | ρA | ∆i Ji M
′
i⟩⟨∆i Ji M

′
i , 0 | V + | ∆f Jf Mf ,

−→
k λ′⟩ (4.5)

où | ∆i Ji Mi, 0⟩ est le produit de l’état de l’ion | ∆i Ji Mi⟩ et l’état du vide électro-
magnétique.

Du fait de la symétrie axiale du processus d’excitation collisionnelle et du choix
de l’axe de quantification colinéaire à cet axe de symétrie, les ions excités sont
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alors dans une superposition incohérente des états | ∆i Ji Mi⟩ ce qui implique que
la matrice ρA est diagonale dans la base | ∆i Ji Mi⟩. Par conséquent, l’élément de
matrice ⟨∆i Ji Mi | ρA | ∆i Ji Mi⟩ représente la population N(∆i Ji Mi) du sous-
niveau magnétique | ∆i Ji Mi⟩ [7].

En introduisant la notation :

Afi(
−→
k λ) = ⟨∆f Jf Mf ,

−→
k λ | V | ∆i Ji Mi, 0⟩ (4.6)

qui représente la probabilité qu’un photon polarisé d’hélicité λ se propageant suivant
−→
k soit émis pendant que l’ion subit la transition | ∆i Ji Mi⟩ →| ∆f Jf Mf⟩, l’équation
(4.5) peut s’écrire comme :

ρ ph
λλ′ =

∑
Mf Mi

N(∆i Ji Mi)Afi (
−→
k λ)A∗

fi(
−→
k λ′) (4.7)

Comme l’axe de quantification est pris suivant la direction des électrons incidents
(en vue de rendre plus simple le problème de collision), il faut effectuer une rotation
permettant de passer du repère d’observation du photon défini par

−→
k au repère

défini par l’axe OZ. L’orientation de
−→
k est spécifiée par l’angle polaire θ et l’angle

azimuthal φ. Si j dénote le moment angulaire du photon et m sa projection par
rapport à l’axe de quantification, en utilisant l’élément de matrice de rotation [7]
D

(j)
λm(k̂) ≡ D

(j)
λm(φ, θ, 0) ≡ d

(j)
λm(θ)eimφ, l’amplitude de probabilité définie dans la

direction de quantification sera donnée par :

Afi(
−→
k λ) =

∑
j m

(2j + 1
4π

)1/2
A(j)D(j)

λm(k̂)(−1)m⟨∆f Jf Mf | Qj
−m | ∆i Ji Mi⟩ (4.8)

où Qj
−m indique l’opérateur moment multipolaire électrique ou magnétique de l’ion

et A(j) est un facteur multiplicatif dépendant du type de la radiation, qui se simplifie
lors du calcul de la polarisation.
En appliquant le théorème de Wigner-Eckart [10], l’élément de matrice de Qj

−m dans
l’équation (4.8) s’écrit :

⟨∆fJfMf | Qj
−m | ∆iJiMi⟩ = (−1)Jf −Mf

 Jf j Ji

−Mf −m Mi


× ⟨∆f Jf ∥ Qj ∥ ∆i Ji⟩ (4.9)

où

 Jf j Ji

−Mf −m Mi

 désigne un symbole 3j et ⟨∆f Jf ∥ Qj ∥ ∆i Ji⟩ est un

élément de matrice réduit.
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Figure 4.2 – Géométrie de la détection du rayonnement de désexcitation des ions
[10].

Le système d’équations (4.8), (4.9) injecté successivement dans (4.7) permet
d’écrire :

ρ ph
λλ′ =

∑
MiMf

N(∆i Ji Mi)
∑

j j′ m m′
D

(j)
λm(k̂)D(j′)∗

λ′m′(k̂)(−1)m+m′
A(j)A∗(j′)

× ⟨∆f Jf ∥ Qj ∥ ∆i Ji⟩⟨∆f Jf ∥ Qj′ ∥ ∆i Ji⟩∗

× (−1)2Jf −2Mf

 jf j Ji

−Mf −m Mi


 Jf j′ Ji

−Mf −m′ Mi

 (4.10)

On peut noter que ρ ph
λλ′ est nul si m ̸= m′ compte tenu des règles de sélection sur

les deux symboles 3j. On peut appliquer dans (4.10) la relation de composition des
matrices de rotation qui s’écrit comme [17] :

D
(j)
λm(k̂)D(j′)∗

λ′m (k̂) = (−1)λ′−m
∑

J M M ′
(2J + 1)

 j j′ J

λ −λ′ M ′


×

 j j′ J

m −m M

D(J)∗

M ′M(k̂) (4.11)
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Si on considère le symbole 3j

 j j′ J

m −m M

 présent dans l’équation (4.11), les

éléments de la matrice de densité de polarisation des photons s’annulent si le nombre
quantique M est non nul, ce qui était d’ailleurs prévisible du fait de la symétrie axiale
[7, 18]. En effet, les états excités étant axialement symétriques par rapport à la di-
rection du champ magnétique, le rayonnement émis doit être axialement symétrique
par rapport à cette direction et donc ρph

λλ′ ne doit pas dépendre de l’angle azimuthal
φ, celui-ci étant contenu dans le coefficient eiMφ puisque D(J)

M ′M(K̂) = d
(J)
M ′M(θ)eiMφ.

En utilisant la relation fondamentale des symboles 6j en fonction des 3j [17] :

∑
Mf m

 Jf j Ji

−Mf −m Mi


 Jf j′ Ji

−Mf −m Mi


 j j′ J

m −m 0


× (−1)−m+2Jf −2Mf = (−1)j′−j+2Ji−Jf −Mi

 J Ji Ji

0 −Mi Mi


 J Ji Ji

Jf j j′


(4.12)

on obtient l’expression de ρph
λλ′ suivante :

ρph
λλ′ =

∑
Mi

N (∆i Ji Mi)
∑

j j′ J M ′
(−1)λ′(2J + 1)

 j j′ J

λ −λ′ M ′

 (−1)−Mi+J−Jf

×

 J Ji Ji

0 −Mi Mi


 J Ji Ji

Jf j j′

D(J)∗

M ′0(k̂)A(j)A∗(j′)

× ⟨∆f Jf ∥ Qj ∥ ∆i Ji⟩ ⟨∆f Jf ∥ Qj′ ∥ ∆i Ji⟩∗ (4.13)

Il n’est pas inutile de remarquer que :

∑
Mi

N (∆i Ji Mi)

 J Ji Ji

0 −Mi Mi

 = 0 (4.14)

quel que soit J impair en raison des propriétés de symétrie des symboles 3j et
en tenant compte du fait que les états excités N (∆i Ji Mi) et N (∆i Ji −Mi) sont
également peuplés. Seul donc subsistent au niveau de la sommation sur J dans ρph

λλ′ ,
les termes avec J pair. De plus comme on s’intéresse à des transitions dipolaires et
quadrupolaires pures la sommation dans (4.13) sur j et j′ se réduit à δjj′ . Souvent
si le rayonnement provient d’une transition permise par dipôle électrique, on ne
retiendra que celui-ci : le quadrupôle magnétique, s’il est aussi permis par les règles
de sélections, est négligeable. De même, si le rayonnement émerge d’une transition
permise par quadrupôle électrique et par dipôle magnétique, on ne tient compte que
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du dipôle magnétique [18]. La dépendance angulaire des éléments ρph
λλ′ est donnée

par les harmoniques sphériques puisque :

D
(J)∗

M ′0(φ, θ, 0) =
√

4π
2J + 1

Y −M ′

J (θ) (4.15)

On obtient finalement comme expression pour les éléments de la matrice densité de
polarisation des photons à une constante multiplicative près :

ρph
λλ′ = (−1)λ′ | ⟨∆f Jf ∥ Qj ∥ ∆i Ji⟩ |2

∑
Mi

N (∆i Ji Mi) (−1)−Mi+2Ji−Jf

×
∑

J pair

 j j J

λ −λ′ M ′


 J Ji Ji

0 −Mi Mi


 J Ji Ji

Jf j j


√

2J + 1 Y −M ′

J (θ)

(4.16)

Sachant que [17] :  j j J

1 −1 0

 =

 j j J

−1 1 0

 (4.17)

J devant être pair, on a ρph
11 = ρph

−1−1. Donc les probabilités de trouver un photon du
rayonnement détecté dans les états d’hélicité λ = 1 et λ = −1 respectivement sont
égales [18]. L’expression de ρph

11 est :

ρph
11 = − | ⟨∆f Jf ∥ Qj ∥ ∆i Ji⟩ |2

∑
Mi

N (∆i Ji Mi) (−1)Jf −Mi
∑

J pair

 j j J

1 −1 0


×

 J Ji Ji

0 −Mi Mi


 J Ji Ji

Jf j j


√

2J + 1 Y 0
J (θ) (4.18)

De même sachant que [17] : j j J

1 1 −2

 =

 j j J

−1 −1 2

 (4.19)

J étant pair et Y 2
J (θ, 0) = Y −2

J (θ, 0), on a ρph
1−1 = ρph

−11. L’expression de ρph
1−1 est :

ρph
1−1 = − | ⟨∆f Jf ∥ Qj ∥ ∆i Ji⟩ |2

∑
Mi

N (∆i Ji Mi) (−1)Jf −Mi
∑

J pair

 j j J

1 1 −2


×

 J Ji Ji

0 −Mi Mi


 J Ji Ji

Jf j j


√

2J + 1 Y 2
J (θ, 0) (4.20)

Afin de décrire l’état de polarisation du photon, il est plus commode d’expliciter la
matrice densité en fonction des paramètres de Stokes [10, 18, 19] :

ρph = I

2

 1 + η2 −η3 + i η1

−η3 − i η1 1 − η2

 (4.21)
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où I est l’intensité totale du faisceau de photons, elle est reliée à la somme des
éléments diagonaux de ρph par la condition de normalisation :

I = Tr ρph = ⟨1 | ρph | 1⟩ + ⟨−1 | ρph | −1⟩ (4.22)

Considérons un repère XYZ avec l’axe Z colinéaire à
−→
k et les axes X et Y, arbitraires,

perpendiculaires à
−→
k . Le vecteur de polarisation du rayonnement émis est situé sur

le plan XY. Désignons par I(α) l’intensité transmise par un polariseur dont l’axe de
transmission est orienté suivant un angle α par rapport à l’axe X. Alors η3 représente
la polarisation linéaire suivant les axes X et Y [19] :

η3 = I(0◦) − I(90◦)
I

(4.23)

et η1 représente la polarisation linéaire suivant les directions formant un angle de
45◦ avec les axes X et Y respectivement :

η1 = I(45◦) − I(135◦)
I

(4.24)

η2 est le degré de polarisation circulaire :

η2 = I+ − I−

I
(4.25)

où I+ et I− sont les intensités de rayonnement transmises par des filtres qui ne
transmettent que les rayonnements polarisés circulairement droite et gauche.

Le degré de polarisation P du rayonnement émis est défini par [19] :

P =
√
η2

1 + η2
2 + η2

3 (4.26)

Pour un faisceau de photons non polarisé, les trois paramètres de Stokes η1, η2 et η3

sont nuls et P = 0 ; la matrice densité correspondante prend la forme suivante :

ρph = I

2

 1 0
0 1

 (4.27)

et si le faisceau de photon émis est tel que P = 1, on dit qu’il est dans un état pur
de polarisation [18].

On peut maintenant déduire les relations entre les paramètres de Stokes et les
éléments de la matrice densité

ρph =

 ρph
11 ρph

1−1

ρph
−11 ρph

−1−1

 (4.28)
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Par identification à (4.21), on a :

Iη2 = ρph
11 − ρph

−1−1 = 0 (4.29)

donc η2 = 0, ce qui signifie que le degré de polarisation circulaire est nul, c’est à dire
le rayonnement émis est composé de photons dans les deux états d’hélicité avec une
intensité égale. D’autre part,

Iη1 = −i (ρph
1−1 − ρph

−11) = 0 (4.30)

le paramètre η1 est donc nul. Il ne subsiste que

Iη3 = −ρph
1−1 − ρph

−11 = −2ρph
1−1 (4.31)

soit

η3 = −ρph
1−1

ρph
11

(4.32)

L’intensité de la radiation émise suivant l’angle θ est alors donnée, à un facteur
multiplicatif près, par :

I(∆i Ji → ∆f Jf ; θ) =| ⟨∆f Jf ∥ Qj ∥ ∆i Ji⟩ |2
∑
Mi

N(∆i Ji Mi)(−1)Jf −Mi

×
∑

J pair

 j j J

1 −1 0


 J Ji Ji

0 −Mi Mi


 J Ji Ji

Jf j j


√

2J + 1 Y 0
J (θ)

(4.33)

En substituant (4.18) et (4.20) dans (4.32), le degré de polarisation de la radiation
émise s’exprime en fonction des populations des sous-niveaux magnétiques supérieurs
par :

P (∆i Ji → ∆f Jf ; θ) = η3 = A

B
(4.34)

avec :

A =
∑

Mi J pair≥2
N (∆i Ji Mi) (−1)Jf −Mi

 j j J

1 1 −2


 J Ji Ji

0 −Mi Mi


×

 J Ji Ji

Jf j j


√

2J + 1 Y 2
J (θ, 0)

et

B =
∑

Mi J pair
N (∆i Ji Mi) (−1)1+Jf −Mi

 j j J

1 −1 0


 J Ji Ji

0 −Mi Mi


×

 J Ji Ji

Jf j j


√

2J + 1 Y 0
J (θ)
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où θ, rappelons le, est l’angle entre la direction de l’émission radiative et l’axe de
quantification qui est, soit la direction des électrons si on est en présence de faisceaux
directifs, soit la direction du champ magnétique si on a une distribution angulaire
d’électrons admettant cette direction comme axe de symétrie.

La polarisation du rayonnement émis n’éxiste que dans la mesure où il y a une
déviation au peuplement statistique des sous-niveaux Zeeman. Si le moment angu-
laire Ji du niveau supérieur est nul alors P = 0 : quel que soit le rayonnement émis
d’un niveau de moment angulaire nul, celui-ci sera non polarisé.

4.2.2 Degré de polarisation linéaire des raies

4.2.2.1 Cas des transitions dipolaires (E1 et M1)

Le degré de polarisation des raies associées à des transitions dipolaires électriques
ou magnétiques s’obtient à partir de (4.34) en y mettant j = 1 et en remplaçant les
expressions explicites des harmoniques sphériques et les valeurs de symboles 3j :

P (∆i Ji → ∆f Jf ; θ) = ± A′

B′ (4.35)

avec :

A′ =
∑
Mi

N (∆i Ji Mi) (−1)Jf −Mi

 2 Ji Ji

0 −Mi Mi


 1 1 2
Ji Ji Jf


√

15
2
√

2
sin2 θ

et

B′ = N (∆i Ji)
(−1)2Ji

3(2Ji + 1)
−
∑
Mi

N (∆i Ji Mi) (−1)Jf −Mi

 2 Ji Ji

0 −Mi Mi


×

 1 1 2
Ji Ji Jf


√

5
2
√

6
(3 cos2 θ − 1)

Dans l’équation (4.35) le signe + s’applique pour les transitions E1, alors que le
signe − s’applique pour les transitions M1.

Pour la transition Ji = 1 → Jf = 0, le symbole 6j

 1 1 2
Ji Ji Jf

 vaut 1
3 .

Si Jf est non nul, on peut montrer que

 1 1 2
Ji Ji Jf

 prend une valeur strictement

inférieure à 1/3. Il en résulte, en général, une diminution dans le degré de polarisation
[7, 18]. Physiquement, on peut comprendre cela comme suit.
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Si Jf est nul, tous les ions finissent dans le même état | Jf = 0Mf = 0⟩. Si
par contre, Jf est non nul, les ions concernés se désexcitent dans des états différents
| Jf Mf = −Jf , ...,+Jf⟩. Une réduction du degré de polarisation en découle, qui est
d’autant plus forte, en principe, que Jf est grand, du fait que la polarisation finale

des ions n’est pas observée. Le coefficient

 1 1 2
Ji Ji Jf

 représente donc un facteur

de dépolarisation lié au fait que la polarisation finale des ions est inobservée [7, 18].

4.2.2.2 Cas des transitions quadrupolaires (E2 et M2)

De la même manière, le degré de polarisation pour des transitions quadrupolaires
électriques ou magnétiques s’obtient à partir de (4.34) en y mettant j = 2 :

P (∆i Ji → ∆f Jf ; θ) = ± A′′ +B′′

C
(4.36)

avec :

A′′ = − 3
√

5
2
√

14

 2 2 2
Ji Ji Jf

 sin2 θ
∑
Mi

(−1)Jf −Mi

 2 Ji Ji

0 −Mi Mi

N (∆i Ji Mi)

B′′ = 3
√

5
2
√

14

 2 2 4
Ji Ji Jf

 sin2 θ (7 cos2 θ − 1)

×
∑
Mi

(−1)Jf −Mi

 4 Ji Ji

0 −Mi Mi

N (∆i Ji Mi)

et

C = N (∆i Ji)
(−1)2Ji

5(2Ji + 1)
−

√
5

2
√

14

 2 2 2
Ji Ji Jf

 (3 cos2 θ − 1)

×
∑
Mi

(−1)Jf −Mi

 2 Ji Ji

0 −Mi Mi

N (∆i Ji Mi)

− 3
2
√

5 × 14

 2 2 4
Ji Ji Jf

 (35 cos4 θ − 30 cos2 θ + 3)

×
∑
Mi

(−1)Jf −Mi

 4 Ji Ji

0 −Mi Mi

N (∆i Ji Mi)

Dans l’équation (4.36) le signe (+) s’applique pour les transitions E2, alors que le
signe (−) s’applique pour les transitions M2.
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4.3 Distribution angulaire du rayonnement mul-

tipolaire de raies

L’intensité d’une raie spectrale due à la transition d’un niveau supérieur j vers
un niveau inférieur i dans un atome (ou ion) X est donnée par la relation suivante :

I(j → i) = Nj A(j → i) hν (4.37)

oùNj désigne la densité des atomesX dans le niveau supérieur j (en cm−3), A(i → j)
est la probabilité de transition radiative spontanée de j vers i (en s−1) et hν est
l’énergie du photon émis lors de la transition (en eV). Mentionnons que l’équation
précédente est valable dans le cas où le plasma est optiquement mince, ce qui signifie
que le transfert radiatif est négligeable.

L’étude des raies X émises par un plasma chaud présente un grand intérêt non
seulement parce que de tels types de rayonnement contribuent appréciablement aux
pertes d’énergie du plasma, mais aussi parce que leurs intensités et profils peuvent
être utilisés en vue de diagnostiquer l’état du plasma. Bien que les probabilités
de transition radiative permise (dipolaire électrique) soient considérablement plus
grandes que les probabilités de transition radiative interdite (dipolaires magnétiques,
quadrupolaires électriques et magnétiques), les raies correspondantes à ces différents
types de transitions peuvent avoir des intensités tout à fait comparables, surtout
pour les plasmas de faibles densités où le dépeuplement des niveaux excités s’ef-
fectue essentiellement par déclin radiatif spontané. Les raies interdites ont d’autant
plus d’importance que les ions émissifs considérées sont hautement chargés puisque
les probabilités de transitions croissent comme Z10 pour les dipôles magnétiques,
Z8 pour les quadrupôles magnétiques et seulement comme Z4 pour les dipôles élec-
triques [20].

La distribution angulaire de la radiation émise lors d’une transition △iJi → △fJf

permise par un seul multipôle π j (π ≡ E ou M ) suivant un angle d’observation θ

par rapport à l’axe de quantification s’écrit sous la forme suivante :

I(θ) = ρph
11(θ) + ρph

−1−1(θ)

= 2ρph
11(θ)

= 2(2Ji + 1)
∑

Kpair

√
2K + 1 Y 0

K(θ, 0)
∑
Mi

NMi
(−1)Jf −Mi

 K Ji Ji

0 −Mi Mi


× (2j + 1)

 K j j

0 1 −1


 K Ji Ji

Jf j j

Aπ(△iJi → △fJf ) (4.38)
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ρph
11(θ) représentent les éléments diagonaux de la matrice densité de polarisation de

photons, suivant l’angle d’observation θ, dans l’état d’hélicité λ = 1, Y 0
K(θ, 0) sont les

harmoniques sphériques, NMi
est la population du sous-niveau Mi et Aπ représente

la probabilité de transition radiative du niveau △iJi vers le niveau △fJf .

> Pour une distribution dipolaire où j= 1, on aura

I(θ) = −Aπ1
∑
Mi

NMi
+ 5(2Ji + 1) P2(cos θ)

∑
Mi

NMi
(−1)Jf −Mi

×

 2 Ji Ji

0 −Mi Mi


√

3
10

 2 Ji Ji

Jf 1 1

Aπ1 (4.39)

avec P2(cos θ) est le polynôme de Legendre d’ordre 2.
Comme les symboles 6j et 3j sont respectivement reliés aux coefficients de Racah
et aux coefficients de Clebsch-Gordan, l’équation (4.39) peut s’écrire sous la forme :

I(θ) =
∑
Mi

NMi
−
√

15
2

(−1)Jf −Mi

√
2Ji + 1 P2 (cos θ)

×W (1 1 Ji Ji; 2Jf )
∑
Mi

NMi
C2 Ji Ji

0 Mi Mi
(4.40)

où W (1 1 Ji Ji; 2Jf ) sont les coefficients de Racah et C2 Ji Ji
0 Mi Mi

sont les coefficients
de Clebsch-Gordan. En écrivant l’équation (4.40), le facteur multiplicatif −Aπ1 dans
le membre de droite de l’équation (4.39) a été supprimé. Ceci car, comme il sera vu
plus tard, I(θ) est normalisé de telle sorte que sa moyenne angulaire correspond à
la population du niveau supérieur de la raie.

> Pour une distribution quadrupolaire où j= 2, on obtient

I(θ) = −Aπ2
∑
Mi

NMi
+ 5(2Ji + 1) P2(cos θ)

∑
Mi

NMi
(−1)Jf −Mi

×

 2 Ji Ji

0 −Mi Mi


√

5
14

 2 Ji Ji

Jf 2 2

Aπ2 + 9(2Ji + 1) P4(cos θ)

×
∑
Mi

NMi

 4 Ji Ji

0 −Mi Mi

 2
3

√
10
7

 4 Ji Ji

Jf 2 2

Aπ2 (4.41)
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Cette équation s’écrit en terme de coefficients de Racah et coefficients de Clebsch-
Gordan de la manière suivante :

I(θ) =
∑
Mi

NMi
−
√

5
14

(−1)Jf −Ji

√
2Ji + 1

×
∑
Mi

NMi
5 P2(cos θ) W (2 2 Ji Ji; 2Jf ) C2 Ji Ji

0 Mi Mi

+
∑
Mi

NMi
12 P4(cos θ) W (2 2 Ji Ji; 4Jf ) C4 Ji Ji

0 Mi Mi
(4.42)

Pour les trois raies w, y et z, qui sont de type dipolaire et correspondent à la
transition Ji = 1 → Ji = 0, la distribution angulaire s’écrit sous la forme :

I(θ) = (N0 + 2N1) −
√

15
2

(−1)
√

3 P2(cos θ) W (1 1 1 1; 20)

×
∑
Mi

NMi
C2 1 1

0 Mi Mi
(4.43)

D′après [17] , on a :



W (1 1 1 1; 20) = 1
3

et∑
Mi
NMi

C2 1 1
0 Mi Mi

= N0C
2 1 1
0 0 0 + 2N1C

2 1 1
0 0 0 =

√
2
5

(N1 −N0)

L’équation (4.43) se réduit alors à :

I(θ) = (N0 + 2N1) + (N1 −N0) P2(cos θ) (4.44)

avec P2(cos θ) = 1
2

(3 cos2 θ − 1). La valeur moyenne de cette distribution angulaire
s’écrit comme suit :

⟨I⟩ = 1
2

∫ π

0
I(θ) sin θ dθ = 1

2
(N0 + 2N1)

∫ π

0
sin θ dθ = N0 + 2N1 (4.45)

sachant que
∫ π

0 P2(cos θ) sin θ dθ = 0. En insérant l’équation (4.45) dans l’équation
(4.44) on obtient :

I(θ)
⟨I⟩

= 1 + N1 −N0

N0 + 2N1

1
2

(3 cos2 θ − 1) (4.46)

Il serait commode de faire intervenir le degré de polarisation de la raie en question.
Dans le cas de la raie w qui est de type dipolaire électrique (E1), son degré de
polarisation à 90◦ est donné par :

Pw = N0 −N1

N0 +N1
(4.47)

En substituant cette dernière équation dans l’équation (4.46), il vient :

Iw(θ)
⟨Iw⟩

= 1 − Pw cos2 θ

1 − Pw

3

(4.48)
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De la même manière, on obtient pour la raie y qui est aussi une raie dipolaire
électrique :

Iy(θ)
⟨Iy⟩

= 1 − Py cos2 θ

1 − Py

3

(4.49)

Dans le cas de la raie z qui est de type dipolaire magnétique (M1), son degré de
polarisation à 90◦ est donné par :

Pz = N1 −N0

N0 +N1
(4.50)

L’équation (4.46) devient en fonction de Pz :

Iz(θ)
⟨Iz⟩

= 1 + Pz cos2 θ

1 + Pz

3

(4.51)

Pour la raie x, qui est quadrupolaire de type magnétique i.e. (M2), et correspond à
la transition Ji = 2 → Ji = 0, la distribution angulaire s’écrit :

Ix(θ) = (N0 + 2N1 + 2N2) −
√

5
14

√
5
∑
Mi

NMi
5 P2(cos θ) W (2 2 2 2; 20) C2 2 2

0 Mi Mi

−
√

5
14

√
5
∑
Mi

NMi
12 P4(cos θ) W (2 2 2 2; 40) C4 2 2

0 Mi Mi
(4.52)

D′après [17] , on a :



W (2 2 2 2; 20) = W (2 2 2 2; 40) = 1
5

P4(cos θ) = 1
8

(35 cos4 θ − 30 cos2 θ + 3)
∑

Mi
NMi

C2 2 2
0 Mi Mi

=
√

2
7

(2N2 −N1 −N0)

∑
Mi

NMi
C4 2 2

0 Mi Mi
= 1

3

√
2
7

(N2 − 4N1 + 3N0)

L’équation (4.52) devient alors :

Ix(θ) = (N0 + 2N1 + 2N2) − 5
14

(3 cos2 θ − 1)(2N2 −N1 −N0)

+ 5
70

(35 cos4 θ − 30 cos2 θ + 3)(N2 − 4N1 + 3N0) (4.53)

De la même manière qu’on l’a démontré précédemment pour la raie w, dans le cas
de la raie x la distribution moyenne ⟨Ix⟩ est égale à ⟨Ix⟩ = N0 + 2N1 + 2N2. Après
avoir effectué toute l’algèbre nécessaire, le rapport de la distribution angulaire sur
la distribution moyenne, pour la raie x, peut s’écrire de la manière suivante :

Ix(θ)
⟨Ix⟩

= 5 [N2(1 − cos4 θ) +N1(1 − 3 cos2 θ + 4 cos4 θ) + 3N0 cos2 θ(1 − cos2 θ)]
2(N0 + 2N1 + 2N2)

(4.54)

57



Pour des ions héliumoïdes de numéro atomique Z pas très élevé, on peut faire
l’approximation suivante N0 = 1

3
(4N1 −N2) [18]. L’équation (4.54) se simplifie alors

à :

Ix(θ)
⟨Ix⟩

= 3
2

× (1 + cos2 θ)N1 + (1 − cos2 θ)N2

2N1 +N2
(4.55)

Le degré de polarisation de la raie x à 90◦ est donné par :

Px = N2 −N1

N2 +N1
(4.56)

l’équation (4.55) s’écrit en fonction de la maniéré suivante :

Ix(θ)
⟨Ix⟩

= 1 − Px cos2 θ

1 − Px

3

(4.57)

avec

Px(θ) = − 3N0 sin2 θ cos2 θ +N1(1 − 4 cos2 θ) sin2 θ −N2 sin4 θ

3N0 sin2 θ cos2 θ +N1(1 − 3 cos2 θ + 4 cos4 θ) +N2(1 + cos2 θ) sin2 θ

Mentionnons que, contrairement aux raies dipolaires, l’intensité Ix(θ) ne peut être
explicitement connecté à Px.
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Chapitre 5

Diagnostic en température des
plasmas chauds non-Maxwelliens

5.1 Introduction

Les ions héliumoïdes (He-like) multichargés de numéro atomique 6 ≤ Z ≤ 14
sont très abondants dans des plasmas relativement chauds du fait de la stabilité de
la structure en couche fermée de leur niveau fondamental 1s2 1S0, ce qui nécessite une
quantité d’énergie relativement grande pour qu’ils soient ionisés ou même excités.

Les quatre principales raies en émission (domaine des rayons X : 0.1 − 100 Å)
de ces ions sont les raies de résonance (w : 1s2p 1P1 → 1s2 1S0), d’intercombinaison
(x, y : 1s2p 3P2,1 → 1s2 1S0 respectivement) et interdite (z : 1s2s 3S1 → 1s2 1S0).
Toutes ces raies correspondent aux transitions de la couche n = 2 vers la couche
n = 1 (niveau fondamental). Les règles de sélection ainsi que les définitions de ces
différents types de raies sont explicitées dans le chapitre 3 (Tableau 3.1). Ces quatre
raies sont depuis longtemps largement utilisées comme diagnostics de densité et de
température électronique pour le soleil et ses éruptions et quelques fois pour les
restes de Supernovae et le milieu interstellaire, i.e. pour les plasmas collisionnels. En
effet, Gabriel & Jordan (1969, 1972 et 1973) [1, 2, 3] avaient montré que les rapports
de leurs intensités définis ci-dessous sont sensibles à la densité électronique (rapport
appelé R) et à la température électronique (rapport appelé G) :
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R(ne) = z

(x+ y)
(5.1)

G(Te) = z + (x+ y)
w

(5.2)

Ces diagnostics ont l’avantage que les raies sont émises par un même ion, ce qui
leur permet d’être indépendants de l’abondance des éléments, et par conséquent
d’éliminer un paramètre libre lors des diagnostics.

Du point de vue observationnel, la séparation de ces quatre raies a été récemment
rendu possible dans le cas des plasmas non solaires grâce aux satellites X (Chandra,
XMM-Newton, Astro-E). Ces types de diagnostics pourront être utilisés non seule-
ment pour les plasmas photoionisés (Pradhan (1985) [4], Liedahl (1999) [5], Porquet
et Dubau (2000) [6], Ferouani et Inal (2009) [7]) mais également pour les plasmas
collisionnels (Ness et al. (2001) [8], Ness et al. (2003) [9], Smith et al. (2009) [10]),
et peuvent être utilisés pour les spectres des rayons X issus des plasmas de tokamak
(Källne et al. (1983) [11], Keenan et al. (1989) [12]). Comme on peut les utiliser dans
le cas des spectres obtenus à partir des machines Electron Beam Ion Trap (EBIT)
(Beiersdorfer et al. (1999) [13], Silver al. (2000) [14], Wargelin et al. (2008) [15]).

La plupart des travaux antérieurs consacrés aux rapports d’intensité R et G ont
été réalisés dans l’hypothèse d’un plasma émissif caractérisé par une distribution
de vitesses des électrons libres Maxwellienne. Cette hypothèse n’est pas toujours
valable, notamment dans les plasmas d’éruptions solaires [16] où des faisceaux ani-
sotropes d’électrons sont accélérés à des énergies considérables.

Bedrane et al. (2009) [17] ont étudié théoriquement comment la présence dans
un plasma chaud d’une petite fraction d’électrons directifs et énergétiques peut in-
fluencer sur le rapport d’intensité R pour les ions héliumoïdes de néon Ne8+. Cette
étude a été effectuée pour différentes conditions du plasma caractérisées par la tem-
pérature Te des électrons Maxwelliens qui varie dans l’intervalle 2 − 5 × 106 K, et
par l’énergie d’électrons monoénergétiques (beam) e0 et la fraction f des électrons
directifs qui varient dans les domaines 0.95 − 4 keV et 0 − 10 %, respectivement.

Dans ce travail, nous avons effectué des calculs élaborés du rapport d’intensité
G pour l’ion héliumoïde Ne8+ dans une large gamme de température électronique
variant de 106 à 107 K en appliquant un modèle collisionnel-radiatif qui inclut, à la
fois, la composante (principale) des électrons thermiques Maxwelliens et isotropes
et celle (minoritaire) des électrons suprathermiques monoénergétiques et directifs
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d’énergie e0 variant entre 1.5 et 25 keV. Nous avons pris en considération la po-
larisation et la distribution angulaire anisotrope des raies d’émission, induites par
la composante des électrons suprathermiques dont la proportion est prise inférieure
à 10%. Les calculs ont ainsi été effectués pour différents angles d’émission (θ) par
rapport à la direction du faisceau d’électrons suprathermiques entre 0◦ et 90◦. Il faut
mentionner que dans notre travail nous avons aussi inclus le processus de l’ionisation
de couche interne des ions lithiumoïdes (Li-like) Ne7+ qui contribue à l’intensité de
la seule raie interdite z. Pour cela, nous introduisons le paramètre ρ qui représente
le rapport Ne7+/Ne8+ des abondances relatives des ions lithiumoïdes sur les ions
héliumoïdes qui sont très majoritairement dans leur état fondamental.

5.2 Eléments de théorie

5.2.1 Rapport d’intensité G

Comme il a été vu au chapitre précédent, le rayonnement émis par des ions qui ont
été excités par suite de collisions avec des électrons dont la distribution de vitesses
est axialement symétrique par rapport à un axe OZ est, en général, linéairement
polarisé. Son intensité est spatialement anisotrope mais symétrique par rapport à
ce même axe [18, 19]. Les intensités des raies dipolaires w et y, de type électrique
(E1), et z de type magnétique (M1), correspondant toutes les trois à la transition
Ji = 1 → Jf = 0, qui sont émises suivant une direction définie par l’angle θ par
rapport à l’axe de symétrie OZ, s’écrivent comme suit :

Iw(θ) = ⟨Iw⟩ 1 − Pw cos2 θ

1 − Pw/3
, Iy(θ) = ⟨Iy⟩ 1 − Py cos2 θ

1 − Py/3

et Iz(θ) = ⟨Iz⟩ 1 + Pz cos2 θ

1 + Pz/3
(5.3)

où ⟨Iw,y,z⟩ désigne la valeur moyennée sur 4π (c-à-d ⟨I⟩ = 1/2
∫ π

0 I(θ) sin θ dθ) [20]
et Pw, Py et Pz représentent les degrés de polarisation des raies w, y et z, respecti-
vement, qui s’expriment en fonction des populations des sous-niveaux magnétiques
de leurs niveaux supérieurs par :

Pw = N0,w −N1,w

N0,w +N1,w

, Py = N0,y −N1,y

N0,y +N1,y

et Pz = N1,z −N0,z

N1,z +N0,z

(5.4)
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Par ailleurs, pour la raie x, qui est de type quadrupolaire magnétique (M2) et
correspond à la transition Ji = 2 → Jf = 0, son intensité en fonction de θ est donnée
par [17, 18, 19] :

Ix(θ) = 5
2

⟨Ix⟩
[
3N0,x cos2 θ (1 − cos2 θ) +N1,x (1 − 3 cos2 θ + 4 cos4 θ)

+ N2,x (1 − cos4 θ)
]

×
[
N0,x + 2N1,x + 2N2,x

]−1
(5.5)

L’expression du rapport d’intensité :

G(θ) = Ix(θ) + Iy(θ) + Iz(θ)
Iw(θ)

(5.6)

peut être établie en substituant les deux équations (5.3) et (5.5) dans l’équation
(5.6). Pour estimer les effets d’anisotropie des raies d’émission, il serait approprié de
comparer G(θ), par exemple à θ = 90◦ avec le rapport des intensités moyennées sur
4π :

⟨G⟩ = ⟨Ix⟩ + ⟨Iy⟩ + ⟨Iz⟩
⟨Iw⟩

(5.7)

Pour les ions de petit numéro atomique Z tels que Ne8+, où des déviations au
couplage LS jouent un rôle insignifiant dans l’excitation 1s2 1S0 → 1s2p 3P1, les
intensités des raies x et y ont une dépendance très similaire sur l’angle d’émission
θ, puisque, comme indiqué dans [17], les courbes donnant Ix(θ)/⟨Ix⟩ et Iy(θ)/⟨Iy⟩
en fonction de θ sont très proches les unes aux autres. Mais, les intensités des raies
(x, y) et z peuvent avoir une dépendance différente sur θ, de sorte que le rapport
G(θ) ne peut pas être explicitement reliée à ⟨G⟩. Si l’on note pour chaque raie i (i=
w, x, y ou z), la probabilité de transition radiative par Ai, l’énergie de transition
par ∆Ei et la population totale du niveau supérieur par Ni (Ni = ∑

Mj
NMj ,i), le

rapport ⟨G⟩ est donné par :

⟨G⟩ = Nx Ax ∆Ex +Ny Ay ∆Ey +Nz Az ∆Ez

Nw Aw ∆Ew

(5.8)

5.2.2 Modèle de population des sous-niveaux magnétiques

Il est important de déterminer avec une bonne précision les populations théo-
riques des sous-niveaux magnétiques des différents niveaux excités de Ne+8, afin de
discuter de manière sûre le rapport d’intensité G des raies issues de ces niveaux.

Souvent, les niveaux de la couche n = 2 peuvent être peuplés, en plus de l’excita-
tion directe à partir du niveau fondamental 1 1S0, par cascades radiatives venant des
niveaux supérieurs. Ces cascades qui résultent de l’excitation collisionnelle vers des
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niveaux supérieurs suivie de désexcitation radiative, peuvent contribuer fortement à
la population de certains niveaux n = 2.

Etant intéressé dans ce travail par un large domaine de température, nous avons
donc calculé les populations des différents sous-niveaux magnétiques des configura-
tions 1s2s et 1s2p de l’ion Ne+8 dans le cadre du modèle collisionnel-radiatif qui
inclut les 117 états associés aux configurations électroniques 1 s2, 1s2l, 1s3l et 1s4l.
Il y a lieu de mentionner que l’inclusion des états 1snl avec n ≥ 5 est attendu avoir
un effet insignifiant. Ces populations s’obtiennent en résolvant un système d’équa-
tions d’équilibre statistique, dans lequel chaque équation qui entre implicitement
dans l’équation (5.6) exprime la population d’un sous-niveau magnétique |αi Ji Mi⟩
donné de la configuration excitée n = 2 de l’ion en fonction des populations des
autres sous-niveaux qui font peupler ce même sous-niveau par des processus soit
collisionnels ou radiatifs. Nous incluons également le processus de l’ionisation de
couche interne 1s des ions lithiumoïdes Ne7+, qui contribue à l’intensité de la seule
raie interdite z. Toutefois, les contributions des populations des niveaux excités grâce
à des processus de recombinaison (radiative et diélectronique) à partir des ions hy-
drogénoïdes (H-like) Ne9+ n’ont pas été prises en compte dans cette étude.

Pour les sous-niveaux magnétiques supérieurs de la raie w, qui sont peuplés
presque entièrement par excitation collisionnelle à partir du niveau fondamental (di-
rectement et via des cascades radiatives), l’équation de taux régissant expressément
leurs populations peut être écrite comme :

NMj ,w Aw = N(1 1S0)ne Ce(1 1S0 → 2 1P1Mj)

+
∑

k

N(αk Jk Mk) ⟨1 1Mj (Mk−Mj)|Jk Mk⟩2 A(αk Jk → 2 1P1) (5.9)

où Ce désigne le coefficient de taux d’excitation collisionnelle et ⟨j1 j2 m1 m2|j m⟩ re-
présente le coefficient de Clebsch-Gordan. Le dernier terme dans le membre de droite
de l’équation (5.9) traduit le peuplement des sous-niveaux magnétiques du niveau
supérieur de la raie w, dû à des cascades à partir des sous-niveaux magnétiques
αk Jk Mk d’énergies supérieures, αk désignant l’ensemble des nombres quantiques
nécessaires pour décrire les états de la cible en plus du moment angulaire total Jk

et sa projection Mk suivant l’axe OZ. On peut admettre que tous les niveaux cas-
cadants déclinent radiativement vers des niveaux inférieurs essentiellement par des
transitions dipolaires électriques (E1). La probabilité de transition E1 entre sous-
niveaux magnétiques individuels peut être déduite à partir de celle entre niveaux,
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auxquels appartiennent ces sous-niveaux à l’aide de l’expression suivante :

A(αk Jk Mk → αj Jj Mj) = ⟨Jj 1Mj (Mk−Mj) | Jk Mk⟩2A(αk Jk → αj Jj) (5.10)

En écrivant le membre de gauche de l’équation (5.9), nous avons pris en compte le
fait que la probabilité A à partir de n’importe quel sous-niveau magnétique αj Jj Mj

vers un niveau inférieur αi Ji est indépendante de Mj et elle est égale à la probabilité
de transition entre les deux niveaux, c’est à dire,

A(αj Jj Mj → αi Ji) = A(αj Jj → αi Ji) (5.11)

Pour les sous-niveaux magnétiques supérieurs de la raie x, l’excitation collision-
nelle à partir du niveau 2 3S1 peut apporter une contribution significative à leurs
populations, et l’équation de taux peut être écrite comme suit :

NMj ,x

[
Ax + A(2 3P2 → 2 3S1)

]
= ne

N(1 1S0)Ce(1 1S0 → 2 3P2Mj) +
∑
Mi

NMi,z Ce(2 3S1Mi → 2 3P2Mj)


+

∑
k

N(αk Jk Mk) ⟨2 1Mj (Mk−Mj)|Jk Mk⟩2 A(αk Jk → 2 3P2) (5.12)

Une équation similaire à (5.12) s’applique à la population NMj ,y des sous-niveaux
magnétiques supérieurs de la raie y mais avec les remplacements x → y, 2 3P2 →
2 3P1 et à l’intérieur du coefficient de Clebsch-Gordan 2 → 1. Cela permet d’écrire :

NMj ,y

[
Ay + A(2 3P1 → 2 3S1)

]
= ne

N(1 1S0)Ce(1 1S0 → 2 3P1Mj) +
∑
Mi

NMi,z Ce(2 3S1Mi → 2 3P1Mj)


+

∑
k

N(αk Jk Mk) ⟨1 1Mj (Mk−Mj)|Jk Mk⟩2 A(αk Jk → 2 3P1) (5.13)

On note que seules les transitions optiquement permises entre les sous-niveaux ma-
gnétiques de 2 3S1 vers ceux de 2 3P1,2 doivent être prise en considération, celles
des transitions optiquement interdites (i.e. |Mi − Mj| ≥ 2 et pour le cas de 2 3P1,
Mi = Mj = 0) sont négligeables [17].

Enfin, pour les sous-niveaux magnétiques supérieurs de la quatrième raie z inter-
venant dans G(θ), il peut être alors important d’inclure leur population par l’ionisa-
tion de couche interne du niveau fondamental des ions lithiumoïdes Ne7+, l’équation
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de taux peut être écrite sous la forme :

NMj ,z

Az + ne
∑

J=0,1,2
Ce(2 3S1Mj → 23PJ)


= 1

3
ne
[
N(1 1S0)Ce(1 1S0 → 2 3S1) + ρCii(1s22s 2S1/2 → 2 3S1)

]
+

∑
k

N(αk Jk Mk) ⟨1 1Mj (Mk−Mj)|Jk Mk⟩2 A(αk Jk → 2 3S1) (5.14)

où ρ = Ne7+/Ne8+ représente le rapport des abondances relatives des ions lithiu-
moïdes (Li-like) sur les ions héliumoïdes (He-like) et Cii désigne le coefficient de taux
d’ionisation de couche interne des ions lithiumoïdes à partir de leur niveau fonda-
mental vers le niveau 2 3S1. On note que le facteur 1/3 dans le côté droit de l’équation
(5.14) vient du fait que les deux coefficients de taux Ce et Cii ne dépendent pas d’un
sous-niveau magnétique particulier Mj de 2 3S1 [18, 21]. Pour les densités électro-
niques considérées dans cette étude (ne ≤ 1013 cm−3), il est tout à fait raisonnable
de déterminer le rapport d’abondance ρ dans l’approximation d’équilibre coronal [1]
par la relation

ρ = Cr

Ci

(5.15)

où Cr et Ci sont les coefficients de taux de recombinaison des ions He-like dans
leur niveau fondamental et d’ionisation des ions Li-like également dans leur niveau
fondamental, respectivement. Notez que le coefficient du taux Cr inclut à la fois la
recombinaison radiative et la recombinaison diélectronique et le coefficient du taux
Ci inclut à la fois l’ionisation directe (1s22s → 1s2 et 1s22s → 1s2s) et l’autoionisation
qui suit l’excitation de couche interne (1s22s → 1s2snl).

Avant de passer à la section suivante, il serait important de mentionner que dans
des conditions d’électrons isotropes, le rapport d’intensité G est prévu être insen-
sible à la densité électronique ne en dessous de la limite 1013 cm−3 considérée dans ce
travail. Ceci vient du fait que la perte d’intensité dans la raie z en raison du trans-
fert de population à partir du niveau 2 3S1 vers les niveaux 2 3P1,2 est entièrement
compensée par l’intensité acquise dans les raies x et y [22].

5.2.3 Coefficients de taux d’excitation et d’ionisation

Comme mentionné auparavant, nous adoptons un modèle de distribution de vi-
tesses des électrons constitué de deux composantes, l’une Maxwellienne isotrope et
l’autre selon un faisceau monoénergétique dirigé le long de la direction OZ. Les
deux composantes sont pondérées par les facteurs (1 − f) et f , respectivement, avec
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0 ≤ f ≤ 0.1 représentant la fraction d’électrons de faisceau, i.e. la fraction de la
densité électronique totale ne impliquée dans la composante du faisceau. En plus de
f , deux autres paramètres libres caractérisent le modèle de distribution, à savoir,
la température Te associé à la composante Maxwellienne et l’énergie cinétique e0

associée à la composante du faisceau d’électrons. Avec ce simple modèle à trois pa-
ramètres, nous essayons de fournir une limite supérieure des effets que pourraient
produire des distributions réels d’énergie et angulaire d’une composante d’électrons
rapides dans le plasma sur le rapport d’intensité G.

Pour chaque excitation collisionnelle, le coefficient de taux d’excitation Ce est
déterminé à partir de la combinaison linéaire des deux coefficients de taux d’excita-
tion Ce,M et Ce,b dus, respectivement, à la composante Maxwellienne d’électrons et
celle du faisceau d’électrons

Ce(αi Ji Mi → αj Jj Mj) = (1 − f)Ce,M(αi Ji Mi → αj Jj Mj)

+ f Ce,b(αi Ji Mi → αj Jj Mj) (5.16)

Le coefficient de taux d’excitation Ce,M exprimé en cm3 s−1, est donné en fonction
de la force de collision ⟨Ω⟩ moyennée sur 4π (voir Chapitre 3), par :

Ce,M(αi Ji Mi → αj Jj Mj) = 8.63 × 10−6

T
1/2
e

exp
(

−∆Eij

kTe

)
×
∫ ∞

0
⟨Ω(αi Ji Mi → αj Jj Mj)⟩ exp

(
− ϵj

kTe

)
d
(
ϵj

kTe

)
(5.17)

Dans le cas de l’excitation à partir du niveau fondamental, le coefficient de taux
Ce,M ne dépend pas du sous-niveau magnétique final Mj et est simplement donné par
Ce,M(1 1S0 → αj Jj) divisé par le poids statistique (2Jj + 1). En raison de la petite
différence d’énergie entre les niveaux 2 3S1 et 2 3P1,2 (∼10 eV pour le cas de Ne8+) par
rapport aux valeurs kTe considérées ici (&100 eV), seule la partie haute énergie de
la force collision ⟨Ω⟩ pour une transition optiquement permise 2 3S1 Mi → 2 3PJj

Mj

contribue de façon importante à l’intégrale de (5.17). En conséquence, le coefficient
de taux Ce,M pour les transitions optiquement permises 2 3S1 Mi → 2 3PJj

Mj peut
être calculé à partir du coefficient de taux de niveau à niveau Ce,M(2 3S1 → 2 3PJj

)
en utilisant la relation approchée :

Ce,M(2 3S1 Mi → 2 3PJj
Mj) ≈ ⟨Jj 1Mj (Mi−Mj)|1Mi⟩2 Ce,M(2 3S1 → 2 3PJj

) (5.18)

Pour la composante du faisceau d’électrons monoénergétiques, le coefficient de
taux d’excitation Ce,b (exprimé en cm3 s−1), est lié à la force de collision Ω corres-
pondant aux électrons incidents le long de l’axe OZ (son expression explicite a été
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rappelée dans Chapitre 3) par

Ce,b(αi Ji Mi → αj Jj Mj) = 2.245 × 10−9
√
e0

× Ω(αi Ji Mi → αj Jj Mj) (5.19)

où l’énergie e0 est exprimée en keV.
Mentionnons que Ce,M et Ce,b obéissent tous les deux à la relation de symétrie :

Ce,K(αi Ji Mi → αj Jj Mj) = Ce,K(αi Ji −Mi → αj Jj −Mj) (5.20)

où l’indice K correspond à “M” ou “b”. Une équation similaire à celle (5.16) sera
appliquée pour le calcul du coefficient de taux d’ionisation des couche interne figurant
dans (5.14). Pour la partie Maxwellienne, le coefficient de taux d’ionisation (exprimé
en cm3 s−1) peut être exprimé en fonction de la section efficace d’ionisation σii (en
cm2) par :

Cii,M(1s22s 2S1/2 → 2 3S1) = 2.116 × 109
∫ ∞

I/kTe

ϵi√
kTe

σii(1s22s 2S1/2 → 2 3S1)

× exp
(

− ϵi

kTe

)
d
(
ϵi

kTe

)
(5.21)

où I = 1.143 keV (pour le cas de l’ion Ne7+) désigne l’énergie d’ionisation.
Il reste maintenant à exprimer la partie concernant le faisceau d’électrons. Dans ce
cas, le coefficient de taux d’ionisation (en cm3 s−1) est lié à la section efficace σii (en
cm2) correspondant à l’énergie e0 (en keV) de l’électron incident par :

Cii,b(1s22s 2S1/2 → 2 3S1) = 1.876 × 109√e0 σii(1s22s 2S1/2 → 2 3S1) (5.22)

5.3 Calcul des données atomiques

Afin de calculer le rapport d’intensité G pour les ions héliumoïdes du néon Ne8+,
il y a lieu de déterminer les populations des sous-niveaux magnétiques qui inter-
viennent dans les équations (5.9), (5.12), (5.13) et (5.14). Pour cela on est amené à
résoudre un système d’un grand nombre d’équations couplées qui font impliquer des
transitions tant collisionnelles que radiatives entre différents sous-niveaux magné-
tiques de l’ion. On a besoin de connaître alors les coefficients de taux d’excitation
collisionnelle ainsi que les taux d’émission radiative pour les diverses transitions
impliquées. Nous procéderons à une comparaison de nos résultats avec ceux dispo-
nibles, obtenus par d’autres auteurs.
Il convient de mentionner que nous avons obtenu toutes les données atomiques de
base telle que les probabilités de transition radiative, les forces de collisions par
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impact d’électrons et les sections efficaces d’ionisation, en utilisant le code FAC
(Flexible Atomic Code) développé par Gu [23] dans lequel l’excitation et l’ionisation
collisionnelles sont traitées au moyen de l’approximation Distorted-Wave (DW).

5.3.1 Probabilités de transition radiative

Tous les niveaux issus des configurations 1s2, 1s2l, 1s3l et 1s4l on été inclus dans
le système d’équations collisionnelles-radiatives permettant de calculer les popula-
tions relatives des sous-niveaux magnétiques Mj qui nous intéressent, à savoir ceux
de 2 1P1, 2 3P2, 2 3P1 et 2 3S1. Un ensemble de valeurs des probabilités de transition
radiative est donné dans les tableaux (5.1) et (5.2). Nos valeurs sont désignées par
(F.I.C). On peut remarquer des tableaux (5.1) et (5.2) que le niveau 2 3S1 est bien
métastable ; il posséde la plus faible probabilité de transition radiative qui est infé-
rieure par un facteur au moins égal à 103 par rapport aux probabilités des autres
niveaux. On s’attend à ce que son dépeuplement s’effectue essentiellement par des
désexcitations collisionnelles vers des niveaux supérieurs pour des densités d’élec-
trons suffisamment élevées. Par ailleurs, le niveau 2 3S1 est alimenté efficacement
par cascades radiatives provenant des niveaux supérieurs de type triplet 1snp. Il
est bien connu que sa population est due en grande partie par cascades radiatives
provenant de tels niveaux supérieurs.

On peut remarquer dans le tableau (5.1), la désexcitation radiative du niveau
supérieur 2 1P1 vers le niveau 2 1S0 est très négligeable vis à vis de celle vers le fon-
damental 1 1S0. Le peuplement du niveau 2 1S0 ne se fait que par excitation à partir
du niveau fondamental. Son dépeuplement est dû essentiellement à la transition
2 1S0 → 1 1S0 qui est une transition strictement interdite par les règles de sélection,
mais qui peut s’effectuer par émission de deux photons avec une probabilité égale
à la valeur significative de 1.00 × 107 s−1. De ce même tableau, on peut voir que le
niveau 2 3P0 n’alimente que le niveau métastable 2 3S1 étant donné que le rapport
de branchement 1 associé à cette transition est de 1. Sur ce même tableau on peut
remarquer aussi que le niveau 2 3P1 se désexcite à 97% vers le fondamental et n’ali-
mente qu’à 3% le niveau métastable. C’est un comportement complètement contraire
à celui de 2 3P2 qui a un rapport de branchement de 0.983 pour sa transition vers
2 3S1 et de seulement 0.017 pour son déclin vers le fondamental.

1. Ils permettent de prendre en compte la proportion de la population d’un niveau excité qui
va effectivement se désexciter vers le niveau donné. Par exemple pour la raie y (raie d’intercombi-
naison), le rapport de branchement est égale à A(3P1→1S0)

A(3P1→1S0)+A(3P1→3S1)
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Des résultats similaires ont été rapportés par Chen et al. (basé sur le code Dirac
R-matrix DRM) [24] ainsi que par Porquet et Dubau (basé sur le code SUPER-
STRUCTURE) [6]. On peut constater de très légères différences entre les trois ré-
sultats. La plus grande différence qui existe entre les trois calculs ne dépasse pas les
8%, sauf pour la transition interdite 2 3S1 → 1 1S0 où notre résultat est inférieur de
∼ 13% par rapport à celui calculé par Porquet et Dubau.
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Table 5.1 – Probabilités de transition radiative A ( en s−1) et rapports de branche-
ment RB pour les transitions à partir des niveaux 1s2l et 1s3l de Ne8+ impliquées
dans le peuplement collisionnel-radiatif des niveaux supérieurs des raies w, x, y et z.
Nos résultats sont désignés par (F.I.C) comparés à ceux obtenus par Chen et al. A
(Ch) [24] et par Porquet et Dubau A (P.D) [6]. Notons que x[y] désigne = x× 10y.

Transition F.I.C Ch P.D
A RB A A

2 3S1 → 1 1S0 9.778 [3] 1.00 9.81 [3] 1.10 [4]
2 3P0 → 2 3S1 1.186 [8] 1.00 1.03 [8] 1.00 [8]
2 3P1 → 1 1S0 4.244 [9] 0.973 4.58 [9] 4.47 [9]
2 3P1 → 2 3S1 1.199 [8] 0.027 1.05 [8] 1.04 [8]
2 3P2 → 1 1S0 2.192 [6] 0.017 2.21 [6] 2.27 [6]
2 3P2 → 2 3S1 1.269 [8] 0.983 1.12 [8] 1.12 [8]
2 1P1 → 1 1S0 9.101 [12] 1.00 9.17 [12] 9.19 [12]
2 1P1 → 2 1S0 3.082 [7] - - -
2 1S0 → 1 1S0 1.00 [7] - - -

3 3S1 → 2 3P0 5.864 [9] 0.111 - 6.08 [9]
3 3S1 → 2 3P1 1.751 [10] 0.332 - 1.83 [10]
3 3S1 → 2 3P2 2.936 [10] 0.557 - 3.08 [10]
3 3P0 → 2 3S1 1.424 [11] 1.00 - 1.47 [11]
3 3P1 → 1 1S0 1.406 [9] 0.010 1.71 [9] 1.43 [9]
3 3P1 → 2 3S1 1.423 [11] 0.990 1.45 [11] 1.46 [11]
3 3P2 → 2 3S1 1.419 [11] 1.00 1.44 [11] 1.46 [11]
3 1S0 → 2 1P1 5.483 [10] 1.00 - -
3 3D1 → 2 3P0 2.407 [11] 0.556 2.44 [11] 2.43 [11]
3 3D1 → 2 3P1 1.804 [11] 0.417 1.83 [11] 1.82 [11]
3 3D1 → 2 3P2 1.201 [10] 0.028 1.22 [10] 1.21 [10]
3 3D2 → 2 3P1 3.187 [11] 0.737 3.23 [11] 3.21 [11]
3 3D2 → 2 3P2 1.052 [11] 0.243 1.07 [11] 1.06 [11]
3 3D2 → 2 1P1 8.768 [9] 0.020 - 9.52 [9]
3 3D3 → 2 3P2 4.329 [11] 1.00 4.39 [11] 4.37 [11]
3 1D2 → 2 3P1 6.316 [9] 0.015 - 6.86 [9]
3 1D2 → 2 3P2 2.923 [9] 0.007 - 3.15 [9]
3 1D2 → 2 1P1 4.054 [11] 0.978 4.10 [11] 4.09 [11]
3 1P1 → 1 1S0 2.621 [12] 0.948 - -
3 1P1 → 2 1S0 1.426 [11] 0.052 - -
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Table 5.2 – Même légende que pour le tableau 5.1 sauf qu’il s’agit de nos résultats
pour les transitions radiatives partir des niveaux 1s4l de Ne8+.

Transition A RB Transition A RB

4 3S1 → 2 3P0 1.69 [9] 0.057 4 3F2 → 3 3D2 1.37 [10] 0.153
4 3S1 → 2 3P1 5.01 [9] 0.170 4 3F4 → 3 3D3 9.02 [10] 1.00
4 3S1 → 2 3P2 8.38 [9] 0.285 4 1F3 → 3 3D2 1.89 [10] 0.210
4 3S1 → 3 3P0 1.59 [9] 0.054 4 1F3 → 3 3D3 3.97 [9] 0.044
4 3S1 → 3 3P1 4.76 [9] 0.162 4 1F3 → 3 1D2 6.72 [10] 0.746
4 3S1 → 3 3P2 7.98 [9] 0.271 4 3D1 → 2 3P0 7.72 [10] 0.420
4 3P0 → 2 3S1 5.64 [10] 0.734 4 3D1 → 2 3P1 5.79 [10] 0.315
4 3P0 → 3 3S1 1.77 [10] 0.230 4 3D1 → 2 3P2 3.84 [9] 0.021
4 3P0 → 3 3D1 2.70 [9] 0.035 4 3D1 → 3 3P0 2.49 [10] 0.135
4 3P1 → 1 1S0 6.39 [8] négli 4 3D1 → 3 3P1 1.87 [10] 0.102
4 3P1 → 2 3S1 5.63 [10] 0.742 4 3D1 → 3 3P2 1.25 [9] 0.007
4 3P1 → 3 3S1 1.76 [10] 0.232 4 3D2 → 2 3P1 1.03 [11] 0.568
4 3P1 → 3 3D2 1.98 [9] 0.026 4 3D2 → 3 3P2 3.41 [10] 0.188
4 3P2 → 2 3S1 5.62 [10] 0.739 4 3D2 → 3 3P1 3.33 [10] 0.184
4 3P2 → 3 3S1 1.76 [10] 0.231 4 3D2 → 3 3P2 1.10 [10] 0.061
4 3P2 → 3 3D3 2.25 [9] 0.030 4 3D3 → 2 3P2 1.39 [11] 0.756
4 1S0 → 2 1P1 2.92 [10] 0.648 4 3D3 → 3 3P2 4.49 [10] 0.244
4 1S0 → 3 1P1 1.58 [10] 0.352 4 1D2 → 2 1P1 1.33 [11] 0.744
4 3F3 → 3 3D2 6.16 [10] 0.683 4 1D2 → 3 1P1 4.59 [10] 0.256
4 3F3 → 3 3D3 6.05 [9] 0.067 4 1P1 → 1 1S0 1.12 [12] 0.926
4 3F3 → 3 1D2 2.26 [10] 0.250 4 1P1 → 2 1S0 7.00 [10] 0.058
4 3F2 → 3 3D1 7.58 [10] 0.847 4 1P1 → 3 1S0 1.94 [10] 0.016
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5.3.2 Coefficients de taux d’excitation et d’ionisation

Nous avons calculé les coefficients de taux Maxwellien Ce,M pour l’excitation des
ions Ne8+ à partir du niveau fondamental 1 1S0 vers tous les sous-niveaux magné-
tiques associés aux 31 niveaux excités issus des configurations 1snl avec n = 2, 3 et
4, et à partir des sous-niveaux magnétiques du niveau métastable 2 3S1 vers les sous-
niveaux magnétiques appartenant à chacun des trois niveaux triplets 2 3P0,1,2 pour
plusieurs valeurs de température dans la gamme 106 K ≤ Te ≤ 107 K. Mentionnons
que dans cet intervalle de température, l’état de charge héliumoïde du néon est relati-
vement abondant. Nous avons également calculé les coefficients de taux d’excitation
Ce,b pour ces mêmes transitions causées par le faisceau d’électrons monoénergétique
en huit énergies dans la gamme 1 keV ≤ e0 ≤ 25 keV. La première énergie, à savoir
1 keV, correspond à une énergie juste au dessus du seuil d’excitation 1s2 → 1s2l.

Dans les tableaux 5.3 et 5.4 nous présentons les résultats des coefficients Ce,M

seulement pour les transitions entre niveaux étant donné que pour la composante
isotrope Maxwellienne l’excitation à partir du niveau fondamental n’est pas du tout
sélective par rapport aux sous-niveaux magnétiques. Les valeurs de Ce,M pour les
transitions entre sous-niveaux peuvent être déduites directement à partir de celles
entres niveaux en divisant par le poids statistique (2Jj + 1) du niveau final corres-
pondant (1 1S0 → αj Jj Mj). Afin d’effectuer une intégration numérique précise pour
obtenir les valeurs de coefficient de taux Ce,M, les forces de collision (voir Annexe
A) ont été calculées en un grand nombre d’énergies des électrons incidents allant du
seuil à ∼ 25 fois le seuil pour les excitations à partir du niveau fondamental 1 1S0

et de ∼ 200 fois le seuil pour les excitations à partir du niveau métastable 2 3S1.
Dans les tableaux 5.3 et 5.4 on donne aussi les valeurs de Ce,M pour l’excitation
1s2 → 1s2l en incluant les effets de résonances dus aux niveaux autoionisants inter-
médiaires 1s3lnl′ avec n ≥ 3. La contribution des résonances a été évaluée par nos
soins en interpolant les résultats obtenus par Zhang et Sampson [25]. Dans ces même
tableaux nous incluons aussi la contribution des cascades radiatives provenant des
niveaux 1s3l et 1s4l.
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Table 5.3 – Coefficients de taux d’excitation Maxwellien Ce,M (en cm3 s−1) pour les
ions Ne8+ à partir du niveau fondamental 1 1S0 vers les six niveaux 1s2l pour quatre
valeurs de la température dans l’intervalle 1 − 4.5 × 106 K. Les lignes (a), (b) et (c),
donnent les résultats pour l’excitation directe, l’excitation directe + la contribution
de résonances, et la contribution des cascades radiatives provenant des niveaux 1s3l
et 1s4l, respectivement. Nos résultats sont désignés par (F.I.C) comparés à ceux
obtenus par Bedrane et al. [17] désignés par (B.I.F). Notons que x[y] désigne x×10y.

Te (106 K)
1 2 3 4.5

F.I.C F.I.C B.I.F F.I.C B.I.F F.I.C

Niveau final : 2 3S1

(a) 5.47[−16] 6.84[−14] 6.90[−14] 3.00[−13] 3.07[−13] 7.23[−13]
(b) 7.67[−16] 9.13[−14] 9.19[−14] 3.85[−13] 3.92[−13] 8.89[−13]
(c) 1.29[−16] 4.37[−14] 4.93[−14] 2.66[−13] 2.99[−13] 7.86[−13]

Niveau final : 2 3P0

(a) 2.87[−16] 3.70[−14] 4.03[−14] 1.63[−13] 1.72[−13] 3.87[−13]
(b) 3.37[−16] 4.24[−14] 4.57[−14] 1.83[−13] 1.92[−13] 4.27[−13]
(c) 6.31[−18] 2.19[−15] 2.33[−15] 1.35[−14] 1.43[−14] 4.02[−14]

Niveau final : 2 3P1

(a) 8.59[−16] 1.10[−13] 1.21[−13] 4.87[−13] 5.18[−13] 1.16[−12]
(b) 1.01[−15] 1.26[−13] 1.37[−13] 5.48[−13] 5.79[−13] 1.28[−12]
(c) 1.88[−17] 6.58[−15] 7.01[−15] 4.05[−14] 4.31[−14] 1.22[−13]

Niveau final : 2 3P2

(a) 1.42[−15] 1.83[−13] 2.02[−13] 8.06[−13] 8.60[−13] 1.92[−12]
(b) 1.67[−15] 2.10[−13] 2.29[−13] 9.07[−13] 9.61[−13] 2.12[−12]
(c) 3.17[−17] 1.10[−14] 1.18[−14] 6.78[−14] 7.22[−14] 2.03[−13]

Niveau final : 2 1S0

(a) 1.10[−15] 1.65[−13] - 8.21[−13] - 2.27[−12]
(b) 1.18[−15] 1.73[−13] - 8.52[−13] - 2.33[−12]
(c) 7.23[−18] 3.18[−15] - 2.37[−14] - 9.02[−14]

Niveau final : 2 1P1

(a) 3.33[−15] 5.68[−13] - 3.08[−12] - 9.43[−12]
(b) 3.49[−15] 5.85[−13] - 3.14[−12] - 9.56[−12]
(c) 4.89[−17] 1.93[−14] - 1.34[−13] - 4.73[−13]
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Table 5.4 – Même légende que pour le tableau 5.3, sauf pour des valeurs de la
température dans l’intervalle 5 − 10 × 106 K.

Te (106 K)
5 6.5 8 10

F.I.C B.I.F F.I.C F.I.C F.I.C

Niveau final : 2 3S1

(a) 8.45[−13] 8.63[−13] 1.12[−12] 1.29[−12] 1.39[−12]
(b) 1.03[−12] 1.13[−12] 1.33[−12] 1.50[−12] 1.59[−12]
(c) 9.57[−13] 1.00[−12] 1.38[−12] 1.67[−12] 1.89[−12]

Niveau final : 2 3P0

(a) 4.51[−13] 4.52[−13] 5.93[−13] 6.77[−13] 7.28[−13]
(b) 4.96[−13] 4.95[−13] 6.44[−13] 7.29[−13] 7.77[−13]
(c) 4.89[−14] 4.92[−14] 7.07[−14] 8.57[−14] 9.73[−14]

Niveau final : 2 3P1

(a) 1.35[−12] 1.35[−12] 1.78[−12] 2.03[−12] 2.19[−12]
(b) 1.49[−12] 1.48[−12] 1.94[−12] 2.19[−12] 2.34[−12]
(c) 1.48[−13] 1.48[−13] 2.16[−13] 2.63[−13] 3.00[−13]

Niveau final : 2 3P2

(a) 2.24[−12] 2.23[−12] 2.95[−12] 3.36[−12] 3.61[−12]
(b) 2.46[−12] 2.44[−12] 3.20[−12] 3.62[−12] 3.86[−12]
(c) 2.47[−13] 2.49[−13] 3.58[−13] 4.34[−13] 4.94[−13]

Niveau final : 2 1S0

(a) 2.76[−12] - 4.07[−12] 5.10[−12] 6.10[−12]
(b) 2.83[−12] - 4.15[−12] 5.18[−12] 6.17[−12]
(c) 1.18[−13] - 2.05[−13] 2.88[−13] 3.90[−13]

Niveau final : 2 1P1

(a) 1.18[−11] - 1.88[−11] 2.51[−11] 3.23[−11]
(b) 1.19[−11] - 1.90[−11] 2.53[−11] 3.24[−11]
(c) 6.04[−13] - 9.95[−13] 1.34[−12] 1.73[−12]
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Dans le tableau 5.5 nous présentons les résultats des coefficients Ce,M pour l’exci-
tation à partir du niveau métastable 2 3S1 et ses sous-niveaux magnétiquesMi vers les
différents niveaux triplets 2 3P0,1,2 et leurs sous-niveaux magnétiques Mj, et à partir
du niveau 2 1S0 vers les sous-niveaux magnétiques Mj du niveau 2 1P1. Ces derniers
résultats peuvent servir plus tard lorsqu’on considèrera des densités d’électrons su-
périeures à 1014 cm−3. Pour de telles excitations les contributions des résonances
aux coefficients Ce,M ont été ignorées parce qu’elles sont faibles [25]. Dans ce tableau
nous ne donnons pas les coefficients de taux d’excitation Ce,M(2 3S1 Mi → 2 3P0)
pour Mi = 0 et Mi = 1 car chacun d’eux est égal au coefficient de taux d’excitation
entre niveaux Ce,M(2 3S1 → 2 3P0).

Dans les tableaux 5.6 et 5.7 nous présentons les résultats des coefficients de
taux d’excitation beam Ce,b, respectivement, pour l’excitation à partir du niveau
fondamental vers tous les sous-niveaux magnétiques Mj des niveaux 1s2l et pour
l’excitation à partir du niveau 2 3S1 et ses sous-niveaux magnétiques Mi vers les
différents niveaux triplets 1s2p et leurs sous-niveaux magnétiques Mj, et à partir du
niveau métastable 2 1S0 vers les sous-niveaux magnétiques Mj du niveau 2 1P1. Pour
l’énergie cinétique e0 = 1 keV, les électrons du faisceau directif n’excitent que les
niveaux 1s2l à partir du fondamental 1 1S0 et, par conséquent, aucune contribution
des cascades provenant des niveaux supérieurs 1snl avec n ≥ 3 n’interviendra dans
les coefficients Ce,b (tableau 5.6).

Dans les tableaux 5.5 et 5.7 on peut voir que les coefficients de taux pour les
transitions △n = 0 optiquement interdites entre les sous-niveaux magnétiques, à
savoir : 2 3S1 Mi = 0 → 2 3P1 Mj = 0 et 2 3S1 Mi → 2 3P1,2 Mj avec |Mi −Mj| ≥ 2,
sont trois ordres de grandeur plus petits que ceux pour les transitions permises et
peuvent être alors négligés dans les calculs collisionnels-radiatifs.
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A partir des coefficients de taux calculés pour l’excitation à la fois par les électrons
Maxwelliens et les électrons du faisceau, nous les avons combinés selon l’équation
(5.16) pour obtenir des coefficients de taux effectifs Ce. Dans les tableaux 5.8 à 5.11,
nous présentons les résultats pour les coefficients Ce obtenus en fixant la fraction de
faisceau d’électrons à f = 5%. Les tableaux 5.8 à 5.10 présentent les résultats pour
l’excitation à partir du niveau fondamental vers chaque sous-niveau magnétique des
niveaux 1s2l pour 20 couples sélectionnés (Te, e0). Le rapport e0/(kTe) est choisi
dans l’intervalle d’environ 12 à 120. Parmi les 20 couples (Te, e0), 14 sont consignés
dans les tableaux 5.8 et 5.9 qui sont réservés aux basses températures Te = 106 K
et 2 × 106 K, respectivement, et le reste est contenu dans le tableau 5.10 pour trois
températures plus élevées Te = 3 , 5 et 8 × 106 K.

Nous devons d’abord noter que dans le cas d’un plasma purement Maxwellien
à l’équilibre d’ionisation coronal, la valeur de Te qui maximise l’abondance frac-
tionnaire de Ne8+ est d’environ 1.5 × 106 K [26]. A cette température, où l’énergie
thermique moyenne kTe est d’environ 1/7 fois la différence d’énergie entre le niveau
fondamental et les niveaux 1s2l, nous avons constaté que seulement ∼0.26% parmi
les électrons Maxwelliens ont une énergie cinétique suffisante pour exciter les ni-
veaux 1s2l. A la température la plus basse considérée ici, c’est à dire Te = 106 K, la
proportion d’électrons Maxwelliens qui sont en mesure de participer à l’excitation
chute à ∼ 9 × 10−5, et selon nos calculs, pour le faisceau d’électrons d’énergie e0

dans la région 1.5 − 6.5 keV, les valeurs de Ce,M sont plus petites que celles de Ce,b

par deux ordres de grandeur pour l’excitation des niveaux triplets 1s2l et par quatre
ordres de grandeur pour l’excitation du niveau singulet 2 1P1. En conséquence, pour
Te ≤ 106 K et le faisceau choisi avec la fraction f = 5%, la contribution aux coef-
ficients de taux Ce est due presque entièrement à la composante de faisceau. Il est
à noter que, pour Te ≤ 106 K et n’importe quelle valeur de e0 dans l’intervalle de
1.5 − 25 keV la composante du faisceau reste à plus de 99% responsable de l’exci-
tation des sous-niveaux 2 1P1 à condition que f soit supérieur à 1%. Ainsi, dans le
contexte des plasmas non-Maxwelliens qui nous intéressent ici, à moins que la frac-
tion du faisceau est trop faible, il n’est pas nécessaire de calculer Ce à Te inférieure
à 106 K.

Nous comparons maintenant l’efficacité des deux composantes d’électrons dans
l’excitation du niveau fondamental lorsque la température Maxwellienne et/ou l’éner-
gie du faisceau augmente, en supposant toujours que f = 5%. A Te = 2 × 106 K
la contribution de la composante du faisceau à l’excitation des sous-niveaux triplets
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1s2l est constaté diminuer rapidement lorsque e0 augmente, de 30–60% (selon le sous-
niveau particulier) en e0 = 2 keV à 4–10% en e0 = 6.5 keV. Mais pour l’excitation
des sous-niveaux 2 1P1 Mj = 0 et Mj = 1, la contribution du faisceau diminue légè-
rement de 92% à 87% et augmente légèrement de 79% à 88%, respectivement, dans
l’intervalle 2−15 keV de e0. A Te ≥ 4×106 K et e0 ≥ 4 keV, la composante Maxwel-
lienne assure la contribution dominante à tous les coefficients de taux d’excitation
à partir du niveau fondamental. Plus précisément, la contribution des électrons du
faisceau à Ce s’élève à moins de 4% pour l’excitation des sous-niveaux triplets 1s2l,
mais peut atteindre 46% et 30% pour l’excitation de sous-niveaux 2 1P1 Mj = 0 et
Mj = 1, respectivement. A Te ≥8×106 K et e0 ≥10 keV, la contribution des électrons
du faisceau à Ce pour les excitations 1 1S0 → 2 1P1 Mj = 0, 1 devient inférieure à
15%.

Comme on le voit dans le tableau 5.8 (pour lequel Te =106 K), il peut y avoir une
excitation importante sélective de sous-niveaux magnétiques, en particulier dans le
niveau 2 1P1, à e0 ≤ 4 keV lorsque la composante du faisceau contribue à 95% aux
coefficients de taux effectifs Ce pour toutes les excitations. Lorsque e0 augmente au-
dessus de ∼10 keV, la composante du faisceau conduit à une excitation faiblement
sélective des sous-niveaux magnétiques dans chaque niveau. D’autre part, il apparaît
à partir des tableaux 5.9 et 5.10 qu’avec l’augmentation de Te l’excitation devient de
moins en moins sélective dans le peuplement des sous-niveaux magnétiques, comme
on pouvait s’y attendre en raison d’une contribution de plus en plus importante de
la composante Maxwellienne pour laquelle il n’y a pas de sélection entre les sous-
niveaux. Nous pouvons également noter le changement d’excitation préférentiel des
sous-niveaux magnétiques dans le niveau 2 1P1 pour e0 supérieur à ∼ 15 keV, les
sous-niveaux |Mj| = 1 étant favorisés par rapport à Mj = 0. Comme on peut le
remarquer à partir d’une comparaison des valeurs des lignes (a) et (b), l’effet des
cascades radiatives issues des niveaux supérieurs n = 3, 4 conduit à un certain
alignement du niveau 2 3S1 et à une diminution de l’alignement des niveaux 2 3P1,2

et 1P1.
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Notre calcul des coefficients de taux Ce pour les transitions collisionnelles entre
les sous-niveaux magnétiques 2 3S1 Mi → 2 3P0,1,2 Mj sont présentés dans le tableau
5.11 pour huit températures des électrons Maxwelliens entre 106 et 107 K associées
à une même énergie des électrons du faisceau e0 = 4 keV. Notez que les résul-
tats sont fournis pour seulement les transitions optiquement permises, c’est à dire
Mi − Mj = 0,±1 (sauf 2 3S1 Mi = 0 → 2 3P1 Mj = 0), pour lesquels les coefficients
de taux sont généralement de trois ordres de grandeur supérieures à celles pour
les transitions optiquement interdites. La raison d’avoir choisi une seule valeur du
paramètre e0, c’est que à Te donné les taux Ce sont pratiquement insensibles aux
variations de e0. Par exemple, à Te = 2 × 106 K, la valeur de Ce dans le cas de la
transition 2 3S1 Mi = 1 → 2 3P2 Mj = 2 diminue légèrement, passant de 3.96 × 10−9

à 3.88×10−9 cm3 s−1 lorsque e0 augmente dans la gamme de 1.5−15 keV. Cette sen-
sibilité très faible des taux Ce vis à vis de e0 est dû au fait que les valeurs Ce,b sont le
plus souvent inférieures aux valeurs Ce,M, avec comme conséquence, la contribution
des électrons du faisceau aux taux effectifs Ce ne dépassant pas 5% (qui représente
la fraction du faisceau) pour toute paire de paramètres (Te, e0).

Dans le tableau 5.12, nous présentons nos résultats des coefficients de taux Max-
wellien d’ionisation directe Cii M des ions Ne7+ à partir de leur niveau fondamental
1s22s 1S1/2 vers les niveaux 1s2 1S0, 1s2s 3S1 et 1s2s 1S0 de l’ion Ne8+. Des résultats
similaires ont été rapportés par Zhang et Sampson [27]. On peut constater de très
légères différences entre les deux résultats, et ceci pour les quatre valeurs de tempéra-
ture électronique Te = 2×106 K, Te = 3×106 K, Te = 4.5×106 K et Te = 107 K. Sur
ce même tableau nous avons reporté les valeurs des coefficients de taux Maxwellien
d’ionisation directe totales Cii M(Total) obtenues en sommant sur tous les coefficients
de taux Maxwellien d’ionisation directe. Nous présentons également, dans le tableau
5.12, les coefficients de taux Maxwellien d’excitation-autoionisation CEA M des ions
Ne7+ à partir de leur niveau fondamental 1s22s 1S1/2 pour huit valeurs de la tem-
pérature Te. Dans le tableau 5.13 nous donnons les coefficients de taux d’ionisation
beam Cii b des ions Ne7+ à partir du niveau fondamental 1s22s 2S1/2 vers les trois
niveaux 1s2s 3S1, 1s2s 1S0 et 1s2 1S0, pour les sept valeurs de l’énergie e0 des électrons
du faisceau. Il convient de mentionner que nous avons obtenu ces résultats à partir
de la relation (5.22).

86



T
ab

le
5.

11
–

C
oe

ffi
ci

en
ts

de
ta

ux
C

e
(e

n
cm

3
s−

1 )
po

ur
le

s
tr

an
sit

io
ns

op
tiq

ue
m

en
t

pe
rm

ise
s

à
pa

rt
ir

de
s

so
us

-n
iv

ea
ux

m
ag

né
tiq

ue
s
M

i

du
ni

ve
au

m
ét

as
ta

bl
e

23 S
1

ve
rs

le
s

so
us

-n
iv

ea
ux

m
ag

né
tiq

ue
s
M

j
de

s
ni

ve
au

x
23 P

0,
1,

2
po

ur
hu

it
va

le
ur

s
di

ffé
re

nt
es

de
la

te
m

pé
ra

tu
re

M
ax

we
lli

en
ne

T
e

co
m

bi
né

es
av

ec
la

m
êm

e
va

le
ur

de
l’é

ne
rg

ie
du

fa
isc

ea
u

ch
oi

sie
e 0

=
4k

eV
.L

a
fra

ct
io

n
du

fa
isc

ea
u

es
t

pr
ise

ég
al

e
à
f

=
5%

.
N

ot
on

s
qu

e
x
[y

]d
és

ig
ne

x
×

10
y
.

T
e

(1
06

K
)

Tr
an

sit
io

n
1

2
3

4.
5

5
6.

5
8

10

23 S
1M

i
=

0
→

23 P
0M

j
=

0
1.

53
[−

9]
1.

28
[−

9]
1.

15
[−

9]
1.

02
[−

9]
9.

96
[−

10
]

9.
21

[−
10

]
8.

66
[−

10
]

8.
11

[−
10

]
23 S

1M
i
=

1
→

23 P
0M

j
=

0
1.

55
[−

9]
1.

31
[−

9]
1.

17
[−

9]
1.

05
[−

9]
1.

02
[−

9]
9.

46
[−

10
]

8.
91

[−
10

]
8.

36
[−

10
]

23 S
1M

i
=

0
→

23 P
1M

j
=

1
2.

33
[−

9]
1.

97
[−

9]
1.

76
[−

9]
1.

57
[−

9]
1.

52
[−

9]
1.

42
[−

9]
1.

33
[−

9]
1.

25
[−

9]
23 S

1M
i
=

1
→

23 P
1M

j
=

0
2.

33
[−

9]
1.

97
[−

9]
1.

76
[−

9]
1.

57
[−

9]
1.

52
[−

9]
1.

42
[−

9]
1.

33
[−

9]
1.

25
[−

9]
23 S

1M
i
=

1
→

23 P
1M

j
=

1
2.

29
[−

9]
1.

93
[−

9]
1.

72
[−

9]
1.

53
[−

9]
1.

48
[−

9]
1.

38
[−

9]
1.

29
[−

9]
1.

21
[−

9]

23 S
1M

i
=

0
→

23 P
2M

j
=

0
3.

05
[−

9]
2.

56
[−

9]
2.

30
[−

9]
2.

04
[−

9]
1.

97
[−

9]
1.

83
[−

9]
1.

72
[−

9]
1.

60
[−

9]
23 S

1M
i
=

0
→

23 P
2M

j
=

1
2.

32
[−

9]
1.

96
[−

9]
1.

76
[−

9]
1.

57
[−

9]
1.

52
[−

9]
1.

41
[−

9]
1.

32
[−

9]
1.

24
[−

9]
23 S

1M
i
=

1
→

23 P
2M

j
=

0
7.

75
[−

10
]

6.
53

[−
10

]
5.

86
[−

10
]

5.
23

[−
10

]
5.

07
[−

10
]

4.
70

[−
10

]
4.

42
[−

10
]

4.
14

[−
10

]
23 S

1M
i
=

1
→

23 P
2M

j
=

1
2.

28
[−

9]
1.

92
[−

9]
1.

72
[−

9]
1.

53
[−

9]
1.

48
[−

9]
1.

37
[−

9]
1.

29
[−

9]
1.

20
[−

9]
23 S

1M
i
=

1
→

23 P
2M

j
=

2
4.

65
[−

9]
3.

92
[−

9]
3.

51
[−

9]
3.

14
[−

9]
3.

04
[−

9]
2.

82
[−

9]
2.

65
[−

9]
2.

48
[−

9]

87



T
ab

le
5.

12
–

C
oe

ffi
ci

en
ts

de
ta

ux
M

ax
we

lli
en

d’
io

ni
sa

tio
n

di
re

ct
e
C

ii
M

(e
n

cm
3

s−
1 )

de
s

io
ns

N
e7+

à
pa

rt
ir

de
le

ur
ni

ve
au

fo
nd

am
en

ta
l

1s
2 2

s2 S
1/

2
ve

rs
le

s
ni

ve
au

x
1s

2
1 S

0,
1s

2s
3 S

1
et

1s
2s

1 S
0

de
l’i

on
N

e8+
et

d’
ex

ci
ta

tio
n-

au
to

io
ni

sa
tio

n
C

E
A

M
(e

n
cm

3
s−

1 )
de

s
io

ns
N

e7+
à

pa
rt

ir
de

le
ur

ni
ve

au
fo

nd
am

en
ta

l1
s2 2

s1 S
1/

2.
N

ou
s

do
nn

on
s

ég
al

em
en

t
le

s
co

effi
ci

en
ts

de
ta

ux
M

ax
we

lli
en

d’
io

ni
sa

tio
n

to
ta

lC
ii

M
(T

ot
al

)
ob

te
nu

s
en

so
m

m
an

t
su

r
to

us
le

s
co

effi
ci

en
ts

de
ta

ux
M

ax
we

lli
en

d’
io

ni
sa

tio
n

di
re

ct
e.

N
os

ré
su

lta
ts

dé
sig

né
s

pa
r

F.
I.C

so
nt

co
m

pa
ré

s
à

ce
ux

ob
te

nu
s

pa
rZ

ha
ng

et
Sa

m
ps

on
[2

7]
dé

sig
né

s
Z.

S
po

ur
qu

at
re

va
le

ur
s

di
ffé

re
nt

es
de

la
te

m
pé

ra
tu

re
M

ax
we

lli
en

ne
T

e.
N

ot
on

s
qu

e
x
[y

]d
és

ig
ne

x
×

10
y
.

T
e

(1
06

K
)

Tr
an

sit
io

n
1.

0
2.

0
3.

0
4.

5
5.

0
6.

5
8.

0
10

.0

1s
2 2

s2 S
1/

2
→

1s
2

1 S
0

F.
I.C

2.
08

[−
11

]
9.

93
[−

11
]

1.
64

[−
10

]
2.

24
[−

10
]

2.
37

[−
10

]
2.

65
[−

10
]

2.
81

[−
10

]
2.

93
[−

10
]

1s
2 2

s2 S
1/

2
→

1s
2s

3 S
1

F.
I.C

4.
67

[−
17

]
4.

78
[−

14
]

5.
12

[−
13

]
2.

59
[−

12
]

3.
61

[−
12

]
7.

26
[−

12
]

1.
13

[−
11

]
1.

67
[−

11
]

1s
2 2

s2 S
1/

2
→

1s
2s

3 S
1

Z.
S

-
4.

97
[−

14
]

5.
16

[−
13

]
2.

55
[−

12
]

-
-

-
1.

59
[−

11
]

1s
2 2

s2 S
1/

2
→

1s
2s

1 S
0

F.
I.C

1.
38

[−
17

]
1.

50
[−

14
]

1.
63

[−
13

]
8.

38
[−

13
]

1.
17

[−
12

]
2.

36
[−

12
]

3.
70

[−
12

]
5.

49
[−

12
]

1s
2 2

s2 S
1/

2
→

1s
2s

1 S
0

Z.
S

-
1.

53
[−

14
]

1.
63

[−
13

]
8.

18
[−

13
]

-
-

-
5.

20
[−

12
]

C
ii

M
(T

ot
al

)
F.

I.C
2.

08
[−

11
]

9.
93

[−
11

]
1.

65
[−

10
]

2.
27

[−
10

]
2.

42
[−

10
]

2.
74

[−
10

]
2.

96
[−

10
]

3.
15

[−
10

]

C
E

A
M

F.
I.C

1.
05

[−
13

]
8.

19
[−

13
]

4.
01

[−
12

]
1.

13
[−

11
]

1.
38

[−
11

]
2.

09
[−

11
]

2.
67

[−
11

]
3.

31
[−

11
]

C
ii

M
(T

ot
al

)+
C

E
A

M
F.

I.C
2.

09
[−

11
]

1.
00

[−
10

]
1.

69
[−

10
]

2.
38

[−
10

]
2.

56
[−

10
]

2.
95

[−
10

]
3.

23
[−

10
]

3.
48

[−
10

]

88



T
ab

le
5.

13
–

C
oe

ffi
ci

en
ts

de
ta

ux
be

am
C

ii
b

(e
n

cm
3

s−
1 )

d’
io

ni
sa

tio
n

de
s

io
ns

N
e7+

à
pa

rt
ir

du
ni

ve
au

fo
nd

am
en

ta
l1

s2 2
s2 S

1/
2

ve
rs

le
s

ni
ve

au
x

1s
2s

3 S
1,

1s
2s

1 S
0

et
1s

2
1 S

0
et

d’
ex

ci
ta

tio
n-

au
to

io
ni

sa
tio

n
C

E
A

b
(e

n
cm

3
s−

1 )
de

s
io

ns
N

e7+
à

pa
rt

ir
de

le
ur

ni
ve

au
fo

nd
am

en
ta

l
1s

2 2
s1 S

1/
2

po
ur

le
s

se
pt

va
le

ur
s

de
l’é

ne
rg

ie
e 0

de
s

él
ec

tr
on

du
fa

isc
ea

u.
Le

s
co

effi
ci

en
ts

de
ta

ux
M

ax
we

lli
en

d’
io

ni
sa

tio
n

to
ta

lC
ii

b(
To

ta
l)

ob
te

nu
s

en
so

m
m

an
t

su
r

to
us

le
s

co
effi

ci
en

ts
de

ta
ux

be
am

d’
io

ni
sa

tio
n

so
nt

ég
al

em
en

t
m

on
tr

és
.N

ot
on

s
qu

e
x
[y

]d
és

ig
ne

x
×

10
y
.

e 0
(k

eV
)

Tr
an

sit
io

n
1.

5
2

4
6.

5
10

15
25

1s
2 2

s2 S
1/

2
→

1s
2s

3 S
1

M
j
=

0
7.

55
[−

12
]

1.
35

[−
11

]
2.

33
[−

11
]

2.
56

[−
11

]
2.

52
[−

11
]

2.
36

[−
11

]
2.

08
[−

11
]

1s
2 2

s2 S
1/

2
→

1s
2s

3 S
1

M
j
=

1
7.

55
[−

12
]

1.
35

[−
11

]
2.

33
[−

11
]

2.
56

[−
11

]
2.

52
[−

11
]

2.
36

[−
11

]
2.

08
[−

11
]

1s
2 2

s2 S
1/

2
→

1s
2s

3 S
1

2.
26

[−
11

]
4.

05
[−

11
]

7.
00

[−
11

]
7.

69
[−

11
]

7.
56

[−
11

]
7.

07
[−

11
]

6.
24

[−
11

]

1s
2 2

s2 S
1/

2
→

1s
2s

1 S
0

7.
43

[−
12

]
1.

33
[−

11
]

2.
32

[−
11

]
2.

55
[−

11
]

2.
51

[−
11

]
2.

35
[−

11
]

2.
08

[−
11

]

1s
2 2

s2 S
1/

2
→

1s
2

1 S
0

4.
24

[−
10

]
3.

51
[−

10
]

2.
44

[−
10

]
2.

00
[−

10
]

1.
72

[−
10

]
1.

51
[−

10
]

1.
07

[−
10

]

C
ii

b(
To

ta
l)

4.
54

[−
10

]
4.

05
[−

10
]

3.
37

[−
10

]
3.

02
[−

10
]

2.
73

[−
10

]
2.

45
[−

10
]

1.
90

[−
10

]

C
E

A
b

3.
00

[−
11

]
5.

38
[−

11
]

7.
45

[−
11

]
8.

16
[−

11
]

7.
07

[−
11

]
4.

71
[−

11
]

4.
16

[−
11

]

C
ii

b(
To

ta
l)

+
C

E
A

b
4.

84
[−

10
]

4.
59

[−
10

]
4.

11
[−

10
]

3.
83

[−
10

]
3.

43
[−

10
]

2.
92

[−
10

]
2.

32
[−

10
]

89



Comme il a été mentionné auparavant, il n’y a pas d’alignement du niveau 2 3S1

suite à l’ionisation de couche interne des ions Ne7+ à la fois par la composante Max-
wellienne et du faisceau d’électrons . Dans le tableau 5.14, nous présentons nos coef-
ficients de taux Cii calculés pour l’ionisation de couche interne 1s22s 2S1/2 → 1s2s 3S1

ainsi que les valeurs du rapport d’abondance ρ = Ne7+/Ne8+ pour seize combinaisons
de valeurs des paramètres (Te, e0) et pour la fraction du faisceau f = 5%. Toujours
dans le tableau 5.14, nous donnons à titre de comparaison les résultats du rap-
port d’abondance ρM obtenus dans le cas d’une distribution purement Maxwellienne
(f = 0) par interpolation à partir des calculs de Mazzotta et al. [26]. Il convient
de noter que dans les calculs de ρ, nous avons négligé l’effet de la composante du
faisceau d’électrons sur les coefficients de taux de recombinaison radiative et diélec-
tronique. Nos calculs indiquent d’abord que les électrons Maxwelliens contribuent
de manière négligeable au coefficient de taux Cii à Te ≤ 1.5 × 106 K où l’énergie
de seuil d’ionisation I est supérieure que 8.8 kTe. Une telle contribution négligeable
à ces basses températures persiste même pour une fraction des électrons directifs
f = 0.5%. Le coefficient de taux Maxwellien Cii,M augmente de quatre ordres de
grandeur en passant de Te = 106 à 3×106 K, et même à Te = 3×106 K les électrons
du faisceau font augmenter fortement le taux d’ionisation de couche interne, par des
facteurs entre 3.2 et 8.5 selon leur énergie e0. Il est à noter que l’ionisation de couche
interne est dominée par la composante Maxwellienne à Te supérieur à 3.7 × 106 K
pour e0 = 1.5 keV et à 5.2 × 106 K pour e0 = 6.5 keV. Nous pouvons également
noter que l’énergie pour laquelle le coefficient de taux d’ionisation par la composante
du faisceau d’électrons directifs Cii,b atteint son maximum est évalué autour de la
valeur e0 = 8 keV.

Il peut être vu dans le tableau 5.14 que la composante du faisceau d’électrons peut
diminuer le rapport d’abondance ρ (par rapport à la valeur purement Maxwellienne
ρM) par des facteurs entre 2.22 à Te = 106 K et 1.04 à Te = 107 K. A Te =
106 K, nos résultats pour le produit ρCii qui intervient dans l’équation 5.14, sont
trouvés être de quatre ordres de grandeur plus grands que les valeurs de ρM Cii,M

correspondant à la distribution Maxwellienne pure. Avec l’augmentation de Te, les
différences entre les deux quantités diminuent rapidement et deviennent un facteur
de moins de 2 à Te supérieur à 5 × 106 K. En comparant maintenant le produit ρCii

avec le coefficient de taux Ce pour l’excitation directe-plus-résonance 1 1S0 → 2 3S1

(aux mêmes paramètres Te et e0), nous remarquons que le processus d’ionisation
de couche interne est plus efficace que le processus d’excitation dans le peuplement
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Table 5.14 – Coefficient de taux d’ionisation de couche interne Cii (en cm3 s−1)
pour 1s2 2s 2S1/2 → 1s2s 3S1 des ions Ne7+ et rapport d’abondance ρ = Ne7+/Ne8+

pour différentes combinaisons de paramètres Te (en 106 K) et e0 (en keV), la fraction
d’électrons directifs étant prise égale à f = 5%. Nous donnons également les valeurs
du rapport d’abondance ρM correspondant au cas purement Maxwellien.

(Te , e0) Cii ρ ρM (Te , e0) Cii ρ ρM

(1 , 1.5) 1.13[−12] 3.09[−2] 6.85[−2] (3 , 4) 3.99[−12] 7.20[−3] 8.12[−3]
(1 , 2) 2.03[−12] 3.18[−2] 6.85[−2] (3 , 10) 4.27[−12] 7.34[−3] 8.12[−3]
(1 , 4) 3.50[−12] 3.37[−2] 6.85[−2] (3 , 15) 4.02[−12] 7.44[−3] 8.12[−3]
(1 , 6.5) 3.85[−12] 3.49[−2] 6.85[−2] (5 , 6.5) 7.27[−12] 5.94[−3] 6.41[−3]
(2 , 2) 2.07[−12] 9.02[−3] 1.12[−2] (5 , 15) 6.96[−12] 6.05[−3] 6.41[−3]
(2 , 4) 3.55[−12] 9.21[−3] 1.12[−2] (8 , 10) 1.45[−11] 4.31[−3] 4.55[−3]
(2 , 6.5) 3.89[−12] 9.32[−3] 1.12[−2] (9 , 15) 1.68[−11] 3.83[−3] 4.01[−3]
(2 , 10) 3.83[−12] 9.49[−3] 1.12[−2] (10 , 25) 1.90[−11] 3.58[−3] 3.71[−3]

de niveau 2 3S1 à Te . 1.5 × 106 K et e0 & 4 keV. Par exemple, à Te = 106 K et
e0 = 25 keV, le rapport ρCii/Ce atteint la valeur aussi élevée que ∼ 130 alors qu’il
ne dépasse pas 4.2 × 10−3 dans le cas d’une distribution Maxwellienne pure. Ainsi,
il faut s’attendre à ce que l’intensité de la raie z augmente considérablement par
la composante du faisceau d’électrons à travers le processus d’ionisation de couche
interne aux basses températures Te . 1.5 × 106 K.
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Chapitre 6

Variations du rapport d’intensité
G

Nous avons calculé les populations des sous-niveaux magnétiques supérieurs des
quatre raies w, x, y et z en fonction de la température Te des électrons Maxwelliens
pour les sept valeurs de l’énergie des électrons du faisceau e0 (pris en compte dans les
données de collision) et pour différentes valeurs de la fraction f du faisceau entre 0
(cas purement Maxwellien) et 10%. Ces calculs ont été effectués en utilisant le modèle
collisionnel-radiatif, dans lequel les 117 sous-niveaux magnétiques des configurations
1s2 et 1snl (n = 2 − 4) pour l’ion héliumoïde Ne8+ ainsi que le niveau fondamental
de l’ion lithiumoïde Ne7+ sont inclus. Les équations de taux collisionnel-radiatif ont
été résolues pour différentes valeurs de la densité d’électrons ne entre 109 cm−3 (ce
qui correspond à la limite des basses densités) et 1013 cm−3. A partir des résultats de
populations des sous-niveaux magnétiques, on en déduit le degré de la polarisation
des raies et les rapports d’intensité G(θ) et ⟨G⟩ en fonction des quatre paramètres
Te, e0, f et ne de notre modèle. Le rapport d’intensité G(θ) est également obtenu
en fonction de l’angle d’émission θ entre la direction du faisceau d’électrons et la
direction dans laquelle les raies sont observées. Commençons par exposer les résultats
du degré de polarisation des raies.

6.1 Polarisation linéaire des raies

Dans la figure 6.1 nous traçons les degrés de polarisation Pw, Px, Py et Pz des
quatre raies de l’ion Ne8+ en fonction de la température électronique Te, calculés
dans la limite des basses densités pour deux énergies de faisceau d’électrons e0 =1.5
et 4 keV et pour la fraction de faisceau f=5%. Bien sûr, les résultats obtenus pour
Pw sont indépendants de ne inférieure à 1013 cm−3, alors que celles pour Px, Py et
Pz sont très sensibles aux valeurs de ne supérieures à ∼ 5 × 1010 cm−3. En effet, la
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dépendance à la densité électronique ne des degrés de polarisation des raies triplets
a été discutée auparavant dans le cadre d’expériences EBIT [1] et dans les plasmas
avec un modèle de distribution électronique anisotrope analogue à celui considéré
ici [2].

On voit sur la figure 6.1 que la contribution de la composante faisceau d’électrons
peut se traduire par des degrés de polarisation relativement élevés. Dans le domaine
des basses températures 106 ≤ Te ≤ 3 × 106 K, le degré de polarisation de la
raie w peut atteindre ∼ 30% à 55% pour e0 = 1.5 keV et ∼ 20% à 33% pour
e0 =4 keV. Comme on s’y attendait, pour une même valeur de l’énergie e0, les degrés
de polarisation de toutes les raies diminuent avec l’augmentation de la température
Te. Il peut également être remarqué sur la figure 6.1 que lorsque Te augmente jusqu’à
∼ 4 × 106 K le degré de polarisation diminue plus rapidement pour les raies x, y
et z que pour la raie w. Cela découle du fait que la contribution de la composante
d’électrons Maxwelliens aux coefficients de taux d’excitation est plus importante
pour les raies triplets que pour la raie de résonance.

Il convient de mentionner que les degrés de polarisation sont fortement réduits
pour e0 supérieur à ∼6.5 keV. Pour toute valeur de Te, le degré de polarisation de la
raie w ne dépasse pas 8% pour e0 =10 keV et disparaît pratiquement à e0 =15 keV.
Il devient négatif pour e0 =25 keV variant de −10.5% à −1.1% avec l’augmentation
de Te dans la gamme 106 − 107 K. La raie z est pratiquement non polarisée pour la
valeur de e0 ≥ 10 keV indépendamment de Te. C’est également le cas pour les deux
autres raies triplets x et y lorsque Te ≥ 2 × 106 K. Il est intéressant de noter que
pour Te = 106 K, e0 = 25 keV et f = 5%, Py atteint −10.6% et devient presque égal
à Pw. Cette quasi-égalité entre Py et Pw découle comme une conséquence des effets
relativistes dans l’excitation par impact 1 1S0 → 2 3P1Mj à travers l’interaction spin-
orbite conduisant à un mélange entre les niveaux 2 1P1 et 3P1. Ces effets deviennent
importants pour une valeur très grande de l’énergie cinétique e0 telle que 25 keV [3].

Il est également intéressant de noter que, lorsque Te = 106 K, même pour une
petite fraction d’électrons suprathermiques de l’ordre de f = 0.05%, on trouve que
le degré de polarisation de la raie Pw dépasse 50% pour e0 = 1.5 keV et 45% pour
e0 =2 keV.
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Figure 6.1 – Degré de polarisation des quatre raies w, x, y et z en fonction de
la température Maxwellienne Te, calculé pour deux valeurs de l’énergie du faisceau,
e0 = 1.5 keV et 4 keV, et la fraction du faisceau f = 5%. Toutes les courbes traces
sont obtenues dans la limite des basses densités.

Nos calculs montrent que pour une valeur donnée de l’énergie cinétique e0, la
contribution du processus d’ionisation de couche interne pour la raie d’émission z

est maximale à la température minimale considérée qui est Te = 106 K. A cette
température, l’inclusion de l’ionisation de couche interne qui est due presque uni-
quement à la composante du faisceau d’électrons, a l’effet de diminuer Pz légèrement
de −19.0% à −18.3% pour e0 = 1.5 keV mais fortement de −11.7% à −5.1% pour
e0 =4 keV et de −6.0% à −1.1% pour e0 =6.5 keV. Il convient de noter que lorsque
Te = 106 K l’intensité de z moyennée sur 4π, ⟨Iz⟩, augmente par un facteur de 1.04
pour e0 =1.5 keV et par des facteurs aussi importants que 2.3 et 5.5 pour e0 =4 keV
et e0 =6.5 keV, respectivement, lorsqu’on inclut le processus d’ionisation de couche
interne.
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6.2 Dépendance de G sur la température Max-
wellienne

Avant de montrer comment la dépendance du rapport d’intensité G sur Te est
affectée par la présence de la petite fraction des électrons du faisceau dans le plasma
émetteur, il est à mentionner que, d’après nos calculs, le rapport G est totalement
insensible aux valeurs de la densité électronique ne en dessous de 1013 cm−3, indépen-
damment des paramètres (Te, e0, f) et de la direction d’observation. Nous trouvons
que l’insensibilité du rapport d’intensité G par rapport à ne se réalise également
pour n’importe quelle valeur de e0 lorsqu’on considère la fraction du faisceau f = 1
dans les calculs, ce qui correspond à la situation pure d’un faisceau monoénergétique
d’électrons telle que celle rencontrée dans les expériences EBIT.

Dans la figure 6.2, nous montrons le rapport d’intensité G des raies à 90◦ par
rapport à la direction du faisceau d’électrons, G(90◦), en fonction de la température
électronique Te, calculé pour cinq valeurs sélectionnées de l’énergie du faisceau e0 et
pour la fraction du faisceau f =5%. Pour mettre en évidence l’importance à la fois
des effets de haute énergie et de directivité de la composante faisceau d’électrons,
nous présentons également le rapport d’intensité ⟨G⟩ moyenné sur 4π, ainsi que
le rapport GM obtenu dans le cas du plasma purement Maxwellien (f = 0). En
comparant G(90◦) ou ⟨G⟩ avec GM, il est clair que l’inclusion de la composante du
faisceau peut changer considérablement le rapport G dans les basses températures
Te = 1 à ∼ 3 × 106 K mais affecte relativement modérément le rapport d’intensité G
pour Te ≥6 × 106 K. A Te =106 K, en raison de la prépondérance de la contribution
de la composante du faisceau par rapport à celle Maxwellienne dans les coefficients
de taux de collision, le rapport G pour e0 =6.5−25 keV diminue jusqu’à un facteur de
30 par rapport à GM (purement Maxwellien). Avec l’augmentation de Te, le rapport
G(90◦) ou ⟨G⟩ augmente et atteint un maximum à Te situé entre ∼3.5 et 5 × 106 K
selon la valeur de e0. Pour Te ≥ 6 × 106 K, où la contribution de la composante
Maxwellienne aux coefficients de taux d’excitation domine largement celle de la
composante du faisceau, il y a une diminution du rapport G(90◦) par rapport à la
valeur de GM de moins de ∼20%.

Il est également intéressant de noter que pour e0&6.5 keV, le rapport G(90◦) ou
⟨G⟩ est fortement sensible aux variations de Te entre 106 et 4 × 106 K, augmentant
par un facteur de 10, de ∼ 0.04 à ∼ 0.4. D’autre part, dans le domaine plus élevé
de Te entre 5 × 106 et 107 K et pour e0 ≥ 4 keV, le rapport G(90◦) ou ⟨G⟩ devient
beaucoup moins sensible à Te, passant de ∼0.4 à ∼0.3.
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En comparant maintenant G(90◦) avec ⟨G⟩, on voit d’après la figure 6.2 que
la prise en compte de l’anisotropie de l’émission radiative est négligeable pour e0

dans la gamme d’énergie entre 10 et 25 keV, indépendamment de la valeur de Te.
Selon nos calculs, les rapports G(90◦) et ⟨G⟩ diffèrent entre eux par moins de 3.5%.
Cependant, pour e0 =1.5 − 4 keV, le rapport d’intensité G peut être très différent à
90◦ de la valeur moyennée sur 4π ⟨G⟩. A Te = 106 K et e0 = 1.5 keV, par exemple,
les résultats obtenus indiquent que le rapport G(90◦) diffère de ∼ 16% par rapport
à ⟨G⟩.

Pour évaluer l’influence du processus d’ionisation de couche interne sur le rapport
d’intensité G, nous avons comparé le rapport G(90◦) de celui calculé sans inclusion
de ce processus. A Te = 106 K et en supposant que f = 5%, nous trouvons que la
contribution de l’ionisation de couche interne à l’intensité de la raie z fait accroître
G(90◦) de 0.295 à 0.305 pour e0 = 1.5 keV et de 0.135 à 0.151 pour e0 = 2 keV.
Malgré un tel accroissement, le rapport d’intensité G reste cependant trop faible
(ne dépassant pas 0.05) pour être d’une utilité pratique. Pour Te ≥ 2 × 106 K et
n’importe quelle valeur de e0, l’ionisation de couche interne contribue à l’intensité
de z par moins de 10% et le rapport G(90◦) ou ⟨G⟩ augmente de moins de 7%
lorsque ce processus est inclus dans notre calcul. Notons que dans le cas du plasma
purement Maxwellien, l’ionisation de couche interne est constatée avoir un effet
négligeable (moins de 0.7%) sur le rapport GM pour l’ensemble des températures Te

dans l’intervalle 106 − 107 K.
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Figure 6.2 – Dépendance des rapports d’intensité G(90◦) et ⟨G⟩ à l’égard de la
température Maxwellienne Te, montrée pour cinq énergies du faisceau d’électrons :
e0 = 1.5, 2 et 4 keV dans (a), e0 = 10 et 25 keV dans (b). La fraction de faisceau
est prise égale à f = 5%. Également tracé est le rapport d’intensité GM pour le cas
purement Maxwellien (f=0).
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6.3 Dépendance de G sur l’énergie du faisceau

Nous allons maintenant examiner la sensibilité du rapport G à l’énergie e0 du
faisceau d’électrons. Dans la figure 6.3 nous montrons les rapports G(90◦) et ⟨G⟩ en
fonction de l’énergie e0 pour cinq valeurs choisies de Te et en supposant f=5%. On
voit que pour une température Te donnée, le rapport G est peu ou insensible aux
variations de e0 entre ∼6 et 25 keV. Il apparaît également que lorsque e0 augmente
en allant de 1.5 à ∼5 keV, la diminution du rapport G est plus prononcée quand Te

est plus petit. Ceci est principalement dû au fait que lorsque l’énergie e0 augmente
le coefficient de taux d’excitation total pour les trois raies triplets diminue plus
fortement lorsque Te est plus faible. A Te = 106 K, le rapport G(90◦) ou ⟨G⟩ tend
vers une valeur négligeable égale à ∼0.04 pour e0 supérieur à 5 keV.

Il y a eu plusieurs calculs antérieurs du rapport G pour Ne8+ [4, 5, 6, 7], mais ils
étaient tous, à notre connaissance, consacrés exclusivement aux plasmas purement
Maxwelliens. Nous avons comparé nos résultats pour le rapport purement Max-
wellien GM avec ceux de plus grande précision présentés dans la référence [6]. Les
auteurs de cette publication [6] ont fait appel à la méthode entièrement relativiste
de Dirac R-matrix (DRM) dans leur calcul des coefficients de taux d’excitation et
ont incorporé tous les niveaux héliumoïdes jusqu’à n=5 dans les équations de taux
collisionnel-radiatif. Nous avons constaté que lorsque la température Maxwellienne
Te varie entre 106 et 107 K, nos valeurs de GM sont inférieures de 12 à 20% à ceux
de Chen et al. [6] lorsque l’on considère leurs valeurs calculées sans inclusion des
processus de recombinaison radiative (RR) et recombinaison diélectronique (RD) de
l’ion hydrogénoïde (H-like) Ne9+ comme c’est le cas dans notre travail. Nous avons
également fait une comparaison entre nos résultats de GM et ceux obtenus par Smith
et al. [7] qui ont utilisé les données atomiques calculées à l’aide du Code Flexible
Atomique (FAC). Dans leurs calculs, ils ne tiennent pas compte de la contribution de
résonance aux coefficients de taux d’excitation, mais incluent les effets des cascades
radiatives provenant des niveaux jusqu’à n= 10. Nos résultats ont été estimés être
∼ 11% supérieurs à Te =106 K et ∼ 25% inférieurs à Te =107 K, ce qui est tout à fait
compréhensible en raison de l’inclusion des résonances et l’ignorance des cascades
provenant des niveaux n≥5 dans la présente étude.
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Figure 6.3 – Dépendance des rapports d’intensité G(90◦) et ⟨G⟩ à l’égard de l’éner-
gie e0 du faisceau d’électrons, montrée pour cinq températures Maxwelliennes : Te =1
et 2 × 106 K dans (a), Te =4, 7 et 10 × 106 K dans (b). La fraction du faisceau est
prise égale à f=5%.
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6.4 Dépendance de G à la direction d’observation

La figure 6.4 présente les résultats de la variation du rapport d’intensité G(θ)/⟨G⟩
avec l’angle d’observation θ, obtenus pour f = 5% et divers couples sélectionnés
des paramètres (Te, e0). On voit clairement que l’effet de l’anisotropie de l’émission
radiative en raison de la directionalité de la composante de faisceau d’électrons, peut
conduire à des différences très importantes entre G(0◦) et G(90◦). Aux plus basses
valeurs considérées de la température Maxwellienne et de l’énergie du faisceau, c’est
à dire Te =106 K et e0 =1.5 keV, on trouve que le rapport G diminue d’un facteur 2
lorsque la direction d’observation varie de θ= 0◦ à θ= 90◦. Notons au passage que,
selon nos calculs, le rapport G(90◦) diffère encore du rapport G(0◦) par le facteur
2 pour des fractions f du faisceau supérieures à ∼ 0.2%. Nos calculs indiquent
également que, comme prévu, la dépendance en θ du rapport G est assez faible pour
Te & 6 × 106 K et/ou e0 & 10 keV. Dans ces gammes de paramètres, les valeurs
calculées du rapport G(θ)/⟨G⟩ diffèrent de l’unité par moins de 7% pour tout angle
d’observation.

Afin de mieux comprendre la dépendance en θ du rapport G, nous avons exploré
la distribution angulaire de l’intensité de chacune des quatre raies impliquées dans
G. Nous avons constaté que la dépendance directionnelle de l’intensité de chacune
des raies z et (x, y) varie d’une manière opposée de sorte que les effets d’anisotro-
pie s’annulent partiellement dans la sommme des intensités de ces trois raies. Par
exemple, dans la direction θ = 90◦, il y a une augmentation de l’intensité de la
raie z et une diminution de l’intensité de (x, y) par rapport à leurs valeurs moyen-
nées sur 4π. Par conséquent, l’intensité totale des trois raies triplets peut présenter
seulement une faible anisotropie. Même dans les conditions extrêmes de haute ani-
sotropie du rayonnement considérées ici, à savoir Te = 106 K et e0 = 1.5 keV avec
ne = 109 cm−3 (limite de basse densité), nous avons remarqué que l’intensité totale
(Ix(θ) + Iy(θ) + Iz(θ)) ne varie qu’à l’intérieur de 8% avec l’angle θ dans l’intervalle
0◦−90◦. Pour être plus précis, le rapport (Ix(θ)+Iy(θ)+Iz(θ))/(⟨Ix⟩+⟨Iy⟩+⟨Iz⟩) va-
rie de 0.949 à 1.026 lorsque θ augmente de 0◦ à 90◦. En revanche, pour les raies prises
individuellement, les variations des rapports Ix(θ)/⟨Ix⟩, Iy(θ)/⟨Iy⟩ et Iz(θ)/⟨Iz⟩ avec
θ sont de 1.265 à 0.862, de 1.238 à 0.881 et de 0.870 à 1.065, respectivement.

Nous pouvons donc conclure que la dépendance angulaire du rapport d’intensité
G est essentiellement déterminée par la distribution angulaire de l’intensité de la
raie w. Autrement dit, le rapport G est, avec une bonne approximation, lié à l’angle
d’observation par G(θ) ≈ ⟨G⟩ (1 − Pw/3)/(1 − Pw cos2 θ).
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Figure 6.4 – Dépendance du rapport G(θ)/⟨G⟩ sur l’angle d’observation θ, montrée
pour cinq couples sélectionnés des paramètres (Te, e0). La fraction du faisceau est
prise égale à f=5%.

6.5 Dépendance de G sur la fraction du faisceau

Dans tous les résultats présentés précédemment dans les figures 6.1–6.4, la frac-
tion du faisceau a été considérée comme constante à la valeur de 5%. Nous avons
étudié l’influence de la fraction du faisceau sur le rapport G en faisant varier ce
paramètre à partir de f = 0 (plasma purement Maxwellien) jusqu’à f = 10%. La
figure 6.5 présente les variation des rapports G(90◦) et ⟨G⟩ en fonction de la fraction
du faisceau pour différentes valeurs des paramètres (Te, e0). D’après les résultats
exposés dans la figure 6.5(a), on voit que même une très petite fraction des élec-
trons du faisceau, inférieure à 0.01%, peut avoir un effet majeur sur le rapport G
dans le cas de Te = 106 K. A cette température et, par exemple, e0 = 4 keV, le rap-
port G(90◦) est diminué d’un facteur de près de 1.5 pour f = 0.002% et de 3 pour
f=0.01% comparativement au rapport purement Maxwellien GM dont la valeur cal-
culée est de 1.10. On peut également observer à partir de la figure 6.5(a) que pour
Te =2 × 106 K une forte sensibilité du rapport G vis à vis de f commence à environ
∼ 0.1%. Comme on pouvait s’y attendre, avec l’augmentation de Te le rapport G
devient de moins en moins sensible aux variations de f . La figure 6.5(b) montre une
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dépendance relativement faible du rapport d’intensité G sur la fraction du faisceau
f à Te & 7 × 106 K.

Il a été noté dans la sous-section précédente 6.2 dans laquelle la valeur f=5% a
été prise, que le processus d’ionisation de couche interne peut, via l’intensité de la
raie z, augmenter considérablement le rapport G pour Te . 1.5×106 K et e0 & 4 keV.
Toutefois, dans ces conditions des paramètres f , Te et e0, l’intensité de z avec celle
de x et y demeurent trop petites (par rapport à l’intensité de la raies w) pour
être observées, et donc l’effet de l’ionisation de couche interne sur le rapport G
serait indétectable. La figure 6.6 montre une comparaison entre les rapports G(90◦)
calculés avec et sans la prise en compte de la contribution d’ionisation de couche
interne pour f variant de 0.001% à 1%, Te =106 K, e0 =2 keV et 4 keV. Dans le cas
où e0 =4 keV par exemple, la non-prise en compte de la contribution de l’ionisation
de couche interne à l’intensité z conduit à une sous-estimation de ∼ 45 − 75% du
rapport G(90◦) pour f dans l’intervalle 0.05 − 0.1% pour lequel G(90◦) > 0.1. Il est
constaté que l’inclusion de l’ionisation de couche interne a un effet peu significatif
(moins de 10%) sur le rapport G pour f ≤ 0.007% et ceci quel que soit les valeurs
de l’énergie de e0. A Te ≥ 1.5 × 106 K et e0 ≥ 10 keV, la fraction du faisceau f doit
être supérieur à ∼0.8% avant que l’augmentation du rapport G dû à l’ionisation de
couche interne supérieure ne dépasse 10%.
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Chapitre 7

Conclusions

Au cours de ce travail, nous avons présenté des calculs élaborés du rapport d’in-
tensité G = (Ix +Iy +Iz)/Iw des raies émises par des ions Ne8+ en prenant en compte
une fonction de distribution des électrons qui se compose d’une partie Maxwellienne
isotrope avec une température Te dans l’intervalle de 106 − 107 K et une partie fais-
ceau monoénergétique d’énergie e0 et de fraction f dans les gammes de 1.5 − 25 keV
et 0 − 10%. Ces calculs sont basés sur un modèle collisionnel-radiatif stationnaire
qui inclut les 117 états associés aux configurations électroniques 1snl avec n ≤ 4 et
incorpore le processus d’ionisation de couche interne des ions lithiumoïdes (Li-like)
Ne7+ dans leur niveau fondamental. Nous avons exploré les effets des différents pa-
ramètres caractérisant la fonction de distribution d’électrons adoptée et nous avons
montré que la dépendance du rapport G vis à vis de la température Maxwellienne
peut être profondément modifiée par l’effet de la composante du faisceau d’élec-
trons, en particulier aux faibles valeurs de Te. Nos principaux résultats peuvent être
résumés comme suit.

(i) Il y a une augmentation rapide du rapport d’intensité G quand Te augmente
à partir de 106 K suivie d’une diminution en douceur à des températures plus
élevées, contrairement à la situation Maxwellienne pure où G est un fonction
monotone décroissante de la température. Pour e0 =4 − 25 keV et f =1% par
exemple, le rapport d’intensité G est inférieur à 0.1 pour Te =106 K, atteint un
maximum d’environ 0.6 près de Te =3 × 106 K, puis diminue lentement quand
Te augmente encore, atteignant 0.32 à Te = 107 K, tandis que dans le cas de
la distribution Maxwellienne pure le rapport G diminue de ∼1.1 à Te =106 K
à ∼ 0.33 à Te = 107 K. Précisons qu’à Te = 106 K le rapport G pour e0 dans
l’intervalle 10 − 25 keV et f = 1% diminue d’un facteur aussi important que
∼ 20 par rapport à la valeur Maxwellienne pure.
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(ii) Dans la gamme de température élevée, Te&6×106 K, les effets de la composante
du faisceau sont petits. Ils font diminuer le rapport G par rapport à la valeur
Maxwellienne pure par moins de 5% à f=1% pour toute valeur de e0.

(iii) Nous avons trouvé que le rapportG est très peu sensible à l’énergie des électrons
du faisceau dans la gamme e0 =7 − 25 keV pour toute valeur donnée de Te.

(iv) La sensibilité du rapport G vis à vis de la fraction des électrons du faisceau peut
commencer à environ 0.001% et 0.1% à Te =106 K et 2×106 K, respectivement.
En particulier, à Te =106 K et e0 =10 keV le rapport G pour f=0.01% est 1/3
de moins que le rapport Maxwellien pur, et la non-prise en compte de l’effet
de la composante des électrons du faisceau conduit à une surestimation d’un
facteur ∼8 de la température associée aux électrons Maxwelliens.

(v) Nous avons constaté que le rapportG est indépendant de la densité électronique
en dessous de la limite de 1013 cm−3 fixée dans ce travail indépendamment des
trois paramètres (Te, e0, f) et de l’angle d’observation par rapport à la direction
du faisceau d’électrons.

(vi) L’effet de la composante du faisceau d’électrons peut entraîner des degrés de
polarisation relativement élevés, atteignant 30 à 50% pour la raie w et -10 à
-40% pour les raies d’intercombinaison (x, y) ceci pour e0 =1.5 keV, f=1%, et
Te dans l’intervalle 106 − 2 × 106 K.

(vii) Le rapport G peut présenter une distribution angulaire fortement anisotrope
pour les valeurs relativement basses de Te et pour e0 . 4 keV. Par exemple, à
Te =106 K, e0 =1.5 keV et f ≥ 0.2%, les rapports G pour les angles d’observa-
tion θ=90◦ et θ=0◦ diffèrent entre eux par un facteur d’environ 2.

(viii) L’effet sur le rapport G d’incorporation de l’ionisation de couche interne de
Ne7+ par les électrons du faisceau est insignifiant à Te&2 × 106 K, mais à des
températures Maxwelliennes inférieures, il peut conduire à une amélioration
considérable du rapport G. Par exemple, à Te = 106 K le rapport G pour
θ= 90◦, e0 = 4 keV et f = 0.1% s’élève à 0.11 comparativement à la valeur de
0.064 obtenue sans inclure l’ionisation de couche interne.

Il est à espérer que les calculs présentés dans ce document seront utiles pour
des applications du rapport d’intensité G ainsi que des degrés de polarisation des
raies w et (x, y) aux diagnostics des plasmas non-Maxwelliens astrophysiques et de
laboratoire, contenant des électrons rapides et anisotropes en vue de l’estimation de
la moyenne d’énergie et de la directivité de ces électrons suprathermiques.
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Les présents résultats ont été obtenus sans tenir compte des contributions aux
intensités des raies dues à la recombinaison radiative (RR) et à la recombinaison
diélectronique (RD) de ions hydrogénoïdes (H-like) Ne9+. Nous nous attendons à
ce que la présence d’une composante d’électrons rapides augmenterait considérable-
ment le rapport d’abondance ionique Ne9+/Ne8+, mais les coefficients de taux des
deux processus RR et RD resteraient inchangés. Ceci se produit parce que la RD est
un processus résonnant impliquant des électrons avec des énergies relativement mo-
dérées et la RR s’effectue sans aucun seuil d’énergie et d’ailleurs il est bien connu que
les sections efficaces de RR diminuent avec l’augmentation de l’énergie des électrons.
Nous espérons étendre nos calculs pour inclure les contributions de recombinaison
dans un proche avenir.
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Chapitre 8

Annexe A

Forces de collision
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Table 8.2 – Même légende que pour le tableau 8.1 sauf qu’il s’agit de l’excitation
vers les différents sous-niveaux magnétiques Mj appartenant aux niveaux 1s3l. Pour
sept valeurs de l’énergie e0

Niveau e0 (keV)
excite Mj 1.5 2 4 6.5 10 15 25

3 3S1 0 1.38[−4] 9.27[−5] 3.16[−5] 1.39[−5] 6.47[−6] 3.06[−6] 1.16[−6]
1 1.38[−4] 9.27[−5] 3.16[−5] 1.39[−5] 6.47[−6] 3.06[−6] 1.16[−6]∑ 4.14[−4] 2.78[−4] 9.48[−5] 4.17[−5] 1.94[−5] 9.18[−6] 3.48[−6]

3 3P0 0 2.19[−4] 1.27[−4] 3.18[−5] 1.15[−5] 4.68[−6] 1.99[−6] 6.62[−7]

3 3P1 0 8.48[−5] 5.34[−5] 2.10[−5] 1.24[−5] 8.47[−6] 6.59[−6] 5.57[−6]
1 2.87[−4] 1.67[−4] 4.07[−5] 1.59[−5] 8.68[−6] 6.67[−6] 6.70[−6]∑ 6.59[−4] 3.87[−4] 1.02[−4] 4.42[−5] 2.58[−5] 1.99[−5] 1.90[−5]

3 3P2 0 3.54[−4] 2.04[−4] 4.60[−5] 1.48[−5] 5.23[−6] 1.95[−6] 5.57[−7]
1 2.86[−4] 1.65[−4] 3.88[−5] 1.31[−5] 4.94[−6] 1.97[−6] 6.07[−7]
2 8.27[−5] 5.07[−5] 1.73[−5] 8.18[−6] 4.07[−6] 2.01[−6] 7.57[−7]∑ 1.09[−3] 6.35[−4] 1.58[−4] 5.74[−5] 2.32[−5] 9.91[−6] 3.28[−6]

3 1S0 0 1.25[−3] 1.43[−3] 1.72[−3] 1.85[−3] 1.94[−3] 2.01[−3] 2.13[−3]

3 3D1 0 4.20[−5] 1.93[−5] 2.76[−6] 7.08[−7] 2.18[−7] 7.36[−8] 1.93[−8]
1 1.56[−5] 8.15[−6] 1.74[−6] 6.05[−7] 2.33[−7] 8.88[−8] 2.29[−8]∑ 7.32[−5] 3.56[−5] 6.24[−6] 1.92[−6] 6.84[−7] 2.51[−7] 6.51[−8]

3 3D2 0 2.74[−5] 1.70[−5] 6.07[−6] 3.82[−6] 3.58[−6] 4.15[−6] 4.97[−6]
1 3.94[−5] 1.95[−5] 7.83[−6] 7.02[−6] 6.47[−6] 5.55[−6] 4.54[−6]
2 9.99[−6] 6.82[−6] 4.63[−6] 5.37[−6] 6.50[−6] 7.91[−6] 9.50[−6]∑ 1.26[−4] 6.97[−5] 3.10[−5] 2.86[−5] 2.95[−5] 3.10[−5] 3.30[−6]

3 3D3 0 5.03[−5] 2.19[−5] 2.54[−6] 5.52[−7] 1.57[−7] 5.41[−8] 1.67[−8]
1 4.03[−5] 1.84[−5] 2.60[−6] 6.69[−7] 2.09[−7] 7.19[−8] 1.92[−8]
2 1.74[−5] 1.00[−5] 2.43[−6] 8.29[−7] 2.97[−7] 1.04[−7] 2.42[−8]
3 2.20[−6] 2.01[−6] 9.50[−7] 4.57[−7] 2.11[−7] 8.88[−8] 2.38[−8]∑ 1.70[−4] 8.27[−5] 1.45[−5] 4.46[−6] 1.59[−6] 5.83[−7] 1.51[−7]

3 1D2 0 1.13[−4] 1.22[−4] 1.08[−4] 1.03[−4] 1.19[−4] 1.47[−4] 1.80[−4]
1 7.10[−5] 1.22[−4] 2.18[−4] 2.41[−4] 2.31[−4] 2.00[−4] 1.65[−4]
2 1.60[−5] 3.54[−5] 1.09[−4] 1.73[−4] 2.29[−4] 2.86[−4] 3.46[−4]∑ 2.86[−4] 4.37[−4] 7.62[−4] 9.31[−4] 1.04[−3] 1.12[−3] 1.20[−3]

3 1P1 0 3.48[−3] 4.72[−3] 6.83[−3] 7.67[−3] 8.05[−3] 8.44[−3] 8.87[−3]
1 8.67[−4] 1.39[−3] 3.24[−3] 4.94[−3] 6.75[−3] 8.51[−3] 1.10[−2]∑ 5.21[−3] 7.50[−3] 1.33[−2] 1.75[−2] 2.15[−2] 2.55[−2] 3.09[−2]

113



Table 8.3 – Même légende que pour le tableau 8.1 sauf qu’il s’agit de l’excitation
vers les différents sous-niveaux magnétiques Mj appartenant aux niveaux 1s4l.

Niveau e0 (keV)
excite Mj 1.5 2 4 6.5 10 15 25

4 3S1 0 5.62[−5] 3.74[−5] 1.25[−5] 5.47[−6] 2.54[−6] 1.20[−6] 4.53[−7]
1 5.62[−5] 3.74[−5] 1.25[−5] 5.47[−6] 2.54[−6] 1.20[−6] 4.53[−7]∑ 1.69[−4] 1.12[−4] 3.75[−5] 1.64[−5] 7.62[−6] 3.60[−6] 1.36[−6]

4 3P0 0 9.27[−5] 5.35[−5] 1.31[−5] 4.72[−6] 1.90[−6] 8.12[−7] 2.71[−7]

4 3P1 0 3.49[−5] 2.17[−5] 8.47[−6] 4.98[−6] 3.39[−6] 2.63[−6] 2.21[−6]
1 1.21[−4] 6.99[−5] 1.68[−5] 6.49[−6] 3.50[−6] 2.66[−6] 2.67[−6]∑ 2.77[−4] 1.61[−4] 4.21[−5] 1.80[−5] 1.04[−5] 7.95[−6] 7.55[−6]

4 3P2 0 1.50[−4] 8.57[−5] 1.90[−5] 6.08[−6] 2.14[−6] 7.98[−7] 2.28[−7]
1 1.21[−4] 6.94[−5] 1.60[−5] 5.38[−6] 2.02[−6] 8.02[−7] 2.48[−7]
2 3.41[−5] 2.06[−5] 6.95[−6] 3.29[−6] 1.64[−6] 8.14[−7] 3.09[−7]∑ 4.60[−4] 2.66[−4] 6.49[−5] 2.34[−5] 9.46[−6] 4.03[−6] 1.34[−6]

4 1S0 0 4.75[−4] 5.50[−4] 6.72[−4] 7.26[−4] 7.62[−4] 7.93[−4] 8.37[−4]

4 3F3 0 1.38[−6] 8.58[−7] 6.17[−7] 6.27[−7] 6.03[−7] 5.19[−7] 3.88[−7]
1 6.51[−7] 4.07[−7] 2.33[−7] 1.29[−7] 9.96[−8] 1.66[−7] 2.27[−7]
2 3.61[−7] 3.60[−7] 5.63[−7] 6.19[−7] 5.78[−7] 4.95[−7] 3.69[−7]
3 3.30[−8] 5.60[−8] 2.12[−7] 3.76[−7] 5.28[−7] 6.53[−7] 8.40[−7]∑ 3.47[−6] 2.50[−6] 2.63[−6] 2.87[−6] 3.01[−6] 3.14[−6] 3.26[−6]

4 3F2 0 1.05[−6] 3.57[−7] 2.43[−8] 3.98[−9] 9.69[−10] 3.41[−10] 1.23[−10]
1 5.92[−7] 2.42[−7] 2.89[−8] 6.72[−9] 1.81[−9] 5.15[−10] 1.11[−10]
2 8.12[−8] 4.84[−8] 1.28[−8] 4.60[−9] 1.59[−9] 4.83[−10] 8.35[−11]∑ 2.40[−6] 9.38[−7] 1.08[−7] 2.66[−8] 7.77[−9] 2.34[−9] 5.12[−10]

4 3F4 0 1.09[−6] 3.49[−7] 2.10[−8] 3.87[−9] 1.17[−9] 4.52[−10] 1.52[−10]
1 9.40[−7] 3.30[−7] 2.54[−8] 4.60[−9] 1.14[−9] 3.74[−10] 1.19[−10]
2 5.47[−7] 2.48[−7] 3.13[−8] 6.51[−9] 1.51[−9] 3.77[−10] 7.77[−11]
3 1.13[−7] 8.39[−8] 2.39[−8] 7.89[−9] 2.52[−9] 7.26[−10] 1.17[−10]
4 3.67[−9] 6.16[−9] 5.65[−9] 2.97[−9] 1.20[−9] 3.96[−10] 7.00[−11]∑ 4.30[−6] 1.68[−6] 1.93[−7] 4.78[−8] 1.39[−8] 4.20[−9] 2.32[−10]

4 1F3 0 1.63[−6] 1.11[−6] 9.27[−7] 9.57[−7] 9.22[−7] 7.95[−7] 5.94[−7]
1 5.97[−7] 4.96[−7] 3.46[−7] 1.95[−7] 1.51[−7] 2.54[−7] 3.47[−7]
2 3.26[−7] 4.48[−7] 8.48[−7] 9.43[−7] 8.83[−7] 7.57[−7] 5.64[−7]
3 2.92[−8] 6.86[−8] 3.18[−7] 5.73[−7] 8.08[−7] 1.00[−6] 1.28[−6]∑ 3.53[−6] 3.13[−6] 3.95[−6] 4.38[−6] 4.61[−6] 4.81[−6] 4.98[−6]
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Table 8.4 – Même légende que pour le tableau 8.3

Niveau e0 (keV)
excite Mj 1.5 2 4 6.5 10 15 25

4 3D1 0 2.47[−5] 1.12[−5] 1.58[−6] 4.02[−7] 1.24[−7] 4.18[−8] 1.09[−8]
1 9.00[−6] 4.65[−6] 9.75[−7] 3.38[−7] 1.30[−7] 5.03[−8] 1.31[−8]∑ 4.27[−5] 2.05[−5] 3.53[−6] 1.08[−6] 3.84[−7] 1.42[−7] 3.71[−8]

4 3D2 0 1.49[−5] 8.78[−6] 2.63[−6] 1.38[−6] 1.12[−6] 1.23[−6] 1.46[−6]
1 2.30[−5] 1.05[−5] 2.82[−6] 2.18[−6] 1.95[−6] 1.67[−6] 1.35[−6]
2 5.52[−6] 3.56[−6] 1.77[−6] 1.71[−6] 1.95[−6] 2.33[−6] 2.80[−6]∑ 7.19[−5] 3.69[−5] 1.18[−5] 9.16[−6] 8.92[−6] 9.23[−6] 9.76[−6]

4 3D3 0 2.99[−5] 1.29[−5] 1.47[−6] 3.15[−7] 8.90[−8] 3.05[−8] 9.34[−9]
1 2.38[−5] 1.08[−5] 1.49[−6] 3.80[−7] 1.18[−7] 4.07[−8] 1.09[−8]
2 9.85[−6] 5.64[−6] 1.36[−6] 4.66[−7] 1.67[−7] 5.93[−8] 1.39[−8]
3 1.13[−6] 1.07[−6] 5.17[−7] 2.51[−7] 1.17[−7] 5.01[−8] 1.37[−8]∑ 9.95[−5] 4.79[−5] 8.20[−6] 2.50[−6] 8.93[−7] 3.31[−7] 8.63[−8]

4 1D2 0 5.37[−5] 5.93[−5] 5.29[−6] 5.01[−5] 5.72[−5] 7.12[−5] 8.85[−5]
1 3.08[−5] 5.61[−5] 1.06[−4] 1.18[−4] 1.14[−4] 9.97[−5] 8.21[−5]
2 6.59[−6] 1.57[−5] 5.14[−5] 8.30[−5] 1.10[−4] 1.39[−4] 1.70[−4]∑ 1.28[−4] 2.03[−4] 3.68[−4] 4.52[−4] 5.05[−4] 5.48[−4] 5.93[−4]

4 1P1 0 1.25[−3] 1.74[−3] 2.58[−3] 2.90[−3] 3.03[−3] 3.17[−3] 3.32[−3]
1 3.03[−4] 4.99[−4] 1.20[−3] 1.85[−3] 2.53[−3] 3.20[−3] 4.16[−3]∑ 1.86[−3] 2.74[−3] 4.98[−3] 6.60[−3] 8.09[−3] 9.57[−3] 1.16[−3]

Table 8.5 – Forces de collision pour les transitions à partir du niveau métastable
2 3S1 vers les niveaux triplet 1s2p, et à partir du niveau métastable 2 1S0 vers le
niveau 2 1P1 dans l’ion Ne8+, aux mêmes valeurs d’énergie de l’électron incident e0

considérées dans le tableau 8.1

e0 (keV)
Excitation 1 1.5 2 4 6.5 10 15

2 3S1 → 2 3P0 0.59 0.60 0.67 0.84 0.96 1.05 1.32
2 3S1 → 2 3P1 1.52 1.80 2.02 2.51 2.88 3.16 3.96
2 3S1 → 2 3P2 2.54 3.00 3.35 4.17 4.79 5.25 6.50
2 1S0 → 2 1P1 1.66 2.05 2.32 2.90 3.32 3.80 4.50
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Chapitre 9

Annexe B

Coefficients de taux d’excitation Maxwellien Ce,M à
partir du niveaux fondamental vers les différents
niveaux n = 3 et n = 4
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Abstract
We have theoretically studied how the presence of a small proportion of energetic beam
electrons mixed to a bulk of Maxwellian electrons in a hot plasma affects the
temperature-dependent intensity ratio G = (x + y + z)/w of the helium-like triplet
intercombination (x, y) and forbidden (z) lines to the singlet resonance line (w). By modelling
the electron distribution function as a combination of a Maxwellian isotropic component and a
monoenergetic beam component, detailed calculations of the G ratio of the Ne8+ lines have
been performed for temperatures Te of the Maxwellian component and kinetic energies e0 of
the beam component in the ranges 106–107 K and 1.5–25 keV, respectively. A magnetic
sublevel-to-magnetic sublevel collisional-radiative model has been used for determining the
populations of the upper magnetic sublevels of the four lines at an electron density below
1013 cm−3. Excitations from the ground 1s2 1S0 and metastable 1s2s 3S1 magnetic sublevels to
the 1snl (n=2–4) magnetic sublevels as well as the inner-shell ionization of the lithium-like
ion in its ground level were taken into account. All basic atomic data, including the radiative
transition probabilities and the collisional excitation and ionization cross sections, were
computed using the flexible atomic code. It is found that the contribution of a 5% fraction of
the beam component can reduce the G ratio by a factor of 30 at Te = 106 K and of 2.4 at
Te = 3 × 106 K. Our calculations also indicate that the effect of directionality of the beam
component on G is negligible for e0 above ∼10 keV and that for a given Te, G is practically
insensitive to variations in e0 above ∼7 keV.

1. Introduction

The relative intensities of x-ray lines emitted by highly
charged He-like ions are frequently used in the diagnostics
of both collisionally ionized and photoionized plasmas, either
astrophysical or produced in laboratory (see e.g. [1–3]). From
the intensity ratio R = Iz/(Ix + Iy) of the forbidden line
z (1s2s 3S1 → 1s2 1S0) to the intercombination lines x, y
(1s2p 3P2,1 → 1s2 1S0), the electron density can be reliably
deduced. For Maxwellian plasmas, the electron temperature
can be obtained from the ratio G = (Ix + Iy + Iz)/Iw of the
summed intensities of the three triplet lines x, y and z to the
intensity of the resonance line w (1s2p 1P1 → 1s2 1S0) (these
four lines are illustrated in figure 1). Numerous theoretical

4 Guest scientist.

predictions on the density and temperature dependence of
the R and G ratios for He-like ions with atomic numbers
6 � Z � 14 have been reported (e.g. [4–10]) and applied to
diagnostics of a wide variety of plasma sources. These include
solar active regions (e.g. [11–13]) and flares (e.g. [6, 14, 15]),
stellar coronae (e.g. [16, 17]), supernova remnants (e.g.
[18–20]), active galactic nuclei (e.g. [21]), as well as tokamaks
[22]. Interpretations of the R and G intensity ratios measured
with the electron-beam ion trap (EBIT) device, in which the
ions are produced in collisions with a nearly unidirectional and
monoenergetic electron beam, have also been reported [23].

Most of the reported studies on the use of the R and G
ratios in electron density and temperature diagnostics were
based on the assumption that the free electrons have a pure-
Maxwellian energy distribution and are isotropic. It is known,
however, that in various hot collisionally ionized plasmas,
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Figure 1. Energy-level diagram for the 1s2 and 1s2l levels of Ne8+

and the 1s22s ground level of Ne7+ with the four emission lines w, x,
y and z shown. At the right end of the level bars and along the
downward arrows, the energies (in eV) and the radiative transition
probabilities (in s−1 with the notation a[b] meaning a × 10b) used in
our calculations are indicated, respectively.

substantial departures from the Maxwellian distribution can
occur at the high-energy tail and are due to the generation of
an excess of fast electrons (see e.g. [24, 25]). Moreover, these
fast electrons are often generated with strong directionality.
The existence of a component of fast directional electrons in a
plasma could significantly alter the relative intensities of lines
through two types of effects. The first, related to the high-
energy aspect, can result in an enhancement of the intensity of
certain lines relative to others. For the lines of interest here, this
enhancement concerns mainly the resonance line w through
an increase in the rate coefficient for 1s2 1S0 → 1s2p 1P1

collisional excitation. It might also concern to a lesser extent
the forbidden line z via an increase in the rate coefficient for
1s22s 2S1/2 → 1s2s 3S1+e− inner-shell ionization, if the Li- to
He-like ion abundance ratio does not fall off too significantly.
An illustration of the effect of a non-Maxwellian energy
distribution on the spectral emission and effective ionization
and recombination rate coefficients can be found in [26] for
the case of neutral helium.

The second effect of the fast electron component, related
to the directional aspect, leads in general to an anisotropic
angular distribution and polarization of the emitted lines
as a result of unequal population of magnetic sublevels
during the electron–ion collision processes. According to
calculations performed for unidirectional and monoenergetic
incident electrons [27–30], He-like lines can have large and
very different degrees of polarization, up to ∼−52% for x and
∼+60% for w. It means that as the observation angle relative
to the incident-electron direction varies from 0◦ to 90◦, the
intensity of w can increase from half the value calculated for
isotropic electron conditions to 1.25 times the same value.
On the other hand, the intensity of x can decrease from 1.30

times the value calculated in the isotropic case to 0.85 times
that value. The effects of emission anisotropy on the intensity
ratio of two lines may be appreciable, especially in the case
when the intensity of one of the lines is increased relative to
its 4π -averaged value and that of the other line is reduced.

An accurate determination of plasma parameters from
the intensities of emission lines observed in non-Maxwellian
plasmas requires to take into account the two effects of high-
energy tail and directionality in the distribution function.
Recently, Bedrane et al [31] have studied how the presence
in the emitting plasma of a small proportion of beam electrons
with 0.95–4 keV kinetic energies affects the R intensity
ratio for the Ne8+ ion, whose 1s2l → 1s2 lines lie in
the 13.45–13.70 Å wavelength interval. Their calculations
showed that the ratio R observed at 90◦ with respect to the
electron-beam direction can be ∼30% greater than in a pure-
Maxwellian case for a beam-electron proportion of 5% and for
the density range ∼1011–5 × 1012 cm−3. They also indicated
that the directional aspect can significantly influence R due to
opposite effects of the emission anisotropy on the intensities
of the (x, y) and z lines, which find an expression in a decrease
of the (x, y) intensity and an increase of the z intensity
or inversely, depending on the observation direction. It was
concluded in [31] that the electron density values determined
from R without the inclusion of the effects of the beam-electron
component could be appreciably erroneous.

In this paper, we focus on the potential consequences of
non-Maxwellian anisotropic electrons on the G ratio for the
same emitting ion Ne8+. Let us remind the reader that for
pure-Maxwellian hot plasmas, the temperature sensitivity of
the G ratio mainly occurs because of the very different energy
dependences of the collision strengths for the excitations from
the 1s2 1S0 ground level to the upper singlet level of w and
the upper triplet levels of x, y and z. Any high-energy electron
contribution to line formation would lead to more intensity
for w than for the triplet lines even if the increase of the z line
intensity due to inner-shell ionization is taken into account.
As in the previous work [31], here also we assume that the
electron distribution function is composed of a Maxwellian
isotropic component and a monoenergetic beam component
with, respectively, temperature and energy being in the ranges
of 106–107 K and 1.5–25 keV. We examine the modifications
of the variation of G with the temperature of the Maxwellian
component, caused by the beam component. Moreover, we
analyse the dependence of the G ratio on the energy and
fraction of the beam electrons as well as on the angle of obser-
vation with respect to their direction. Although not reasonable
for real plasmas, the monoenergetic beam model adopted
in this work for the component of high-energy anisotropic
electrons allows us to yield basic and valuable information
on the effects of the presence of such electrons on the G
ratio. Furthermore, its advantage is to provide the possibility
of extending easily the calculations to different kinds of real
electron velocity distributions. A direct recourse to more re-
alistic electron distribution functions would lead to much less
flexibility in performing averages over the energy and angular
distributions. We also think that our modelling of the G ratio
contains ingredients that may open up new prospects for the
diagnostics of non-Maxwellian and anisotropic plasmas.
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It is worth mentioning that to date there exist very
few calculations of the G ratio based on a non-Maxwellian
distribution model. We are aware of two studies attempting
to interpret observed G ratios in terms of a departure from
the Maxwellian electron distribution. One of these studies
was concerned with the Ti20+ emission lines from electron–
cyclotron-heated tokamak plasmas [32, 33] and the other with
the O6+ emission lines from the PUPPIS A supernova remnant
[20]. Both of them assumed implicitly isotropic electron
distribution condition.

Before moving on to the plan of this paper, it seems
appropriate to us to evoke the other intensity ratio often used
as temperature diagnostic of hot Maxwellian plasmas, that
of a lithium-like dielectronic satellite line to the resonance
line w [34]. This ratio, which typically varies more steeply
with temperature than the G ratio, is of practical use only for
plasmas at temperatures greater than ∼1.2 × 107 K, for which
only atoms with Z � 16 exist in the He-like ionization stage.
For light ions such as Ne8+, the dielectronic satellite lines are
very weak because of the domination of the autoionization
decay over radiative stabilization. Unlike the G ratio, the
dielectronic satellite to resonance line ratios were the focus
of numerous papers, both theoretical and experimental, on
their use to diagnose departures from the Maxwellian electron-
energy distribution [33, 35–38].

In the following section, we present the theoretical
background including all basic equations required for the
calculation of the G intensity ratio in a collisional-radiative
model that takes account of the anisotropy of line emission.
In section 3, we display the values of rate coefficients for
excitation and inner-shell ionization, followed by a discussion
of the changes in the rate coefficients due to the inclusion of
the electron-beam component. In section 4, after presenting
our results for the polarization degree of the lines w, x, y and
z, we show the dependences of the G ratio on the temperature
of the Maxwellian part of the electron distribution as well as
on the energy and fraction of the beam part. We also show
the variation of G with the observation angle relative to the
electron-beam direction. Finally, in section 5 we summarize
our main results and give an outlook for future work.

In what follows, we shall use the traditional notation of
n 2S+1LJ for designating a fine-structure level belonging to the
1snl configuration, e.g., 1 1S0 and 2 3S1 for the lower and upper
levels of the line z.

2. Elements of theory

2.1. The G intensity ratio

Line radiation following the impact excitation of ions by
electrons, whose velocity distribution function is axially
symmetric along an axis chosen as the z-axis, is generally
linearly polarized and its intensity depends on the photon
emission angle relative to the z-axis. The general formulae
describing the polarization and angular distribution of line
radiation emitted in any electric- or magnetic-multipole
transition were derived a long time ago and can be found,
for instance, in the papers by Inal and Dubau [27] and Bensaid
et al [39].

For the electric-dipole lines w and y and magnetic-dipole
line z, the intensity I(θ ) at the photon emission angle θ with
respect to the z-axis is related to the 4π -averaged intensity
〈I〉 (i.e. 〈I〉 = 1/2

∫ π

0 I(θ ) sin θ dθ ) by the well-known
equation [40]

Ii(θ ) = 〈Ii〉 1 − ε Pi cos2 θ

1 − ε Pi/3
(i = w, y or z), (1)

where ε = +1 for w and y, ε = −1 for z and Pi is the
degree of polarization of the line in question for the emission
angle θ = 90◦. Denoting by NMj,i the population of the upper
magnetic sublevel Mj of the line i (i = w, y or z), the degree
of polarization Pi can be expressed as

Pi = ε
N0,i − N1,i

N0,i + N1,i
. (2)

For the magnetic-quadrupole line x, the degree of polarization
is given by [27, 41]

Px = N2,x − N1,x

N2,x + N1,x
, (3)

and the angular distribution of its intensity can be written as

Ix(θ ) = 5
2 〈Ix〉 [3N0,x cos2 θ (1 − cos2 θ )

+ N1,x (1 − 3 cos2 θ + 4 cos4 θ ) + N2,x (1 − cos4 θ )]

×[N0,x + 2N1,x + 2N2,x]−1. (4)

It should be mentioned here that, in contrast to the dipole lines,
there is no explicit relationship between Ix(θ ) and Px.

The expression for the intensity ratio

G(θ ) = Ix(θ ) + Iy(θ ) + Iz(θ )

Iw(θ )
(5)

can be obtained by inserting (1) and (4) into (5). To estimate the
effects of anisotropy of line emission, it would be appropriate
to compare G(θ ) at, for instance, θ = 90◦ with the ratio of the
4π -averaged intensities:

〈G〉 = 〈Ix〉 + 〈Iy〉 + 〈Iz〉
〈Iw〉 . (6)

For low-Z ions such as Ne8+, where deviations from the
LS coupling play an insignificant role in the 1 1S0 → 2 3P1

excitation (at least for incident-electron energies not too high),
the intensities of x and y lines have very similar dependence
on θ , since as shown in [31] the curves giving Ix(θ )/〈Ix〉 and
Iy(θ )/〈Iy〉 as a function of θ are very close to each other. But
the (x, y) and z intensities can have different dependence on θ ,
so that the ratio G(θ ) cannot be explicitly connected to 〈G〉.
If we denote for each line i (i = w, x, y or z) the transition
probability by Ai, the transition energy by �Ei and the total
population of the upper level by Ni (Ni = ∑

Mj
NMj,i), then the

〈G〉 ratio is given by

〈G〉 = Nx Ax �Ex + Ny Ay �Ey + Nz Az �Ez

Nw Aw �Ew

. (7)

2.2. Collisional-radiative rate equations

In our calculations of the G(θ ) ratio for the Ne8+ emitting ion,
the populations of the upper magnetic sublevels of the four
lines are determined at electron densities ne below 1013 cm−3

using a magnetic sublevel-to-magnetic sublevel collisional-
radiative (MSTMS CR) model [42] and assuming the plasma
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to be in a steady state. At such densities, one needs to take
into account the collisional excitations from only the ground
1 1S0 and first excited 2 3S1 levels. Except the 2 3S1 level, all
of the other excited levels are primarily depopulated by the
radiative decay with probabilities larger than ∼ 107 s−1 (see
figure 1). We would like to mention that the MSTMS CR model
is equivalent to the generalized population-alignment model
as first demonstrated by Dubau [43] and then also discussed
by Csanak et al [44].

The magnetic-sublevel populations that enter into (2)
and (4) to be used in (5) are determined by solving a coupled
set of rate equations that will be described now in detail. In
addition to the collisional and radiative processes among the
Ne8+ levels, we also include the 1s inner-shell ionization of
Li-like Ne7+ ions that contribute to the population of the upper
level of z. However, the contributions to the level populations
due to radiative and dielectronic recombinations from H-like
Ne9+ ions were not taken into account. It is a very good
approximation to assume that all the n � 3 levels are populated
only as a result of transitions originating from the ground
level. For the upper magnetic sublevels of the w line, which
are populated almost entirely by collisional excitation from
the ground level (directly and via radiative cascades), the rate
equation explicitly governing their populations can be written
as

NMj,w Aw = N(1 1S0) ne Ce(1
1S0 → 2 1P1Mj)

+
∑

k

N(αk Jk Mk)

×〈1 1 Mj(Mk−Mj)|Jk Mk〉2 A(αk Jk → 2 1P1), (8)

where Ce is the collisional excitation rate coefficient and
〈 j1 j2 m1 m2| j m〉 denotes a Clebsch–Gordan coefficient. The
last term on the right-hand side of (8) accounts for the
population of the w upper magnetic sublevels due to radiative
cascades from higher sublevels αk Jk Mk, αk being used to
denote the set of quantum numbers necessary to specify the
states completely in addition to the total angular momentum
Jk and its z projection Mk. Here, all radiative decays between
excited levels can be assumed to occur through electric-
dipole transitions. Non electric-dipole transitions can take
place significantly only when the lower level is the ground
level. In writing the left-hand side of (8), we have used the
fact that the radiative transition probability from any α j J j Mj

magnetic sublevel to a lower αi Ji level is independent of Mj

and is equal to the level-to-level transition probability, i.e.
A(α j J j Mj → αi Ji) = A(α j J j → αi Ji).

For the upper magnetic sublevels of the x line, collisional
excitation from the 2 3S1 level can make a significant
contribution to their populations, and the rate equation can
be written as

NMj,x[Ax + A(2 3P2 → 2 3S1)] = ne

[
N(1 1S0)Ce(1

1S0

→ 2 3P2Mj) +
∑
Mi

NMi,z Ce(2
3S1Mi → 2 3P2Mj)

]

+
∑

k

N(αk Jk Mk)

×〈2 1 Mj(Mk−Mj)|Jk Mk〉2 A(αk Jk → 2 3P2). (9)

An equation similar to (9) applies for the population NMj,y of
the upper sublevels of the y line but with the replacements
x → y, 2 3P2 → 2 3P1 and, inside the Clebsch–Gordan
coefficient, 2 → 1. Note that only the rate coefficients for
the optically allowed transitions between magnetic sublevels
from 2 3S1 to 2 3P1,2 need to be considered, and those for the
optically forbidden transitions (i.e. |Mi − Mj| � 2 and, for the
case of 2 3P1, Mi = Mj = 0) are negligibly small [31].

Finally, for the upper magnetic sublevels of the fourth
line z occurring in G(θ ), it may be important to include
their population by the inner-shell ionization from the Li-like
ground level, and then the rate equation will be written as

NMj,z

[
Az + ne

∑
J=0,1,2

Ce(2
3S1Mj → 23PJ )

]

= 1

3
ne N(1 1S0)[Ce(1

1S0 → 2 3S1)

+ ρ Cii(1s22s 2S1/2 → 2 3S1)] +
∑

k

N(αk Jk Mk)

×〈1 1 Mj(Mk−Mj)|Jk Mk〉2 A(αk Jk → 2 3S1), (10)

where ρ = NLi/NHe is the Li/He-like abundance ratio in
steady-state ionization balance and Cii is the rate coefficient for
the inner-shell ionization from the Li-like ground level to 2 3S1

level. Note that the factor 1/3 on the right-hand side of (10)
comes from the fact that neither of the rate coefficients Ce

and Cii depend on a particular magnetic sublevel Mj of 2 3S1

[27, 45]. For the electron densities considered in this study
(ne � 1013 cm−3), it is reasonable to determine the abundance
ratio ρ in the coronal equilibrium approximation [1] by the
relation

ρ = Cr

Ci
, (11)

where Cr and Ci are the rate coefficients for the recombination
of He-like ions in their ground level and the ionization of
Li-like ions in their ground level, respectively. Note that the
Cr rate coefficient includes both radiative recombination (RR)
and dielectronic recombination (DR) and the Ci rate coefficient
includes both direct (1s22s → 1s2 and 1s22s → 1s2s)
ionization and autoionization following (1s22s → 1s2snl)
inner-shell excitation.

Before moving on to the following subsection, it would be
important to mention that for the isotropic electron distribution,
the G ratio is expected to be insensitive to ne below the limit
1013 cm−3 considered in this paper since the intensity lost
in line z because of the population transfer from the 2 3S1

to 2 3P1,2 levels is completely compensated by the intensity
gained in lines x and y. As a consequence, the coronal model
is sufficient to apply for the calculation of the G ratio under
these conditions. However, in our case study the application
of the MSTMS CR model instead of the coronal model may
be necessary due to the transfer of not only population but
also alignment [44]. We would like to point out that at
densities just above ∼ 1014 cm−3 the collisional excitation
2 1S0 → 2 1P1 would start to compete with the two-photon
decay 2 1S0 → 1 1S0 [34]. This excitation route can provide a
substantial contribution to the intensity of the line w, making
the G ratio a sensitive function of ne for increasing ne.
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2.3. Excitation and ionization rate coefficients

As mentioned in the introduction, we adopt a model of
electron velocity distribution consisting of two components:
one Maxwellian isotropic and the other monoenergetic beam
directed along the z-direction. The two components are
weighted by factors (1 − f ) and f , respectively, 0 � f � 0.1
standing for the electron-beam fraction, i.e. the fraction of
the total electron density ne involved in the beam component.
In addition to f , two other free parameters characterize the
distribution model, namely the temperature Te associated with
the Maxwellian component and the kinetic energy e0 of the
beam electrons. With this simple three-parameter model we
try to provide an upper limit of the effects that real energy and
angular distributions of a fast electron component in plasma
might produce on the G intensity ratio.

For each collisional excitation, the rate coefficient Ce is
determined from the linear combination of two rate coefficients
Ce,M and Ce,b due to, respectively, the Maxwellian electron and
beam-electron components

Ce(αi Ji Mi → α j J j Mj) = (1 − f )Ce,M(αi Ji Mi → α j J j Mj)

+ f Ce,b(αi Ji Mi → α j J j Mj). (12)

The excitation rate coefficient, in cm3 s−1, due to the
Maxwellian electron component is expressed in terms of the
4π -averaged collision strength 〈�〉 by

Ce,M(αi Ji Mi → α j J j Mj) = 8.63 × 10−6

T 1/2
e

exp

(
−�Ei j

kTe

)

×
∫ ∞

0
〈�(αi Ji Mi → α j J j Mj)〉 exp

(
− ε j

kTe

)
d

(
ε j

kTe

)
,

(13)

where Te is in Kelvins, k = 8.6174 × 10−8 keV K−1 is the
Boltzmann constant, �Ei j = Ej − Ei is the transition energy
and ε j is the scattered electron energy. An expression for the
4π -averaged collision strength for transitions between
magnetic sublevels in terms of the transition matrix elements
has been derived in [31].

In the case of excitation from the ground level, the Ce,M

rate coefficient does not depend on the final sublevel Mj

and is simply given by Ce,M(1 1S0 → α j J j) divided by the
statistical weight (2Jj + 1). Because of the small energy
differences between the 2 3S1 and 2 3P1,2 levels (∼10 eV for
Ne8+) compared to the kTe values considered here (�100 eV),
only the high-energy part of the collision strength 〈�〉 for an
optically allowed transition 2 3S1 Mi → 2 3PJj Mj contributes
importantly to the integral in (13). The main contribution to
such a collision strength at high impact energies comes from
large values of the orbital angular momentum li of the incident
electron. This large-li contribution can be adequately evaluated
in the Coulomb–Bethe (CBe) approximation, under which a
simple formula has been derived in [31] relating the li-partial
collision strength 〈�CBe

li
(αi Ji Mi → α j J j Mj)〉 to that between

levels �CBe
li

(αi Ji → α j J j) (cf equation (A.6) in [31]). As
a result, the Ce,M rate coefficients for the optically allowed
transitions 2 3S1 Mi → 2 3PJj Mj can be calculated from the
level-to-level rate coefficient Ce,M(2 3S1 → 2 3PJj ) by using

the approximate relation

Ce,M(2 3S1 Mi → 2 3PJj Mj)

≈ 〈Jj 1 Mj (Mi−Mj)|1 Mi〉2 Ce,M(2 3S1 → 2 3PJj ). (14)

For the electron-beam component, the excitation rate
coefficient, in cm3 s−1, is related to the collision strength �

corresponding to incident electrons along the z-axis by

Ce,b(αi Ji Mi → α j J j Mj)

= 2.245 × 10−9

√
e0

�(αi Ji Mi → α j J j Mj), (15)

where the beam energy e0 is in units of keV. General
expressions for the collision strength �(αi Ji Mi → α j J j Mj)

between magnetic sublevels can be found in [42, 46]. Both
Ce,M and Ce,b obey the following symmetry property:

Ce,K(αi Ji Mi → α j J j Mj) = Ce,K(αi Ji −Mi → α j J j −Mj),

(16)

with the subscript K standing for ‘M’ or ‘b’.
The equation similar to (12) also applies for the inner-

shell ionization rate coefficient occurring in (10). For the
Maxwellian-averaged part of the ionization rate coefficient
(in cm3 s−1), it can be expressed in terms of the ionization
cross section σii (in cm2) as

Cii,M(1s22s 2S1/2 → 2 3S1) = 2.116 × 109
∫ ∞

I/kTe

εi√
kTe

× σii(1s22s 2S1/2 → 2 3S1) exp

(
− εi

kTe

)
d

(
εi

kTe

)
,

(17)

where I is the ionization energy and εi is the incident-
electron energy (in keV). The beam part of the ionization
rate coefficient (in cm3 s−1) is related to the cross section σii

(in cm2) corresponding to the incident-electron energy e0 (in
keV) by

Cii,b(1s22s 2S1/2 → 2 3S1)

= 1.876 × 109√e0 σii(1s22s 2S1/2 → 2 3S1). (18)

3. Atomic data

3.1. General calculational method

We have employed the relativistic, multiconfiguration flexible
atomic code (FAC) developed by Gu [47] to generate all basic
atomic data required in this work, such as the energy levels,
radiative transition probabilities, electron-impact excitation
collision strengths and ionization cross sections. In this code,
the radial wavefunctions for one-electron orbitals are obtained
using a self-consistent field method based on the Dirac
equation. The bound-state wavefunctions are computed in
the configuration mixing approximation using the j j-coupling
scheme, with the mixing coefficients being determined by
diagonalizing the Dirac–Coulomb Hamiltonian. Since the FAC
only includes configurations that are the (antisymmetrized)
products of positive energy solutions of the one-electron
Dirac equation, the diagonalization amounts to diagonalizing
the no-virtual pair Hamiltonian [48]. The collision strengths
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and ionization cross sections are calculated in the relativistic
distorted-wave approximation, with the continuum orbitals
being obtained with the same central potential as that
for bound orbitals. For collisional excitation involving
allowed transitions, the CBe approximation is used to reach
convergence of the partial wave summation. More details of the
numerical techniques implemented in the FAC can be found
in [49, 50].

3.2. Radiative data

We have calculated the radiative probabilities A for all
transitions from the 1snl (n = 2–4) levels, except for the
two-photon (2E1) transition 2 1S0 → 1 1S0 where the value
of 1.00 × 107 s−1 obtained by Derevianko and Johnson [51]
was taken. Due to space limitations, we provide the results for
only the transitions from the 1s2l levels. They are indicated
in figure 1 which shows a simplified energy-level diagram for
the n = 1, 2 levels of Ne8+ and the 1s22s 2S1/2 level of Ne7+,
along with the four line transitions w, x, y and z involved in
the G ratio of interest here. We have compared our radiative
probabilities with results from earlier works. We found that
our A values are in better than 12% agreement with those
from fully relativistic multiconfiguration Dirac–Fock (MCDF)
calculations of Chen et al [9] and with those from semi-
relativistic Breit–Pauli calculations of Porquet and Dubau [7],
Bautista [52] and Bedrane et al [31], the three based on the use
of the atomic structure code SUPERSTRUCTURE. We also
found that our A values for the transitions from the 1s2l levels
agree better than 9% with the results of the most sophisticated
existing calculation, the one performed by Johnson et al [53],
except for the intercombination transition y where their value
Ay =5.36 × 109 s−1 is larger by as much as 19%.

3.3. Collisional data

We have calculated the rate coefficients for the excitation
of Ne8+ and the inner-shell ionization of Ne7+ by isotropic
Maxwellian electrons at various temperatures in the 106 K �
Te � 107 K range, and by beam electrons at several electron-
beam energies in the 1.5 keV � e0 � 25 keV range.
Excitations from the 1 1S0 ground level to all individual
magnetic sublevels of the 1snl levels with n = 2–4
and from the metastable 2 3S1 magnetic sublevels to the
2 3P0,1,2 magnetic sublevels were considered. As mentioned in
subsection 2.3, the Maxwellian-averaged rate coefficients Ce,M

for the magnetic sublevels were obtained from those for the
levels by dividing them by the statistical weight (2Jj + 1) for
the 1 1S0 → α j J j Mj transitions and by using the approximate
formula (14) for the optically allowed 2 3S1 Mi → 2 3P0,1,2 Mj

transitions. In order to perform a precise numerical integration
for obtaining accurate Ce,M rate coefficients, the collision
strengths were computed at a large number of incident-electron
energies ranging from threshold to ∼25 times threshold for
the excitations from the 1 1S0 ground level and to ∼200
times threshold for the excitations from the 2 3S1 level.
From the calculated rate coefficients for excitation by both
Maxwellian and beam electrons, we combined them according
to equation (12) to obtain the effective rate coefficients Ce.

3.3.1. Excitation from the 1 1S0 level. In tables 1–4, we
present results for the Ce obtained at a fixed electron-beam
fraction of f = 5%. Tables 1–3 show the results for excitation
from the ground level to each magnetic sublevel of the 1s2l
levels for 16 selected (Te, e0) couples. The ratio e0/(kTe) is
chosen to cover ranges from about 12 up to 120. Among the 16
(Te, e0) couples, 10 are consigned in tables 1 and 2 which are
reserved to the low temperatures Te = 106 K and 2 × 106K,
respectively, and the remainder are contained in table 3 for
three higher temperatures Te = 3, 5 and 8 × 106 K. The values
ofCe rate coefficients presented in rows (a) of these three tables
include both direct excitation and indirect resonant-excitation
contributions. The contribution of resonant excitation through
the 1s3lnl′ (n � 3) intermediate autoionizing levels of Ne7+

is incorporated to only the Maxwellian rate coefficients Ce,M,
and it was calculated by interpolation from the results of
Zhang and Sampson [54]. Instead of giving the voluminous
data on the rate coefficients for excitation from the ground
level to the 1s3l and 1s4l magnetic sublevels, we preferred
to provide in rows (b) of tables 1–3, the contribution of
these excitations followed by radiative cascades into the
1s2l magnetic sublevels. This procedure of including cascade
contributions is justified since, as mentioned earlier, at the
densities below 1013 cm−3 considered in this paper, the 1snl
(n = 3, 4) level populations can be well determined in the
coronal model.

We first note that in the case of a pure-Maxwellian plasma
under coronal ionization equilibrium, the value of Te that
maximizes the fractional abundance of He-like neon is around
1.5 × 106 K [55]. At this temperature, where the average
thermal energy kTe is approximately 1/7 times the energy
difference between the ground level and the 1s2l levels, we
found that only ∼ 0.26% among the Maxwellian electrons
have sufficient kinetic energy for exciting the 1s2l levels. At
the lowest temperature considered here, i.e. Te = 106 K, the
proportion of Maxwellian electrons that are able to participate
to the excitation falls off to ∼9 × 10−5, and according to
our calculations, for beam-electron energies e0 in the region
1.5–6.5 keV, the Ce,M values are smaller than the Ce,b ones by
two orders of magnitude for the excitation of the 1s2l triplet
levels and by four orders of magnitude for the excitation of the
2 1P1 level. As a result, for Te � 106 K and the chosen beam
fraction f = 5%, the contribution to the Ce rate coefficients
is due almost entirely to the beam component. It is worth
mentioning that for Te � 106 K and any value of e0 in the
whole interval 1.5–25 keV, the beam component remains at
more than 99% responsible for the excitation of the 2 1P1

sublevels as long as f is more than 1%. Thus, in the context of
the non-Maxwellian plasmas of interest here, unless the beam
fraction is too low, there is no need to calculate the Ce,M at Te

lower than 106 K.
We now compare the efficiency of the two electron

components in the excitation from the ground level when
the Maxwellian temperature and/or beam energy increase,
assuming f = 5%. At Te = 2 × 106 K, the contribution
of the beam component to the excitation of the 1s2l triplet
sublevels is found to decrease rapidly as e0 increases,
from 30–60% (depending on the particular sublevel) at
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Table 1. Rate coefficients Ce (in cm3 s−1) for excitation from the ground level 1 1S0 of Ne8+ to the different Mj magnetic sublevels of the
1s2l levels for the temperature Te = 106 K associated with the Maxwellian electron component and five different values of the energy e0

associated with the beam-electron component. In the calculation of Ce, the electron-beam fraction is taken to be f = 5%. The rows (a) give
the contribution of the direct excitation and resonance excitation and the rows (b) give the contribution of the radiative cascades from higher
1s3l and 1s4l magnetic sublevels. The notation a[b] means a × 10b.

Excited e0 (keV)

sublevel 1.5 2 4 6.5 10

2 3S1Mj =0 (a) 4.38[−14] 2.62[−14] 6.79[−15] 2.55[−15] 1.12[−15]
(b) 1.11[−13] 5.50[−14] 9.34[−15] 2.65[−15] 9.71[−16]

2 3S1Mj =1 (a) 4.38[−14] 2.62[−14] 6.79[−15] 2.55[−15] 1.12[−15]
(b) 6.90[−14] 3.52[−14] 6.74[−15] 2.21[−15] 9.21[−16]

2 3P0Mj =0 (a) 6.38[−14] 3.33[−14] 6.37[−15] 2.07[−15] 9.00[−16]
(b) 1.27[−14] 6.31[−15] 1.19[−15] 3.74[−16] 1.38[−16]

2 3P1Mj =0 (a) 2.70[−14] 1.54[−14] 4.77[−15] 2.45[−15] 1.55[−15]
(b) 1.37[−14] 7.11[−15] 1.87[−15] 9.46[−16] 6.01[−16]

2 3P1Mj =1 (a) 8.33[−14] 4.29[−14] 8.12[−15] 2.86[−15] 1.53[−15]
(b) 1.25[−14] 6.56[−15] 1.74[−15] 9.51[−16] 6.81[−16]

2 3P2Mj =0 (a) 1.01[−13] 5.18[−14] 8.87[−15] 2.51[−15] 9.47[−16]
(b) 1.77[−14] 8.21[−15] 1.48[−15] 5.51[−16] 2.69[−16]

2 3P2Mj =1 (a) 8.23[−14] 4.25[−14] 7.62[−15] 2.29[−15] 9.22[−16]
(b) 1.43[−14] 7.11[−15] 1.39[−15] 5.00[−16] 2.43[−16]

2 3P2Mj =2 (a) 2.61[−14] 1.44[−14] 3.80[−15] 1.61[−15] 8.32[−16]
(b) 9.06[−15] 5.00[−15] 1.22[−15] 5.06[−16] 2.72[−16]

2 1S0Mj =0 (a) 5.91[−13] 5.66[−13] 4.63[−13] 3.86[−13] 3.24[−13]
(b) 3.57[−14] 4.46[−14] 5.60[−14] 5.80[−14] 5.70[−14]

2 1P1Mj =0 (a) 1.83[−12] 2.02[−12] 1.98[−12] 1.74[−12] 1.49[−12]
(b) 6.65[−14] 7.00[−14] 6.35[−14] 5.40[−14] 4.52[−14]

2 1P1Mj =1 (a) 4.92[−13] 6.41[−13] 9.81[−13] 1.17[−12] 1.27[−12]
(b) 5.70[−14] 6.05[−14] 5.95[−14] 5.40[−14] 4.77[−14]

Table 2. The same as in table 1, but for the temperature Te = 2 × 106 K associated with the Maxwellian electron component.

Excited e0 (keV)

sublevel 2 4 6.5 10 15

2 3S1Mj =0 (a) 5.49[−14] 3.55[−14] 3.12[−14] 2.98[−14] 2.93[−14]
(b) 6.88[−14] 2.31[−14] 1.64[−14] 1.48[−14] 1.43[−14]

2 3S1Mj =1 (a) 5.49[−14] 3.55[−14] 3.12[−14] 2.98[−14] 2.93[−14]
(b) 4.90[−14] 2.05[−14] 1.60[−14] 1.47[−14] 1.43[−14]

2 3P0Mj =0 (a) 7.32[−14] 4.63[−14] 4.20[−14] 4.09[−14] 4.05[−14]
(b) 8.38[−15] 3.26[−15] 2.45[−15] 2.21[−15] 2.13[−15]

2 3P1Mj =0 (a) 5.50[−14] 4.44[−14] 4.20[−14] 4.11[−14] 4.07[−14]
(b) 9.18[−15] 3.94[−15] 3.02[−15] 2.68[−15] 2.50[−15]

2 3P1Mj =1 (a) 8.25[−14] 4.77[−14] 4.24[−14] 4.11[−14] 4.07[−14]
(b) 8.63[−15] 3.81[−15] 3.03[−15] 2.76[−15] 2.63[−15]

2 3P2Mj =0 (a) 9.14[−14] 4.84[−14] 4.21[−14] 4.05[−14] 4.01[−14]
(b) 1.03[−14] 3.56[−15] 2.64[−15] 2.35[−15] 2.23[−15]

2 3P2Mj =1 (a) 8.21[−14] 4.72[−14] 4.19[−14] 4.05[−14] 4.01[−14]
(b) 9.19[−15] 3.47[−15] 2.58[−15] 2.33[−15] 2.24[−15]

2 3P2Mj =2 (a) 5.39[−14] 4.34[−14] 4.12[−14] 4.04[−14] 4.01[−14]
(b) 7.08[−15] 3.30[−15] 2.59[−15] 2.36[−15] 2.26[−15]

2 1S0Mj =0 (a) 7.29[−13] 6.26[−13] 5.49[−13] 4.87[−13] 4.37[−13]
(b) 4.76[−14] 5.90[−14] 6.10[−14] 6.00[−14] 5.80[−14]

2 1P1Mj =0 (a) 2.20[−12] 2.17[−12] 1.92[−12] 1.68[−12] 1.47[−12]
(b) 7.61[−14] 6.96[−14] 6.01[−14] 5.13[−14] 4.36[−14]

2 1P1Mj =1 (a) 8.25[−13] 1.17[−12] 1.35[−12] 1.45[−12] 1.49[−12]
(b) 6.66[−14] 6.56[−14] 6.01[−14] 5.38[−14] 4.80[−14]

e0 = 2 keV to 4–10% at e0 = 6.5 keV. But for the excitation
of the 2 1P1 Mj = 0 and Mj = 1 sublevels, the beam-
component contribution decreases slightly from 92% to 87%
and increases slightly from 79% to 88%, respectively, in the
e0-range 2–15 keV. At Te � 4 × 106 K and e0 � 4 keV, the

Maxwellian component makes the dominant contribution to
all excitation rate coefficients from the ground level. More
specifically, the contribution of the beam electrons to Ce

amounts to less than 4% for the excitation of the 1s2l triplet
sublevels but can reach 46% and 30% for the excitation of
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Table 3. The same an in table 1, but for other combinations of the two parameters Te and e0 in the range of 3 × 106–8 × 106 K and 4–25 keV,
respectively.

Excited Te =3 × 106 K Te =5 × 106 K Te =8 × 106 K

sublevel 4 keV 10 keV 6.5 keV 15 keV 10 keV 25 keV

2 3S1Mj =0 (a) 1.28[−13] 1.23[−13] 3.28[−13] 3.27[−13] 4.76[−13] 4.75[−13]
(b) 9.35[−14] 8.52[−14] 3.06[−13] 3.03[−13] 5.30[−13] 5.29[−13]

2 3S1Mj =1 (a) 1.28[−13] 1.23[−13] 3.28[−13] 3.27[−13] 4.76[−13] 4.75[−13]
(b) 9.09[−14] 8.51[−14] 3.05[−13] 3.03[−13] 5.30[−13] 5.29[−13]

2 3P0Mj =0 (a) 1.80[−13] 1.74[−13] 4.73[−13] 4.71[−13] 6.93[−13] 6.93[−13]
(b) 1.40[−14] 1.30[−14] 4.68[−14] 4.65[−14] 8.15[−14] 8.14[−14]

2 3P1Mj =0 (a) 1.78[−13] 1.75[−13] 4.74[−13] 4.73[−13] 6.95[−13] 6.94[−13]
(b) 1.47[−14] 1.34[−14] 4.78[−14] 4.73[−14] 8.39[−14] 8.36[−14]

2 3P1Mj =1 (a) 1.81[−13] 1.75[−13] 4.74[−13] 4.73[−13] 6.95[−13] 6.94[−13]
(b) 1.46[−14] 1.35[−14] 4.78[−14] 4.74[−14] 8.40[−14] 8.37[−14]

2 3P2Mj =0 (a) 1.81[−13] 1.73[−13] 4.70[−13] 4.68[−13] 6.88[−13] 6.88[−13]
(b) 1.44[−14] 1.31[−14] 4.75[−14] 4.71[−14] 8.27[−14] 8.25[−14]

2 3P2Mj =1 (a) 1.80[−13] 1.73[−13] 4.69[−13] 4.68[−13] 6.88[−13] 6.88[−13]
(b) 1.43[−14] 1.31[−14] 4.74[−14] 4.71[−14] 8.27[−14] 8.26[−14]

2 3P2Mj =2 (a) 1.76[−13] 1.73[−13] 4.69[−13] 4.68[−13] 6.88[−13] 6.88[−13]
(b) 1.41[−14] 1.31[−14] 4.74[−14] 4.71[−14] 8.27[−14] 8.26[−14]

2 1S0Mj =0 (a) 1.27[−12] 1.13[−12] 3.07[−12] 2.96[−12] 5.24[−12] 5.14[−12]
(b) 7.85[−14] 7.95[−14] 1.70[−13] 1.67[−13] 3.31[−13] 3.25[−13]

2 1P1Mj =0 (a) 2.97[−12] 2.48[−12] 5.50[−12] 5.05[−12] 9.50[−12] 9.07[−12]
(b) 1.06[−13] 8.76[−14] 2.45[−13] 2.29[−13] 4.69[−13] 4.54[−13]

2 1P1Mj =1 (a) 1.97[−12] 2.26[−12] 4.93[−12] 5.07[−12] 9.28[−12] 9.32[−12]
(b) 1.02[−13] 9.01[−14] 2.45[−13] 2.33[−13] 4.72[−13] 4.60[−13]

Table 4. Rate coefficients Ce (in cm3 s−1) for the optically allowed transitions from Mi magnetic sublevels of the 2 3S1 metastable level to Mj

magnetic sublevels of the 2 3P0,1,2 levels for five different values of the Maxwellian temperature Te combined with the same beam energy
e0 = 4 keV. The beam fraction is taken to be f = 5%. The notation a[b] means a × 10b.

Te (106 K)

Transition 1 2 4 7 10

2 3S1Mi =0 → 2 3P0Mj =0 1.53[−9] 1.28[−9] 1.05[−9] 9.01[−10] 8.11[−10]
2 3S1Mi =1 → 2 3P0Mj =0 1.55[−9] 1.31[−9] 1.08[−9] 9.26[−10] 8.36[−10]

2 3S1Mi =0 → 2 3P1Mj =1 2.33[−9] 1.97[−9] 1.63[−9] 1.39[−9] 1.25[−9]
2 3S1Mi =1 → 2 3P1Mj =0 2.33[−9] 1.97[−9] 1.63[−9] 1.39[−9] 1.25[−9]
2 3S1Mi =1 → 2 3P1Mj =1 2.29[−9] 1.93[−9] 1.59[−9] 1.35[−9] 1.21[−9]
2 3S1Mi =0 → 2 3P2Mj =0 3.05[−9] 2.56[−9] 2.10[−9] 1.79[−9] 1.60[−9]
2 3S1Mi =0 → 2 3P2Mj =1 2.32[−9] 1.96[−9] 1.62[−9] 1.38[−9] 1.24[−9]
2 3S1Mi =1 → 2 3P2Mj =0 7.75[−10] 6.53[−10] 5.40[−10] 4.60[−10] 4.14[−10]
2 3S1Mi =1 → 2 3P2Mj =1 2.28[−9] 1.92[−9] 1.58[−9] 1.34[−9] 1.20[−9]
2 3S1Mi =1 → 2 3P2Mj =2 4.65[−9] 3.92[−9] 3.24[−9] 2.76[−9] 2.48[−9]

the 2 1P1 Mj = 0 and Mj = 1 sublevels, respectively. At
Te �8 × 106 K and e0 �10 keV, the contribution of the beam
electrons to Ce for the 1 1S0 → 2 1P1 Mj = 0, 1 excitations
becomes less than 15%.

As seen from table 1 (in which Te = 106 K), there can
be a significant selective excitation of magnetic sublevels,
particularly in the 2 1P1 level, at e0 � 4 keV where the beam-
electron component contributes more than 95% to the Ce rate
coefficients for all excitations. Our calculations (not included
in table 1) show that as e0 increases above 10 keV, the beam
component leads to a weak selective excitation of magnetic
sublevels in each level. On the other hand, it appears from all
those data presented in tables 1–3 that, for a given value of e0

the excitation becomes less and less selective in populating the
magnetic sublevels as Te increases, as would be expected due
to a more and more important contribution of the Maxwellian

component for which there is no sublevel selection. We can
also note the change of preferential excitation of magnetic
sublevels in the 2 1P1 level for e0 greater than ∼15 keV, with
the |Mj| = 1 sublevels being favoured over Mj = 0. As can
be noticed from a comparison of values in rows (a) and (b)
in tables 1–3, the effect of radiative cascades from the higher
n = 3, 4 levels results in some alignment creation rate [44] of
the 2 3S1 level and a decrease of alignment creation rate of the
2 3P1,2 and 1P1 levels.

3.3.2. Excitation from the 2 3S1 level. Our calculated rate
coefficients Ce for the 2 3S1 Mi → 2 3P0,1,2 Mj collisional
transitions between the magnetic sublevels are presented in
table 4 for five temperatures of the Maxwellian electrons
between 106 and 107 K combined with the same energy of
the beam electrons of e0 = 4 keV. Note that the results
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Table 5. Rate coefficient Cii (in cm3 s−1) for the 1s22s 2S1/2 →2 3S1 inner-shell ionization of Ne7+ ions and Ne7+/Ne8+ ion abundance ratio
ρ for various combinations of the parameters Te (in 106 K) and e0 (in keV), taking the third parameter f = 5%. Also given are the values of
the pure-Maxwellian abundance ratio ρM.

(Te , e0) Cii ρ ρM (Te , e0) Cii ρ ρM

(1 , 1.5) 1.13[−12] 3.09[−2] 6.85[−2] (3, 4) 3.99[−12] 7.20[−3] 8.12[−3]
(1 , 2) 2.03[−12] 3.18[−2] 6.85[−2] (3, 10) 4.27[−12] 7.34[−3] 8.12[−3]
(1 , 4) 3.50[−12] 3.37[−2] 6.85[−2] (3, 15) 4.02[−12] 7.44[−3] 8.12[−3]
(1 , 6.5) 3.85[−12] 3.49[−2] 6.85[−2] (5, 6.5) 7.27[−12] 5.94[−3] 6.41[−3]
(2 , 2) 2.07[−12] 9.02[−3] 1.12[−2] (5, 15) 6.96[−12] 6.05[−3] 6.41[−3]
(2 , 4) 3.55[−12] 9.21[−3] 1.12[−2] (8, 10) 1.45[−11] 4.31[−3] 4.55[−3]
(2 , 6.5) 3.89[−12] 9.32[−3] 1.12[−2] (9, 15) 1.68[−11] 3.83[−3] 4.01[−3]
(2 , 10) 3.83[−12] 9.49[−3] 1.12[−2] (10, 25) 1.90[−11] 3.58[−3] 3.71[−3]

are provided for only the optically allowed transitions, i.e.
Mi − Mj = 0,±1 except 2 3S1 Mi = 0 → 2 3P1 Mj = 0,
for which the rate coefficients are typically three orders
of magnitude larger than those for the optically forbidden
transitions. The reason for having selected only one value of
the parameter e0 is that at a given Te, the Ce rates are practically
insensitive to variations in e0. At, for example, Te = 2×106 K,
the Ce value in the case of the 2 3S1 Mi = 1 → 2 3P2 Mj = 2
transition decreases slightly from 3.96 × 10−9 to 3.88 × 10−9

cm3 s−1 as e0 increases in the range of 1.5–15 keV. This very
weak sensitivity of the Ce rates to e0 is due to the fact that
the Ce,b values are most often smaller than the Ce,M ones and,
as a consequence, the contribution of beam electrons to the
effective rates Ce does not exceed 5% (which represents the
beam fraction) for any pair of parameters (Te, e0).

3.3.3. Inner-shell ionization of the Ne7+ ion. As mentioned
in subsection 2.2, there is no alignment of the 2 3S1 level
following the inner-shell ionization of Ne7+ ions by neither
Maxwellian nor beam electrons. In table 5, we show our
calculated rate coefficients Cii for the inner-shell ionization
1s22s 2S1/2 → 2 3S1 together with the values of the Ne7+/Ne8+

abundance ratio ρ for 16 combinations of values of the
parameters (Te, e0) and for the beam fraction f = 5%.
Also, in table 5 we give for comparison the results of the
abundance ratio ρM obtained in the pure-Maxwellian case
( f = 0) by interpolation from the calculations of Mazzotta
et al [55]. It should be noted that in the calculations of ρ we
have neglected the effect of the beam-electron component on
the radiative and dielectronic recombination rate coefficients.
Our calculations first indicate that the Maxwellian electrons
contribute negligibly to the Cii rate coefficients at Te �
1.5 × 106 K where the ionization threshold energy I is greater
than 8.8 times kTe. Such a negligible contribution at these low
temperatures is found to persist even for a beam fraction of
f = 0.5%. The Maxwellian rate coefficient Cii,M increases
by four orders of magnitude in going from 106 to 3 × 106

K, and even at Te = 3 × 106 K the beam electrons strongly
enhance the inner-shell ionization rate, by factors between 3.2
and 8.5 depending on their energy e0. It is to be noted that the
inner-shell ionization becomes dominated by the Maxwellian
component at Te higher than 3.7×106 K for e0 = 1.5 keV and
than 5.2 × 106 K for e0 = 6.5 keV. We can also note that the
energy at which the electron-beam ionization rate coefficient

Cii,b reaches its maximum is estimated to be around e0 =
8 keV.

It can be seen from table 5 that the contribution of the
beam-electron component can decrease the abundance ratio
ρ (relative to the pure-Maxwellian value ρM) by a factor of
2.22 at Te = 106 K. At this temperature, our results for the
product ρ Cii, which occurs in (10), are found to be four orders
of magnitude larger than the ρM Cii,M values corresponding to
the pure-Maxwellian case. With increasing Te, the differences
between the two quantities rapidly diminish and reach a factor
of less than 2 at Te higher than 5 × 106 K. By comparing
now the ρ Cii with the rate coefficient Ce for the direct-plus-
resonance excitation 1 1S0 → 2 3S1 (at the same Te and e0),
we note that the inner-shell ionization process is more efficient
than the excitation process in populating the 2 3S1 level at
Te � 1.5 × 106 K and e0 � 4 keV. For example, at Te = 106

K and e0 = 25 keV, the ratio ρ Cii/Ce reaches the value as
high as ∼ 130, whereas it does not exceed 4.2 × 10−3 in
the pure-Maxwellian situation. Thus, we should expect the
intensity of line z to be considerably increased by the beam
component through the process of inner-shell ionization at low
temperatures Te � 1.5 × 106 K.

Although not shown here, we have compared our Ce,b rate
coefficients for the magnetic sublevel-to-magnetic sublevel
transitions at the energies of 2 and 4 keV to those obtained
by Bedrane et al [31], who used the complementary semi-
relativistic distorted-wave code of University College London
[56] and the CBe code of Burgess and Sheorey [57]. We found
agreement better than 13% for the 1 1S0 → 2 3S1 transition,
better than 7% for the 1 1S0 → 2 3P0,1,2 transitions and
better than ∼30% for the optically allowed 2 3S1 → 2 3P0,1,2

transitions. On the other hand, our results for the Maxwellian
rate coefficients Cii,M(1s22s 2S1/2 → 2 3S1) were found to
differ by less than 5% with the values reported by Sampson
and Zhang [58], who used a Coulomb–Born exchange method.

4. Results and discussion

We have computed the populations of the upper magnetic
sublevels of the four lines w, x, y and z as a function of
the temperature Te of the Maxwellian electrons for the seven
values of the energy e0 of the beam electrons considered in
the collisional data in section 3 and for values of the beam
fraction f between 0 (pure-Maxwellian case) and 10%. These
computations were carried out using the collisional-radiative
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Figure 2. Degree of polarization of the four lines w, x, y and z as a
function of the Maxwellian temperature Te, shown for two values of
the beam energy, e0 =1.5 keV and 4 keV, and for the beam fraction
f =5%. All the plotted results are obtained in the low-density limit.

model described in subsection 2.2, in which the 117 magnetic
sublevels of 1s2 and 1snl (n = 2–4) configurations of Ne8+ and
the ground level 2s 2S1/2 of Ne7+ are included. The collisional-
radiative rate equations have been solved at different values
of the electron density ne between 109 cm−3 (low-density
limit) and 1013 cm−3. From the results of magnetic-sublevel
populations, we deduce the polarization degree of the lines
and the intensity ratios G(θ ) and 〈G〉 as a function of the
four plasma parameters Te, e0, f and ne. The G(θ ) ratio is also
obtained as a function of the angle θ between the electron-beam
direction and the direction at which the lines are observed.

4.1. Polarization of the lines

In figure 2, we plot the polarization degrees Pw, Px, Py and Pz

of the four lines of Ne8+ as a function of Te, calculated in the
low-density limit for two beam energies e0 =1.5 and 4 keV and
for the beam fraction f = 5%. Of course, the obtained results
for Pw are independent of ne below 1013 cm−3, whereas those
for Px, Py and Pz are strongly sensitive to the values of ne larger
than ∼5 × 1010 cm−3. The ne-dependence of the polarization
degrees of the triplet lines has been discussed previously in [42]
in the context of EBIT experiments and in [31] for plasmas
with an anisotropic electron distribution model analogous to
the present one.

It can be seen from figure 2 that the contribution of the
beam-electron component can result in relatively high degrees
of polarization. In the low-temperature range 106 � Te �
3 × 106 K, the polarization degree of w can reach ∼55–30%
for e0 = 1.5 keV and ∼ 33–20% for e0 = 4 keV. As expected,
for a given e0 the polarization degrees of all the lines fall with
increasing Te. It can also be noticed from figure 2 that as Te

increases up to ∼4 × 106 K the polarization degree decreases
more rapidly for the x, y and z lines than for the w line. This
follows from the fact that the contribution of the Maxwellian
electron component to the excitation rate coefficients is more
important for the triplet lines than for the resonance line.

It should be mentioned that the polarization degrees are
strongly reduced for e0 larger than ∼ 6.5 keV. For any value
of Te, the polarization degree of w does not exceed 8% for
e0 = 10 keV and practically vanishes for e0 = 15 keV. It
becomes negative for e0 = 25 keV varying from −10.5% to
−1.1% with increasing Te in the 106–107 K range. The line z
is practically unpolarized for e0 � 10 keV irrespective of Te.
This is also the case for the two other triplet lines x and y when
Te � 2 × 106 K. It is of interest to note that for Te = 106 K,
e0 = 25 keV and f = 5%, Py reaches −10.6% and is almost
equal to Pw. This near equality between Py and Pw arises as a
consequence of the relativistic effects in the impact excitation
1 1S0 → 2 3P1Mj through spin–orbit interaction mixing of the
2 1P1 and 3P1 levels, which become significant for very large
e0 [27]. It is also worth noting that at Te =106 K, even for beam
fractions as low as f = 0.05% Pw is found to exceed 50% for
e0 =1.5 keV and 45% for e0 =2 keV.

Our calculations show that for a given e0 the contribution
of the inner-shell ionization process to the z line emission is
maximum at the lowest considered temperature Te = 106 K.
At this temperature, the inclusion of the inner-shell ionization
which is due practically only to the beam-electron component
has the effect of decreasing Pz slightly from −19.0% to
−18.3% for e0 =1.5 keV but strongly from −11.7% to −5.1%
for e0 =4 keV and from −6.0% to −1.1% for e0 = 6.5 keV. It
should be noted that at Te =106 K the 4π -averaged intensity of
z, 〈Iz〉, increases by a factor of 1.04 for e0 =1.5 keV and by as
much as factors of 2.3 and 5.5 for e0 =4 keV and e0 =6.5 keV,
respectively, when including the inner-shell ionization.

4.2. Dependence of G on the Maxwellian temperature and the
beam energy

Before showing how the dependence of the intensity ratio G
on Te is affected by the presence of the small fraction of beam
electrons in the emitting plasma, it is useful to point out that,
according to our calculations, the ratio G is totally insensitive to
values of ne below 1013 cm−3 independently of the parameters
(Te, e0, f ) and of the observation direction. The insensitivity
of the G ratio to ne is found to still occur for any value of e0

when setting f = 1 in the calculations, which corresponds to
purely beam plasmas such as those met in EBIT experiments.

In figure 3, we show the ratio G of the line intensities
at 90◦ with respect to the electron-beam direction, G (90◦),
as a function of Te, calculated for five selected values of
the beam energy e0 and for the beam fraction f = 5%. In
order to reveal the importance of both the high-energy and
directional effects of the beam-electron component, we also
present the ratio 〈G〉 of the 4π -averaged intensities as well
as the ratio GM obtained in the case of pure-Maxwellian
plasma ( f = 0). By comparing G (90◦) or 〈G〉 with GM,
it is clear that the inclusion of the beam component can
change considerably the G ratio in the low-temperature range
of 106 to ∼3 × 106 K, but affects G relatively moderately for
Te �6 × 106 K. At Te = 106 K, because of the preponderance
of the beam contribution with respect to the Maxwellian one in
the collisional rate coefficients, the G ratio for e0 =6.5–25 keV
decreases by as much as a factor of about 30 compared
with the pure-Maxwellian GM ratio. With increasing Te, the
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(a)

(b)

Figure 3. Dependence of the intensity ratios G(90◦) and 〈G〉 on the
Maxwellian temperature Te, shown for five beam energies: e0 =1.5,
2 and 4 keV in (a), e0 =10 and 25 keV in (b). The beam fraction is
taken to be f =5%. Also plotted is the ratio GM for a
pure-Maxwellian plasma ( f =0).

ratio G (90◦) or 〈G〉 increases and reaches a maximum at Te

between ∼3.5 and 5 × 106 K depending on the e0 value. For
Te � 6 × 106 K, where the contribution of the Maxwellian
component to the rate coefficients largely dominates that of
the beam component, there is a decrease of the G(90◦) ratio
with respect to the GM value by less than ∼ 20%. It is also
interesting to note that for e0 � 6.5 keV the ratio G(90◦) or
〈G〉 is strongly sensitive to variations in Te between 106 and
4 × 106 K, increasing by a factor of 10 from ∼0.04 to ∼0.4.
On the other hand, in the higher Te-range 5 × 106–107 K and
for e0 � 4 keV, the ratio G(90◦) or 〈G〉 becomes much less
sensitive to Te, decreasing from ∼0.4 to ∼0.3.

By comparing now G(90◦) with 〈G〉, it can be seen from
figure 3 that the allowance for the anisotropy of the radiative
emission is negligible for e0 in the range of 10–25 keV
irrespective of Te. According to our calculations, the ratios
G(90◦) and 〈G〉 differ from each other by less than 3.5%.
However, for e0 = 1.5–4 keV, the G ratio can be significantly
different at 90◦ from the 4π average. At Te = 106 K and
e0 = 1.5 keV, for example, the obtained results indicate that
the G(90◦) ratio differs by ∼16% from the 〈G〉 ratio. A more
extended discussion of the effect of the emission anisotropy
is provided in the following subsection 4.3 dealing with the
angular variation of the G(θ ) ratio.

(a)

(b)

Figure 4. Dependence of the intensity ratios G(90◦) and 〈G〉 on the
beam energy e0, shown for five Maxwellian temperatures: Te =1 and
2 × 106 K in (a), Te =4, 7 and 10 × 106 K in (b). The beam fraction
is taken to be f =5%.

To assess the influence of the inner-shell ionization
process on G, we have compared the G(90◦) ratio to that
calculated without the inclusion of this process. At Te =106 K
and assuming f = 5%, the contribution of the inner-shell
ionization to the z line intensity is found to increase G(90◦)
from 0.295 to 0.305 for e0 =1.5 keV and from 0.135 to 0.151
for e0 = 2 keV. For e0 = 4 − 25 keV, where, as discussed in
section 3, the inner-shell ionization becomes more important
than the excitation in feeding the z intensity, the enhancement
of G(90◦) is much more important, up to a factor of ∼ 20.
Despite such enhancement, the G ratio remains, however, too
weak (not exceeding 0.05) to be of practical usefulness. For
Te � 2 × 106 K and any e0 value, the inner-shell ionization
contributes to the z intensity by less than 10% and the ratio
G(90◦) or 〈G〉 increases by less than 7% when this process
is included in the calculation. Note that in the case of pure-
Maxwellian plasma, the inner-shell ionization is found to have
a negligibly small effect (less than 0.7%) on the ratio GM for
the whole Te-range 106–107 K. The discussion of the role of
the inner-shell ionization in the G ratio is pursued further in
subsection 4.4 concerned with the variation of G with the beam
fraction f .

We now proceed to examine the sensitivity of G to the
beam energy e0. In figure 4, we show the ratios G(90◦) and 〈G〉
as a function of e0 for five selected values of Te and assuming
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f =5%. It is seen that for a given Te, the G ratio is little or not
sensitive to variations in e0 between ∼ 6 and 25 keV. It also
appears that as e0 increases in the range of 1.5 to ∼5 keV the
decrease of the G ratio is more pronounced when Te is smaller.
This is mainly due to the fact that as the energy e0 increases
the total excitation rate coefficient for the three triplet lines
decreases more steeply when Te is lower. At Te = 106 K, the
ratio G(90◦) or 〈G〉 tends to a negligible value of ∼0.04 as e0

increases above 5 keV.
There have been several previous calculations of the

G ratio for Ne8+ (see e.g. [7–10, 12]), but all of them
were to our knowledge concerned exclusively with pure-
Maxwellian plasmas. We have compared our results for
the pure-Maxwellian ratio GM with those of high accuracy
presented by Chen et al [9] who employed the fully relativistic
Dirac R-matrix method in the calculations of excitation rate
coefficients and who incorporated all He-like levels up to n=5
(i.e. 49 levels unlike the 31 levels n = 1–4 considered in this
work) in the collisional-radiative rate equations. We found
that in the Te-range 106–107 K, our GM values are 12–20%
lower than those of Chen et al when considering their values
calculated without the inclusion of DR and RR processes
from Ne9+ as is the case in this work. We have also made
a comparison between our GM results and those obtained by
Smith et al [10], who used all atomic data computed with the
FAC (among other computations). In their calculations, Smith
et al did not take into account the resonance contribution to
excitation rate coefficients but included the effects of radiative
cascades from levels up to n = 10. Our results were found
to be about 11% higher at Te = 106 K and 25% lower at
Te = 107 K than those of Smith et al. These differences can
be attributed to the fact that in our calculations we included
the resonance excitation which is known to contribute very
significantly to the intensity of the forbidden line z in the
low-temperature range (see e.g. [54]). On the other hand, the
differences between our results and those of Smith et al [10]
at high temperatures can be understood since we ignored the
effects of cascades from n�5 levels. These effects are known
to be enhanced as Te increases, while the resonant-excitation
contributions weaken.

4.3. Dependence of G on the observation direction

Figure 5 presents our results for the variation of the ratio
G(θ )/〈G〉 with the observation angle θ obtained for f = 5%
and various selected (Te, e0) couple parameters. It is clearly
seen that the effect of anisotropy in the photon emission, due to
the directionality of the beam-electron component, can lead to
very significant differences between G(0◦) and G(90◦). At the
lowest Maxwellian temperature and beam energy considered,
i.e. Te = 106 K and e0 = 1.5 keV, the G ratio decreases
by a factor of 2 when the observation direction varies from
θ =0◦ to θ =90◦. Our calculations indicate that, as expected,
the dependence on θ of the G ratio becomes quite weak for
Te � 6 × 106 K and/or e0 � 10 keV. To be more specific, in
these (Te, e0) parameter ranges, the values of the calculated
G(θ )/〈G〉 ratio differ from unity by less than 7% for any
observation angle.

Figure 5. Dependence of the ratio G(θ )/〈G〉 on the observation
angle θ , shown for five selected (Te, e0) couple parameters. The
beam fraction is taken to be f =5%.

In order to better understand the θ -dependence of the G
ratio, we have explored the angular distribution of the intensity
of each of the four lines involved in G. We found that the
directional dependence of the intensity of each of the z and
(x, y) lines varies in a different manner, so that the anisotropy
effects partially cancel in the summed intensities of these three
lines. For example in the θ =90◦ direction, there is an increase
of the intensity of z and a decrease of the intensity of (x, y)

with respect to their 4π -averaged values. Consequently, the
total intensity of the three triplet lines can exhibit only a weak
anisotropy. Even under the conditions of the highest anisotropy
of radiation considered here, namely Te = 106 K and e0 = 1.5
keV together with ne =109 cm−3 (low-density limit), we have
noted that the total intensity (Ix(θ )+ Iy(θ )+ Iz(θ )) only varies
within 8% with the angle θ covering the range 0◦–90◦. More
precisely, the ratio (Ix(θ ) + Iy(θ ) + Iz(θ ))/(〈Ix〉 + 〈Iy〉 + 〈Iz〉)
varies from 0.949 to 1.026 as θ increases in the range of 0◦–90◦.
By contrast, for the individual lines the variations of the ratios
Ix(θ )/〈Ix〉, Iy(θ )/〈Iy〉 and Iz(θ )/〈Iz〉 with θ are from 1.265 to
0.862, 1.238 to 0.881 and 0.870 to 1.065, respectively.

We can therefore conclude that the angular dependence of
the G intensity ratio is essentially determined by the angular
distribution of the intensity of the w line. That is, the G ratio
is, to a good approximation, related to the observation angle
by G(θ ) ≈ 〈G〉 (1 − Pw/3)/(1 − Pw cos2 θ ).

4.4. Dependence of G on the beam fraction

In all the results shown previously in figures 2–5, the beam
fraction was taken to be constant at the value of 5%. We
have investigated the influence of the beam fraction on the G
ratio by varying this parameter from f = 0 (pure-Maxwellian
plasma) to f = 10%. Figure 6 displays the ratios G(90◦)
and 〈G〉 versus the beam fraction for various values of the
(Te, e0) parameters. From the results in figure 6(a), we see
that even a very small fraction of beam electrons of less than
0.01% can have a major effect on the G ratio in the case of
Te =106 K. At this temperature and, for example, e0 =4 keV,
the G(90◦) ratio is decreased by a factor of almost 1.5 for
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(a)

(b)

Figure 6. Dependence of the intensity ratios G(90◦) and 〈G〉 on the
beam fraction f , shown for six selected (Te, e0) couple parameters.

f = 0.002% and of 3 for f = 0.01% in comparison with the
pure-Maxwellian ratio GM whose calculated value is 1.10. It
is also seen from figure 6(a) that for Te = 2 × 106 K a strong
f -sensitivity of the G ratio starts at around ∼ 0.1%. As would
be expected, with increasing Te the G ratio becomes less and
less sensitive to variations in f . Figure 6(b) shows a relatively
weak dependence of the G ratio on f for Te � 7 × 106 K. It
was noted in subsection 4.3 that for f =5%, the G(90◦) ratio
differs by a factor of 2 from the G(0◦) ratio at Te =106 K and
e0 = 1.5 keV (see figure 5) where the angular distribution of
G is the most anisotropic. This difference between the G(90◦)
and G(0◦) ratios is found to still occur as long as the beam
fraction f is larger than ∼0.2%.

Concerning f = 5%, it was noted in subsection 4.2 that
the inner-shell ionization process can, via the z line intensity,
enhance considerably the G ratio for Te � 1.5 × 106 K and
e0 � 4 keV. However, under these conditions of f , Te and e0

the intensity of z together with that of x and y remains too small
(in comparison with the intensity of w) to be observed, and
therefore the observable effect of the inner-shell ionization
on G would be undetectable. Figure 7 shows a comparison
of the G(90◦) ratio calculated with and without the inclusion
of the inner-shell ionization contribution for f varying from
0.001% to 1%, Te = 106 K, e0 = 2 keV and 4 keV. In the

Figure 7. Intensity ratio G(90◦) as a function of the beam fraction f
between 0.001% and 1% calculated with (solid lines) and without
(dashed lines) the inclusion of the inner-shell ionization for
(Te =106 K, e0 =2 keV) and (Te =106 K, e0 =4 keV).

case of e0 = 4 keV, for example, neglecting the contribution
of the inner-shell ionization to the z intensity results in a
∼45–75% underestimate of the G(90◦) ratio for f in the
interval 0.05–0.1% for which G(90◦) > 0.1. It is found that
the inclusion of the inner-shell ionization has little effect (less
than 10%) on the G ratio for f � 0.007% irrespective of e0.
At Te � 1.5 × 106 K and e0 � 10 keV, f must be greater than
∼0.8% before the increase in the G ratio due to the inner-shell
ionization exceeds 10%.

5. Summary and outlook

In this work, we have presented elaborate calculations of
the line intensity ratio G = (Ix + Iy + Iz)/Iw for Ne8+

emitting ions assuming an electron distribution function which
consists of a Maxwellian isotropic part with temperature Te

in the range of 106–107 K and a monoenergetic beam part
with energy e0 and fraction f in the ranges of 1.5–25 keV
and 0–10%. These calculations are based on a steady-state
collisional-radiative model in which we have incorporated the
117 magnetic sublevels of the configurations 1snl with n � 4
and included the inner-shell ionization of the Li-like Ne7+ ion
in its ground level. We have explored the effects of the different
parameters characterizing the adopted electron distribution
function and have shown that the dependence of the G ratio on
the Maxwellian temperature can be significantly modified by
the effect of the beam-electron component, especially at low
values of Te. Our main results can be summarized as follows.

(i) There is a rapid increase of the G ratio as Te increases
from 106 K followed by a smooth decrease at higher
temperatures, in contrast to the pure-Maxwellian situation
where G is a monotonically decreasing function of the
temperature. For e0 =4–25 keV and f =1% for example,
the G ratio is less than 0.1 at Te = 106 K, rises to a
maximum of about 0.6 near Te = 3 × 106 K and then
decreases slowly as Te increases further, reaching 0.32 at
Te = 107 K, whereas in the case of the pure-Maxwellian
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distribution, G decreases from ∼ 1.1 at Te = 106 K to
∼0.33 at Te =107 K.

(ii) In the high-temperature range Te �6 × 106 K, the effects
of the beam component are small, decreasing the G ratio
relative to the pure-Maxwellian value by less than 5% for
f =1% and any e0 value.

(iii) The G ratio is very weakly sensitive to the energy of the
beam electrons in the region e0 =7–25 keV for any given
Te value.

(iv) The sensitivity of the G ratio to the fraction of the
beam electrons can start at around 0.001% and 0.1% at
Te = 106 K and 2 × 106 K, respectively. In particular, at
Te = 106 K and e0 = 10 keV, the G ratio for f = 0.01%
is 1/3 lower than the pure-Maxwellian ratio, and the
neglect of the effect of the beam component results in
an overestimation by a factor of ∼ 8 of the temperature
associated with the Maxwellian electrons.

(v) The G ratio can exhibit a strongly anisotropic angular
distribution in the low Te-range for e0 � 4 keV. For
example, at Te = 106 K, e0 = 1.5 keV and f � 0.2%,
the ratios G for the observation angles θ =90◦ and θ =0◦

differ from each other by a factor of about 2.

(vi) The effect on the G ratio of including the inner-shell
ionization of Ne7+ by the beam electrons is insignificant
at Te �2 × 106 K, but at lower Te values it can result in a
considerable enhancement of the G ratio. For example,
at Te = 106 K the ratio G for θ = 90◦, e0 = 4 keV
and f = 0.1% amounts to 0.11 compared with the
result of 0.064 obtained without including the inner-shell
ionization.

It is hoped that the calculations presented in this paper
will be useful for applications of the G ratio together with
the polarization degrees of the lines w and (x, y) to the
diagnostics of non-Maxwellian astrophysical and laboratory
plasmas containing fast and anisotropic electrons with a view
to estimating the mean-energy, fraction and directivity of these
non-thermal electrons.

The present results have been obtained without taking
into account the contribution to the line intensities from
radiative recombination (RR) and dielectronic recombination
(DR) of the H-like Ne9+ ion. According to the calculations
by Smith et al [10] concerned with pure-Maxwellian plasmas,
the inclusion of these recombination processes is practically
without influence on the G ratio at Te � 3 × 106 K, but it
can considerably increase G at higher temperatures, by for
example 80% at Te = 107 K. We expect that the presence
of a fast electron component would significantly increase the
Ne9+/Ne8+ ion abundance ratio, but the rate coefficients for
both RR and DR would remain unaffected. This happens
because DR is a resonance process involving electrons with
relatively moderate energies and RR occurs without any energy
threshold and moreover RR cross sections decrease with
increasing electron energy. We hope to extend our calculations
to include the recombination contribution in the near future.
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Résumé 
 
 

Nous avons étudié théoriquement comment la présence d'une faible proportion 
d'électrons énergétiques mélangés avec des électrons Maxwelliennes dans un plasma chaud 
influe sur le rapport d'intensité G=(x+y+z)/w en fonction de la température pour les ions Ne8+. 
En modélisant la fonction de distribution des électrons en tant que combinaison d'une 
composante isotrope Maxwellienne et une composante du faisceau monoénergétique, des 
calculs détaillés du rapport d'intensité G du néon Ne8+ ont été réalisées pour des températures 
de Te de la composante Maxwellienne et énergies cinétiques e0 de la composante du faisceau 
dans les intervalles de 106 à 107 K et 1.5 à 25 keV, respectivement. Un modèle collisionnel-
radiatif a été utilisée pour déterminer les populations des sous-niveaux magnétiques 
supérieurs des quatre raies w, x, y, z. Nous avons pris en considération la polarisation et la 
distribution angulaire anisotrope des raies d'émission. Les calculs ont ainsi été effectués pour 
différents angles d'émission par rapport à la direction du faisceau d'électrons suprathermiques. 
Il faut mentionner que dans notre travail nous avons aussi inclus le processus de l'ionisation 
de couche interne des ions lithiumoïdes qui contribue à l’intensité de la raie z. 

 
Mots clés : plasmas chauds non-thermiques, raies d’émission X, rapport d’intensité de raies, 
anisotropie de distribution d’intensité, diagnostics en température 
 

Abstract 
 

 

We have theoretically studied how the presence of a small proportion of energetic 
beamed electrons mixed to a bulk of Maxwellian electrons in a hot plasma affects the 
temperature-dependent intensity ratio G=(x+y+z)/w of the helium-like Ne8+. By modelling the 
electron distribution function as combination of a Maxwellian isotropic component and a 
monoenergetic beam component, detailed calculations of the G ratio of the Ne8+ lines have 
been performed for temperatures Te of the Maxwellian component and kinetic energies e0 of 
the beam component in the ranges 106-107K and 1.5-25 keV, respectively. A collisional-
radiative model has been used for determining the populations of the upper magnetic 
sublevels of the four lines. The polarization and anisotropic angular distribution of the emitted 
lines have been taken into account. We also include the inner-shell ionization of Li-like ions. 
 
Key-words : non-thermal hot plasmas, emission lines X, intensity ratio of lines, anisotropic 
angular distribution, temperature diagnostics. 
 

 الملخص
 

نسبة صغيرة من ا!لكترونات الطاقوية المختلطة با!لكترونات تتبع توزيع ماكسويل في قمنا بدراسة نظرية لتواجد           
·                                              8eN+ بد3لة درجة الحرارة ا3يوناتGب1زما ساخنة ومدى تأثيرھا علي نسبة الشدة   

ماكسويل و أخرى ترفق لحزمة لتوزيع توزيع ا!لكترونات باعتبارھا مزيج لمركبة متماثلة تبعا بنمذجة دالة بعد القيام 
 في درجة الحرارة 8eN+للنيون الشبيه بالھليوم  Gا!لكترونات وحيدة الطاقة، أجرينا حسابات مفصلة لنسبة الشدة 

eT للمركبة الماكسويلية و طاقات حركية
0

e !لكترونات في المجا3ت لمركبة حزمة اK10
7 - 10

لقد · Vek 25- 1.5  و6
أخذنا بعين · z,y,x,wاستعملنا النموذج التصادمي ا3شعاعى لحساب إسكان المستويات المغناطيسية العليا للخطوط اQربعة  

ا!صدار بالنسبة 3تجاه ا3عتبار ا3ستقطاب والتوزيع الزاوي المتباين لخطوط ا!صدار، أجريت الحسابات لعدة زوايا 
بالھليوم  تجدر ا!شارة كذلك إلى أننا أدخلنا في الحساب آلية التأين للمستوى الداخلي ا3يونات الشبيھة· حزمة ا!لكترونات

                                                                                                                    ·z والتي تساھم في شدة الخط
 

:  ·حرارة الب1زماب1زما ساخنة، تشخيص درجة  ، شدة اQطياف، تباين توزيع الشدة،Xانبعاث اQطياف  كلمات مفتاحية   




