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” Le soleil, avec toutes ces planètes qui gravitent sous sa gouverne, prend
encore le temps de mûrir une grappe de raisin, comme s’il n’y avait rien
de plus important. ”
- Galileo Galilei

” Il n’y a de terrible en nous et sur la terre et dans le ciel peut-être que
ce qui n’a pas encore été dit. On ne sera tranquille que lorsque tout aura
été dit, une bonne fois pour toutes, alors enfin on fera silence et on aura
plus peur de se taire. Ça y sera. ”
- Louis Ferdinand Céline, Voyage au bout de la nuit
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Résumé

La problématique du plasma en champs magnétique et électrique croisés est cruciale
dans un certain nombre de situations physiques, allant de la météorologie spatiale aux
procédés plus terrestres que sont la fusion par confinement magnétique ou la propulsion
à effet Hall. Il est bien connu en effet que cet état est propice à l’établissement de flux
de matières et d’énergie qualifiés d’”anormaux” puisqu’impossible à expliquer en terme
de diffusion classique. On admet communément depuis plusieurs années que ce transport
est intrinsèquement lié aux instabilités du milieu plasma et à la turbulence qui leur est
associée.

Dans notre dispositif de laboratoire à cathode chaude MISTRAL une colonne cylin-
drique de plasma magnétisé est produite au moyen d’un faisceau d’électrons ionisants.
Dans les conditions habituelles d’expérience des instabilités à basse fréquences sont me-
surées en même temps qu’un transport du plasma dans la direction transverse au champ
magnétique, à l’ombre du limiteur. Le déclenchement et les caractéristiques de ces instabi-
lités sont directement liés à la mise en place d’un champ électrique transverse étroitement
conditionné par le bilan de courant. Au moyen des diagnostics (sondes, caméra intensifiée,
fluorescence induite par laser) mis en œuvre nous avons pu caractériser avec beaucoup
de détail la situation où un mode régulier se développe et les conditions de sa transition
vers un état turbulent.

L’analyse théorique menée dans ce manuscrit montre que l’influence des forces iner-
tielles sur le fluide ionique en rotation ~E × ~B, en particulier aux forts rapports E/B
obtenus sur notre dispositif, est déterminante aussi bien pour l’équilibre du plasma que
sa stabilité. Il apparâıt en particulier qu’à champ électrique centripète une instabilité glo-
bale analogue à celle de Simon-Hoh - puisque liée à une dérive différentielle des espèces
chargées sous l’effet du freinage inertiel - est excitée. Ces résultats fournissent une expli-
cation très probable aux observations expérimentales obtenues sur notre dispositif, bien
qu’une prise en compte des effets cinétiques apparaisse indispensable pour le confirmer.
Mais au-delà de nos expériences, ils constituent nous l’espérons un éclairage original sur
la question plus générale de la stabilité du plasma en champs croisés.

iii



iv



Table des matières

Introduction xi

1 Instabilités et transport transverse en plasmas magnétisés : champs
d’intérêt 1
1.1 Les plasmas de fusion . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 2

1.1.1 Confinement magnétique . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 2
1.1.2 Transport transverse dans les machines toriques à confinement magnétique 5
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3.1.1 Considérations générales sur les ordres de grandeur . . . . . . . . 58
3.1.2 Equations de Maxwell pour les champs du plasma . . . . . . . . . 58
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Notations et acronymes

L’indice α désigne un type de particule, les indices i et e désignent respectivement les
ions et les électrons.
L’indice k désigne une direction quelconque dans l’espace :

– dans un repère cartésien k=1,2,3 ⇔ x,y,z
– dans un repère cylindrique k=1,2,3 ⇔ r,θ,z

Les indices ‖ et ⊥ désignent respectivement les directions parallèles et perpendiculaires
au champ magnétique.
Le nombre de dimension spatiales est indiqué par le paramètre nD :

– cas isotrope 3D : nD = 3
– cas 1D : nD = 1
– cas anisotrope : direction parallèle : nD = 1, direction transverse : nD = 2

La notation |.| désigne à la fois la valeur absolue d’une grandeur scalaire, le module d’un
nombre complexe et la norme d’une grandeur vectorielle.
On assimilera souvent fréquences ν (unité : Hz) et pulsations (ou vitesses angulaires)
ω = 2πν (unité rad/s).
La notation 〈.〉 désigne la moyenne temporelle ou spatiale d’une grandeur.
On assimilera souvent fréquences ν (unité : Hz) et pulsations (ou vitesses angulaires)
ω = 2πν (unité rad/s).
Les différentes grandeurs utilisées dans ce mémoire sont représentées par les symboles
suivants :

ε0 : permittivité du vide
µ0 : perméabilité du vide
kB : constante de Boltzmann
nα : densité
~Vα : vitesse fluide
Zα : charge relative
e : charge de l’électron
qα = Zαe : charge
mα : masse
ρα : densité de charge de l’espèce α

ρt =
∑
α

ρα : densité de charge totale

~Γα = nα~Vα : flux de l’espèce α
~jα = qα~Γα : courant électrique

~jt =
∑
α

~jα : courant électrique total

~B : champ magnétique
~b = ~B/B : direction du champ ~B
~E : champ électrique
φ : potentiel électrique
~A : potentiel vecteur
~~Pα : tenseur de pression cinétique
Pα : pression scalaire
Tα : température du fluide
νcoll : fréquence de collision
νin : fréquence de collisions ions-neutres
νen : fréq. de coll. électrons-neutres
νie : fréquence de collisions ions-électrons
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νei : fréq. de coll. électrons-ions
csi = kB(Te+Ti)

mi
: vitesse acoustique ionique

vA = B√
µ0nimi

: vitesse d’Alfven

ωc,α =
|qα|B
mα

: fréquence cyclotron

Ωc,α = −qαB
mα

: fréquence cyclotron signée

La fréquence cyclotron ωc est donnée en valeur absolue tandis que la fréquence cyclotron
signée Ωc tient compte du sens de la rotation cyclotron : direct pour q < 0 et indirect
pour q > 0. A partir de la température thermodynamique on définira la vitesse thermique
de référence v∗th,α =

√
kBTα/mα et les vitesses thermiques dans les différentes directions

par : vth,α,k =
√
nD v

∗
th,α, en particulier on a :

– vth,α,‖ = v∗th,α
– vth,α,⊥ =

√
2 v∗th,α

A partir de la vitesse thermique et de la fréquence cyclotronique on définit le rayon de Lar-
mor moyen du gaz par : RL = vth,α,⊥/Ωc,α. Toutes les grandeurs sont données en unité SI.

Acronymes :

CDW : Collisional Drift Wave
CDWI : Collisional Drift Wave Instability
CG : Centre-Guide
CI : Conditions initiales
CL : Conditions aux limites
DDP : Différence De Potentiel
DW : Drift Wave
ED : Equation différentielle
EDL : Equation différentielle linéaire
fde : fonction de distribution en énergie
fdv : fonction de distribution des vitesses
II : Inertie Ionique
ISHI : Inertial Simon-Hoh Instability
LMPD : Laboratory Magnetized Plasma Device
MISTRAL : Machine à Ionisation Suprême Très Respectée A L’étranger
NCDW : Non-collisional Drift Wave
RFA : Reverse-Field Analyzer (analyseur d’énergie à grille répulsive)
RL : Rayon de Larmor
RLF : Rayon de Larmor Fini
SH : Simon-Hoh
SHI : Simon-Hoh Instability
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Introduction

La physique des plasmas est une discipline jeune, à peine 80 ans nous séparent de
la formulation par Irving Langmuir [Langmuir28] de ce quatrième état de la matière
si marginal sur terre mais qui constitue pourtant l’essentiel de l’univers. Tout d’abord
considérés comme des fluides que leurs propriétés électromagnétiques complexes rendaient
particulièrement sensibles aux instabilités à cause de la rétroaction entre la dynamique
des particules et les champs qu’elles génèrent, la théorie cinétique des plasmas développée
par Vlasov [Vlasov38, Vlasov45] et Landau qui voit le jour dans les années 40 mettra en
évidence quantité de phénomènes collectifs qui autorisent aujourd’hui une compréhension
plus poussée de l’interaction onde-plasma à l’origine de la turbulence couramment ob-
servée dans les systèmes physiques constitués de gaz ionisés.

C’est sans doute à cause de la complexité de son corpus théorique que la physique
des plasmas conserve pour une bonne part jusqu’à l’heure actuelle sa nature de science
expérimentale, et l’expérience dans ce domaine reste souvent le critère déterminant pour
dégager les phénomènes qui dominent la dynamique des plasmas dans des conditions
données. Paradoxalement la recherche dans ce domaine s’est initialement concentrée sur
l’idée née dans les années 1950 de concevoir des machines de confinement magnétique
pour la fusion contrôlée, machines au fonctionnement et à l’équilibre magnétique com-
plexes, qui révélèrent très vite la présence d’instabilités importantes rendant impossible
le confinement d’un plasma chaud. Devant la nécessité de mieux comprendre ces instabi-
lités les chercheurs émirent le souhait d’étudier des machines plus simples dans lesquelles
ils pourraient observer l’apparition et l’excitation de phénomènes collectifs. Il s’agissait
alors de mieux comprendre et mâıtriser les instabilités des plasmas de fusion autant que
de nourrir l’intérêt naissant pour les plasmas spatiaux et entre autres l’étude de la pro-
pagation d’ondes électromagnétiques dans l’ionosphère.

Les années 1960 virent alors l’apparition des premières machines produisant des plas-
mas magnétisés de laboratoire : les � Q-machines � développées parallèlement par Rynn
et D’Angelo à Princeton et Knechti et Wada à Hughes grâce à des sources de plasmas
alcalins confinés magnétiquement. La découverte dans ces machines d’oscillations à basse
fréquence [Hoh60, Chen61, Dangelo63] allait ouvrir un pan de recherche entier de la phy-
sique des plasmas. Les machines à plasmas magnétisés de laboratoire verront dans les
années qui suivent leur conception varier largement : machines à cathodes froides ins-
pirées des Q-machines, machines à plasmas excités par Radio-Fréquence, Micro-Onde,
Onde Hélicon et machines à cathode chaude dont l’expérience MISTRAL (voir figure
1) sur laquelle ce travail de thèse s’est déroulé. Cependant, et malgré les raffinements
constants des dispositifs de contrôle et de diagnostic, la question de la nature exacte de
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CHAPITRE 0. INTRODUCTION

Figure 1 – Le dispositif expérimental MISTRAL

ces instabilités et des phénomènes qui les excitent reste pour une grande part une ques-
tion ouverte. Et l’intérêt de son étude est déterminant dans bien des domaines qui vont
de la fusion nucléaire à la physique de l’ionosphère en passant par la propulsion spatiale
à effet Hall.

A propos de ce travail de thèse :

L’objectif de cette thèse était à l’origine d’exploiter les diagnostics récents (Fluo-
rescence Induite par Laser, observation par caméra intensifiée et ultra-rapide, détection
micro-onde de la turbulence) mis en place sur la machine MISTRAL pour identifier sans
ambigüıté le mécanismes des instabilités qui apparaissent à l’interface plasma-vide d’une
colonne de plasma magnétisé et leur rôle dans le transport transverse de particules. Nos
résultats ont rapidement mis en évidence le rôle fondamental du champ électrique radial,
conditionné essentiellement par le bilan de charge lié aux conditions aux limites dans la
machine, dans l’établissement d’instabilités conduisant à un transport de masse et de
charge dans la direction transverse au confinement.

Le plan de ce manuscrit est organisé pour d’abord introduire au lecteur la problématique
des instabilités et du transport transverse dans les plasmas en champ magnétique en
décrivant plus en détail les deux principaux champ d’application de ces phénomènes :
l’ionosphère et les plasmas de fusion .

Suivra une partie consacrée aux trajectoires des particules en particulier dans la si-
tuation des champs électriques et magnétiques croisés en géométrie cylindrique. Nous
verrons que les considérations sur le rôle des forces inertielles qui se manifestent dans
cette situation sont d’une importance capitale pour la suite.

Nous passerons ensuite aux différents modèles permettant de décrire un plasma, de-
puis l’approche cinétique jusqu’aux modèles fluides qui seront privilégiés dans ce travail.

Nous présenterons dans un quatrième chapitre le dispositif expérimental ainsi que le
principe des différents diagnostics employés durant la mesure.
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Le chapitre suivant sera consacré à une analyse du plasma créé par ionisation, en
terme de bilan de charges et de dynamique transverse à l’équilibre. Ces deux points sont
en effet essentiels à la compréhension des phénomènes observés qui reposent sur l’exis-
tence d’un gradient de potentiel radial moyen associé à une dérive azimutale des espèces.

Le sixième chapitre sera consacré à l’identification expérimentale des instabilités en
champs croisés. Selon la configuration expérimentale, et en particulier la valeur des po-
tentiels de bord qui déterminent le bilan de charge et de courant dans le plasma, il est
ainsi possible d’observer un comportement instable du plasma qui provoque un trans-
port des particules et du courant dans la direction transverse au champ magnétique. Ce
transport se manifeste par l’apparition de structures radiales à l’ombre du limiteur (dans
une région où aucun plasma n’est supposé être présent) qui tournent avec une vitesse
angulaire constante, suggérant la présence d’une onde instable se propageant dans la di-
rection polöıdale. Ces phénomènes sont étroitement corrélés comme on le verra avec la
valeur mesurée du champ électrique et du courant transverse, ce qui indique le rôle clé de
ces deux grandeurs dans le déclenchement du mode de transport régulier. La transition
à la turbulence de ces modes instables sera en particulier l’objet d’une grande attention.

Le dernier chapitre enfin sera consacré à une approche analytique des instabilités
linéaires de la colonne de plasma dans la situation décrite précédemment, avec le souci
de mettre en évidence les mécanismes conduisant à l’apparition de modes instables sus-
ceptibles de donner lieu au transport du plasma à l’ombre du limiteur observé.
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Chapitre 1

Instabilités et transport transverse
en plasmas magnétisés : champs
d’intérêt

” When a distinguished but elderly scientist states that something is pos-
sible, he is almost certainly right. When he states that something is im-
possible, he is very probably wrong.”
— Arthur C. Clarke, Clarke’s first law

Dans cette première partie, qui prolonge l’introduction, nous verrons les enjeux liés à
la question de la stabilité du plasma, en particulier dans la situation de champs croisés
dont la problématique est au cœur de ce mémoire. Depuis leur découverte dans les années
60 [Chen61, Dangelo63], les instabilités basses fréquences dans les plasmas de décharge
ont été l’objet de nombreuses études aussi bien théoriques qu’expérimentales motivées à
la fois par l’essor de la théorie non-linéaire qui voyait là un domaine d’application riche
en enseignements et par le développement des machines de confinement magnétique dont
les capacités se montrèrent directement liées au contrôle des micro-instabilités présentes
au sein du plasma thermonucléaire[Chen67]. Il fallut peu de temps pour que cette phy-
sique n’intéresse également les astrophysiciens nécessairement confrontés à la question
puisque l’univers regorge de situations où des plasmas magnétisés aux caractéristiques
très diverses sont en interaction.

Un bonne part des modèles théoriques expliquant ces instabilités émergea dans les
années qui suivirent leur découverte et pourtant leur identification précise dans les dispo-
sitifs expérimentaux reste souvent une question ouverte, et ce principalement en raison
de la faiblesse des diagnostics permettant de mesurer à coup sûr les caractéristiques
du plasma. Cependant ces dernières années ont vu l’apparition de nouveaux disposi-
tifs d’étude dont plusieurs sont exploités au sein de l’équipe MISTRAL (LIF : Light-
induced fluorescence, imagerie visible par caméra ultra-rapide et intensifiée, spectrosco-
pie, détection micro-onde). Ces moyens, couplés à une recherche théorique vivante per-
mettent de renforcer l’espoir d’identifier les instabilités dominantes observées dans les
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CHAPITRE 1. INSTABILITÉS ET TRANSPORT TRANSVERSE EN PLASMAS
MAGNÉTISÉS : CHAMPS D’INTÉRÊT

dispositifs produisant des plasmas magnétisés.

1.1 Les plasmas de fusion

1.1.1 Confinement magnétique

Le confinement magnétique repose sur l’idée qu’une particule chargée soumise à un
champ magnétique uniforme suit, en l’absence de phénomènes collisionnels ou de fluc-
tuations, une trajectoire hélicöıdale le long des lignes de champ magnétique qui permet
d’astreindre la particule à se déplacer uniquement parallèlement à la direction de ~B. La
composante transverse du mouvement est appelée orbite cyclotronique : c’est une rota-
tion à la fréquence cyclotron Ωc = qB/m avec un rayon de Larmor rL = |v⊥/Ωc|. La
dynamique des particules obéit aux relations 2.2 données section 2.1.

Si le rayon de Larmor est faible devant la dimension transverse de la machine, le confi-
nement est réalisé à condition qu’on parvienne soit à créer un mouvement de va-et-vient
des particules le long d’un ligne de champ - c’est le cas dans les configurations miroir
magnétique - soit à boucler sur elles mêmes les lignes de champ dans des configurations
toriques sur lesquelles nous allons nous concentrer dans toute la suite de cette section 1.

Ces dernières dans leur conception élémentaire sont constituées d’un ensemble de bo-
bines circulaires dites toröıdales alignées le long d’un cercle de rayon R0, les surfaces
magnétiques sont alors des tores embôıtés générés par les lignes de champ circulaires
à égale distance de l’axe secondaire du tore. Dans ces conditions le champ magnétique
toröıdal s’écrit d’après la loi de Faraday :

B(R) =
µ0I

2π
=
B0R0

R

avec R la distance à l’axe principal du tore, I le courant dans les bobines et B0 le champ
au centre d’une section du tore.

Comme on le verra au prochain chapitre dans l’étude des dérives cette géométrie
induit un gradient radial et une courbure du champ magnétique, qui se traduit par l’ap-
parition de 2 nouvelles forces : la force centrifuge (mv2

‖/R) et une force liée au gradient

(−1
2
mv2
⊥
~∇B/B) qui provoquent un mouvement de dérive vertical en sens opposé pour

les électrons et les ions. Une telle situation provoque invariablement l’apparition d’un
champ électrique de rappel responsable d’une nouvelle dérive radiale ~E × ~B/B2 qui ex-
pulse rapidement les particules vers l’extérieur comme illustré sur la figure 1.1.

Pour compenser l’influence de la dérive électrique, la solution la plus répandue
consiste à enrouler les lignes de champ en ajoutant une composante de champ polöıdale
de manière à réaliser une transformée rotationelle de la trajectoire parallèle des parti-

1. il est communément admis que ces dispositifs sont les plus prometteurs pour la réalisation d’un
réacteur de fusion magnétique
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1.1. LES PLASMAS DE FUSION

Figure 1.1 – a) configuration magnétique toröıdale b) effets de dérive

cules.
Ainsi au cours d’un tour polöıdal complet, la dérive électrique s’exerçant alternative-

ment vers l’axe secondaire puis en sens opposé, l’effet moyen de déconfinement est annulé.
Les lignes de champ magnétique forment cette fois des hélices autour de l’axe secondaire,
engendrant une fois encore des surfaces magnétiques toriques embôıtées. On définit alors
le facteur de sécurité qsec comme le taux d’enroulement des lignes de champ qui s’écrit,
dans la limite des grands rapports d’aspects R0/a

2 qsec = rBtorr
RBpol

, r étant la distance à

l’axe magnétique.
La réalisation de ce champ polöıdal a donné lieu à plusieurs dispositifs différents dont

les principaux sont : le stellarator où ce champ est produit soit par des bobinages addi-
tionnels soit par une torsion des bobines classiques et le tokamak (figure 1.2) qui produit
son champ polöıdal à l’aide du courant plasma généré initialement par effet transfor-
mateur et entretenu par génération de courant haute fréquence et effet de bootstap 3.

Un élément essentiel des machines de fusion magnétique est la conception du collecteur
radial chargé s’isoler le plasma central des parois. Deux types de dispositifs axisymétriques
sont employés à cette fin : le limiteur d’abord qui consiste en un ”plancher” simple inter-
ceptant les lignes de champ ouvertes (LCO) périphériques, abandonné progressivement
au profit du divertor où des bobinages additionnels vont dévier les LCO vers un élément
de paroi distant, ce qui permet d’étaler les dépôts de puissance et de matière tout en
confinant les impuretés liées à l’érosion loin du plasma central. La figure 1.3 montre le
principe de ces deux configurations sur la machine JET. La région de bord constituée
des surfaces de flux ouvertes s’appuyant sur le plancher est génériquement appelée SOL
pour Scrape-Off Layer ou Section à l’Ombre du limiteur. En tant que condition aux li-

2. avec a le petit rayon du tore
3. le courant est alors auto-généré par asymétrie de distribution des électrons piégés[Wesson97]
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Figure 1.2 – schéma de principe d’un tokamak

mite radiale du plasma elle joue un rôle clé dans l’établissement des flux de matières et
d’énergie qui le traversent.

Le confinement magnétique dont nous venons de décrire les grands principes est
nécessaire afin de satisfaire au critère bien connu de Lawson[Lawson57] : neTiτE > C,
avec ne la densité électronique du plasma, Ti la température ionique, τE le temps de
confinement de l’énergie et C une constante liée à la réaction de fusion envisagée 4. Ce
critère correspond au seuil de rentabilité énergétique de toute réaction de fusion ther-
monucléaire : c’est la situation où l’énergie apportée par les particules alpha produites
dépasse l’énergie perdue du fait du transport déconfinant, que nous allons évoquer dans la
prochaine section. Dans les conditions opérationnelles des machines de fusion magnétique
actuelles - où ne ∼ 1020m−3 et Ti ∼ Te ∼ 10keV - le temps de confinement nécessaire
pour satisfaire au critère de Lawson est proche de la seconde.

4. pour la réaction deutérium-tritium, la plus facile à réaliser, on a C ≈ 3.1021m−3.s.keV

4



1.1. LES PLASMAS DE FUSION

Figure 1.3 – Configuration limiteur et divertor sur la machine JET (source [Roubin08])

1.1.2 Transport transverse dans les machines toriques à
confinement magnétique

L’approche dite classique du transport déconfinant dans les plasmas magnétisés repose
sur l’hypothèse selon laquelle ce dernier est uniquement dû aux collisions, responsables
d’une marche au hasard des particules qui s’ajoute à leur trajectoire cyclotronique. On a
donc affaire basiquement à un processus de diffusion quantifiable par les deux coefficients :

D⊥c ≈ νeir
2
Le pour la diffusion de matière

χ⊥c ≈ νier
2
Li pour la diffusion d’énergie

où νei et νie désignent respectivement les fréquences de collisions électroniques et io-
niques 5. En effet le caractère ambipolaire du transport transverse 6 impose que la diffusion
de matière soit déterminée par l’espèce la mieux confinée, en l’occurrence les électrons,
tandis que la diffusion de chaleur est déterminée par l’espèce vecteur de l’énergie cinétique,
c’est à dire les ions. Ce résultat peut être raffiné au moyen de la théorie néo-classique,
qui permet de rendre compte de l’existence des particules piégées, conséquence de l’inho-
mogénéité du champ magnétique 7. La correction néo-classique porte essentiellement sur

5. dans un plasma de fusion, totalement ionisé, il s’agit des fréquences de collisions coulombiennes
données dans l’annexe A

6. la neutralité du plasma implique en effet que le courant de fuite soit globalement nul
7. comme on l’a vu la configuration magnétique d’un dispositif torique provoque un effet de miroir

magnétique (cf section 2.1) entre l’intérieur du tore à fort champ et l’extérieur à faible champ. Un fraction
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la valeur de la fréquence de collision effective, donnée par l’expression [Maget98] :

νNC ≈ ν(1 + q2
sec/ε

3/2)

où ε = r/R0.
Selon les approches classiques et néo-classiques on prévoit donc une diffusion propor-

tionnelle à 1/B2, facile à minimiser à l’aide des champs magnétique de plusieurs teslas
régnant dans les dispositifs de fusion magnétique. En réalité les mesures expérimentales
font état de coefficients de diffusion supérieurs de plusieurs ordre de grandeur 8 à ceux
prédits dans une approche collisionnelle. Qui plus est le coefficient de diffusion de matière
typiquement observé est de l’ordre de celui de Bohm 9 : DBohm = kBT/16eB = v∗thrL/16,
c’est à dire en 1/B, ce qui indique qu’une physique tout à fait différente gouverne le
transport radial, qualifié d’anormal puisque les théories classiques sont impuissantes à
l’expliquer. Ce sous-confinement du plasma est l’une des raisons majeures de l’échec de
la fusion magnétique, ce qui explique qu’une recherche active soit à l’œuvre pour l’expli-
quer : une mâıtrise accrue du transport dans les grands dispositifs actuels 10 est en effet
indispensable à la réussite de la fusion thermonucléaire dans un avenir proche.

1.1.3 Instabilités, turbulence et transport

Soupçonné depuis les années 60[Chen67], le rôle prédominant des instabilités et de la
turbulence associée dans le transport anormal observé sur les machines de fusion apparâıt
à l’heure actuelle comme un fait bien établi. Les mesures réalisées sur ces dispositifs -
dont quelques exemples, obtenus à partir de sondes de Langmuir, sont donnés figure 1.4 -
indiquent en effet un niveau de fluctuation très important des grandeurs macroscopiques,
en particulier vers le bord. L’excitation d’instabilités dans le plasma confiné est en effet
tout à fait prévisible : en présence d’une source d’énergie libre - gradient de densité, de
température, de champ magnétique ou faisceaux de particules - un plasma est comme on
le verra par la suite un milieu où une grande variété d’ondes instables peut être excitée.
Ce caractère est lié à la fois à la nature fluide du milieu, qui donne lieu à des phénomènes
analogues à ceux des instabilités hydrodynamiques, mais aussi à l’auto-consistante des
champs électriques et magnétiques, à l’origine d’instabilités propres au milieu plasma.

A noter qu’on distingue nettement deux grandes catégories d’instabilité aux échelles
très différentes dans les plasmas magnétisés :

des particules, de vitesse parallèle insuffisante, se trouve alors piégée sur des orbites dites ”bananes”,
effectuant des aller-retour périodiques côté bas champ.

8. pour le coefficient de diffusion de matière par exemple, on a typiquement Dexp/DNC ≈ 102

9. mesuré pour la première fois par David Bohm et ses collaborateurs[Bohm49] durant l’étude
d’un plasma d’arc magnétique, le taux de diffusion de Bohm s’avère valable dans un grand nombre
d’expériences impliquant des plasmas confinés magnétiquement, sans qu’une raison théorique claire n’ait
été formulée à ce jour pour l’expliquer

10. et ce au-delà de la simple nécessité de confiner les plasma, puisqu’il s’agit aussi en particulier de
bien répartir le dépôt de puissance et de permettre l’extraction des impuretés et des cendres d’helium
produites par les réactions de fusion
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1.1. LES PLASMAS DE FUSION

– les instabilités MHD d’abord - kink modes, resistive wall modes et tearing modes
- processus violents et rapides 11 qui conduisent généralement à des disruptions
ou de brutales oscillations en dent de scie qui provoquent un déconfinement ca-
tastrophique du plasma. Ce type de phénomène est cependant considéré aujour-
d’hui comme relativement bien mâıtrisé, grâce à l’optimisation des configurations
expérimentales et au contrôle relatif du courant et des dépôts de puissance.

– les instabilités dites basse fréquence (BF) ensuite, dont les temps caractéristique
sont autour de 10−4 − 10−5 s (voir figure 1.4-3a), responsables de ce qu’on appelle
la micro-turbulence 12. D’après les résultats expérimentaux et théoriques établis au
cours des dernières décennies, ce sont ces instabilités qui semblent être à l’origine
du transport anormal dans les situations ou l’activité MHD est stabilisée.

Les instabilités BF dans les plasmas de fusion sont généralement de nature électrostatique :
les fluctuations de champ magnétique et donc de potentiel vecteur sont typiquement
de plusieurs ordre de grandeur inférieurs à celles du potentiel électrique, cf figure 1.4-

1. Dans ces conditions la vitesse radiale associée au champ électrique fluctuant ~̃E est

essentiellement égale à la vitesse de dérive électrique ~̃E × ~B/B2, d’où un flux moyen
Γr =< ñeẼθ > /B, avec ñe la densité électronique fluctuante. Ce flux est non-nul dès
lors qu’un déphasage existe entre les fluctuations de densité et de potentiel.

1.1.4 Modes de confinement améliorés

Les observations sur le transport déconfinant présentées jusqu’ici concernent ce qu’on
pourrait qualifier comme le mode de fonctionnement ”naturel” des machines de fusion,
baptisé mode L (pour low confinment). Au cours des dernières années plusieurs scénarios
expérimentaux ont permis d’obtenir des régimes dits de confinement amélioré dont le
précurseur et le plus fameux reste le mode H (pour high confinment), découvert sur
la machine ASDEX dans les années 80 en dépassant un seuil de puissance injecté au
centre, en configuration divertor. Ces régimes, qui permettent un confinement 2 à 4 fois
supérieur à celui du mode L, sont expérimentalement associés à une baisse globale des
fluctuations, ainsi qu’à la mise en place d’un fort cisaillement du champ électrique radial :
le champ interne centripète (puisqu’il équilibre en première approximation le gradient de
pression ionique) se renverse au voisinage de la SOL où un champ centrifuge règne, causé
par le gradient de température électronique[Sarazin97]. Cette situation donne lieu au
développement d’une barrière de transport de bord où se développe un profil de pression
relativement abrupt. Il apparâıt que le ”surconfinement” obtenu est lié au fait que le
cisaillement de rotation ~Er × ~B stabilise les grosses structures turbulentes en limitant
l’extension radiale des modes instables.

Un scénario pour la transition L-H a été proposé par Itoh[Itoh88] : la conservation du
courant radial à la limite du plasma central - constitué du courant de perte directe ionique
sous l’effet du champ électrique et du courant de perte électronique non-ambipolaire

11. leur temps caractéristique est le temps d’Alfven : τA = L‖/vA ∼ 10−6s avec vA la vitesse d’Alfven
12. cette dernière se manifeste sous la forme d’un spectre de fluctuations continu dans une certaine

gamme de fréquence, signature d’une forte non-linéarité des modes instables
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Figure 1.4 – Mesures de fluctuations sur différents tokamaks (source [Sarazin97]) : 1) Amplitude
relative des fluctuations de densité, de potentiel plasma, de température électronique et
de champ magnétique radial dans le plasma de bord du tokamak TEXT [Ritz89], 2)
Amplitude relative des fluctuations de densité dans plusieurs tokamaks [Stangeby90], 3)
Exemples de spectres fréquentiels et en kθ des fluctuations de densité et de potentiel dans
la SOL (surface à l’ombre du limiteur) de PRETEXT[Stangeby90].
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induit par la micro turbulence - impose la valeur du champ électrique radial au niveau de
la frontière avec la SOL. La transition interviendrait du fait que le champ, et par suite
les flux, peut prendre deux valeurs différentes (positive ou négative) pour une certaine
condition de densité et de température, d’où un basculement entre le mode L (champ
centrifuge, flux importants) et le mode H (champ centripète, flux moindres).

Quoi qu’il en soit il est clair que la compréhension de l’équilibre et de la stabilité du
plasma en champs électriques et magnétiques croisés est déterminante pour comprendre
la problématique du transport au bord des machines de fusion actuelle. Cette physique est
intrinsèquement liée à la question du bilan de charge dans le plasma en interaction avec
des surfaces collectrices : comme nous l’analyserons dans ce mémoire le problème de la
non-ambipolarité des flux de charge est crucial dans l’établissement du champ électrique
transverse qui par ailleurs induit naturellement la présence d’une instabilité liée à l’inertie
ionique à fort rapport E/B dont nous nous efforcerons, au cours des prochains chapitres,
d’étudier les caractéristiques expérimentales et théoriques.

1.2 Plasmas d’astrophysique

1.2.1 Les plasmas stellaires

(source : [SETH97])

Les champs magnétiques naturels jouent un rôle clé dans les processus de couplage
entre les plasmas stellaires, interplanétaires et planétaires. Dans notre système solaire
le premier acteur est bien entendu le soleil, dans lequel la dynamo solaire - rotation
différentielle entre la zone convective et la zone radiative - a pour effet d’engendrer des
champs magnétiques complexes qui provoquent le chauffage et l’échappement d’un vent
supersonique de plasma : le vent solaire. Pour l’essentiel le vent solaire s’écoule jusqu’aux
confins du système solaire, remplissant une région nommée l’héliosphère, dont on ne
connâıt pas encore précisément les limites. Là où le vent solaire rencontre l’environne-
ment terrestre on assiste à des discontinuités, comme le choc d’étrave et la magnétopause,
interfaces qui séparent des plasmas dont les caractéristiques sont différentes, mais qui sont
couplés par leurs champs magnétiques.

Le vent solaire est donc structuré par le champ magnétique solaire, et il communique
ces modulations à l’environnement ionisé de la Terre. Cette structuration en cellules,
séparées par des régions critiques, ou interfaces, caractérise les milieux peu ou pas col-
lisionnels couplés par des processus turbulents à petite échelle qui jouent le rôle d’une
dissipation, permettant le transport à travers les interfaces, en détruisant le gel du champ
magnétique.

Outre le vent solaire, relativement régulier, des phénomènes sporadiques d’éjection
de masse coronale (CME) interviennent, qui se manifestent par l’expulsion brutale d’une
bulle de plasma solaire aux proportions fabuleuses (typiquement une dizaine voir une cen-
taine de rayons terrestres pour une masse de 1013 − 1014 kg 13) provoquant au voisinage

13. pour rappel la masse de la terre est d’environ 6.1024 kg
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de la terre des orages magnétiques altérant significativement l’environnement terrestre.
Il est à noter que le phénomène de vent n’est pas l’apanage exclusif du soleil : des

vents stellaires magnétisés ont été détectés autour d’autres étoiles parfois très différentes.
Pour ces étoiles comme pour le Soleil, l’origine de ces vents et leurs propriétés sont for-
tement liées à l’existence de champs magnétiques qui assurent un couplage anormal (via
la turbulence) entre des milieux à priori rendus indépendants, par l’absence de collisions.

1.2.2 L’environnement terrestre ionisé

La magnétosphère : notre bouclier magnétique

La magnétosphère est la région de l’espace où le champ magnétique terrestre interagit
avec le vent solaire qui transporte le champ magnétique issu du soleil (figure 1.5). Cette
région agit en particulier comme un écran de protection face aux particules énergétiques
émises par notre étoile, sans lequel aucune vie ne serait possible : on suppose que les
océans et l’atmosphère de Mars ont été soufflés par le vent solaire à cause de l’absence
d’un champ magnétique planétaire. La présence du bouclier magnétique terrestre en-
trâıne l’accumulation des particules solaires dans la magnétogaine - région située entre
le choc d’étrave et la magnétopause - et leur écoulement vers la zone à l’ombre du soleil.
Cependant une part du vent solaire pénètre directement l’atmosphère par les cornets po-
laires dans lesquels l’amplitude du champ terrestre est très faible, donnant naissance aux
aurores boréales et australes, tandis qu’une autre fraction diffuse par transport anormal
à travers la magnétopause formant en particulier la ceinture extérieure de Van Halen,
siège d’un anneau permanent de courant dans le sens diamagnétique.

L’ionosphère : un plasma atmosphérique

Sous la magnétosphère s’étend l’ionosphère, couche supérieure de l’atmosphère ter-
restre fortement ionisée : situées aux altitudes supérieures à environ 100 km, au-dessous
desquelles l’ionisation peut être considérée négligeable cette région est constituée de gaz
terrestre fortement ionisé à très faible pression (entre 20 et 10−5 Pa) et à relativement
haute température (entre 300 et 1200 K). Vers les altitudes supérieures, l’ionisation
s’étend jusqu’à la magnétopause, limite de la zone d’influence du champ magnétique
terrestre. Cependant, il est admis que le terme ionosphère recouvre uniquement la zone
inférieure, limitée à une altitude d’environ 1 000 km, zone où la densité des particules
ionisées est la plus élevée. Au-delà, le milieu est essentiellement contrôlé par le champ
magnétique et on lui réserve le nom de magnétosphère. L’origine des électrons et des ions
libres constituant l’ionosphère réside principalement dans l’interaction entre le flux de
rayonnement photonique solaire et les molécules de l’atmosphère neutre. De l’équilibre
complexe entre ce processus de création par des rayonnements d’énergie variable (de l’in-
frarouge aux rayons X) et les processus de perte et de transport résulte la formation de
couches ionisées de compositions différentes et dont les propriétés vis-à-vis de la propaga-
tion des ondes diffèrent (la composition de l’atmosphère ainsi que la densité électronique
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Figure 1.5 – Représentation schématique de la magnétosphère terrestre

de l’ionosphère sont données sur la figure 1.6 ).
L’ionosphère joue, couplée à la magnétosphère, un rôle très important dans les

mécanismes d’échange d’espèces chimiques entre l’atmosphère et le milieu interplanétaire,
et participe à ce titre activement à l’évolution chimique de notre atmosphère et donc à
son climat.

Interaction ionosphère-magnétosphère

Une particularité remarquable du plasma magnétosphèrique est qu’il contient, en
plus d’une population de protons et de particules alpha rapides, une part significative
d’ions O+ très énergétiques, nécessairement accélérés depuis l’ionosphère. On soupçonne
depuis plusieurs années que la source majeure de ces ions d’origine atmosphérique est
lié au phénomène de vent polaire[Banks68] 14. Des fusées atmosphériques ont en effet
mesuré[Klumpar79][Moore97], jusqu’à une altitude de 9 rayons terrestres, la présence
d’un flux d’ions centrifuge originaire de la zone aurorale, parmi lesquels on trouve une
proportion importante d’oxygène. La question du phénomène physique responsable de
l’accélération des ions O+ atmosphériques, retenus en principe par la gravitation, dans
le cornet polaire est à ce jour ouverte.

14. également appelé Cleft ion fountain : fontaine d’ion du cornet polaire
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Figure 1.6 – Composition de l’atmosphère terrestre, à droite la densité électronique dans l’ionosphère
de jour (rouge) et de nuit (bleu)

Certaines caractéristiques connues du cornet polaire : la présence de courants alignés 15

(FAC pour Field Aligned currents) [Armstrong73], de champs électriques transverses
intenses [Louarn94] et d’un spectre significatif de fluctuations électrostatique à basse-
fréquence [Kelley77] indiquent un très probable mécanisme de chauffage ionique dû à
l’interaction onde-particule associée à la présence d’ondes plasmas instables, en particulier
dans la gamme cylotronique ionique. Plusieurs ondes plasma sont en effet potentiellement
instables dans ces conditions physiques :

– la première a avoir été avancée est l’instabilité dite Current Driven Electrostatic Ion
Cyctrotron (CDEIC) [Drummond62], excitée par le courant parallèle. Cependant
l’analyse indique que la valeur du courant dans les FAC est inférieure à la valeur
seuil pour le déclenchement de cette instabilité [Kindel71]

– la présence d’un champ électrique transverse cisaillé dû à la structure locale du
champ électronique dans le cornet polaire a soulevé l’hypothèse d’une instabilité

15. sous-entendu alignés avec le champ magnétique, également appelés courants de Birkeland, d’après
Kristian Birkeland, explorateur et physicien norvégien qui soupçonna leur existence dès 1903 suite à des
expéditions dans le cercle polaire arctique
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du type Kelvin-Helmoltz (KH) liée au cisaillement transverse de la vitesse de dérive
électrique [Kelley77]. Ce mécanisme n’explique pas cependant la présence d’ondes
courtes - telles que λ⊥ < L∇E

16 - observées expérimentalement.
– récemment un type d’instabilité baptisé Inhomogeneous Energy Density Driven

(IEDD) a été proposé par G. Ganguli[Ganguli88] et W.E. Amatucci[Amatucci98],
fondée sur le concept d’une interaction cinétique instable entre les ondes d’énergie
positive et négative le long de la direction du cisaillement de champ électrique.

– enfin V.S et V.V Mikhailenko[Mikhailenko06] ont avancé l’idée d’une instabilité
cinétique du type drift cyclotron instability (DCI) modifié par la cisaillement de
vitesse en se fondant sur une étude cinétique du plasma en champs croisés en
présence d’un gradient de champ électrique transverse.

Bien qu’éclairantes par ailleurs, les différentes analyses théoriques ici évoquées ont le
défaut de négliger un effet essentiel dans les plasmas en champs croisés : celui des forces
inertielles sur le fluide d’ion en géométrie axisymétrique, particulièrement marqué à fort
rapport E/B. Comme nous le verrons dans la suite de ce manuscrit la prise en compte
des effets inertiels permet de prédire l’excitation d’ondes instables selon un paradigme
analogue à celui de Simon-Hoh[Simon63][Hoh63], c’est à dire une dérive différentielle des
espèces chargées induite par le freinage inertiel ionique. Ce type d’onde semble être en effet
à l’origine du comportement instable observé dans nos plasmas magnétisés cylindriques
en présence d’un champ électrique radial significatif. Bien sûr notre analyse appelle une
confrontation avec la situation physique réelle du plasma dans le cornet polaire, tâche qu’il
nous parâıt souhaitable d’entreprendre en collaboration avec les physiciens des plasmas
spatiaux.

1.3 Une expérience test pour étudier les instabilités

de plasmas magnétisés : le dispositif MISTRAL

1.3.1 la machine MISTRAL : présentation

Le dispositif expérimental MISTRAL dont une présentation synoptique est fournie sur
la figure 1.7 est à ranger dans la catégorie des machines à plasma magnétisé de laboratoires
(LMPD) à cathode chaude qui fonctionnent sur le principe d’ionisation par un faisceau
d’électrons rapides. Pensée pour étudier la problématique des instabilités basse-fréquence
(qui englobe tous les types d’instabilités dont les fréquences caractéristiques de fluctuation
sont inférieures ou de l’ordre de la fréquence cyclotronique ionique), elle a été réalisée
au PIIM en 2002 suivant les plans de Thiéry Pierre et Gérard Leclert. Sa conception est
pour une large part héritée de celle de la machine MIRABELLE (Gérard Leclert, 1982,
Laboratoire LPMIA à Nancy) dont elle se distingue sur plusieurs points :

– Le diamètre de la colonne de plasma produite (jusqu’à 40 cm dans MISTRAL
contre 23 cm sur MIRABELLE) qui en fait la machine droite produisant le plasma
magnétisé de plus grand diamètre en Europe.

16. avec λ⊥ la longueur d’onde transverse et L∇E la longueur de gradient du champ électrique local,
typiquement une centaine de mètres
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– La présence d’une collecteur plan en bout de colonne, ce qui autorise en particulier
la mise en place d’un hublot de grand diamètre (250 mm) qui rend possible des
études en imagerie grâce au très large accès optique à la colonne magnétisée.

– La disponibilité d’un diagnostic de fluorescence induite par laser (LIF) qui permet
une étude cinétique du gaz d’ion, infiniment plus riche 17 que les résultats obtenus
à partir des sondes de Langmuir classiques.

– Le champ magnétique maximum atteignable est limité à 30 mT (contre 120 mT
sur MIRABELLE) 18. Bien qu’handicapante en principe, cette contrainte a été mise
à profit en concentrant le travail de recherche sur la problématique du transport
en champs croisés (quantifiable par le paramètre d’échelle E⊥/B) et des effets de
rayon de Larmor fini (RLF) ionique.

Figure 1.7 – Schéma de principe du LMPD à cathode chaude MISTRAL. La trajectoire réelle
(représentée grossièrement par les traits bleus pleins) des électrons ”primaires” ionisants
suit les lignes de champ : la structure magnétique multi-polaire de la chambre source et
l’action des bobines de compensation assure une injection homogène sur la section d’entrée
de la colonne droite. En pointillés bleus la trajectoire ”globale” des électrons ionisants qui
parviennent à atteindre la chambre cylindrique.

Détaillons un peu ce dernier point : la qualité cruciale de la machine MISTRAL ex-
ploitée dans ce travail de thèse est la possibilité d’obtenir une bonne maitrise des condi-
tions d’injection et de collection - qui déterminent en particulier le champ électrique radial
- qui rend possible une excitation progressive de modes instables globaux. L’expérimentateur

17. bien que beaucoup plus complexe à mettre en oeuvre
18. cette limitation est uniquement d’origine financière : elle est due au coût prohibitif des alimentations

haute puissance.
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PLASMAS MAGNÉTISÉS : LE DISPOSITIF MISTRAL

a alors tout loisir de mesurer de nombreux paramètres permettant de qualifier l’insta-
bilité et le transport dans la colonne de plasma magnétisé en rotation 19. Parallèlement
sa capacité à produire des plasmas confinés stables à très faible champ magnétique fait
qu’il est possible d’observer des phénomènes liés à l’effet de rayon de Larmor fini (RLF)
ionique qui sont à la limite de ce que la théorie et la simulation des plasmas magnétisés
sont capables d’évaluer à l’heure actuelle.

Au-delà de son intérêt en tant qu’expérience de physique fondamentale, l’autre grande
qualité de la machine MISTRAL est de fournir un plasma très structuré et facilement
diagnosticable et donc des conditions expérimentales idéales pour le développement et
l’optimisation de nouveaux diagnostics des plasmas 20. Cette machine a permis en par-
ticulier au cours des 6 dernières années la mise au point de deux outils de mesure tout
à fait originaux : une caméra à très haute résolution temporelle permettant d’observer
en temps réel les fluctuations de densité électronique [Brault06][Brault07] et un diagnos-
tic non-intrusif de détection à distance de la turbulence par génération d’harmoniques
micro-onde [Ajendouz08-1][Ajendouz08-2].

1.3.2 Paramètres expérimentaux typiques d’une expérience
MISTRAL

Afin de faciliter la lecture de ce manuscrit, nous souhaitons livrer ici et d’emblée
l’ensemble des grandeurs caractérisant un plasma d’argon typiquement observé dans la
machine MISTRAL : elles sont fournies par le tableau 1.1. Les valeurs relatives au champ
magnétique sont directement déduites de la mesure du courant injecté dans le solénöıde 21

tandis que l’essentiel des paramètres macroscopiques du plasma - densité, température
électronique, potentiel plasma et donc champ électrique - sont déduites des mesures par
différents types de sondes de Langmuir. La température ionique est quand à elle fournie
par la fluorescence induite par laser qui montre une grande variation de ce paramètre
suivant les conditions expérimentales : comme l’indique le tableau 1.1 la température
ionique est évaluée entre 0,01 et 0,5 eV. Pour déterminer les vitesses thermiques ioniques
nous avons fait le choix d’utiliser une température intermédiaire Ti ∼ 0, 1 eV.

Selon la situation expérimentale il peut advenir que les paramètres du plasma s’écartent
des valeurs nominales données ici. C’est le cas en particulier lorsqu’on modifie :

– les conditions aux limites : le champ électrique radial peut varier alors entre 0 et
plusieurs centaines de V/m

19. la situation de champs croisés ~E ⊥ ~B est aussi celle du plasma tournant sous l’effet de la dérive
~E× ~B, c’est pourquoi nous utiliserons indifféremment ces deux expressions pour désigner notre paradigme

20. Les innovations en la matière sont d’une très grande importance : les plasmas - et en particulier
les plasmas chauds - étant à ce jour un des milieux les plus difficiles à sonder

21. Le champ magnétique axial dans la colonne de plasma est généré par un solénöıde fini qui présente
donc les défauts suivant : un faible gradient radial de champ magnétique entre le centre et le bord
du cylindre et une fuite des lignes de champ aux extrémités (compensée à l’entrée par un bobinage
additionnel) avec un grand rayon de courbure
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Plasma d’argon : 40 uma, qi = +e, pression ∼ 1, 5.10−4 mbar, ne ∼ 1015 m−3

Rayon de la colonne de plasma Rp 5− 20 cm
Longueur de la colonne de plasma Lp 1, 2 m
Masse électronique me 9, 1.10−31 kg
Masse ionique mi 66.10−27 kg
Champ magnétique axial B ' 1, 5.10−2 T
Gradient axial de champ magnétique ∂zB ∼ 10−2 T/m
Gradient radial de champ magnétique ∂rB ∼ 10−3 T/m
Rayon de courbure magnétique Rc = |B|

‖~∇B‖
∼ 1 m (en bout de colonne)

Champ électrique radial Er ∼ 0→ −100 V/m
Fluctuations de champ électrique ∂tE ∼ 106 V/(ms)
Variations polöıdales de champ électrique ∇2E ∼ 104 V/m3

Température électronique Te ' 3 eV

Vitesse thermique électronique de référence v∗th,e =
√

kBTe

me
' 6.105 m/s

Température ionique Ti ∼ 0, 01− 0, 5 eV

Vitesse thermique ionique de référence v∗th,i =
√

kBTi

mi
∼ 500 m/s

Vitesse acoustique ionique cs,i =
√

kB(Te+Ti)
mi

' 3.103 m/s

Vitesse d’Alfven vA = B√
µ0nimi

∼ 1, 65.106 m/s

Fréquence cyclotron électronique ωce = eB
me

' 2, 6.109 rad/s (0,42 GHz)

Rayon de Larmor électronique RL,e =
√

2vth,e

me
' 0, 55 mm

Fréquence cyclotron ionique ωci = eB
mi

' 36.103 rad/s (5,8 kHz)

Rayon de Larmor ionique RL,i =
√

2v∗th,i

mi
∼ 1, 9 cm

Longueur de Debye λD =
√

ε0kB(Te+Ti)
nee2

∼ 0, 47 mm

Fréquence plasma électronique ωpe = v∗th,e

λD
∼ 1, 87 GHz

Fréquence plasma ionique ωpi =
√
me/miωpe ∼ 6, 94 MHz

Fréquence hybride basse ωLH =
√

ΩceΩci

1+Ω2
ci/ω

2
pi

∼ 3, 1 MHz

Fréquence hybride haute ωLH =
√

Ω2
ce + ω2

pe ∼ 1, 9 GHz

Table 1.1 – Ordre de grandeur des paramètres de plasma typiques dans MISTRAL.

– le champ magnétique qui fixe la fréquence cyclotronique ionique et toutes les vitesses
de dérive dans le plasma

– la pression de gaz : les fréquences de collisions et à un degré moindre la densité
électronique y sont étroitement corrélées

– le rayon du plasma et le gradient de densité en introduisant un limiteur radial et/ou
un cylindre intérieur

– éventuellement la nature du gaz neutre employé : différents gaz de travail sont
disponibles (Argon, Helium, Neon, Xenon)

Terminons cette présentation préliminaire du dispositif en renvoyant le lecteur aux
sections du chapitre 4 pour les détails techniques sur la machine et une revue de l’ensemble

16
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des diagnostics utilisés dans cet ouvrage.
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Chapitre 2

Trajectoires particulaires

” Nous pouvons considérer l’état actuel de l’univers comme l’effet de son
passé et la cause de son futur. Une intelligence qui à un instant déterminé
devrait connaitre toutes les forces qui mettent en mouvement la nature, et
toutes les positions de tous les objets dont la nature est composée, si cette
intelligence fut en outre suffisamment ample pour soumettre ces données
à analyse, celle-ci renfermerait dans une unique formule les mouvements
des corps plus grands de l’univers et des atomes les plus petits ; pour une
telle intelligence nul serait incertain et le propre futur comme le passé
serait évident à ses yeux ”
— Essai philosophique sur les probabilités, Pierre-Simon Laplace

Cette partie a pour objet de présenter une introduction sur le mouvement des par-
ticules chargées dans des champs électromagnétiques puisque dans son approche la plus
simple un plasma est une collection de particules chargées : dans une certaine mesure du
comportement de ces particules individuelles résulte certaines propriétés du plasma en
entier. Cependant, en dehors des plasmas très ténus obtenus dans des dispositifs comme
les synchrotrons, il convient de considérer l’importance des intéractions entre les parti-
cules du plasma pour décrire le comportement de ce dernier aux échelles d’observation
(c’est l’objet des sections suivantes). En particulier l’approche particulaire ne tient pas
compte des champs collectifs générés par l’ensemble du plasma : dans toute ce chapitre
les champs ressentis par les particules sont donc considérés comme des champs extérieurs,
c’est le paradigme de la particule-test.

2.1 Trajectoires et dérive des centre-guides

Commençons par le cas le plus simple : celui d’une particule P de charge q et de masse
m placée dans un champ magnétique ~B constant et uniforme. Dans tout ce paragraphe
nous considérerons le problème en géométrie cartésienne locale : l’origine est choisie en
un point fixe O et l’axe z suit la direction du champ magnétique (voir figure 2.1 b). Si on

note ~OP = ~r(t) la position instantanée de la particule et ~v = d~r/dt sa vitesse l’équation
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du mouvement s’écrit :

m
d~v

dt
= q~v × ~B (2.1)

considérant les conditions initiales suivantes :

~r(0) = ~r0 = x0~ex + y0~ey + z0~ez

~v(0) = ~v0 = ~v0⊥ + v0‖~ez

avec : ~v0⊥ = v0x~ex + v0y et v0⊥ = |~v0⊥|

la solution de l’équation du mouvement est bien connue, elle est donnée par 1 :

~r = ~rC(t) + ~rP/C(t) avec :

~rP/C = rL[cos(Ωct+ ϕ)~ex + sin(Ωct+ ϕ)~ey]

et ~rC(t) = ~rC0 + (z0 + v0‖t)~ez (2.2)

(2.3)

~rC est définie comme la position du centre-guide (CG) C : c’est un point virtuel qui se
déplace à la vitesse constante v0‖~ez. Autour du CG la particule décrit un mouvement
~rP/C(t) qui est celui d’une rotation baptisée rotation cyclotron de rayon rL appelé
rayon de Larmor avec une fréquence Ωc nommée fréquence cyclotron. Le mouvement
de la particule est donc une hélice d’axe ~rC(t) et de rayon rL. La fréquence cyclotron et
le rayon de Larmor (RL) sont données par les relations :

rL = v0⊥/|Ωc| (2.4)

Ωc = −qB/m (2.5)

On constate que le sens de la rotation cyclotron (donné par le signe de Ωc) est opposé
pour les électrons et les ions : il est tel que le champ magnétique généré par la parti-
cule tende à réduire le champ magnétique imposé (les plasmas sont diamagnétiques, voir
figure 2.1 a). Remarquons que l’énergie cinétique et donc la norme v de la vitesse est
conservée : la force magnétique est en effet une force qui ne travaille pas.

Considérons maintenant le cas plus général où la particule subit - en plus du champ
magnétique - d’autres forces extérieures : une force électrostatique liée à la présence d’un
champ électrique ~E et une force quelconque ~F 2, toutes deux constantes et uniformes.
L’équation du mouvement devient :

m
d~v

dt
= q( ~E + ~v × ~B) + ~F (2.6)

l’équation 2.6 est une équation différentielle linéaire (EDI) dont l’équation homogène est
2.1 : la solution s’obtient donc en rajoutant à la solution générale une solution particulière

1. ~rC0 et ϕ étant des constantes liées aux CI
2. qui peut représenter aussi bien une force de gravité qu’une force inertielle
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Figure 2.1 – a) Référence : [Sarazin97] Trajectoire d’une particule chargée dans en champ magnétique :
mouvement cyclotronique et dérive de centre guide, b) sens de la rotation cyclotronique
pour les ions et les électrons

de 2.6 : la manière la plus directe est alors de rechercher une solution stationnaire vérifiant
d~vstat/dt = 0, ce qui donne :

~vstat =
( ~E⊥ + ~F⊥/q)× ~B

B2
+

(qE‖ + F‖)

m
t~ez

La trajectoire de la particule se décompose donc de la même façon qu’auparavant en une
translation de CG et une rotation cyclotron : ~r = ~rC(t) + ~rP/C(t) mais cette fois à la
vitesse naturelle du centre-guide s’ajoutent 2 contributions. Dans la direction parallèle il
s’agit d’une accélération classique due aux forces constantes :

vC‖ = v0‖ +
t

m
(qE‖ + F‖) (2.7)

remarquons que dans le cas général de forces variables cette équation devient vC‖ =
v0‖+

∫
(qE‖+F‖)dt/m : c’est la même expression qu’en l’absence de champ magnétique.

La présence d’un tel champ ne change donc rien au mouvement dans la direction parallèle
(avec une nuance dans le cas où B = B(z) comme on va le voir), c’est pourquoi on se
contente généralement d’étudier le problème dans le plan transverse, là où les effets de
la magnétisation se manifestent. Dans ce plan nous avons en effet ce qu’on appelle un
phénomène de dérive :

~vC⊥ = ~vd = ~vE + ~vF où : (2.8)

~vE =
~E⊥ × ~B

B2
est la vitesse de dérive électrique (2.9)

~vF =
1

q

~F⊥ × ~B

B2
est la vitesse de dérive générique (2.10)

la présence d’une force se traduit donc dans le plan transverse par une translation à
vitesse constante dont la direction est orthogonale à cette force et au champ magnétique.
Ce phénomène s’interprète très simplement du point de vue mécanique : comme l’illustre
la figure 2.2 a) la particule voit sa vitesse et donc son rayon de Larmor crôıtre pen-

dant le demi-tour cyclotron progressif (dans le même sens que ~E) et décrôıtre pendant
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le demi-tour régressif (en sens contraire) ce qui se traduit en moyenne par une dérive

perpendiculaire à ~E et ~B, tandis que la rotation cyclotron dans le repère CG est in-
changée (en particulier elle a même fréquence et rayon de Larmor qu’en l’absence de
forces supplémentaires). On constate que la dérive électrique ne dépend pas de la charge
et s’exerce donc de façon identique sur toutes les particules chargées : dans un plasma
c’est donc l’ensemble des particules qui est entrâıné à la vitesse ~vE. Ce n’est plus le cas
pour une force indépendante de la charge et on assiste alors une dérive des ions et des
électrons en sens opposés, ce qui provoque une polarisation du milieu donnant lieu au
développement d’un champ électrique de rappel et à une dérive électrique supplémentaire.
C’est d’ailleurs un mécanisme générique pour la plupart des phénomènes instables dans
les plasmas que nous retrouverons au cours de tout cet ouvrage : à l’origine un effet
polarisant se manifeste (nous verrons qu’il en existe de multiples formes) qui
induit une dérive électrique, laquelle peut amplifier l’effet initial et alimenter
ainsi le développement d’une instabilité.

Un point important à prendre en compte lorsque des dérives interviennent est la
modification du rayon de Larmor induite, les CI nous donnent en effet :

puisque ~v⊥ = ~vd + rLΩc[cos(Ωct+ ϕ)~ex + sin(Ωct+ ϕ)~ey]

~v0⊥ = ~vd + rLΩc[cos(ϕ)~ex + sin(ϕ)~ey]

et donc : rL =
|~v0⊥ − ~vd|
|Ωc|

Pour un centre-guide dérivant le rayon de Larmor est donc toujours donné par le rapport
de la vitesse transverse initiale sur la fréquence cyclotron mais cette vitesse est à cal-
culer dans le repère centre-guide. Pour une distribution de particules l’effet d’une
force transverse va induire un décalage de ~vd sur toutes les vitesses, le rayon de Larmor
de ces particules est par contre inchangé : il est lié à la vitesse relative par rapport à
~vd. On aura donc une augmentation de la vitesse moyenne du gaz tandis que la vitesse
thermique - qui fixe le rayon de Larmor moyen - reste inchangée. On qualifie dans ce
cas le comportement des particules d’adiabatique puisque leur énergie microscopique ne
varie pas. Cette propriété est intrinsèquement liée au fait que le rayon de Larmor reste
constant au cours de la transformation. Lorsque ce n’est plus le cas on peut s’attendre à
ce que la température du gaz change : c’est précisément la problématique du chauffage
particulaire, un mécanisme fondamental responsable en particulier de la saturation des
instabilités de plasma.

Dans une situation plus générale où les champs de force varient spatialement ou tem-
porellement, eu égard au fait que la fréquence du mouvement cyclotron est généralement
très grande devant celles des autres phénomènes en jeu - en particulier celles liées aux
variations temporelles et spatiales des champs - on décrit souvent le comportement des
particules à deux échelles :

– l’échelle de la rotation cyclotron de temps caractéristique Tc = 1/Ωc et de longueur
caractéristique rL = v⊥/Ωc

– l’échelle des variations du champ de force de temps caractéristique T = 1/ω =
F/∂tF et de longueur caractéristique L∇ = F/∇F
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Figure 2.2 – a) Dérive électrique à champ constant, b) dérive électrique dans un champ électrique
proportionnel à x. En bas : trajectoire dans le repère du centre-guide.

pour une particule de vitesse v⊥ une variation temporelle à la fréquence ω est en effet
équivalente à une variation spatiale de longueur L∇ = v⊥/ω. L’hypothèse de séparation
d’échelle s’écrit donc : ω << Ωc du point de vue temporel et rL << L∇ du point
de vue spatial c’est à dire variations lentes lentes devant la fréquence cyclotronique et
longues devant le rayon de Larmor, elle est appelée approximation de dérive. Dans le
cas de champs de forces lentement variables 3 il est donc légitime de décrire localement
le mouvement à l’aide du paradigme de la dérive en champ constant que nous venons
d’analyser : si on se place du point de vue spatial la vitesse de dérive va simplement
varier lorsque le centre-guide va parcourir le champ de force tandis que le mouvement
cyclotron reste inchangé 4. Cependant, lorsque les longueurs de variation s’approchent de
celles du mouvement cyclotron de rayon rL on peut prévoir une modification significative
de la trajectoire : la figure 2.2 b) montre l’exemple d’un champ électrique linéairement
croissant où on observe d’une part que la fréquence cyclotron est modifiée - comparati-
vement au cas a) qui a même champ magnétique la particule accomplit moins de cycles
- et d’autre part que l’orbite cyclotron devient elliptique dans le repère CG, le rayon

3. au sens temporel ou spatial
4. même idée du point de vue temporel : la dérive s’adapte aux variations lentes du champ de force
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de Larmor ”moyen” étant par ailleurs modifié 5. Ce type d’effet est généralement qua-
lifié d’effet de rayon de Larmor fini (effet RLF en abrégé) car il est lié au fait que
l’orbite cyclotron peut traverser une portion de l’espace où la force varie sensiblement.
Cela se traduit en général par une variation à la fois du rayon de Larmor ”moyen”, de
la fréquence cyclotron mais également de la vitesse de dérive et va même jusqu’à une
disparition pure et simple du mouvement cyclotron lorsque L∇ ∼ rL

6. Selon un principe
similaire on comprend que le même type d’effet puisse intervenir lorsque le champ de
force varie dans le temps, on parle alors volontiers d’effet d’inertie car c’est la masse
finie de la particule qui est responsable de l’écart au comportement idéal. Terminons
cette discussion en envisageant justement le cas limite rL → L∇ ou ω → Ωc : dans un
tel champ une particule va théoriquement voir son rayon de Larmor crôıtre indéfiniment
puisque le champ est synchronisé avec le mouvement cyclotron 7 et la particule va donc
atteindre une énergie très élevée sous l’action combinée du champ magnétique et de la
force variable : on est alors dans un phénomène intrinsèque aux milieux magnétisés qu’on
qualifie de résonance cyclotron.

Dans les sections suivantes nous allons justement traiter la situation des champs
lentement variables où l’approximation de dérive est justifiée : on va donc rechercher
une correction d’ordre 1 à la solution obtenue en champs constants, le petit paramètre
du développement étant le rapport du rayon de Larmor sur la longueur de gradient
rL/L∇ pour les champs inhomogènes et ω/Ωc pour les champs variables. Dans cette
limite l’effet des variations spatio-temporelles des champs se réduit à l’apparition de
dérives supplémentaires.

2.1.1 Dérives en champ magnétique variable

Le cas du champ magnétique est un peu particulier en cela que c’est le champ à l’ori-
gine même du mouvement cyclotron et donc du confinement : c’est donc par définition
la première chose à connâıtre pour envisager l’étude des particules et par extension
des plasmas magnétisés. Les variations spatiales de ~B sont généralement l’effet d’une
contrainte extérieure : configuration magnétique dans les machines à confinement ou à
propulsion, champs magnétiques cosmiques ou telluriques dans l’espace et la haute at-
mosphère. Leur échelle est donc macroscopique : l’approximation de champ lentement
variable L∇B = B/∇B >> rL est alors pleinement justifiée. Du point de vue dynamique
on peut presque toujours considérer le champ magnétique comme permanent (sauf à
considérer des expériences particulières comme le chauffage par compression adiabatique
évoqué rapidement plus bas) c’est pourquoi nous détaillerons peu la situation du champ
magnétique variant dans le temps.

Dans le cas d’un champ magnétique non-uniforme, on constate - en développant

5. pour un gaz de particules on aurait donc ici un échauffement
6. où L∇ représente la longueur de gradient du champ de force : F/∇F
7. c’est évidemment une vue de l’esprit puisqu’en réalité le mouvement cyclotron n’existe plus, ce-

pendant le raisonnement est instructif
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l’équation du mouvement 2.6 selon rL/L∇B - que la dérive dûe à la présence d’un gradient
~∇B de champ magnétique perpendiculaire à ~B s’écrit :

~v∇B =
q

2|q|
v⊥0rL

~B × ~∇B
B2

(2.11)

Si par ailleurs on considère le cas d’un champ magnétique dont les lignes de champ
tournent avec un rayon de courbure constant ~Rc on obtient la dérive de courbure suivante :

~vRc =
m

q
v2
‖0

~Rc × ~B

R2
cB

2
(2.12)

En réalité, parce-que les variations du champ magnétique sont régies par l’équation
de Maxwell-Ampère dans le vide 8 : ~∇× ~B = 0 il s’avère que la courbure et le gradient
du champ magnétique sont intrinsèquement liés. La relation entre les deux est donnée
par :

~Rc

R2
c

= −|
~∇B|
B

par conséquent dans le cas général d’un champ magnétique inhomogène, et à la condition
qu’un développement en Ωc/ΩRc - où ΩRc est la fréquence caractéristique du mouvement
de courbure du centre-guide (ΩRc = v‖0/2πRc)- soit possible, on aboutit à l’expression
de la vitesse de dérive totale due à l’inhomogénéité du champ magnétique :

~vRc + ~v∇B =
m

q

~Rc × ~B

R2
cB

2
(v2
‖0 +

1

2
v2
⊥0) =

m

q

~B × ~∇B
B3

(v2
‖0 +

1

2
v2
⊥0) (2.13)

Les dérives ~∇B et ~Rc sont toutes deux sensibles à la charge (et à la masse) des parti-

cules et sont donc susceptibles, comme dans le cas de la dérive ~F × ~B, de provoquer des
séparations de charges.

Dans le cas enfin d’un gradient de champ magnétique dans la direction de ~B, en
tenant compte de la non-divergence du champ magnétique (~∇. ~B = 0), on démontre que
la force (moyennée sur une orbite cyclotronique) qui s’exerce sur une particule s’écrit :

~F‖ = −µ~∇‖B (2.14)

où µ est le moment magnétique de la particule en gyration (c’est le courant multiplié par
la surface pour une particule en rotation considérée comme une boucle de courant) :

µ =
1

2
mv2
⊥/B (2.15)

il y a donc accélération dans la direction parallèle au champ magnétique où l’équation
du mouvement s’écrit :

m
dv‖
dt

= −µ∇‖B (2.16)

8. également valable dans un plasma à faible β, voir section 3.1.2 du chapitre 3
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La conservation de l’énergie impose alors que le moment magnétique soit conservé durant
la trajectoire de la particule et on aboutit à µ = (1/2)mv2

⊥/B = Cste. Cette propriété
se traduit par une conversion de l’énergie parallèle de la particule en énergie transverse
quand le champ magnétique crôıt (pour maintenir µ invariant), c’est la base d’un des
premiers principes de confinement des plasmas : la configuration miroir magnétique où
on piège les particules entre 2 régions de champ magnétique fort pour les contraindre à
rebondir (quand leur vitesse parallèle décrôıt jusqu’à 0) entre les deux bords du système.
Au final l’effet d’un gradient de champ magnétique parallèle est donc de ralentir les
particules vers les champs forts tout en augmentant leur vitesse perpendiculaire et en
diminuant leur rayon de Larmor de sorte que µ reste constant.

Pour finir évoquons rapidement le cas d’un champ magnétique non-permanent. Il est
possible de démontrer [Chen83] que dans un champ magnétique lentement variable le
moment magnétique est conservé et que la particule gagne donc de l’énergie transverse
si B augmente. Cette propriété est mise à profit dans une technique de chauffage bap-
tisée compression adiabatique qui consiste à augmenter la vitesse thermique d’un plasma
en pulsant le champ d’un miroir magnétique. Nous ne détaillerons pas plus avant cette
situation puisque comme on le verra dans le chapitre 3 la magnétisation d’un plasma de
faible β (ce qui est notre cas d’étude) peut être totalement négligée de sorte que le champ
magnétique peut être considéré égal au champ extérieur constant appliqué.

2.1.2 Dérives en champ électrique non-uniforme : effets de
rayon de Larmor fini et d’inertie ionique

Intéressons-nous maintenant au cas d’un champ électrique variable, d’une part à cause
de sa grande importance dans la physique des plasmas - où toute perturbation peut sou-
vent se résumer au développement d’un tel champ - et d’autre part parce-qu’on peut
généraliser ce cas à celui d’une force quelconque en recourant à l’analogie ~F ≡ q ~E. En
présence d’un gradient de champ électrique transverse les particules sont supposées obé̈ır
à la variation de ~E par l’intermédiaire de la dérive électrique de l’équation 2.9. Mais du
fait de leur rayon de Larmor non nul - c’est particulièrement vrai pour les ions dont la
grande trajectoire cyclotronique peut traverser des zones où le champ électrique varie
notablement - cette dérive électrique est sensible à l’effet de rayon de Larmor fini (RLF)

illustré sur la figure 2.3 qui montre les trajectoires ioniques en champs ~E et ~B croisés
quand E varie sensiblement à l’échelle du rayon de Larmor. Les simulations montrent
que sans surprise les particules à faible RL subissent une dérive ~vE(~r) qui dépend direc-

tement de la valeur de ~E à la position du CG. Par contre on observe que les particules à
grand rayon de Larmor ressentent plutôt le champ électrique comme une moyenne : il est
lissé en quelque sorte par le mouvement cyclotron. Globalement il apparâıt que la dérive
électrique est ressentie de façon très différente par les particules selon que leur rayon de
Larmor est faible ou comparable à la longueur de gradient du champ électrique.

Dans l’approximation de dérive cet effet peut être approché analytiquement en
développant l’équation du mouvement sans force supplémentaire selon le petit paramètre
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Figure 2.3 – Champ électrique variant dans l’espace : les particules avec un rayon de Larmor faible
dérivent plus vite dans les régions à fort champ électrique (en bas) et moins vite dans les
régions à faible champ électrique (en haut). Les ions à grand rayon de Larmor traversent
des régions où la force du champ varie et sont ainsi ralentis ou accélérés en moyenne selon
la position de leur centre guide.

rL/L∇E
9 pour obtenir :

~vE = (1 +
1

4
r2
L
~∇2)

~E⊥ × ~B

B2
(2.17)

La correction apportée par l’effet RLF faible 10 est donc proportionnelle à r2
L qui est

très différent pour les ions et les électrons du simple fait du rapport de leurs masses :
rLi/rLe = mi/me ∼ 104 pour des particules à la même vitesse 11. Cet effet induit donc

une différence de dérive ~E × ~B entre ions et électrons quand le champ électrique varie
spatialement à l’échelle du rayon de Larmor ionique qui est susceptible de provoquer
encore une fois une séparation des charges.

Examinons enfin le cas d’un champ électrique variable dans le temps : l’inertie des
particules joue alors un rôle déterminant dans leur capacité à réagir à des variations
rapides du champ ~E. Ce phénomène est encore une fois particulièrement marqué pour
les ions du fait de leur masse. La figure 2.4 a) illustre cet effet d’inertie en montrant le
déplacement net subi par une particule lors d’un échelon de champ électrique : celle-ci
acquiert en effet de la vitesse dans la direction de ~E pendant le premier quart de tour
cyclotron, ce qui se traduit par un décalage de la position du centre-guide selon ~E. Pour

9. où L∇E est cette fois la longueur de gradient de l’inhomogénéité de ~E : L∇E = E/∇E
10. on parlera d’effet faible lorsque rL/L∇E << 1 : dans ce cas le RL et la fréquence cyclotron sont

quasi inchangés. Dans le cas contraire l’effet RLF se traduit par une modification de ces deux grandeurs.
11. pour des particules de même énergie on aurait rLi/rLe =

√
mi/me, ce qui est le cas par exemple

des plasmas très confinés. Dans des plasmas limités par contre l’équilibre thermique n’a pas le temps de
se réaliser et on a régulièrement Ti << Te d’où vthi << vthe
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Figure 2.4 – Champ électrique variant dans le temps : a) échelon de champ électrique à t = Tci : les
particules initialement au repos vont d’abord être accélérées dans la direction du champ
avant d’entamer leur mouvement de dérive perpendiculaire. On observe qu’ils subissent
ainsi un déplacement net initial dans la direction du champ électrique. b) trajectoires dans
un champ électrique sinusöıdal : le CG subit à la fois la dérive électrique ~vE(t) selon ~E× ~B
mais également la dérive de polarisation selon ~E. c) vitesse particulaire selon ~E× ~B et d)
selon ~E : on observe la modulation due au mouvement cyclotron et le mouvement moyen
du CG. L’existence d’une composante lentement variable selon ~E est due à la dérive de
polarisation : celle-ci est déphasée de π/2 par rapport à ~E(t) et devient négligeable lorsque
la masse devient faible.

une même valeur de E l’amplitude de ce déplacement est proportionnel au temps de
giration et donc à la masse m de la particule, il est donc négligeable pour les électrons
comparativement aux ions. A noter que si les variations du champ électrique sont nulles
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en moyenne - la figure 2.4 b) montre le cas d’un champ sinusöıdal - le déplacement
net des particules est nul également mais leur inertie se traduira par l’apparition d’une
dérive variable selon ~E. Les figures 2.4 c) et d) montrent les variations au cours du temps
des deux composantes transverses de la vitesse : en plus de la dérive électrique classique
~vE(t) il apparâıt une autre dérive variable dans la direction de ~E dont l’amplitude devient
négligeable à masse décroissante. Elle a la particularité d’être en retard de π/2 sur les
variations du champ électrique, ce qui traduit bien l’effet retard induit par l’inertie. Cette
dérive est qualifiée de dérive de polarisation pour la raison qu’elle induit une séparation
de charge dynamique dans un plasma à cause de la grande différence entre l’inertie des
espèces. Elle joue à ce titre un rôle fondamental dans la problématique des instabilités
de plasma et nous la retrouverons souvent dans la suite de cet ouvrage.

On peut quantifier l’effet d’inertie par un développement en ω/Ωc de l’équation 2.6
sans force supplémentaire pour aboutir à l’expression de la dérive de polarisation :

~vpol =
q

|q|
1

|Ωc|B
d~E

dt
=

m

|q|B2

d ~E

dt
(2.18)

Cette expression confirme que cette dérive est directement proportionnelle à la masse
mais également à la vitesse de dérive électrique vE = E/B et on retrouve le déphasage
observé pour un champ sinusöıdal puisqu’alors vpol = i(ω/|Ωc|)vE.

L’importance de ces différentes dérives est fondamentale pour étudier la stabilité
des plasmas magnétisés. Elles apportent en effet un éclairage physique important sur
les problèmes de confinement et la question de la croissance d’instabilités, même si un
traitement fluide ou cinétique est toujours nécessaire puisqu’il est impossible d’extrapoler
le comportement individuel des particules pour déduire les effets collectifs dominant dans
la plupart des plasmas magnétisés. Ainsi l’existence de dérives produisant des séparations
de charges entre les ions et les électrons permet de prédire qualitativement l’apparition
d’instabilités résultant de la présence de champs électriques de rappel dès lors que les
espèces ne sont pas libres d’annuler la charge d’espace qui apparâıt. Si ces champs auto-
générés tendent à amplifier l’effet initial on peut facilement identifier la source d’une
instabilité.

A noter que dans le cas le plus complexe qui est celui où les champs électriques et
magnétiques sont inhomogènes il faut ajouter aux dérives précédentes un terme croisé
dans la dynamique parallèle du centre-guide, qui s’écrit alors :

m
dv‖
dt

= eE‖ − µ∇‖B +mv‖~vE.
~∇B
B

(2.19)

il n’y a plus alors conservation du moment magnétique.
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2.2 Trajectoires en géométrie cylindrique

Dans cette section nous allons traiter une situation très courante expérimentalement
qui est celle du plasma cylindrique 12, situation en particulier du dispositif MISTRAL
sur lequel ont été réalisées toutes les expériences de ce mémoire. Considérons donc le
problème des trajectoires particulaires en géométrie cylindrique lorsque règne un champ
magnétique uniforme B = B0 = Cste selon la direction z. Si le système est symétrique
en θ le champ électrique ne peut être qu’axial ou radial, le premier cas donnant lieu
simplement à une accélération parallèle comme démontré précédemment. Concentrons-
nous donc sur la question de la présence d’un champ électrique radial : nous pouvons
prévoir qu’une dérive ~E× ~B polöıdale va affecter les particules chargées, provoquant une
rotation selon θ. La géométrie du problème est résumée sur la figure 2.5 : le repère R est
le repère labo fixe centré sur l’axe qui intercepte le plan au point O, P est la position
instantanée de la particule et les deux vitesses ~Ωz et ~Ωc représentent respectivement la
vitesse de dérive azimutale et la vitesse de rotation cyclotron.

Dans cette configuration se pose alors la question des forces inertielles 13 : ces forces
sont proportionnelles à la masse de la particule et ont pour expression :

~Fen = −mrω2~er pour la force d’entrâınement

~Fco = 2mω~v × ~ez pour la force de Coriolis

~Feul = −mr∂tω~eθ pour la force d’Euler (nulle si ωz = Cste)

Figure 2.5 – Géométrie du problème de la ro-
tation ~E × ~B en coordonnées cylin-
driques.

avec ω la vitesse de rotation autour de l’axe z et
~v la vitesse absolue (c’est à dire dans le repère
fixe). Au sujet de la force d’entrâınement nous
évitons volontairement le terme de force centri-
fuge qui qualifie en réalité la résultante radiale
des forces d’entrâınement et de Coriolis, ce qui
se traduit effectivement par un effet centrifuge
alors que ~Fen est en soi une force centripète. Bien
entendu ces forces vont se manifester unique-
ment dans un référentiel tournant et apparâıtront
dans le référentiel labo comme des composantes
de l’accélération liées à la géométrie cylindrique.
Une remarque à propos de ces effets inertiels :
on voit que les forces associées sont toutes pro-
portionnelles à la masse, autrement dit sauf dans
le cas de champs électriques (et donc de rotation
~E× ~B) considérables on peut s’attendre à un effet

12. dans une certaine mesure on peut toujours localement assimiler un plasma magnétisé à une portion
de cylindre dont l’axe est porté par la direction du champ magnétique

13. lorsque nous parlons de forces inertielles nous choisissons bien évidemment de raisonner dans un
référentiel en rotation, dans le référentiel labo ces forces sont contenues dans les termes d’accélération
additionnels

30



2.2. TRAJECTOIRES EN GÉOMÉTRIE CYLINDRIQUE

négligeable sur les électrons.

La résolution de l’équation du mouvement dans le cas le plus général est un problème
très complexe, nous nous bornerons donc ici à traiter le cas où la dérive électrique donne
une rotation à une fréquence constante, ce qui sous-entend un champ électrique propor-
tionnel à r. Ce type de situation est la seule qu’on puisse traiter avec une modèle analy-
tique relativement simple. Elle est par ailleurs régulièrement observée dans des plasmas
à géométrie cylindrique : c’est souvent le cas en particulier dans le plasma de MISTRAL
comme on le verra plus loin. Signalons par ailleurs que ce type de champ électrique est
équivalent au champ à divergence constante créé par une densité de charge homogène en
géométrie cylindrique. Dans toute la suite nous traiterons donc uniquement le cas d’un
champ électrique de la forme :

~E = Kr~er où : (2.20)

K ≡ ρt
2ε0

avec K < 0 (cas standard dans notre machine) pour un champ centrifuge, qui corres-
pondrait à une densité de charge ρt négative et K > 0 pour un champ centripète dans
la situation opposée. La présence de ce champ électrique va théoriquement donner lieu à
une dérive électrique azimutale ~vE = ( ~Er ×~b)/B. Définissons donc la vitesse de rotation
par dérive électrique de référence - qu’on appellera par la suite tout simplement vitesse
de dérive électrique par commodité - par :

~ΩE = ΩE~ez = −Er
rB

~ez = −K
B
~ez (2.21)

A noter que la fréquence de rotation ΩE ainsi définie peut être positive ou négative
définissant ainsi un sens de rotation qui dépend du signe de K. Sur le même principe
nous définirons la fréquence cyclotronique de référence - là encore on se contentera du
terme fréquence cyclotronique par opposition avec le fréquence cyclotronique effective en
présence d’effets inertiels définie plus loin - comme :

~Ωc = Ωc~ez = −qB
m
~ez (2.22)

cette fréquence est comptée positive pour les électrons et négative pour les ions conformément
au sens de la rotation cyclotronique illustré par la figure 2.1. Selon le sens relatif de la
vitesse de dérive électrique et de la vitesse cyclotron, matérialisé par le rapport ΩE/Ωc

nous parlerons de rotation anti-cyclotronique lorsque dérive azimutale et gyration cyclo-
tron sont concurrentes (ΩE/Ωc < 0) et de rotation co-cyclotronique dans le cas où elles
ont même sens (ΩE/Ωc > 0).

2.2.1 Equation du mouvement et solution stationnaire

Condition de stationnarité et solutions

Ecrivons dans le référentiel du laboratoire l’équation du mouvement en coordonnées
cylindriques pour une particule soumise aux champs ~E et ~B que nous venons de décrire.
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On obtient :

m~a = qEr~er + qB~v × ~ez soit : (2.23)

selon r : r̈ =
qK

m
r +

qB

m
rθ̇ + rθ̇2 (2.24)

selon θ : rθ̈ = −qB
m
ṙ − 2ṙθ̇ (2.25)

selon z : z̈ = 0

on constate comme prévu la présence de termes additionnels traduisant l’effet des forces
inertielles. Sans surprise la vitesse parallèle n’est pas affectée et nous la laisserons donc de
côté dans toute la suite : nous omettrons par simplicité le symbole ⊥ de sorte que ~v ≡ ~v⊥.
Cette équation vectorielle doit être complétée par la donnée des conditions initiales (elles
seront utiles par la suite) : considérons donc une particule initialement à la position
(r0, θ0) avec une vitesse ~v0 de norme v0 faisant un angle θv0 avec l’horizontale x = 0, nous
avons alors les CI suivantes :

r(0) = r0 θ(0) = θ0 (2.26)

ṙ(0) = vr0 = v0 cos θv0 θ̇(0) = ω0 =
v0

r0

sin θv0

à noter que par convention nous définissons v0 et r0 positifs, ce qui n’est pas le cas de vr0
et ω0 dont le signe dépend de la valeur de θv0.

Si nous supposons à priori l’existence d’une solution stationnaire vérifiant r̈ = θ̈ = 0
les équations 2.24 et 2.25 nous donnent, en notant respectivement Ωz et vstatr la vitesse
de rotation et la vitesse radiale stationnaires 14 :

Ω2
z − ΩcΩz + ΩcΩE = 0 (2.27)

(Ωc − 2Ωz)v
stat
r = 0 (2.28)

l’équation 2.28 nous apprend que la vitesse radiale stationnaire est nécessairement nulle
sauf dans le cas particulier Ωz = Ωc/2 que nous détaillerons plus loin.

L’équation 2.27 quand à elle nous donne d’abord une condition pour l’existence d’une
solution stationnaire qui s’écrit :

∆ = Ω2
c

(
1− 4

ΩE

Ωc

)
≥ 0

soit :
ΩE

Ωc

≤ 1

4
(2.29)

d’où nous pouvons conclure qu’une solution existe toujours lorsque la dérive électrique
est en sens opposé à la rotation cyclotronique (cas anti-cyclotron ΩE/Ωc ≤ 0) mais que

14. qui correspondent respectivement à la partie stationnaire de θ̇ et ṙ
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dans le cas contraire il n’y a plus de solution si la norme du champ électrique dépasse
une valeur seuil. La valeur de ce champ critique est donnée par :

Ecrit = Kcritr =
qrB2

4m
(2.30)

dans le cas ∆ ≥ 0 nous aboutissons à deux solutions pour la vitesse de rotation station-
naire de la particule :

une solution lente : Ωz =
Ωc

2

(
1−

√
1− 4

ΩE

Ωc

)
(2.31)

une solution rapide : Ω∗z =
Ωc

2

(
1 +

√
1− 4

ΩE

Ωc

)
(2.32)

en examinant le cas trivial E = 0 nous observons que le première solution donne le résultat
attendu : Ωz = 0 tandis que la deuxième donne Ωz = Ωc. Cet argument a conduit les
théoriciens qui ont étudié la dynamique des plasmas en champs croisés [Mikhailovskii66]
[Light01] à écarter cette deuxième solution comme non-physique. En réalité nous avons
constaté que cette dualité de solutions correspond simplement au fait que la trajectoire est
composée de deux mouvements stationnaires : le premier est la rotation du centre-guide
par dérive électrique modifiée tandis que le deuxième est le mouvement cyclotron
dans le référentiel labo dont la fréquence est décalée de Ωz par effet Doppler.
A champ électrique nul on obtient bien le résultat attendu : Ωz = 0 (puisque le centre-
guide est fixe) et Ω∗z = Ωc : la deuxième vitesse est celle de la rotation cyclotron qui est
bien le deuxième mouvement stationnaire puisque Ωc = −qB/m = Cste.

Les simulations de la section 2.2.2 montrent que ce raisonnement reste valable pour
E 6= 0 dans tous les cas où ΩE/Ωc < 1/4 puisque le mouvement observé est la composée
d’une rotation azimutale et d’une rotation cyclotron autour d’un centre-guide (CG) C,
la fréquence de cette dernière dans le référentiel du CG étant égale à Ω′c 6= Ωc.
La vitesse de rotation du CG mesurée est conforme à la solution lente qui est donc tout
simplement la vitesse de dérive azimutale - c’est la dérive électrique modifiée par les effets
inertiels - tandis que la fréquence cyclotron dans le référentiel CG, que nous appellerons
dans toute la suite fréquence cyclotron effective, vérifie : Ω′c = Ω∗z−Ωz. La solution rapide
est donc bien la fréquence effective décalée par l’effet Doppler dû à la rotation globale. Ce
point se vérifie facilement en écrivant le problème dans la géométrie complexe du plan,
partant du constat que la solution stable est la composée d’une dérive de CG associée à
une rotation cyclotron dans le repère centre-guide.

Composée de deux rotations en représentation complexe du plan

Dans la représentation complexe du plan on utilise l’affixe z̄ = |z̄|eiθ ≡ ~z pour
représenter un vecteur de longueur |z̄| et d’angle θ. Si on définit une origine O, le

vecteur position ~OA pour un point A du plan s’écrit ~OA ≡ z̄A et un vecteur quel-
conque est représenté par ~AB ≡ z̄B − z̄A. L’avantage de cette représentation est que
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Figure 2.6 – Géométrie du problème pour une rotation du centre-guide associée à une gyration cyclo-
tron.

la rotation plane <A,Ωt autour d’un centre A à la vitesse Ω s’écrit tout simplement :
z̄(t) = z̄A + eiΩt(z̄(0)− z̄A). Dans toute la suite nous noterons respectivement z̄O, z̄C et z̄
les affixes respectives de l’axe (point O), du CG (point C) et de la particule (point P ).

Si on s’intéresse au cas d’un centre-guide en rotation il est pratique de définir le
référentiel R′ en rotation autour du centre O à la vitesse ~Ωz = Ωz~ez : dans ce repère
qualifié de repère tournant le centre-guide est un point fixe. Les grandeurs dans R′
sont notées avec le suffixe ’, de sorte qu’en particulier la position de la particule dans
ce repère s’écrit ~r′ en notation vectorielle et z̄′ en notation complexe. Nous avons les
relations suivantes entre les coordonnées dans R et R′ :

r′ = r et θ′ = θ − Ωzit

~v′ = ~v − rΩz~eθ = ~v − r′Ωz~eθ

~a′ = ~a− rΩ2
z~er + 2Ωz~v × ~ez = ~a+ r′Ω2

z~er + 2Ωz~v
′ × ~ez

Notons que puisque l’origine des deux repères est confondue, leurs vecteurs directeurs en
coordonnées polaires le sont également à chaque instant 15. Cependant à cause du prin-
cipe de relativité ils n’ont pas même vitesse angulaire selon qu’on est dans R ou R′.

Examinons donc le résultat d’une rotation du centre-guide C à la vitesse Ωz autour
de l’axe associée à une rotation cyclotron à la vitesse Ω′c - définie dans le repère tournant
- autour du CG (point C(0) initialement), que nous notons respectivement <O,Ωzt et
<C,Ω′ct, la géométrie du problème est résumée sur la figure 2.6. Nous avons :

15. autrement dit : ~e′k = ~ek avec k = (r, θ, z)
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z̄(t) = z̄C(0)eiΩzt + ei(Ω
′
c+Ωz)t(z̄(0)− z̄C(0)) soit :

z̄(t) = rCe
iΩzt + ei(Ω

′
c+Ωz)t(r(0)− rC)

= rCe
iΩzt + rLe

i(Ω′c+Ωz)t (2.33)

où on a choisi les CI de manière à avoir : z̄C(0) = rc et z̄(0) = r0 = rC + rL : il suffit de
définir judicieusement l’origine des temps pour se ramener à cette situation puisque le
mouvement est périodique. Remarquons deux choses : d’une part que dans le cas E = 0
cette expression nous redonne bien celle d’une simple rotation cyclotron à Ωc, on trouve
en effet :

z̄(t) = rC + rLe
i(Ωc)t

et d’autre part que pour E 6= 0 la fréquence du mouvement cyclotron dans le repère labo
est égale à Ω′c + Ωz conformément au principe de relativité des référentiels.

Appelons point de vue réciproque le principe consistant à considérer la solution rapide
Ω∗z comme la vitesse de rotation du centre-guide et associons-lui une nouvelle vitesse
cyclotron effective a priori inconnue Ω∗c . Alors la composée des rotations <O,Ω∗zt et <C∗,Ω∗c t -
où C∗(0) est la position initiale du nouveau centre guide - donne une expression similaire :

z̄∗(t) = z̄∗C(0)eiΩ
∗
zt + ei(Ω

∗
c+Ω∗z)t(z̄(0)− z̄∗C(0))

en identifiant les deux expressions : z̄ = z̄∗ ∀t il apparâıt qu’elles sont équivalentes si les
conditions suivantes son respectées :

z̄∗C(0) = rL et Ω∗z = Ω′c + Ωz

z̄∗L(0) = rC et Ω∗c = −Ω′c

où on a défini z̄∗L par : z̄∗L = z̄− z̄∗C , c’est à dire la position de la particule dans le nouveau
repère CG.

Autrement dit cette formulation est totalement équivalente à la précédente, elle
échange simplement le centre-guide ”naturel” C contre un nouveau centre-guide virtuel
C∗ de rayon rL et de vitesse Ω′c + Ωz. En définitive cette approche analytique démontre
que :

– il n’y a finalement qu’un seul point de vue si on définit Ωz comme la vitesse du CG
– la solution lente 2.31 donne la vitesse de rotation du CG Ωz (1er mouvement sta-

tionnaire)
– la solution rapide 2.32 donne la fréquence cyclotron dans le repère labo Ω′c + Ωz

(2nd mouvement stationnaire)
Nous pouvons donc en fait déduire à la fois Ωz et Ω′c des solutions de 2.28 :

Ωz =
Ωc

2

(
1−

√
1− 4

ΩE

Ωc

)
(2.34)

Ω′c =

(√
1− 4

ΩE

Ωc

)
Ωc (2.35)
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Il est instructif d’analyser la solution 2.34 dans le cas des électrons : si nous étudions le
rapport ΩE/Ωc = mE/(qrB2) nous observons immédiatement qu’il est négligeable pour
les électrons comparativement aux ions (dans le rapport me/mi). Autrement dit, sauf à
considérer des champs électriques considérables 16 on peut se contenter d’un développement
selon ΩE/Ωce pour obtenir la vitesse de rotation électronique, ce qui nous donne :
Ωze ' ΩE, c’est à dire précisément la vitesse de dérive électrique. Les effets inertiels
sur les électrons peuvent donc être totalement négligés, autrement dit on peut les décrire
à l’aide du modèle classique de la dérive à champ constant :

Ωze = ΩE et Ω′ce = Ωce (2.36)

Nous nous cantonnerons donc à l’étude des ions dans toute la suite. En ce qui les concerne
la figure 2.7 donne les vitesses ( normalisées à Ωci) des deux mouvements périodiques Ωzi

et Ω′ci, d’après les relations 2.34 et 2.35 : y sont représentées leurs variations en fonction
de ΩE/Ωci, c’est à dire du rapport Er/B. Pour le cas anti-cyclotronique ΩE/Ωci < 0
on observe une vitesse de rotation toujours inférieure à la vitesse de dérive électrique -
c’est à dire un freinage ionique - et une vitesse cyclotronique (dans le référentiel du CG)
supérieure à la valeur de référence Ωci, ce qui correspond à une accélération du mouve-
ment cyclotron. Dans le cas co-cyclotronique au contraire les ions tournent plus vite que
la dérive électrique et la rotation cyclotron est freinée. Lorsque cette dernière atteint une
vitesse nulle il n’y a plus de mouvement cyclotron autour du CG, ce qui explique que
cette situation soit le cas limite pour la stabilité.

Figure 2.7 – Evolution de la vitesse de rotation normalisée Ωzi/Ωci (ronds bleus) et de la vitesse
cyclotronique normalisée Ω′ci/Ωci (carrés rouges) avec la valeur de la vitesse de dérive
électrique normalisée ΩE/Ωci (axe des abscisses, mais également tirets bleus). A droite
une vue de détail sur le cas ΩE/Ωci > 0.

Revenons à la formule 2.33 donnant la trajectoire et recherchons pour finir la valeur

16. dans nos conditions standards : B ∼ 0.02T et r ∼ 5cm il faudrait un champ électrique de l’ordre
de 106 V/m soit une DDP radiale de l’ordre de 100 kV pour obtenir un rapport ΩE/Ωc proche de l’unité
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du rayon de Larmor qui découle de la condition initiale sur les vitesses. Écrivons d’abord
l’expression de la vitesse complexe ˙̄z(t) :

˙̄z(t) = irCΩze
iΩzt + irL(Ω′c + Ωz)e

i(Ω′c+Ωz)t (2.37)

nous avons donc en particulier :

˙̄z(0) = i[rCΩz + rL(Ω′c + Ωz)] = i[r0Ωz + rLΩ′c] soit :

˙̄z(0)′ = ˙̄z(0)− ir0Ωz = irLΩ′c = −rLΩ′ce
−iπ

2

où ˙̄z(0)′ ≡ ~v0 − r0Ωz~eθ = ~v′0, la vitesse initiale dans le repère CG. Il vient alors :

rL =
v′0
|Ω′c|

(2.38)

θv0 = θ′v0 = − q

|q|
π

2

où θv0 et θ′v0 sont respectivement les angles de la vitesse initiale dans le repère labo et CG
(confondus initialement). L’expression 2.38 montre que le rayon de Larmor est toujours
donné par le rapport de la vitesse initiale par la vitesse cyclotron, mais cette fois les
vitesses sont à considérer dans le repère tournant : à v′0 constant on va donc observer
une contraction ou une dilatation de l’orbite cyclotronique selon que |Ω′c| augmente (cas
anti-cyclotron) ou diminue (cas co-cyclotron). Ceci traduit l’existence d’un effet RLF
intrinsèque à la dérive azimutale en géométrie cylindrique : malgré que la dérive fût à vi-
tesse constante le champ électrique et les forces inertielles donnent lieu à une modification
du rayon de Larmor et de la fréquence cyclotron. Cependant les simulations montrent
que l’orbite cyclotron reste circulaire jusqu’à la limite de stabilité. Lorsqu’on s’approche
justement du cas limite ΩE/Ωci = 1/4 on a Ω′ci → 0 et donc rL → ∞, situation ca-
ractéristique d’un mouvement libre dans le repère tournant.

Remarquons qu’avec les CI choisies l’angle de la vitesse initiale est entièrement déterminé :
on a ~v0 = ω0~eθ avec ω0 = ±v0/r0 : ceci est simplement lié au fait que la vitesse de la
particule lorsqu’elle est à son extension maximum r = rC + rL est nécessairement selon
~eθ pour une giration directe (cas des électrons : Ωce > 0) et selon −~eθ pour une giration
indirecte (cas des ions : Ωci < 0).

Nous pouvons conclure de cette étude préliminaire qu’une solution stationnaire à
l’équation du mouvement existe dès lors que la condition ΩE/Ωc ≤ 1/4 est satisfaite.
Nous observons également que sauf dans le cas Ωz = Ωc/2 - correspondant justement à
la situation limite ΩE = Ωc/4 - la vitesse radiale stationnaire est nécessairement nulle.
Le mouvement moyen des particules se réduit alors à une dérive azimutale à vitesse
constante. Cependant, à cause des effets inertiels, il apparâıt que dans le cas des ions la
dérive attendue peut être sensiblement différente de la dérive électrique classique ΩE

17.
On observe en outre que la fréquence cyclotron effective Ω′ci et le rayon de Larmor ionique

17. il suffit dans notre machine d’un champ électrique radial d’environ 50 V/m, c’est à dire d’une DDP
radiale de 5 V pour obtenir un rapport ΩE/Ωci de l’ordre de l’unité

37



CHAPITRE 2. TRAJECTOIRES PARTICULAIRES

sont affectés par la rotation, comme si celle-ci était à l’origine de l’apparition d’un champ
magnétique propre. Quoique instructive, cette première analyse laisse cependant deux
importantes questions en suspens : d’abord celle du rôle exact des forces inertielles -
en particulier quand à la modification des constantes du mouvement - puis celle du
comportement des particules à la limite et au delà du critère de stabilité ΩE/Ωci ≥
1/4. C’est pour répondre à ces questions et afin de donner une illustration au problème
du mouvement cyclotron dans un repère tournant que nous avons procédé à différentes
simulations du mouvement particulaire.

2.2.2 Simulations du mouvement particulaire en géométrie
cylindrique

Les simulations présentées dans cette partie ont été réalisées en résolvant les équations
2.24 et 2.25 à l’aide d’un schéma de différences finies décentré. Nous avons considéré le
cas d’un ion argon de masse mi = 6, 64.10−26 kg dans un champ magnétique de 20 mT, ce
qui nous donne une fréquence cyclotronique de -7,7 kHz (comptée négativement puisque

la rotation est dans le sens indirect par rapport à ~B). Ces valeurs ainsi que les rayons et
vitesses initiales ont été choisies pour coller aux paramètres expérimentaux typiquement
obtenus dans la machine MISTRAL 18. Les différentes simulations montrent unanimement
que dans le cas stationnaire le mouvement particulaire est la composée d’une dérive azi-
mutale de centre-guide et d’une rotation cyclotron, les deux à vitesse angulaire constante.
A partir des trajectoires il est donc possible d’atteindre les 4 constantes fondamentales
du mouvement lorsque celui-ci est périodique (cas où une solution stationnaire existe) :

– le rayon du centre-guide rC défini comme le rayon moyen de la particule
– la fréquence moyenne de rotation Ωzi définie comme la moyenne de la vitesse azi-

mutale
– le rayon de Larmor rL défini comme le rayon de la particule dans le repère du

centre-guide
– la fréquence cyclotron effective Ω′ci définie comme la vitesse de rotation de la par-

ticule dans le repère du centre-guide

ces deux dernières constantes sont obtenues en soustrayant du mouvement total le mou-
vement de dérive azimutal de rayon rC et de vitesse Ωzi. Ils sont à mettre en rapport
avec les valeurs de référence (cad à champ électrique nul) : Ωci = −eB/mi = -7,7 kHz
et rL0 = v0/|Ωci0| = 0,52 cm dans le cas standard (v0 = vthi = 500m/s) dont il s’avère
qu’elles s’écartent sensiblement lorsque Er 6= 0.

A propos des données initiales il nous faut préciser deux choses importantes : d’abord
sur la vitesse comprenons que si ~v0 est la vitesse dans le référentiel labo alors la vitesse
dans le référentiel CG est égale à ~v′0 = ~v0 − r0Ωzi~eθ, autrement dit si par souci d’uni-
formité on fixe a priori la vitesse initiale dans le référentiel labo on va traiter le cas de
particules de vitesses très différentes dans le référentiel CG lorsque Er et donc Ωzi varie.
Nous avons donc choisi au contraire de fixer la vitesse initiale dans le repère du CG en

18. voir le tableau 1.1 du chapitre 1
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rotation : v′0 = Cste = vthi (500 m/s pour un gaz d’ion à Ti = 0, 05eV ), de cette façon
on prend en compte dès l’origine l’effet du champ électrique sur la vitesse moyenne (un
décalage de Ωzi par effet Doppler). Ensuite sur la position initiale il faut remarquer qu’à
~r0 fixé la position initiale du CG ~rC0 va dépendre du RL qui varie avec Ωci (et donc avec
ΩE), là encore si on veut traiter le cas de particules dont le rayon moyen est identique,
il nous faut fixer a priori rC0 = Cste = 5cm (c’est le demi-rayon typique de la colonne
de plasma de MISTRAL) et choisir la position initiale en conséquence. Par commodité
nous faisons le choix d’une situation de départ pour laquelle θv0 = −π/2 de sorte que
~v0 = r0ω0~eθ = −v0~eθ. Dans ce cas de figure il s’avère que la relation entre r0, rC et rL
est particulièrement simple puisque nous avons : r0 = rC + rL. En utilisant les formules
analytiques donnant les constantes du mouvement il n’y a donc pas de difficulté à ajuster
les CI (r0 et v0) de façon à obtenir rC = 5cm et v′0 = 500m/s.

Seul le cas des ions a été simulé pour la raison évoquée plus haut que les effets iner-
tiels concernant les électrons sont négligeables pour des valeurs ”raisonnables” du champ
électrique radial, il suffit cependant de renverser le champ électrique (et de réévaluer la
vitesse thermique afin de simuler la bonne valeur du rayon de Larmor électronique) pour
appliquer nos résultats aux particules négatives.

Champ électrique nul :

Commençons par le cas trivial Er = 0 : nous avons présenté sur les figures 2.8 la trajec-
toire cyclotronique pour deux valeurs du rayon de Larmor correspondant schématiquement
aux cas d’une particule de vitesse faible : v0 = (1/3)r0Ωci et d’une particule de vitesse
élevée : v0 = (3/5)r0Ωci, la distinction tenant au fait que selon l’un ou l’autre des deux
cas on obtient rC > rL (particules lentes ou à ”petit” RL) ou rC < rL (particules ra-
pides ou à ”grand” RL). En l’absence de champ électrique (et donc de rotation du CG)
le rayon de Larmor est naturellement fixé par la relation : rL = v0/|Ωci| tandis que la
position du CG s’obtient par la relation : rC = r0 − rL. Notons que si cette relation est
particulièrement simple c’est parce-qu’on a judicieusement choisi les CI sur la position
et les vitesses.

Analysons la figure 2.8 : en haut nous voyons les résultats de la simulation du mou-
vement ionique, elles révèlent sans surprise qu’il s’agit d’une rotation cyclotron autour

du CG situé en
−→
OC = rC~ex à la vitesse Ωci

19. A titre d’illustration nous avons représenté
sur les figures du bas le résultat obtenu en faisant subir à la même particule la com-
posée de deux rotations, d’après le point de vue réciproque évoqué plus haut : c’est à
dire en considérant que la vitesse du CG est Ω∗zi. Selon ce point de vue le mouvement se
décompose en deux rotations stationnaires :

– la première est la rotation à Ω∗z = Ωci autour de l’axe d’un CG au rayon r∗C = rL0

– la seconde est la rotation à Ω∗c = −Ωci ( = Ωz − Ω∗z puisqu’il faut tenir compte de
l’effet Doppler à Ω∗z ) autour du CG avec un rayon de Larmor r∗L = rC

on constate que conformément au raisonnement énoncé plus haut le mouvement final est

19. ce qui a quand même le mérite de rassurer sur la validité des résultats du code

39



CHAPITRE 2. TRAJECTOIRES PARTICULAIRES

Figure 2.8 – En haut : trajectoire d’un ion argon dans un champ magnétique de 20 mT (Ωci = -7,7
kHz) en l’absence de champ électrique pour deux valeurs du rayon de Larmor et donc de
la vitesse initiale ω0 = −v0/r0. Ronds : position initiale, flèches : sens du mouvement,
bleu : positions de la particule, rouge : position du centre-guide. En bas nous avons tracé
le résultat d’une rotation selon le point de vue réciproque : sans surprise la trajectoire est
identique.

le même que celui obtenu.

Simulations pour plusieurs valeurs du champ électrique :

Les trajectoires ioniques pour 4 valeurs du champ électrique radial sont présentées
sur la figure 2.9, elles offrent une confirmation des résultats de la section 2.2.1 : tant
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Figure 2.9 – Trajectoire d’un ion argon dans un champ magnétique de 20 mT (Ωci = -7,7 kHz)pour
plusieurs valeurs du champ électrique radial. La vitesse initiale de la particule dans le
référentiel CG est de 500 m/s et elle est dirigée selon −~eθ. Dans les trois premiers cas
(a,b et c) la position initiale est calculée pour obtenir rc = 5 cm, dans le dernier cas (d) le
rayon du centre guide n’est pas défini, nous avons donc choisi r0 = 5 cm. Ronds : position
initiale, flèches : sens du mouvement, bleu : positions de la particule, rouge : positions du
centre-guide.

que ΩE/Ωci < 1/4 on observe que la trajectoire est la composée de deux mouvements
périodiques : une rotation cyclotron de vitesse angulaire Ω′ci et une dérive azimutale de
vitesse angulaire Ωzi, toutes les deux constantes. Pour le cas limite illustré par la figure
2.9 d) il apparâıt que la fréquence cyclotron effective devient nulle, ce qui se traduit par
un mouvement en spirale caractérisé par θ̇ → Ωci/2 et ṙ → vstatr = Cste. Les valeurs des
deux vitesses de rotation Ωzi et Ω′ci mesurées sont égales à celles calculées à partir de
2.34 et 2.35 dans tous les cas (même celui où ΩE = Ωci/4). Si on compare Ω′ci à la valeur
de référence - Ωci = -7,7 kHz - on observe qu’elle suit parfaitement la tendance illustrée
par la figure 2.7 : une accélération ou un freinage cyclotronique selon que ΩE/Ωci est
négatif ou positif, il en va de même pour l’évolution de Ωzi qui a toujours même sens
que ΩE. En fait cette observation est patente même en l’absence de calcul : il suffit de
compter le nombre de ”lobes” sur les figures 2.9 a,b et c pour estimer Ω′ci et la longueur
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parcourue pour estimer Ωzi. Les simulations nous permettent par ailleurs d’évaluer une
autre constante fondamentale du mouvement : le rayon de Larmor rL (qui se mesure
très simplement d’après l’amplitude du mouvement rapide). La valeur de référence avec
la vitesse initiale choisie (500 m/s) est rL0 = v0/|Ωci0| ' 1cm. D’après l’ensemble des
simulations réalisées il s’avère que rL suit comme prévu une tendance en 1/Ω′ci : le RL
décrôıt dans le cas anti-cyclotron et crôıt au contraire dans le cas co-cyclotron. De ce
point de vue il n’est pas étonnant que la trajectoire devienne instable pour le cas limite
caractérisé par Ω′ci = 0 puisque le RL tend théoriquement vers l’infini à l’approche de
cette situation. Dernier point à propos des simulations stationnaires : on vient de voir
que la trajectoire dans le repère CG est une rotation cyclotron, de là il vient que le champ
électrique ressenti par les particules dans ce repère est nécessairement nul - sans quoi on
observerait une déformation de l’orbite circulaire 20. Ceci indique que la force électrique
effective (modifiée par les effets inertiels) est constante pour un champ électrique radial
de la forme Er = Kr : son effet se traduit par une dérive classique à vitesse constante.

Figure 2.10 – Évolution temporelle de la vitesse radiale ṙ et de la vitesse de rotation θ̇ dans le cas
limite ΩE/Ωci = 1/4 : elles tendent toutes les deux vers une valeur asymptotique. Pour
la vitesse radiale c’est v′0 = 500m/s (vitesse initiale dans le repère tournant, cad décalée
de r0Ωzi) et pour la vitesse de rotation c’est Ωzi = Ωci/2 = -3,84 kHz.

Détaillons à présent le cas illustré par la figure 2.9 d : l’évolution des coordonnées
de la vitesse instantanée de la particule déduites de cette simulation est visible sur la
figure 2.10. On constate que la trajectoire tend très vite vers une situation pour laquelle
ṙ = vstatr = v′0 et θ̇ = Ωzi = Ωci/2. Cette dernière valeur est précisément celle prévue par
la solution 2.34. Si on raisonne à partir de la solution stationnaire on aurait alors Ω′ci = 0
c’est à dire disparition du mouvement cyclotron dans le repère CG. On observe en effet
qu’il est impossible de détecter ce dernier. Si on pousse le raisonnement il vient que la
particule ne ressent plus le champ magnétique dans le repère tournant et qu’elle est donc

20. ce qui n’est pas le cas : si on trace la trajectoire dans le repère CG on obtient un cercle parfait
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libre de se déplacer à sa vitesse initiale (puisque le champ électrique dans ce repère est
également nul), d’où le comportement observé. Le paradoxe ici est que la magnétisation
disparâıt dans le repère CG 21 alors qu’elle reste effective dans le repère labo puisqu’il y
a toujours une dérive azimutale à ~Ωzi.

Afin de compléter ce tour d’horizon, nous présentons sur la figure 2.11 deux simu-
lations réalisées dans la situation instable ΩE/Ωci > 1/4 : la trajectoire décrite par la
particule a la forme d’une spirale logarithmique. En étudiant l’évolution des composantes
de la vitesse on observe qu’après un temps caractéristique variable la vitesse angulaire se
fixe à la valeur constante Ωzi = Ωci/2, c’est à dire précisément la même vitesse que celle
du cas limite ΩE/Ωci = 1/4. Dans le même temps la vitesse radiale tend rapidement vers
une croissance exponentielle avec un facteur Γ. En étudiant les variations de ce facteur
avec ΩE/Ωci on aboutit à la conclusion qu’il est lié aux fréquences de référence par la
relation : Γ = (−Ωci/2)

√
4ΩE/Ωci − 1, très similaire à celle qui nous donne les fréquences

du mouvement dans le cas stationnaire. D’où l’idée qu’une solution analytique simple doit
pouvoir être déduite de l’équation du mouvement dans le cas général : il s’avère en effet,
comme nous allons le montrer dans la section suivante, qu’en réécrivant cette dernière à
l’aide de la représentation complexe du plan nous pouvons aboutir très simplement aux
solutions exactes dans toutes les situations possibles.

Terminons cette présentation sur une petite remarque : comme on l’a vu l’approxima-
tion de dérive repose sur l’idée que la fréquence cyclotron peut être considérée comme bien
plus élevée que les autres fréquences caractéristiques du mouvement. On peut traduire
cette idée par le principe d’échelle suivant : ω << |Ωc|, ce qui nous donne en particulier :
|Ωz|, v0/r0 << |Ωc|. Lorsque ce principe est respecté la trajectoire est caractérisée par :
rL << rC et le mouvement cyclotron a une faible excursion radiale, ce qui justifie la
simplification courante qui consiste à assimiler la particule à son CG en ”moyennant”
le mouvement cyclotron. C’est sur cette idée que repose en particulier l’approximation
de centre-guide couramment utilisée pour simplifier les modèles fluides ou cinétiques des
plasmas que nous présenterons au prochain chapitre. Comme on le voit sur les simula-
tions à champ électrique nul (figure 2.8), ce principe est marginalement respecté pour
un ion typique de MISTRAL (cas a) puisqu’on a rL . rC . C’est encore moins le cas
pour des particules très rapide - ou ce qui revient au même à proximité de l’axe - (cas b)
puisqu’alors on peut observer des situations où rL > rC : l’excursion radiale du mouve-
ment est alors telle qu’il est discutable de recourir à l’approximation de centre-guide. Ce
problème est minimisé par le fait que les gradients (en particulier le gradient de densité)
sont généralement localisés relativement loin de l’axe et que la proportion de particules
rapides décrôıt exponentiellement (pour une distribution maxwellienne en tout cas). Ce-
pendant les simulations présentées ici illustrent que la rotation du CG a un impact direct
sur le rayon de Larmor pour une vitesse initiale donnée : il apparâıt que celui-ci crôıt
significativement pour Ωzi < 0 (et inversement pour Ωzi > 0). La conséquence directe de

21. remarquons qu’en l’absence de rotation cyclotron la notion de centre-guide n’est plus très claire,
cependant puisqu’il y a toujours rotation à vitesse constante on peut imaginer un ”CG virtuel” situé
initialement en ~r0 et tournant à ~Ωzi
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Figure 2.11 – En haut : trajectoire d’un ion argon dans un champ magnétique de 20 mT (Ωci0 = -7,7
kHz) pour des valeurs du champ électrique radial supérieures au champ limite : l’ion
décrit une spirale logarithmique (Rond bleu : position initiale). En bas variations tem-
porelles de la vitesse radiale (en échelle log10) et de la vitesse de rotation instantanées :
pour t > 3Γ−1, ω(t) tend vers Ωci0/2 et r(t) vers CeΓt, avec Γ fonction de ΩE/Ωci0.

cet état de fait est qu’une rotation co-cyclotronique - de la même façon qu’un augmen-
tation de la vitesse thermique - va tendre à accrôıtre les effets de rayon de Larmor fini
alors qu’au contraire une rotation anti-cyclotronique tend à les réduire.

2.2.3 Solution analytique du mouvement stationnaire en
géométrie cylindrique :

Dans les sections précédentes nous avons choisi de présenter nos résultats en suivant
la démarche qui a permis d’élaborer la solution exacte que nous présentons ici. De-
vant la complication posée a priori par la résolution exacte de l’équation du mouvement
(équation différentielle croisée du deuxième ordre contenant des termes non-linéaires) il
nous a semblé nécessaire d’étudier d’abord la possibilité d’une solution stationnaire puis
d’observer le mouvement au moyen d’une simulation particulaire. Cette démarche nous
a permis de montrer en particulier que la solution générale dans le cas où le mouvement
est périodique est tout simplement la composée de deux rotations à vitesse constante :
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la dérive azimutale et la rotation cyclotron, associées aux deux solutions de l’équation
du mouvement stationnaire 22. Du point de vue analytique cette idée peut être formulée
très simplement à l’aide de la représentation complexe du plan : comme nous l’avons vu
dans la section 2.2.1, l’affixe de la position instantanée s’écrit :

z̄(t) = r(t)eiθ(t)

Ecrivons dés lors les dérivées successives de z̄(t) qui nous donnent l’affixe de la vitesse et
de l’accélération :

z̄ = reiθ

˙̄z =

(
ṙ

r
+ iθ̇

)
z̄

¨̄z =

[
r̈

r
− θ̇2 + i

(
θ̈ + 2

ṙθ̇

r

)]
z̄

or les équations du mouvement nous apprennent que :

θ̈ + 2
ṙθ̇

r
= −eB

mi

ṙ

r
r̈

r
− θ̇2 =

eK

mi

+
eB

mi

θ̇

on peut donc réécrire ¨̄z sous la forme :

¨̄z =
eK

mi

z̄ − ieB
mi

˙̄z soit :

¨̄z − iΩci ˙̄z − ΩEΩciz̄ = 0 (2.39)

et on aboutit donc à une simple équation différentielle linéaire du deuxième ordre dans C.
Remarquons que ce résultat est valable même sans faire la moindre hypothèse
sur la solution z̄(t) : c’est simplement une réécriture de l’équation du mouvement dans
la représentation complexe du plan. Avec ces nouvelles coordonnées il s’avère que les
équations différentielles 2.24 et 2.25 peuvent se simplifier considérablement pour aboutir
à une forme dont les solutions sont bien connues. Pour cela commençons par étudier
l’équation caractéristique de l’EDL 2.39 :

γ2 − iΩciγ − ΩEΩci = 0 (2.40)

∆ = −Ω2
ci

(
1− 4

ΩE

Ωci

)
(2.41)

la forme générale des solutions dépend du signe de ∆ et donc de 1− 4ΩE/Ωci :

22. ce résultat ne fait que confirmer ce que l’intuition nous soufflait, mais un physicien consciencieux
se méfie toujours des idées trop simples
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solution oscillatoire : ΩE/Ωci < 1/4

Dans ce cas les deux solutions de 2.40 sont complexes, elles s’écrivent :

γ± = i
Ωci

2

(
1±

√
1− 4

ΩE

Ωci

)
= iΩ±

et la solution générale s’écrit donc, avec z̄+ et z̄− des constantes complexes quelconques :

z̄(t) = z̄+e
iΩ+t + z̄−e

iΩ−t

les deux fréquences Ω± correspondent aux deux solutions stationnaires Ωzi et Ωzi + Ω′ci
déjà connues. On obtient alors en choisissant convenablement les CI 23 : z̄+ = rC et
z̄− = rL. La solution unique est donc bien celle donnée par 2.33, c’est à dire la composée
de <O,Ωzit avec <C,Ω′cit qui s’écrit on le rappelle :

z̄(t) = rCe
iΩzt + rLe

i(Ω′c+Ωz)t (2.33)

Dans ce cas le régime du mouvement est purement oscillatoire.

solution intermédiaire : ΩE/Ωci = 1/4

Cette fois l’unique solution de 2.40 est la solution complexe :

γ = i
Ωci

2

et la solution générale s’écrit donc, avec z̄1 et z̄2 deux nouvelles constantes complexes :

z̄(t) = (z̄1 + z̄2t)e
iΩcit/2

il n’est plus forcément possible d’utiliser les mêmes CI que pour le mouvement station-
naire précédent (puisque le mouvement n’est plus périodique en r), nous allons donc
employer des CI génériques : z̄(0) = r0 et ˙̄z(0) = ˙̄z0. Il vient alors : z̄1 = r0 et
z̄2 = ˙̄z0 − ir0Ωci0/2 = ˙̄z′0 (vitesse initiale dans le repère tournant). On en conclut que
la solution unique s’écrit :

z̄(t) = (r0 + t ˙̄z′0)eiΩcit/2 (2.42)

→ (v′0t)e
i(Ωcit/2+θv0) (2.43)

très vite le mouvement est la composée d’une rotation à vitesse constante Ωzi = Ωci/2 et
d’une translation radiale à vitesse constante v′0. C’est précisément le mouvement visible
sur la figure 2.9 d) : géométriquement l’équation 2.42 est celle d’une spirale d’Archimède
r = a + bθ, dans notre cas a = r0 et b = v′0/Ωzi (dans le cas présenté sur la figure
vr0 = v0 . On remarque que dans ce cas la vitesse de la particule dans le repère tournant
est totalement conservée (en norme et direction), le mouvement est donc libre dans ce
repère ce qui confirme que la somme des forces y est nulle.

23. même remarque que dans la section 2.2.1 : la périodicité du mouvement nous autorise à changer
l’origine des temps sans conséquences
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solution exponentielle : ΩE/Ωci > 1/4

Ici on trouve deux solutions complexes conjuguées à 2.40 :

γ± =
Ωci

2

(
i±
√

4
ΩE

Ωci

− 1

)
= i

Ωci

2
± Γ

Γ =
Ωci

2

√
4

ΩE

Ωci

− 1 (2.44)

d’où la solution générale :

z̄(t) = (z̄+e
Γt + z̄−e

−Γt)eiΩcit/2

en utilisant des CI génériques :

z̄(0) = r0 ˙̄z(0) = ˙̄z0 ˙̄z(0)′ = ˙̄z′0 = ˙̄z0 − iΩci/2

on obtient l’expression des coefficients z̄+ et z̄− :

z̄± =
r0

2

(
1±

˙̄z′0
r0Γ

)
au final la solution unique est donc donnée par :

z̄(t) =
r0

2

[(
1 +

˙̄z′0
r0Γ

)
eΓt +

(
1−

˙̄z′0
r0Γ

)
e−Γt

]
eiΩcit/2 (2.45)

z̄(t)→
[
CeΓt

]
ei(Ωcit/2+ϕ) pour t > 3Γ−1 (2.46)

avec C =
r0

2

√
1 +

v′20
r2

0Γ2
et ϕ = arctan

sin θv0

r0Γ
v′0

+ cos θv0

comme pour le cas précédent le mouvement tend rapidement vers la composée d’une
rotation à la vitesse Ωzi = Ωci/2 et d’une translation radiale. Mais cette fois la vitesse
radiale varie exponentiellement avec t : ṙ = ΓCeΓt. La trajectoire correspondant à la
solution limite 2.46 est alors une spirale logarithmique d’équation polaire r = a.bθ, dans
notre cas : a = Ce−2Γϕ/Ωci et b = e2Γ/Ωci . C’est précisément la trajectoire visible sur 2.11
pour deux valeurs de ΩE et donc de Γ dans le cas instable. Ici la force qui s’exerce sur la
particule dans le repère tournant est proportionnelle à la vitesse mais dirigée à l’opposé
d’une force de Lorentz classique : on obtient une croissance exponentielle au lieu d’une
gyration cyclotron. La résultante des forces semble donc agir comme une force central
répulsive.

L’approche analytique nous révèle donc que le mouvement est en réalité totalement
descriptible. Comme lors des simulations de la section 2.2.2 elle fait apparâıtre que les
effets inertiels jouent un rôle clé non seulement dans la détermination des constantes
du mouvement (en particulier les vitesses de rotation) mais également dans la forme du
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mouvement particulaire dans le repère tournant : gyration cyclotron ou translation ra-
diale selon que ces effets contribuent à accrôıtre ou au contraire à concurrencer la force
magnétique. Il nous parâıt donc nécessaire de clarifier et quantifier les effets inertiels en
champs croisés.

2.2.4 Analyse des effets inertiels :

Revenons à l’équation du mouvement : sa résolution révèle l’existence dans tous les
cas d’une rotation à vitesse constante Ωzi, à laquelle s’ajoute un deuxième mouvement lié
à la trajectoire particulaire dans le repère tournant. Définissons donc comme auparavant
R le repère labo fixe et R′ le repère tournant à la vitesse ~Ωzi = Ωzi~ez (géométrie sur la
figure 2.6). On rappelle les relations entre les coordonnées dans R et R′ :

r′ = r ~v′ = ~v − r′Ωzi~eθ ~a′ = ~a− r′Ω2
zi~er − 2Ωzi~v

′ × ~ez

L’équation du mouvement écrite dans R′ fait donc intervenir d’une part la force de Lo-
rentz classique à laquelle s’ajoute les forces inertielles : force centrifuge ~Fcen = mr′Ω2

zi~er
24

et force de Coriolis ~Fcor = 2mΩzi~v× ~ez associées à la rotation du repère. La force de Lo-
rentz s’écrit dans R′ (puisque la vitesse dans le repère tournant est décalée de rΩzi~eθ) :

qEr(r)~er + qB~v × ~ez = qEr(r
′)~er + qBr′Ωzi~er + qB~v′ × ~ez

= qEr

(
1− Ωzi

ΩE

)
~er + qB~v′ × ~ez

l’équation du mouvement dans le repère tournant est donc :

m~a′ = qEr

(
1− Ωzi

ΩE

)
~er + qB~v′ × ~ez −mr′Ω2

zi~er + 2mΩzi~v
′ × ~ez soit :

m~a′ = qE ′r~er + qB′~v′ × ~ez (2.47)

où E ′r et B′ sont respectivement les champs électriques et magnétiques effectifs dans le
repère tournant. Leur expression est donnée par :

B′ = B0

(
1− 2

Ωz

Ωci

)
(2.48)

E ′r = Er

(
1− Ωzi

ΩE

+
Ω2
zi

ΩciΩE

)
ils sont donc gouvernés par deux paramètres traduisant les deux effets inertiels induits
par la rotation :

– Le paramètre de Coriolis R = 1− 2Ωzi/Ωci qui régit le champ magnétique effectif :
B′ = RB0

– Le paramètre centrifuge R∗ = 1−Ωzi/ΩE +Ω2
zi/ΩEΩci qui régit le champ électrique

effectif : E ′r = R∗Er

24. résultante de la force d’entrâınement et de la composante radiale de la force de Coriolis
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la valeur du paramètre de Coriolis a des conséquences directes sur la fréquence cyclotron
effective et le rayon de Larmor donnés par :

Ω′ci = RΩci

rL =
v′0
Ω′ci

=
rL0

R

notons également les relations suivantes, qui nous seront utiles par la suite :

R∗ =
Ωci

4ΩE

(R2 − 1) + 1 (2.49)

Ωzi

Ωci

=
1−R

2
(2.50)

(2.51)

encore une fois nous allons détailler selon la valeur du champ électrique réel, symbolisée
par le paramètre adimensionné ΩE/Ωci :

Dans le cas stationnaire (colonne 1 du tableau 2.1) on observe que le champ électrique
effectif dans R′ est nul comme nous l’avions prédit : l’équation du mouvement dans ce
repère m~a′ = qB′~v′×~ez est celle d’une gyration cyclotron. C’est précisément le paradigme
de la dérive à force constante : la force radiale tend alternativement à faire crôıtre puis
décrôıtre le rayon de Larmor pendant une gyration, ce qui se traduit globalement par
une dérive à vitesse constante dans la direction ~F × ~B. La différence tient à la valeur
de la vitesse de rotation qui diffère significativement de la vitesse de dérive électrique
ΩE comme illustré sur la figure 2.7 : c’est tout simplement que dans la direction radiale
les forces inertielles agissent toujours comme une force centrifuge qui s’ajoute ou se re-
tranche à la force électrique selon la direction de ~E, freinant donc la rotation dans le cas
ΩE/Ωci < 0 et l’accélérant dans le cas contraire. La particularité ici est que cette force
supplémentaire est elle-même liée à la vitesse de rotation et donc à la valeur de ΩE, d’où
la relation quadratique 2.27 qui peut se résumer à :

Ωzi =
2

R + 1
ΩE (2.52)

On constate que la force de Coriolis agit d’autre part comme un champ magnétique de
même direction que ~B et dont le sens dépend de Ωzi/Ωci. Le champ effectif est ainsi
augmenté pour une rotation anti-cyclotronique et diminué dans le cas contraire.

Pour le cas limite (colonne 2) le bilan des forces est nul dans R′ : on a un mouvement
libre de la particule à la vitesse ~v′ = ~v′0 et une absence totale de magnétisation dans
le repère tournant. C’est la situation correspondant à une force de Coriolis strictement
opposée à la force magnétique R = 0. Subsiste quand même le mouvement de dérive
azimutal qui est en réalité confondu avec le mouvement cyclotron dans le repère labo (on
rappelle que les deux solutions de l’équation du mouvement ”fusionnent” dans ce cas).
L’énergie cinétique totale de la particule vérifie :

Ec =
1

2
miv

2 → 1

2
miv

′2
0

Ω2
ci

2
t (2.53)

49



CHAPITRE 2. TRAJECTOIRES PARTICULAIRES

Vitesses et paramètres inertiels
Champ électrique centripète
ou faiblement centrifuge

Champ électrique limite
Champ électrique fortement
centrifuge

ΩE/Ωci < 1/4 ΩE/Ωci = 1/4 ΩE/Ωci > 1/4
cas oscillatoire cas intermédiaire cas exponentiel

Ωzi =
Ωci
2

(
1−

√
1− 4

ΩE
Ωci

)
Ωzi =

Ωci
2

Ωzi =
Ωci
2

Ω′ci = Ωci

√
1− 4

ΩE
Ωci

Ω′ci = 0 Ω′ci = 0

R =
√

1− 4
ΩE
Ωci

R = 0 R = 0

R∗ = 0 R∗ = 0 R∗ = 1− Ωci
4ΩE

Γ =
Ωci
2

√
R∗

1−R∗

Rotation cyclotron dans le repère
tournant

Mouvement libre dans le repère
tournant

Accélération centrifuge dans le
repère tournant

z̄(t) = rCe
iΩzt + rLe

i(Ω′c+Ωz)t z̄(t)→ (v′0t)e
i(Ωcit/2+θv0) z̄(t)→

[
CeΓt

]
ei(Ωcit/2+ϕ)

Table 2.1 – Fréquences et paramètres inertiels selon ΩE/Ωci

l’énergie gagnée sur un tour vaut donc : E ′c(0)πΩci. Il s’agit là d’un comportement
résonant de la particule lié à l’effet RLF en géométrie cylindrique. En effet dans
la situation particulière ΩE/Ωci = 4 nous avons égalité entre la fréquence du mouvement
de dérive et celle du mouvement cyclotron dans le repère labo, ce qui explique que la
particule soit accélérée de façon continue. A partir de ce cas la vitesse de dérive azimutale
a atteint sa valeur seuil : pour un champ électrique centrifuge supérieur (cas exponentiel)
elle reste constante et égale à Ωci/2.

Pour le cas exponentiel (colonne 3) nous constatons que le champ électrique effectif
dans le repère tournant cesse d’être nul : R∗ > 0. L’effet global du champ radial et des
forces inertielles se traduit dès lors par une force centrifuge croissante qui va entrâıner une
accélération exponentielle de la particule (puisque E ′r = R∗Er = R∗Kr). Le mouvement
cyclotron est dans ce cas de figure un mouvement ”lent” comparé à celui induit par le
gradient de force qui domine la dynamique : c’est la situation inverse à l’approximation
de dérive que nous avons évoqué en début de chapitre. Le problème est donc renversé par

50
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rapport au cas stationnaire : Ωzi = Ωci/2 caractérise en fait le mouvement cyclotron et
le facteur Γ est lié à la force centrifuge résultant du champ électrique. Bien que la parti-
cule gagne une énergie considérable dans cette situation il ne s’agit pas d’une résonance
cyclotron à proprement parler puisqu’il n’y a plus de confinement : à la limite il s’agit
simplement du mouvement d’une particule dans un champ électrique en présence d’un
faible champ magnétique.

Figure 2.12 – Evolution du paramètre de Coriolis R, du paramètre centrifuge R∗ et du facteur d’am-
plification normalisé Γ/Ωci avec la vitesse de dérive électrique normalisée ΩE/Ωc.

Les variation des paramètres inertiels ainsi que les différents domaines de solution
sont donnés par la figure 2.12 : ils permettent de qualifier facilement les effets inertiels
dans le repère tournant. On voit immédiatement dans quelle mesure le champ magnétique
est amplifié - puisque R = Ω′ci/Ωci - pour un champ électrique centrifuge (ΩE/Ωci < 0)
et atténué pour un champ centripète (ΩE/Ωci > 0) jusqu’à sa disparition à la résonance
cyclotron. L’augmentation du paramètre centrifuge R∗ au-delà de la résonance montre
l’importance croissante de la force électrique qui finit par dominer complètement les forces
inertielles lorsque R∗ → 1.

Terminons cette analyse en soulevant un point qui mérite l’attention : le champ
électrique à divergence constante étudié dans cette partie présente naturellement un
gradient radial : ~∇Er = K et donc une longueur de gradient L∇E = r. L’effet RLF induit
peut donc être négligé dès lors que rL << r, c’est à dire loin de l’axe. Nous constatons
en effet que cette situation correspond au cas ΩE/Ωc → 0 c’est à dire celle où la dérivé
électrique est négligeable devant la vitesse cyclotron, ce qui caractérise en particulier
les électrons. Pour des ions dont la vitesse cyclotron (ou le rayon de Larmor) est rela-
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tivement faible - c’est le cas en particulier dans notre machine et dans les simulations
présentées - l’effet RLF est par contre naturellement présent : les effets inertiels dont
nous venons de discuter ne sont en fait rien d’autre qu’un effet de Rayon de
Larmor fini puisqu’ils disparaissent lorsque L∇E = r → ∞. L’effet RLF se mani-
feste donc tout simplement dans le comportement observé : selon les cas un freinage de
la dérive et une contraction du RL ou au contraire une accélération de la dérive et une
dilatation du RL. La résonance caractéristique des effets RLF a par ailleurs effectivement
lieu mais à la condition ΩE = Ωc/4, propre à la géométrie cylindrique. De là on peut
tirer une remarque essentielle : que les effets RLF tendent à être stabilisant à l’équilibre
pour une rotation anti-cyclotron puisqu’ils accentuent la magnétisation et donc le confi-
nement 25 et au contraire très rapidement déstabilisant pour une rotation co-cyclotron
pour la raison inverse, tout particulièrement lorsqu’on dépasse la condition de résonance.
Attention toutefois car cette remarque ne vaut que pour la stabilité à l’équilibre dans
un plasma : on constatera en effet que la différence de dérive électrons-ions induite est
facteur d’instabilité dans un plasma inhomogène.

2.3 Conclusion sur la dynamique des particules

magnétisées

Ce premier chapitre a permis de comprendre la dynamique des particules chargées
en champ magnétique, en particulier lorsque des champs de force induisent les effets de
dérives qui sont un des fondements de l’étude des plasmas magnétisés. Nous avons mis
en exergue le cas particulier de la force électrique dans toute cette partie d’abord car
c’est généralement celle qui domine dans le milieu (outre bien sûr la force due au champ
magnétique) et ensuite parce-que c’est également un des moteurs premiers de tous les
phénomènes en jeu dans les plasmas. Comme nous le verrons dans un tel milieu une
inhomogénéité ou une perturbation se traduit par la présence d’un gradient de potentiel,
donnant lieu aux phénomènes évoqués dans ce chapitre : dérive électrique, effets RLF et
d’inertie voire résonance cyclotron. L’analyse du mouvement particulaire des porteurs de
charge est donc de première importance pour comprendre le mécanisme des phénomènes
complexes en jeu dans les plasmas. Elle n’en constitue pas moins qu’un fragment de
l’énigme puisqu’elle ne tient pas compte des propriétés collectives fondamentales du mi-
lieu dont nous verrons l’importance au cours des prochains chapitres.

Le propos de cet ouvrage est d’étudier le comportement des plasmas en champs
croisés et nous avons fait apparâıtre une différence fondamentale liée à l’action des forces
inertielles lorsqu’on passe de la géométrie cartésienne qui suppose un champ infini à
la géométrie cylindrique plus apte à prendre en compte la réalité physique du champ
électrique . En effet celui-ci ne peut résulter dans un plasma que d’une variation spatiale
des propriétés du milieu - densité, charge ou température généralement - qui se mani-
feste sous la forme d’un gradient radial. Cette direction est en effet privilégiée d’une part
parce-qu’elle est transverse au champ magnétique et donc à la direction du confinement

25. on remarque par ailleurs que l’effet RLF se minimise ”de lui-même” à champ électrique croissant
puisque R→∞ et donc rL = v′0/RΩci → 0
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et d’autre-part parce-qu’elle est non-périodique et fait ainsi intervenir des conditions
aux limites qui sont par nature génératrices d’inhomogénéité. Plusieurs caractéristiques
essentielles de la dynamique particulaire ont été mises en évidence :

– la première et sans doute la plus importante pour la suite est la modification de la
dérive électrique pour les ions puisque nous avons là l’origine d’un séparation de
charge potentielle, situation génératrice d’instabilité dans un plasma inhomogène.

– la seconde est que la force de Coriolis accentue la magnétisation des ions dans un
champ électrique centrifuge : d’où une modification de la fréquence cyclotron et
surtout du rayon de Larmor ionique qui va tendre à réduire les effets RLF.

– la troisième est qu’au contraire cette même force va tendre à démagnétiser les ions
dans un champ électrique centripète, jusqu’à les expulser complètement au-delà de
la condition de résonance ΩE = Ωc/4.

Quoique réaliste dans notre contexte expérimental l’hypothèse d’un champ électrique
à divergence constante est bien sûr une simplification et on ne saurait prétendre ici à
décrire une situation générale. Cependant il nous semble que ce paradigme de la dérive
azimutale à vitesse constante constitue un bon point de départ pour étudier la physique
des plasmas en rotation sous l’effet d’un champ électrique radial lorsque les variations de
la vitesse de rotation sont grandes devant le rayon de Larmor. On peut dans ce cas utiliser
localement les relations ici établies pour décrire la situation plus générale ΩE = ΩE(r).
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Chapitre 3

Représentation et physique des
plasmas magnétisés

” Et d’abord qu’est-ce que le hasard ? Les anciens distinguaient les
phénomènes qui semblaient obéir à des lois harmonieuses, établies une
fois pour toutes, et ceux qu’ils attribuaient au hasard ; c’étaient ceux qu’on
ne pouvait prévoir parce qu’ils étaient rebelles à toute loi. Dans chaque
domaine, les lois précises ne décidaient pas de tout, elles traçaient seule-
ment les limites entre lesquelles il était permis au hasard de se mou-
voir [...] Une cause très petite, qui nous échappe, détermine un effet
considérable que nous ne pouvons pas ne pas voir, et alors nous di-
sons que cet effet est dû au hasard. [...] il peut arriver que de petites
différences dans les conditions initiales en engendrent de très grandes
dans les phénomènes finaux ; une petite erreur sur les premières produi-
rait une erreur énorme sur les derniers. La prédiction devient impossible
et nous avons le phénomène fortuit. ”
- Calcul des Probabilités, Henri Poincaré

L’objectif de ce chapitre est de fournir la modélisation analytique d’un plasma im-
mergé dans un champ magnétique en mettant l’accent sur les phénomènes qui intéressent
l’étude expérimentale décrite dans les chapitres suivants. Différentes descriptions sont
présentées afin de mettre en évidence le comportement d’un plasma à plusieurs échelles
d’étude, avec le souci de souligner les effets très divers qu’on est susceptible d’observer
selon que le plasma se comporte comme un fluide conducteur soumis à des courants
(description à un fluide) ou comme un gaz de particules corrélées siège d’oscillations
collectives (description fluide et cinétique). Nous passerons ainsi en revue les différentes
façon de décrire le milieu et les limitations intrinsèques à chacun des modèles.
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3.1 Description des plasmas inhomogènes en champ

magnétique

Après avoir considéré dans le chapitre 2 la dynamique individuelle des particules
penchons-nous maintenant sur le plasma lui-même, c’est à dire l’ensemble 1 globalement
neutre des particules chargées décrites précédemment. Nous allons voir que les compor-
tement collectif de ces particules donne lieu à une phénoménologie très différente sur
certains points de ce qu’il est possible de prévoir en étudiant simplement le comporte-
ment d’une particule test. Le problème peut sembler infiniment complexe au premier
abord : nous avons là à traiter un problème à N corps (avec N → ∞) où des particules
chargées peuvent théoriquement interagir sous l’effet d’un potentiel coulombien à très
longue portée. En réalité, comme nous le verrons plus loin, ce potentiel est totalement
écranté au delà d’une distance très faible appelée longueur de Debye, notée λD à condi-
tion que le nombre de particule dans la sphère de Debye soit très grand, ce qui se traduit
par :

g =
1

nλ3
D

∝ n1/2

T 3/2
<< 1 (3.1)

g étant défini comme le paramètre de grain du plasma (c’est une mesure de son caractère
”discret”). La relation 3.1 définit l’approximation plasma : lorsqu’elle est vérifiée l’en-
semble des particules peut être traité statistiquement et le modèle à N corps admet une
expansion en g qui permet de définir à l’ordre 0 les équations cinétiques et fluides que
nous détaillerons plus loin. Dans le cas où g approche significativement de 1 on ne peut
plus nier les corrélations particulaires et le plasma doit être traité comme un problème à
N corps 2.

A propos des modèles théoriques que nous allons introduire dans la suite remarquons
en premier lieu que tout plasma qu’il soit cosmique ou enfermé dans une machine de labo-
ratoire a nécessairement des bords et que sa densité ne saurait rester constante partout.
Une des grandes ambitions de l’étude des plasmas magnétisés est d’ailleurs de maintenir
des particules chargées dans une enceinte où règne un gradient de pression colossal suffi-
samment longtemps pour les faire fusionner. Cette inhomogénéité des plasmas donne lieu
à un certain nombre de phénomènes spécifiques à divers ordres de grandeurs (équilibres
pression cinétique/pression magnétique, instabilités flûtes et ondes de dérive, interaction
onde-particule...) dont beaucoup restent impossibles à traiter aussi bien analytiquement
que numériquement à l’aide du modèle statistique le plus précis de la dynamique des plas-
mas, la thèorie cinétique. Malgré ses faiblesses évidentes 3 la théorie fluide est encore dans

1. la densité électronique moyenne est de l’ordre de 1015 − 1016 m−3 dans notre machine
2. il est bien sûr toujours possible de formuler statistiquement le problème mais la complication des

opérateurs de collisions en présence de corrélations significatives rend le modèle beaucoup plus ardu à
exploiter

3. citons deux des principales failles de la modélisation fluide : 1) le problème de la fermeture
des équations fluides que nous évoquerons plus loin : l’hypothèse ”classique” de compression adiabatique
suppose en effet une relaxation instantanée vers l’équilibre thermodynamique local qui n’est pas toujours
justifiée en l’absence de processus collisionnels rapides 2) l’absence de prise en compte des effets de
l’intercation onde-particules, en particulier au voisinage des fréquences caractéristiques du plasma
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bien des cas le seul recours pour étudier le problème de la stabilité d’un plasma magnétisé
inhomogène, ne serait-ce que pour donner un éclairage physique et une compréhension
intuitive des mécanismes en action. Cependant cette démarche doit toujours garder à
l’esprit les limitations intrinsèques à l’approximation fluide, et se tourner constamment
vers le modèle cinétique quand des effets cinétiques entrent en jeu 4.

Dans tout ce mémoire on considérera toujours le cas d’un plasma faiblement ionisé
constitué d’un seul gaz d’ion monochargé (Z = 1 et qi = e) et d’un gaz d’électrons créés
en quantité égale par l’ionisation d’un gaz neutre statique. On considérera également
la présence d’un faisceau d’électrons rapides dit primaire responsable de l’ionisation de
densité négligeable devant celle des particules créées dites secondaires. Ces différents gaz
seront considérés comme proches à tout moment de l’équilibre thermodynamique local,
c’est à dire comme pouvant être décrits par les trois premiers moments de leur fonction
de distribution (voir section 3.2) mais hors-équilibre thermodynamique global c’est à dire
avec des températures différentes pour chacune des espèces (ce qui est justifié par le faible
temps de confinement qui ne permet pas l’équilibrage de l’énergie cinétique microscopique
entre les ions lourds et les électrons légers).

On se placera dans la géométrie cylindrique de la colonne de plasma immergée dans
un champ magnétique extérieur axial ~B0 = B0

~b, avec ~b ' ~ez la direction axiale (que
nous appellerons parfois direction parallèle ~e‖), ~er et ~eθ désigneront respectivement les
directions radiales et polöıdales. Les gradients des grandeurs d’équilibre (pression et po-
tentiel) sont dirigées essentiellement dans la direction radiale. La figure 3.1 montre une
représentation shématique de ces conditions.

Figure 3.1 – Géométrie de la colonne de plasma.

4. dans notre cas certains effets de rayon de Larmor fini et la résonance au voisinage des harmoniques
cyclotroniques ioniques.
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3.1.1 Considérations générales sur les ordres de grandeur

Tout l’objet d’une modélisation est de rendre lisible et pour dire les choses simple-
ment ”exploitable” une situation physique dans laquelle intervient rigoureusement une
quasi-infinité de paramètres si on choisit d’entrer suffisamment loin dans le détail. Le
système solaire est constitué d’environ 1057 atomes, il faudrait donc pour décrire exac-
tement le mouvement de la terre autour du soleil résoudre le problème à N corps pour
ces 1057 atomes, ou bien si l’on est capable de cette qualité de simplification propre (et
j’irais jusqu’à dire nécessaire) au physicien se contenter de considérer le problème comme
un système à deux corps en interaction qui subit une perturbation très faible due à la
présence des autres planètes en orbite.

Les sections suivantes vont introduire, avec une simplification croissante, les différentes
façons de décrire un ensemble de particules chargées en les considérant à la fois comme
acteurs et sujets des forces qui les gouvernent. Ces simplifications successives ne vont pas
sans poser à chaque fois la question de la validité des approximations qui les sous-tendent
et ne sont ainsi rien d’autre qu’une restriction d’une thèorie plus vaste sur un domaine
de validité à l’intérieur duquel il est justifié de négliger certains phénomènes minoritaires
au profit des phénomènes dominants. Le définition de ce domaine de validité passe donc
par une analyse en ordre de grandeur, analyse qui repose essentiellement sur des critères
de temps et d’espace.

Dans toute la suite nous noterons donc T la durée caractéristique des phènomènes
observés et ω = T−1 leur fréquence caractéristique, la longueur caractéristique d’observa-
tion est la longueur de variation (ou de gradient) des phénomènes observés L∇ associée
au nombre d’onde caractéristique k = L−1

∇ . Ces deux paramètres permettent enfin de
définir la vitesse caractéristique (aussi appelée vitesse de phase) vϕ = L∇/T = ω/k.

3.1.2 Equations de Maxwell pour les champs du plasma

Les champs électro-magnétiques auto-cohérents (ou ”champs moyens”) générés par
l’ensemble des particules du plasma doivent obé̈ır aux équations de Maxwell 5 exprimées
ici dans le cas le plus général :

Maxwell-Gauss : ~∇. ~E =
ρ+ ρext
ε0

(3.2)

Maxwell-Faraday : ~∇× ~E = −∂t ~B (3.3)

Maxwell-Thomson : ~∇. ~B = 0 (3.4)

Maxwell-Ampère : ~∇× ~B = µ0(~j +~jext) + µ0ε0∂t ~E (3.5)

avec : µ0ε0c
2 = 1

5. publiées pour la première fois dans leur forme définitive par James Clerk Maxwell en 1873
dans son ouvrage ”Electricity and Magnetism”, elles sont en fait la traduction locale de plusieurs lois
expérimentales bien connues à l’époque (théorème de Gauss, théorème d’Ampère, principe d’induc-
tion électro-magnétique, conservation du flux magnétique) auxquelles Maxwell a ajouté le courant de
déplacement qui assure la cohérence du système.
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où ρ est la densité locale de charge et ~j le courant local (qu’on définira formellement plus
loin) dûs à la répartition et au mouvement des charges du plasma 6, ρext et ~jext sont les
densités de charge et de courant apportés de l’extérieur.

De ces équations on déduit que le champ électrique ~E dérive d’un potentiel scalaire
φ et d’un potentiel vecteur ~A : ~E = −~∇φ− ∂t ~A avec ~B = ~∇× ~A.

Une première simplification consiste à négliger le courant de déplacement ~jd = ε0∂t ~E
dans l’équation de Maxwell-Ampère, ce qui est justifié dans la limite vE = E/B << c et
vϕ << c.

Une deuxième simplification consiste à ce placer dans l’approximation basse-fréquence
vϕ << vth,e

7. L’ordre de grandeur des variations de potentiel dans ces conditions est :
∆φ . kBTe/e

8, d’où on peut déduire que le gradient de potentiel électrostatique vérifie :

∇φ ∼ (rLe/L∇)vth,eB. De l’expression ~B = ~∇ × ~A on déduit que l’ordre de grandeur
des variations de potentiel vecteur est : ∂tA ∼ vϕB. Par conséquent il est légitime dans
l’approximation basse-fréquence de considérer le champ électrique comme électrostatique
tant que rLe << L∇. Celà revient à remplacer les deux premières équations de Maxwell
par :

Equation de Poisson : ∇2φ = −ρt
ε0

(3.6)

Principe de l’électrostatique : ∂t ~B = ~0 (3.7)

avec ρt = ρ+ ρext la densité de charge totale.

Raisonnons maintenant sur les effets magnétiques dans le plasma, le champ total
s’écrit ~Bt = ~B + ~B0, avec ~B0 le champ magnétique extérieur constant et homogène.
L’équation de Maxwell-Ampère pour le champ total s’écrit :

(~∇× ~Bt)

Bt

= µ0

~jt
Bt

(3.8)

où ~jt est le courant total dans le plasma composé du :

– courant axial jt,‖ dont l’ordre de grandeur est celui du courant extérieur d’électrons
primaires injecté (voir section 5.2) 9 : jt,‖ ∼ jt,e ∼ Ie/Σ ∼ 1A.m−2 .

– courant radial jt,r du même ordre de grandeur que le courant axial 10.
– courant azimutal jt,θ égal à la somme du courant de dérive électrique et du courant

6. Le plasma est un milieu polarisable à haute fréquence, et magnétisable en particulier lorsque des
courants azimutaux se développent

7. en fait de condition sur les fréquences, nous avons exprimé une condition sur les vitesses. On peut
cependant la traduire par : ω << τ−1

te où τte = L∇/vth,e est le temps de transit caractéristique des
électrons.

8. cette inégalité résulte de la propriété d’électro-neutralité qu’on détaillera plus loin, le principe
peut en être simplement résumé par le raisonnement suivant : à cause de leur mobilité quasi-infinie les
électrons annulent tout potentiel macroscopique supérieur à leur énergie cinétique

9. Σ = πR2
lim est la section de la colonne de plasma avec Rlim ' 4, 5cm.

10. comme on le verra dans la section 5.2 le courant radial est une fraction du courant injecté axialement
qui dépend de la polarisation du collecteur en fin de colonne
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diamagnétique qui sera évoqué dans la section 3.4 11. Ces deux courants ont même
ordre de grandeur : jE ∼ jd,e ∼ eneE/Bt, qui nous donne celui du courant azimutal :
jt,θ ∼ nekBTe/(L∇rBt).

La contribution des courants est négligeable si µ0jt/B0 << 1 (en supposant Bt ' B0),
cette condition est remplie dans les directions axiales et radiales puisque µ0jt,e/B0 ∼ 10−6.
Elle l’est également dans la direction polöıdale à condition que µ0jt,θ/B0 = β/2L∇r <<
1 12. Dans nos conditions on peut négliger les effets magnétiques dans la direction azi-
mutale puisque : β ∼ 10−5. On peut donc remplacer l’équation de Maxwell-Ampère par
l’hypothèse de champ magnétique homogène ~Bt = ~B0 dans toute la suite.

3.2 Théorie cinétique des plasmas :

3.2.1 Distribution statistique, moments de la distribution :

Pour décrire de façon exacte un ensemble de particules interagissant à travers des
forces de Coulomb auto-consistantes et des champs extérieurs on a recours à la modélisation
cinétique. Dans ce modèle un gaz de particule est représenté par la fonction de distribu-
tion à 7 dimensions f(~r,~v, t) qui dénombre les particules ayant à l’instant t la position
~r et la vitesse ~v (à d~r et d~v près respectivement). Cette fonction de distribution est la
limite quand N tend vers l’infini de la fonction de répartition exacte des particules dans le
problème à N corps. La connaissance directe de la fonction de distribution des espèces du
plasma est généralement inaccessible, même si certains dispositifs de mesure tels que la
fluorescence induite par laser des ions (LIF) et les analyseurs d’énergie électrostatiques à
champs répulsifs (RFA) 13 permettent d’en obtenir une estimation dans une configuration
expérimentale favorable. C’est pourquoi on recourt souvent aux moments de la fonction
de distribution reliés aux caractéristiques physiques fluides généralement mesurables.

On définit la densité de l’espèce comme le moment d’ordre 0 de la fonction de distri-
bution :

n(~r, t) =

∫ +∞

−∞
f(~r,~v, t)d~v (3.9)

Le premier moment permet de définir la vitesse fluide ou vitesse moyenne par :

n(~r, t)~V (~r, t) =

∫ +∞

−∞
f(~r,~v, t)~vd~v (3.10)

Le second moment nous donne le tenseur de pression cinétique :

~~P = m

∫ +∞

−∞
f(~r,~v, t)(~v − ~V )⊗ (~v − ~V )d~v (3.11)

11. le courant dû à la dérive électrique n’existe que si elle est différente pour les deux espèces, quand
au courant diamagnétique il est dû uniquement aux électrons si Te >> Ti

12. où on a introduit le coefficient β, rapport de la pression cinétique sur la pression magnétique :
β = (nekBTe)/(B2

0/2µ0).
13. voir le chapitre 4 pour une présentation de ces deux diagnostics

60
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On peut identifier les termes diagonaux de
~~P aux pressions scalaires dans les 3 direc-

tions : Pk =
~~Pkk. On a dans le cas d’un plasma isotrope Px = Py = Pz = P et pour

un plasma présentant une anisotropie dans une seule direction (celle par exemple du
champ magnétique) Pz = P‖ et Px = Py = P⊥. Les vitesses thermiques sont liées à
la pression scalaire par la relation : mnv2

th,k = Pk et la relation entre la vitesse ther-
mique totale et la pression scalaire dans un plasma isotrope donne donc : mnv2

th = nDP ,
avec nD le nombre de dimensions du système (nD = 3 dans le cas général). On re-
trouve la définition de la vitesse thermique comme vitesse quadratique moyenne puisque :

nv2
th,k =

∫ +∞
−∞ f(~r,~v, t)(~vk− ~Vk)2d~v. Les termes non-diagonaux de

~~P sont liés à la viscosité
du gaz de particules qui tend à niveler les gradients transverses de vitesses dans le cas
de flux cisaillés. Cette viscosité peut être liée aux collisions mais également aux effets de
rayon de Larmor fini puisque l’excursion de la trajectoire des ions en particulier tend à
égaliser la vitesse fluide dans la direction transverse à ~B.
Le troisième moment définit enfin le flux de chaleur :

~qc =
1

2
m

∫ +∞

−∞
f(~r,~v, t)(~v − ~V )2(~v − ~V )d~v (3.12)

Et ainsi de suite pour les moments d’ordre supérieurs. Cette hiérarchie des moments ne
constitue une modélisation pratique que si l’on est capable de décrire le système avec
un nombre fini de moments et donc d’obtenir un système fermé d’équations liant les
moments entre eux. Comme on le verra plus loin l’équation cinétique de la dynamique
permet d’obtenir les relations entre les différents moments mais une équation de ferme-
ture est nécessaire pour interrompre la hiérarchie infinie (dite BBGKY) des équations
liant les moments 14. Cette relation de fermeture est donnée par une équation d’êtat issue
d’une hypothèse sur le caractère des phénomènes observés. Ainsi l’hypothèse d’un fluide
collisionnel (opérateur de collision dominant dans l’équation cinétique de la dynamique
après un certain temps caractéristique) garantit la relaxation de f vers un équilibre ther-
modynamique local et donc une forme maxwellienne entièrement décrite par les moments
d’ordre 0 et 1 et par la température thermodynamique :

f(~r,~v, t) = n(~r, t)
k=3∏
k=1

√
m

πkBT
exp

(
−m(vk − Vk(~r, t))2

kBT (~r, t)

)
(3.13)

Dans ce cas la température thermodynamique est définie et l’équation d’êtat du système
est donnée par la loi des gaz parfaits : P = nkBT . Celle ci doit être complétée par une
hypothèse sur le comportement énergétique du gaz : si on suppose les transformations
comme isothermes on a tout simplement : T = Cste, si on les suppose adiabatiques (ce
qui correspond à l’hypothèse de conductivité thermique 15 nulle) on a : dt(P/n

γ) = 0 16.

14. pour une introduction pédagogique à ces questions nous ne saurons trop conseiller au novice le
cours du Pr. P. Bertrand disponible en ligne : [Bertrand04]

15. quatrième moment de la fonction de distribution
16. où dt = ∂t + ~V .~∇ est la dérivée totale (aussi appelée dérivée convective et dérivée lagrangienne)

qu’on détaillera plus bas
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Ces deux situations se traduisent par la relation suivante entre les gradients de pression
et de densité :

~∇P = γpkBT ~∇n (3.14)

où γp est le coefficient polytropique de la transformation γp = 1 pour une transformation
isotherme et γp = γ = 1 + 2/nD = 5/3 pour une transformation adiabatique en 3D.

℗ Gaz parfaits

Un gaz parfait est par définition thermodynamique un gaz qui vérifie les relations de
Laplace dans le cas d’une transformation isentropique, c’est-à-dire d’une transformation
adiabatique réversible, et en particulier l’équation dite adiabatique : PV γ = Cste avec
γ le coefficient adiabatique qui dépend uniquement du nombre de degrés de liberté du
système : γ = 1+ 2/nD. Du point de vue de la théorie cinétique des gaz un gaz parfait est
un ensemble de particules qui n’interagissent pas entre elles en-dehors de chocs ponctuels et
dont la taille est négligeable par rapport à la distance inter-particulaire moyenne. L’énergie
totale du gaz parfait est alors uniquement la somme de l’énergie cinétique de toutes les
particules. Pour un gaz de particules monoatomiques ou d’électrons cela se traduit par E =
nV (1/2)mv2

th : lors d’une transformation isentropique - également appelée compression
adiabatique - la variation locale de l’énergie doit être égale au travail des forces de pression
(le système est isolé) et on aboutit à l’équation adiabatique. Le coefficient γ est dans ce
cas uniquement déterminé par le nombre de dimensions spatiales du problème : γ =
(nD + 2)/nD. Une deuxième propriété importante des gaz parfaits est la loi qui porte leur
nom : P = nkBT , elle découle formellement du principe d’équipartition de l’énergie pour
un gaz à l’équilibre thermodynamique, c’est à dire sur l’idée d’une décorrélation totale
des particules après un temps tET ∼ 1/νcoll correspondant au temps d’établissement de
l’équilibre thermodynamique.

Lorsqu’un gaz parfait subit une transformation dite polytropique, dans laquelle un
échange thermique partiel réversible a lieu avec l’environnement, la relation de Laplace est
remplacée par la relation polytropique : PV γp = Cste, avec γp le coefficient polytropique
de la transformation. Les valeurs remarquables de γp sont : γp = 0 pour une transformation
isobare, γp = 1 pour une isotherme, γp = γ pour une adiabatique et γp → ∞ pour une
isochore.

3.2.2 Énergétique du gaz de particules :

Approche thermodynamique

Penchons-nous sur la question cruciale de l’énergie microscopique du plasma, en rai-
sonnant sur la pertinence des deux hypothèses thermodynamiques limites : transforma-
tion adiabatique ou isotherme. La première suppose un processus infiniment rapide, la
deuxième au contraire un processus infiniment lent. Dans un gaz de particules, la vitesse
de référence des processus énergétiques microscopiques étant la vitesse thermique, si on
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note vϕ la vitesse caractéristique du phénomène étudié il apparâıt donc que le modèle
fluide ”classique” n’est pertinent que dans 2 situations limites très différentes :

– Lorsqu’un fluide maxwellien est en interaction avec des processus très rapides com-
parativement à sa vitesse thermique, situation caractérisée par vϕ >> vth. Dans ce
cas on peut considérer que l’énergie interne d’une particule fluide ne varie que sous
l’effet des forces de pression (le flux de chaleur est nul) : l’équation de fermeture
adiabatique est justifiée.

– A l’inverse si les processus sont très lents, vϕ << vth, on peut considérer que

l’équilibre thermique ~∇T = ~0 va dominer : l’énergie microscopique est redistribuée
instantanément dans tout le fluide. Dans ce cas le fluide peut être traité comme
isotherme T = Cste.

Le cas limite vth → 0 correspond au fluide froid dont l’équation d’êtat s’écrit tout
simplement : P = 0 et dont la fonction de distribution est donnée par :f(~r,~v, t) =

n(~r, t)δ(~v− ~V ) 17. Ce modèle sera parfois utilisé dans la suite pour décrire le fluide d’ions
qui vérifie Ti << Te dans nos plasmas hors-équilibre global. Cependant en général nous
considérerons une température ionique faible mais finie et un fluide ionique décrit par
l’équation adiabatique Pi/n

γ
i = Cste. Ce modèle nous permet de définir une vitesse ther-

mique ionique finie et donc un rayon de Larmor ionique ”moyen” non-nul, paramètres
qui ont une importance déterminante comme on l’a vu dans notre étude des trajectoires
particulaires au chapitre 2.

Pour le gaz d’électrons nous adopterons au contraire le modèle du fluide
isotherme puisque les phénomènes qui nous intéressent se produisent à des temps très
longs devant le temps de transit (τe ∼ L∇/vth) des électrons. Remarquons que parfois la
température (et donc la pression) du fluide maxwellien peut être considérée comme ani-
sotrope, c’est le cas en particulier lorsqu’on injecte un faisceau directionnel de particules
rapides dans une enceinte. Cette situation ne contredit pas le principe d’équipartition de
l’énergie et donc la définition fluide ”classique” si le gaz de particules est initialement
thermalisé : il peut alors, dans la limite vϕ << vth, être traité comme isotherme avec des
températures différentes selon plusieurs directions. C’est la situation du gaz d’électrons
primaires dans MISTRAL dont les températures vérifient : Tep,‖ >> Tep,⊥.

Lorsque les vitesses thermiques des gaz de particules sont définis il est possible de
calculer simplement le Rayon de Larmor moyen RL par :

RL =

√
1

ne

∫ +∞

−∞
f(~r,~v, t)r2

Ld~v⊥ =

√
1

ne

∫ +∞

−∞
f(~r,~v, t)

(~v⊥ − ~V⊥)2

ω2
c

d~v⊥

soit : RL =
vth,⊥
ωc

(3.15)

Dans le cas plus général où la dynamique des phénomènes observés est de l’ordre de la
vitesse thermique (ou quand les collisions sont inexistantes) le gaz de particules ne peut
plus être décrit par une distribution maxwellienne et il faut envisager soit des modèles
fluides plus complexes avec une relation de fermeture ad-hoc 18 (voir [Chust06] pour une

17. δ(~x) étant la fonction de Dirac
18. se référer par exemple aux articles : [Belmont87],[Belmont92],[Ferriere2002] pour des modèles

fluides modifiés et à [Snyder97] pour des modèles du type Landau-fluide
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analyse sur les lois de fermeture des équations fluides dans les plasmas non-collisionnels),
soit des approches purement cinétiques résolues par des schémas numériques 19.

Interaction onde-particule

Au delà de l’approche purement thermodynamique, il importe de comprendre la
problématique de l’énergétique microscopique du plasma du point de vue de l’interaction
ondes-particule. Comme nous le verrons un plasma est un milieu aux propriétés disper-
sives très complexes où divers type d’ondes peuvent se développer en présence d’une
source d’énergie que sont naturellement les gradients d’équilibre (gradient de potentiel,
de densité, de température essentiellement), ce qui autorise potentiellement un transfert
d’énergie sous forme ondulatoire, donc à longue distance, dans le milieu. Les ondes in-
stables identifiées dans notre situation expérimentale, que nous allons étudier plus loin
du point de vue théorique à l’aide du modèle à 2 fluides, sont des ondes ioniques vérifiant
ω . ωci << ωce. Il est donc essentiel d’identifier dans cette gamme de fréquence la per-
tinence des hypothèses sur l’énergétique des gaz de particules

Pour qualifier l’interaction onde-particule il faut d’abord identifier dans quelle condi-
tion elle est significative, pour cela commençons par l’exemple d’un plasma homogène
constitué d’une infinité de particules réparties selon une distribution en vitesse f0(~v, t).

Une particule constituant ce plasma peut entrer en résonance avec une onde ~E0exp(iωt−
~k.~r) uniquement lorsque le champ véhiculé par l’onde apparâıt comme statique dans le
référentiel de la particule : celle-ci ressent alors son effet non plus en moyenne nulle mais
en valeur effective, ce qui peut altérer son énergie. Cette condition s’écrit tout simple-
ment ω = ~k.~v [Gurnett05] dans le cas d’une particule non magnétisée. En l’absence de
champ magnétique et pour un gaz de particules maxwellien la résonance onde-particule
n’est significative que dans le cas :

ω′ = ω − ~k.~V ∼ kvth

avec ~V la vitesse moyenne du fluide et donc ω′ la fréquence de l’onde dans le référentiel
du fluide. En effet c’est dans cette situation qu’apparâıt un phénomène cinétique fonda-
mental : l’effet Landau [Landau46] 20 qui se traduit par un échange d’énergie significatif
entre l’onde et le gaz de particules : il s’avère que le transfert d’énergie de l’onde vers
le gaz de particules est proportionnel à l’opposé de la pente de la fonction de distribu-
tion en v = ω′/k 21, ce qui donne nécessairement lieu à un amortissement de l’onde pour

19. se référer à [Ghizo03] pour un code Vlasov semi-lagrangien, [Besse08] pour un code gyro-water-bag
et [Dif-Pradalier08] pour un code gyrocinétique.

20. du nom du prolifique physicien russe Lev Davidovich Landau dont les travaux furent déterminants
dans bien des domaines allant de la superfluidité (prix nobel 1982) à la théorie de Ginzberg-Landau pour
les supra-conducteurs. Pour la petite histoire une rivalité, sans doute autant intellectuelle que frontalière,
l’opposait à l’ukrainien Vlasov qui le dépassa un moment grâce à la publication de l’équation cinétique
qui porte son nom. Landau reprit la main en arguant que le traitement de Fourier employé par Vlasov ne
prenait pas en compte les conditions aux limites temporelles et en particulier la contrainte de causalité :
c’est en résolvant le problème en partie par transformée de Laplace qu’il mit en évidence l’amortissement
qui porte son nom

21. très grossièrement il y a amortissement de l’onde s’il y a plus de particules accélérées que de
particules freinées, amplification dans le cas contraire (situation d’instabilité cinétique, type plasma-
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une distribution maxwellienne 22. En particulier l’effet Landau est négligeable lorsque
ω′ >> kvth, la proportion de particules résonantes devenant très vite négligeable, ou
dans le cas opposé ω′ << kvth puisque la pente de la distribution est alors quasiment
nulle.

Dans un plasma magnétisé il faut modifier ce raisonnement pour tenir compte d’un
autre phénomène cinétique : la résonance cyclotron. La nouvelle condition de résonance
s’écrit [Gurnett05] :

ω − k‖v‖ − ~k⊥.~vd = p ωc p ∈ Z

avec ~vd la vitesse de dérive (transverse) de la particule, k‖ le vecteur d’onde selon ~B et
k⊥ dans la direction transverse. Cette relation traduit le fait que la fréquence décalée
par effet Doppler doit être un multiple de la fréquence cyclotron pour que la particule
voit un champ statique au cours de sa rotation dans le champ magnétique. Notons que
dans le cas p = 0 on retrouve la condition classique de résonance qui donne lieu à un
amortissement Landau significatif dans la direction parallèle :

ω′ = ω − ~k.~V ∼ k‖vth‖

Pour une onde en propagation purement transverse : k‖ = 0, l’amortissement Landau
disparâıt [Bernstein58], la résonance apparâıt donc uniquement aux harmoniques de la
fréquences cyclotron :

ω′ = ω − ~k.~V = pωc p ∈ Z∗

et concerne toutes les particules du gaz. Cet effet, baptisé amortissement cyclotron, se
traduit par un transfert d’énergie très efficace de l’onde vers le gaz de particules, il
est exploité en particulier dans les expériences de chauffage sur les dispositifs de fusion
magnétique (chauffage ICH ou ECH pour ion / electron cyclotron heating)[Brambilla88]
[Erckmann94].

Si par contre le vecteur d’onde possède une composante longitudinale : k‖ 6= 0, l’amor-
tissement Landau intervient dans le cas p = 0. On peut considérer que l’interaction
onde-particule est négligeable en particulier si :

ω − ~k.~Ve
vthe‖

<< k‖ <<
ω − ~k.~Vi
vthi‖

dans ces conditions la résonance cyclotron n’intervient que dans les deux cas limites :

ω − ~k.~Vi ' pωci p ∈ Z∗ pour les ions

k‖ ∼
pωce
vthe‖

p ∈ Z∗ pour les électrons

La figure 3.2 donne un aperçu synthétique des situations dans lesquelles l’interaction
onde particule intervient significativement, dans la situation des ondes ioniques qui nous

faisceau)
22. d’où le terme classique d’amortissement Landau qualifiant ce phénomène
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préoccupent. En dehors de ces régions, l’amortissement cinétique peut être négligé et les
hypothèses de fermeture du modèle fluide sont pertinentes pour décrire les phénomènes
ondulatoires dans le plasma.

Figure 3.2 – Schéma illustrant les différentes régions dans lesquelles l’interaction onde-particule
devient prédominante dans un diagramme (ω − ~k.~Vi, k‖). En rouge : effet Landau
électronique, en bleu : effets Landau et cyclotron ioniques.

3.2.3 Equation cinétique de la dynamique :

Du principe de conservation des particules dans l’espace des phases (équation de
Liouville) :

Df/Dt = (∂f/∂t)c (3.16)

(où (∂f/∂t)c est le taux de diffusion de f dans l’espace des phases dû aux collisions et
D/Dt = ∂t + dt~r.∂~r + dt~v.∂~v est la dérivée totale) découle l’équation fondamentale qui
régit la dynamique d’un gaz de particules dite équation de Boltzmann :

∂f

∂t
+ ~v.~∇f +

~F

m

∂f

∂~v
= (∂f/∂t)c (3.17)

où on a utilisé les équations canoniques de Hamilton : dt~r = ~v et mdt~v = ~F , ~F étant la
somme des forces qui s’exercent sur les particules. Dans un plasma les forces qui dominent
sont les forces de Lorentz : ~F = q( ~E+~v× ~B) générées par les champs électromagnétiques
extérieurs mais aussi par les champs ”moyens” créés par les différents gaz de particules
chargées. En l’absence de collisions l’équation 3.17 décrivant les plasmas dits chauds (ou
non-collisionnels) prend la forme bien connue de l’équation de Vlasov [Vlasov45] :

∂f

∂t
+ ~v.~∇f +

q

m
( ~E + ~v × ~B)

∂f

∂~v
= 0 (3.18)
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Dans un plasma faiblement ionisé comme celui de MISTRAL où les collisions se font
presque exclusivement avec les atomes neutres l’opérateur de collision élastiques peut
être approximé par un terme de collision de Krook :

(∂f/∂t)c,el =
fn − f
τn

(3.19)

où fn est la fonction de distribution du gaz neutre et τn le temps moyen entre 2 collisions
(qui dépend de la vitesse des particules considérées et tend vers l’infini quand v → ∞
et quand v → 0). L’opérateur de collision de Krook est l’équivalent cinétique du terme

de collision ~Fcoll = −mnνcoll,n(~V − ~Vn) des équations fluides. A noter que la quantité de
mouvement moyenne transférée au gaz neutre peut être négligée dans la limite nn >> nα
et donc sa vitesse fluide considérée comme nulle : ~Vn = ~0 . A ces collisions élastiques il
convient d’ajouter l’opérateur de collisions inélastiques, dans notre cas il se divise en un
terme source et un terme de pertes 23. D’autres collisions inélastiques peuvent intervenir
sans modifier le nombre de particules (excitations, ionisation, transferts de charge) mais
ces termes sont négligeables devant le terme de collision élastique avec les neutres aux
énergies qui nous intéressent (voir section 3.4.2). L’opérateur de collision total s’écrit
donc :

(∂f/∂t)c = (∂f/∂t)c,el + (∂f/∂t)c,s + (∂f/∂t)c,p (3.20)

Dans tout cet ouvrage on se place dans l’approximation basse fréquence qui consiste

à négliger les effets magnétiques causés par la dynamique des charges ( ~B = ~B0 =
−−→
Cste) :

le champ magnétique est uniquement le champ extérieur appliqué. Le champ électrique
auto-cohérent est alors électrostatique et obé̈ıt à l’équation de Poisson donnée par 3.22 :

~E = −~∇φ (3.21)

~∇. ~E = −∇2φ =
ρt
ε0

=
1

ε0

∑
α

qα

∫ +∞

−∞
fαd~v (3.22)

l’indice α désigne les différentes espèces chargées, on prendra dans la suite α = i, e et ep
respectivement pour les ions (une seule espèce), les électrons et les électrons primaires.

Le jeu d’équation décrivant un plasma tel que celui de MISTRAL ayant les propriétés
suivantes : une seule espèce d’ion une fois ionisée, champ magnétique extérieur ~B0 unique-
ment, champ électrique ~E électrostatique, collisions avec les neutres dominantes donne
alors le système Boltzmann-Poisson :

∂fα
∂t

+ ~v.~∇fα +
qα
mα

( ~E + ~v × ~B0)
∂fα
∂~v

= (∂f/∂t)c (3.23)

~∇. ~E = −∇2φ =
1

ε0

∑
α

qα

∫ +∞

−∞
fαd~v (3.24)

23. pour les ions et les électrons secondaires le terme source est lié à l’ionisation du gaz neutre par
les électrons primaires et le terme perte à la recombinaison radiative ou à trois corps, pour les électrons
primaires il n’y a pas de terme source et le terme de pertes par recombinaison est négligeable
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A partir de là on serait tenté de croire que le problème est réglé : si on se donne une
condition initiale et des conditions aux limites il semble qu’il n’y ait plus là qu’une simple
affaire de calcul. En réalité la situation est très loin d’être simple : d’une part on est face à
un problème de très grande dimensionnalité, et d’autre part l’équation de Vlasov contient
une très forte non-linéarité qui se manifeste à la fois dans le terme d’advection par les
vitesses et dans le couplage avec les équations de Maxwell. La résolution de l’équation
de Vlasov dans le cas général est en fait un problème insoluble, sauf pour des situations
où des approximations fortes peuvent être fâıtes quand à la nature des phénomènes
observés. Si on s’intéresse par exemple à la solution statique de l’équation de Vlasov on
s’aperçoit que toute fonction des invariants du système (citons par exemple : l’énergie
pour un plasma adiabatique, la vitesse parallèle dans un champ magnétique homogène et
infini, l’invariant adiabatique dans le cas d’un champ magnétique variable en l’absence de
champ électrique transverse ...) est solution stationnaire de cette équation. De ce point de
vue l’équation de Boltzmann - qui est en fait une généralisation de l’équation de Vlasov
permettant d’étudier la relaxation collisionnelle aux temps longs - est parfois plus riche
d’enseignement puisqu’elle nous permet d’aboutir à la solution exacte lorsque l’équilibre
thermo-dynamique local est atteint.

Un des moyens de réduire la dimensionnalité du problème est de recourir à l’étude
des moments de l’équation cinétique de la dynamique. Le moment d’ordre 0 donne ainsi :∫ +∞

−∞

∂fα
∂t

d~v +

∫ +∞

−∞
~v.~∇fαd~v +

qα
mα

∫ +∞

−∞
( ~E + ~v × ~B0)

∂fα
∂~v

d~v =

∫ +∞

−∞
(∂f/∂t)cd~v

On peut démontrer que le troisième terme disparâıt : il aboutit à des sommes du type
[fαFk]

vx,vy ,vz→+∞
vx,vy ,vz→−∞ où les Fk sont les composantes des forces de Lorentz, et fα → 0 plus vite

que n’importe quelle puissance de ~v sinon l’énergie du gaz serait infinie. Le quatrième
terme donne l’intégrale de collision inélastique S − P où S correspond aux processus
de création et P à ceux de disparition de l’espèce concernée. L’intégrale des collisions
élastiques disparâıt puisque celles-ci ne changent pas le nombre total de particules 24. On
aboutit donc à l’équation de conservation :

∂tnα + ~∇(nα ~Vα) = S − P (3.25)

Les termes sources et pertes dépendent de la densité des espèces entrant en jeu dans
le processus et de la fréquence de collision pour ce processus. Dans notre cas où les
ions et électrons secondaires sont créés par l’ionisation d’un gaz neutre par un faisceau
d’électrons primaires et détruites par recombinaison nous avons 25 :

Sion = nepνion

Prec = nανr3c + nανrrad

24. il en va évidemment de même pour les termes de collisions inelastiques qui n’impliquent pas de
création/disparition.

25. l’ionisation (ion) correspond au processus : ep + N → ep + N+ + es, la recombinaison à 3 corps
(r3c) à : 2e + N+ → N + e et la recombinaison radiative (rrad) à : e + N+ → N + hν. ep désigne un
électron primaire, es un électron secondaire, e un électron quelconque, N un atome neutre et N+ l’ion
correspondant.
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Nous verrons dans la section 3.4.2 que les fréquences de collision des processus de re-
combinaison sont systèmatiquement négligeables devant celles d’ionisation 26. On peut
donc ignorer le terme P dans l’équation de conservation des espèces : c’est l’équilibre flux
d’entrée/sortie - ionisation qui fixe la densité dans le plasma.

Le moment d’ordre 1 donne quand à lui, en multipliant l’équation 3.24 par ~v et en
intégrant sur les vitesses :

mαnα(∂t + ~Vα.~∇) ~Vα = qαnα( ~E + ~Vα × ~B0)− ~∇. ~~P −mαnανα,n~V (3.26)

en utilisant la définition du tenseur de pressions cinétiques
~~P , l’équation de conservation

3.25 et en remplaçant l’intégrale de l’opérateur de collisions par le terme de frottement
collisionnel élastique moyen avec un gaz neutre statique : ~Fcoll,α,n = −mαnανα,n~V . Dans
un plasma faiblement ionisé le frottement collisionnel élastique avec le gaz neutre domine
largement dans la dynamique les autres effets collisionnels comme on le verra plus loin
en étudiant les fréquences de collisions pour les différents processus, c’est pourquoi on
néglige la diffusion de quantité de mouvement induite par tous les processus inélastiques.
A noter que dans toute la suite on négligera les effets visqueux associés aux termes non-

diagonaux de
~~P pour ne conserver que le gradient de pression scalaire mais qu’il est

parfois judicieux de faire intervenir des termes de viscosité pour traduire nottamment les

effets de rayon de Larmor finis 27. On remplacera donc dans 3.26 ~∇. ~~P par ~∇P qui peut
s’écrire plus simplement ~∇P = kBTe~∇n dans l’hypothèse du plasma isotherme.

Dans ces équations les fréquences de collisions sont systèmatiquement liées à la section
efficace de collision pour le processus en question. Celle-ci s’écrit pour des collisions à 2
corps entre l’espèce α et le gaz neutre :

να/n = nn < σα/n(v)v >= nn

∫ +∞

−∞

fα(v)

nα
σα/n(v)vdv

Pour les collisions élastiques avec les neutres nous avons donc : να/n = nn < σel,α/n(v)v >
et pour l’ionisation : νion = nn < σion,ep/n(v)v >.

Le moment suivant nous donne l’équation du flux de chaleur qui, comme on l’a évoqué
précédemment, se réduit à l’équation adiabatique si on néglige la conductivité ther-
mique,ce qui suppose qu’on ignore complètement en particulier les processus d’échange
d’énergie entre ondes et particules, on a alors le jeu d’équation complet du modèle fluide
classique où les fonctions de distributions peuvent être considérées comme des maxwel-
liennes locales à l’échelle temporelle des phénomènes étudiés.

26. les processus radiatifs et à 3 corps sont en effet très peu probables sauf à des densités et énergies
très élevées.

27. leur prise en compte est d’ailleurs indispensable pour calculer précisément l’advection par la vitesse
de dérive diamagnétique dont nous discuterons plus loin

69
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3.2.4 Un modèle hybride pour la description des plasmas
magnétisés : l’approche gyro-cinétique

Le cadre théorique le plus pertinent pour étudier la plupart des effets de la magnétisation
sur un gaz de particules est le modèle gyro-cinétique [Littlejohn79] [Hahm88]. Il est basé
sur le principe d’échelle suivant :

ω

Ωc

∼
k‖
k⊥
∼ eφ

kBTe
∼ RL

L∇⊥
<< 1

qui permet une intégration partielle de le fonction de distribution, fondé sur l’idée que
le gaz de particules est suffisamment magnétisé pour qu’on puisse utiliser un principe de
séparation d’échelle entre le mouvement macroscopique du gaz et le mouvement micro-
scopique de gyration cyclotronique. L’originalité de cette approche par rapport à celle du
modèle fluide est de retenir - dans la limite des basses fréquences et des gradients longs -
les effets de rayon de Larmor fini (RLF) sur l’énergétique du gaz de particule et de pou-
voir ainsi décrire le comportement de particules qui s’écartent du modèle adiabatique,
nottamment en terme d’interaction onde-particule.

La constuction rigoureuse de l’équation de Vlasov gyro-cinétique utilise des méthodes
théoriques complexes dont nous ne donnerons pas le détail ici 28. Les éléments essentiels
de cette approche sont d’une part la substitution de la fonction de distribution exacte
des particules f(~r,~v, t) par la fonction de distribution des centre-guides fgc(~rc, v‖, µ, t)
construite à partir des invariants du mouvement à l’échelle de la dynamique cyclotro-
nique : la position du centre guide, sa vitesse parallèle et son invariant adiabatique.
L’équation de Boltzmann gyro-cinétique s’écrit alors :

∂tfgc + ~vgc.~∇fgc +
q

m
〈E‖〉gc∂vfgc =< (∂tf)c >gc avec : (3.27)

~vgc = v‖~b+
< ~E >gc × ~B

B2
(3.28)

la ”gyro-moyenne” est définie comme la moyenne d’un paramètre sur une orbite cyclo-
tronique, pour une valeur donnée de µ 29, on a donc pour le champ électrique :

〈 ~E〉gc(~rc, µ, t) =
1

2π

∫ 2π

0

~E(~rc + ~rL(θ), t)dθ

Le champ moyen - c’est à dire ressenti par les particules assimilées à leur centre-guide -
s’obtient en intégrant 〈 ~E〉gc sur l’ensemble des valeurs possibles de µ :

〈 ~E〉(~rc, t) =

∫ +∞

0

〈 ~E〉gcdµ

Mathématiquement on peut démontrer qu’appliquer une gyro-moyenne sur un paramètre
revient à faire une convolution avec l’opérateur J0(~r) dont la transformée de Fourrier est

28. vous pourrez en trouver une très bonne synthèse dans [Dif-Pradalier08th]
29. le paramètre µ est lié à la vitesse transverse et donc au rayon de Larmor microscopique rL : chaque

valeur de µ correspond donc à une valeur de rL

70
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la fonction de Bessel J0(krL) de sorte qu’on a : 〈 ~E〉gc = J0(~r)∗ ~E. A noter que dans le cas
limite krL → 0 l’opérateur de gyro-moyenne se simplifie pour donner : J0 ' 1+(1/4)r2

L∇2
⊥

c’est à dire la correction RLF faible calculée dans la section 2.1.2.
Les densités, vitesses et pressions macroscopiques obtenues en intégrant fgc se rap-

portent désormais à des paramètres décrivant non plus la distribution des particules mais
celle des centre-guides liée à la distribution réelle par l’opération de gyromoyenne,
autrement-dit on assimile désormais les particules à des ”boucles virtuelles” advectées au
cours du temps et qui subissent des contractions/dilatations lorsque leur énergie trans-
verse (quantifiée par µ) varie. Cela peut sembler une complication superflue mais c’est en
fait une simplification nécessaire lorsque les longueurs de gradients approchent du rayon
de Larmor moyen des particules (c’est le cas en particulier lorsqu’une onde à grande
vitesse de phase traverse le plasma) : dans ce cas la théorie fluide adiabatique tombe
en défaut puisqu’on ne peut plus négliger les interactions énergétiques entre champs et
particules. Bien sûr, du fait de l’approximation ω << Ωc nécessaire à la simplification des
équations gyro-cinétiques 30, ces effets peuvent seulement être étudiés comme de faibles
perturbations par rapport au cas adiabatique, mais ces corrections s’avèrent dans les faits
essentiels et en particulier dans la physique de la fusion magnétique puisque ces effets
”faibles” ont des conséquences dramatiques à long terme.

On peut étudier les différents moments de l’équation gyro-cinétique pour obtenir les
équations de conservation pour le gaz de centre-guides, mais on retombe alors sur le
problème de la fermeture des équations fluides, ce qui est justement ce que l’on cherche à
éviter. Le propos de la modélisation gyro-cinétique est en effet de résoudre explicitement
par une approche numérique l’équation 3.27 couplée avec l’équation de Poisson.

Pour conclure sur l’éternel dilemne fluide/cinétique dans la description des plasmas
rétablissons une vérité essentielle qui est celle de l’équivalence totale des deux approches.
Une idée fausse consiste à penser que l’approche fluide n’est qu’une approximation
grossière de la théorie cinétique. En réalité la seule faiblesse du modèle fluide réside
dans l’équation de fermeture puisque comme on l’a vu il est très délicat de raisonner
du point de vue thermodynamique classique lorsque l’interaction onde-particule met en
défaut les hypothèse énergétiques qui permettent d’interrompre la hiérarchie des mo-
ments de la fonction de distribution. Pour synthétiser, disons que la théorie fluide a pour
elle le grand avantage de permettre une résolution analytique poussée de systèmes ayant
une forte inhomogéné̈ıté spatiale, ce qui est impossible avec un modèle cinétique sans
recourir à de grosses simplifications (par exemple l’hypothèse ”locale” qui ignore l’effet
des gradients) ou à un traitement numérique lourd. En guise de bilan, concluons que
le modèle fluide est à privilégier pour étudier des phénomènes non-résonnants liés aux
gradients d’équilibre du plasma, tandis que le modèle cinétique est indispensable lors-
qu’on s’intéresse aux phénomènes qui font intervenir des résonances onde-particule au
voisinage des fréquences caractéristiques du plasma (dans notre cas la fréquence cyclo-
tronique ionique) ou des effets de rayon de Larmor fini qui ont tendance à compliquer
considérablement les équations fluides, notamment dans la limite RL

L∇⊥
& 1.

30. puisque faire la gyro-moyenne n’a de sens que si l’échelle de temps de la rotation cyclotronique est
beaucoup plus faible que l’échelle de temps caractéristique des phénomènes étudiés
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3.3 Dynamique électronique dans les plasma :

quasi-neutralité et ondes propres

Dans cette section nous allons établir une propriété macroscopique fondamentale des
plasmas, la quasi-neutralité qui se traduit par la relation simple ne = ni

31 en étudiant
la dynamique des électrons considérés localement comme un fluide isotherme (ce modèle
est justifié jusqu’à des échelles de temps et d’espaces très courtes). Nous raisonnerons
donc ici à l’échelle du mouvement électronique en considérant en premier lieu les ions
comme immobiles. Cette étude mettra en évidence que la quasi-neutralité résulte de la
solution stationnaire des équations de la dynamique électronique et permettra par ailleurs
d’étudier sommairement le comportement ondulatoire du plasma.

Bien que les résultats donnés ici, en particulier l’électro-neutralité, concernent des
propriétés macroscopiques du plasma il faut garder en tête qu’ils sont établis dans une
approche locale, c’est à dire en négligeant l’effet des gradients à l’échelle de l’expérience,
ce qui peut se traduire en terme d’espace par : Lµ << r << L∇

32. Ainsi, comme on le
verra plus loin, bien que le principe de quasi-neutralité soit respecté partout dans le corps
du plasma, rien n’empêche que des champs électriques à grande échelle soient présents :
ils ne découlent plus alors des séparations de charges locales mais au contraire de la
nécessité de maintenir l’électro-neutralité du milieu en s’opposant aux effets polarisants.
Ils se déduisent donc non plus de l’équation de Poisson liée de manière auto-cohérente
aux équations de conservation mais des équations de conservation elles-mêmes, fermées
par la relation de quasi-neutralité. Ce qui facilite nettement le travail du théoricien.

3.3.1 quasi-neutralité dans les plasmas isotropes

Dans la suite de ce manuscrit nous aurons souvent recours à ce qu’on appelle la rela-

tion de quasineutralité ne = ni pour remplacer l’équation de Poisson : ∇2φ = − ρ
ε0

. Cette

approximation est fondée sur l’idée qu’une séparation de charge à l’échelle macroscopique
et dans la limite dite adiabatique vϕ << vth,e est impossible à cause du champ électrique
de rappel très intense qui se formerait et qui redistribuerait instantanément les charges.
On peut intuitivement comprendre pourquoi en raisonnant avec les mains : imaginons
qu’en un point de l’espace apparâısse une inhomogéné̈ıté de potentiel : φ = φp + ∆φ (où
φp est le potentiel ”naturel” du plasma et ∆φ 6= 0 une perturbation locale), les particules
qui ont le moins d’inertie, en l’occurence les électrons 33, vont alors réagir à cette inho-
mogéné̈ıté et très rapidement un nouvel équilibre stationnaire va se mettre en place dans
lequel la nouvelle répartition électronique s’opposera exactement aux effets de la pertur-
bation de potentiel, de sorte qu’au delà d’une certaine distance λD que nous appellerons
Longueur de Debye et après un temps caractéristique TD (que nous n’appellerons pas)

31. ne =
∑
Zini dans le cas général où plusieurs ions sont présents, avec des charges quelconques

32. où Lµ est l’échelle microscopique et L∇ l’échelle des inhomogéné̈ıtés spatiales dûes à la taille finie
du système

33. le rapport des quantités de mouvement microscopiques vaut mevth,e/mivth,i =
√
meTe/miTi >> 1
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le potentiel et la densité du plasma ne sont pas du tout affectés. Ce phénomène, baptisé
écrantage de Debye parce-qu’il décrit la propriété du plasma à écranter le potentiel qu’on
lui impose, est l’un des fondements de la physique des plasmas.

Nous pouvons évaluer la longueur et le temps d’écrantage à l’aide d’un modèle simple :
partons de la situation d’un plasma neutre unidimensionnel constitué de deux espèces
monochargées, les ions et les électrons, et examinons leur réponse à un échelon de poten-
tiel en x = 0 et à t = 0, à une échelle de temps très courte devant le temps caractéristique
de l’inertie ionique. La réponse ionique est alors ni = n0, avec n0 la densité ionique (et
électronique, puisque le plasma est neutre initialement) en l’absence de perturbation. La
réponse électronique nous est fournie par les équations de conservation 3.25 et 3.26 qui
s’écrivent, en négligeant tous les processus collisionnels et les phénomènes d’advection 34 :

∂tne = −ne∂xVe

∂tVe =
e

me

∂xφ−
kBTe
me

∂xne
ne

(3.29)

En constatant que (∂n)/n = ∂ln(n) on aboutit alors à la relation suivante en dérivant
les deux équations respectivement par rapport à t et x avant de les combiner :

∂2
xφ = −me

e
∂2
t ln(ne) +

kBTe
e

∂2
xln(ne) (3.30)

on obtient alors grâce à l’équation de Poisson : ∂2
xφ = e(ne−n0)/ε0 l’équation différentielle

pour la densité électronique :

ne
n0

= 1 + λ2
D

(
∂2
xln(ne)−

1

v∗2th,e
∂2
t ln(ne)

)
(3.31)

en posant :

λD =

√
ε0kBTe
e2n0

la longueur de Debye (3.32)

et en remarquant que v∗2th,e = kBTe/me. La résolution exacte de l’équation 3.3.2 est très
complexe et n’a pas grand intérêt si on s’intéresse à des phénomènes macroscopiques
”relativement” lents. On remarque en effet que les termes différentiels de droite ont la
forme de termes stationnaires et ondulatoires qui ont de l’importance uniquement dans
une région spatio-temporelle caractérisée par : 0 < t . λD/v

∗
th,e et 0 < x . λD. La

dernière relation définit une tranche spatiale appelée gaine électrostatique à l’intérieur de
laquelle le gradient de potentiel domine l’énergie cinétique des électrons. Si on se place
à une échelle spatiale suffisamment grande devant la longueur de Debye - et à condi-
tion d’étudier des phénomènes relativement lents tels que vϕ << v∗th,e - on obtient donc
ne = ni = n0 et φ = φp, c’est à dire précisément la relation de quasi-neutralité.

Il est intéressant d’estimer la densité et le potentiel lorsqu’on s’approche des dimen-
sions de la gaine électrostatique. On peut alors, tant que φ(x)−φp << kBTe/e, exprimer

34. ce qui revient à étudier le problème dans la limite t << 1/νcoll et vϕ >> Ve
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la densité électronique sous la forme : ne = n0 + δne, avec δne << n0. L’équation 3.3.2
se simplifie alors pour donner :

δne
n0

= λ2
D

(
∂2
x −

1

v∗2th,e
∂2
t

)
δne
n0

(3.33)

c’est à dire l’équation d’onde de Langmuir 35. La solution stationnaire de cette équation
nous donne, en utilisant la condition aux limites ne(xg) = ng avec xg la position de
l’entrée de la gaine et ng la densité correspondante 36, pour |x| > |xg| :

ne = n0 + (ng − n0)e
− |x−xg |

λD et donc : (3.34)

φ = φp + φge
− |x−xg |

λD (3.35)

dans ces circonstances on constate que les électrons obé̈ıssent à la relation de Boltzmann
(qu’on aurait pu déduire directement de la solution stationnaire de 3.29 mais on perdait
alors l’occasion d’étudier le régime oscillatoire) :

ne = n0exp

(
e

kBTe
(φ− φp)

)
(3.36)

ce qui est logique puisqu’en considérant vϕ << v∗th,e on a fait implicitement l’hypothèse
que les électrons sont isothermes, c’est à dire qu’ils n’échangent pas d’énergie avec le
champ électrique : à l’échelle considérée ils se contentent donc de modifier leur répartition
pour obé̈ır aux variations de potentiel en gardant une température constante. On voit
d’après 3.35 que le potentiel est totalement écranté au-delà de quelques longueurs de De-
bye, ce qui explique qu’on puisse négliger les inhomogénéités de densité si on considère une
échelle spatiale grande devant λD. Par contre, dans la gaine électrostatique caractérisée
par |x| . λD un fort gradient de potentiel est libre de se développer et la répartition des
charges n’obéit plus alors au principe d’électro-neutralité. La longueur de Debye est donc
en particulier la longueur caractéristique de la gaine qui forme une zone tampon entre
un plasma et une surface (par exemple une paroi de l’enceinte qui contient le plasma).
Une modélisation spécifique de la gaine électrostatique est donc nécessaire pour traiter les
conditions aux limites des plasmas ”finis”, c’est l’objet de la section 5.2. Le point essen-
tiel démontré ici est que, du point de vue statique, on peut considérer la quasi-neutralité
comme respectée au-delà de la longueur de Debye, ce qui se traduit par la relation très
simple :

ne = ni (3.37)

puisqu’on le rappelle n0 = ni.

35. pour les mathématiciens et les spécialistes de la physique quantique relativiste elle est également
connue sous le nom d’équation de Klein-Gordon : c’est une version relativiste de l’équation de Schrödinger

36. ce choix est évidemment arbitraire, d’ordinaire on considère que xg vaut quelques longueurs de
Debye
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3.3.2 ondes de Langmuir et limite macroscopique :

Si on se place maintenant du point de vue temporel on constate que la réponse
impulsionnelle à la perturbation se traduit par l’apparition d’oscillations. Ces oscillations,
dont la fréquence caractéristique est égale à la fréquence plasma électronique définie par :

ωpe =
v∗th,e
λD

=

√
n0e2

meε0

sont des modes propres du plasma baptisés ondes de Langmuir [Langmuir28] ou oscil-
lations de gaines. Elles traduisent l’oscillation propre au gaz d’électron - dite de charge
d’espace - sous l’effet d’une perturbation de potentiel. En première approximation on
peut considérer qu’à basse fréquence ces oscillations sont complétement moyennées (et
même tout simplement amorties) et n’ont donc aucune conséquence puisqu’on considère
des temps long devant 1/ωpe.

Il est intéressant malgré tout de se rendre compte que ces oscillations existent na-
turellement dans le plasma et qu’elles peuvent avoir une grande importance puiqu’en
particulier la fréquence plasma est une fréquence résonante où une forte interaction onde-
particule peut se mettre en place. La résolution par transformée de Fourier de l’équation
nous donne la relation de dispersion des ondes de Langmuir électroniques :

ω2 = ω2
pe + k2v∗2th,e (3.38)

comme on l’a vu ce calcul est valable tant que vϕ >> v∗th,e c’est-à-dire : kλD << 1. Au delà
de cette échelle (ou plutôt en dessous si on raisonne en distance) une part significative
des électrons (ceux dont la vitesse microscopique est proche de la vitesse de phase de
l’onde) commence à ressentir les effets des variations de potentiel et leur réponse n’est
plus adiabatique. On entre alors dans le domaine de l’interaction onde-particule cinétique
qui met en évidence l’existence d’un fort amortissement Landau [Landau46] des ondes de
Langmuir par les électrons dont la vitesse microscopique vérifie ve ∼ vφ et donc par une
”dissymétrisation” de la fonction de distribution aux hautes énergies avec l’apparition
d’un plateau autour de ve ∼ vϕ. Pour cette gamme de phénomènes l’approche fluide tombe
complètement en défaut, pour la simple raison que l’équation de fermeture adiabatique
n’est plus justifiée, ce qui supprime la possibilité de décrire les électrons avec seulement les
3 paramètres macroscopiques (ne, Ve, Te). La limite kλD << 1 - analogue spectrale de la
limite x >> λD - définit donc l’échelle macroscopique pour l’étude du plasma d’électron.

Notons que dans le cas inverse du gaz d’électron froid pour lequel vϕ << vth,e les
ondes de Langmuir sont des ondes stationnaires : elles correspondent à l’idée qu’on se
fait d’une oscillation de charge d’espace autour d’une position d’équilibre. Ce n’est plus
le cas pour le plasma d’électron ”chaud” dans lequel elles se propagent et deviennent très
dispersives.

Pour finir sur les ondes de Langmuir n’oublions pas que la relation de dispersion 3.38
a été établie dans la limite haute-fréquence et donc sans considérer la dynamique ionique.
Si on rajoute dans le traitement le fluide d’ion froid on obtient [Krall73] la relation de
dispersion :

1−
ω2
pi

ω2
−
ω2
pe

ω2

1

1− k2

ω2v∗2th,e
= 0 (3.39)
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où ωpi =
√

n0e2

miε0
est la fréquence plasma ionique, c’est à dire la fréquence très lente (com-

paritivement aux fréquences électroniques) des oscillations de charge d’espace ioniques.
La relation 3.39 nous donne deux branches de dispersion : à haute fréquence les ondes
de Langmuir électroniques étudiées précédemment et à basse fréquence l’onde acoustique
ionique qui s’écrit :

ω =
kcs,i

1 + k2λ2
D

(3.40)

avec cs,i =
√
kBTe/mi la vitesse acoustique ionique 37, qui est la vitesse de phase ca-

ractéristique des ondes de pression dans le plasma et donc l’analogue de la vitesse acous-
tique pour les ondes sonores. Pour les grandes longueurs d’onde on a tout simplement
ω = kcs,i : l’onde n’est pas dispersive et se propage ”telle quelle” dans le plasma (à
ceci près qu’elle est amortie très rapidement par les collisions), pour les faibles longueurs
d’onde elle devient stationnaire avec une fréquence proche de ωpi. Notons qu’on pourrait
s’attendre à un fort amortissement Landau de ces ondes du fait que de nombreux électrons
ont une vitesse de l’ordre de la vitesse acoustique ionique. Il n’en est rien puisque cet
amortissement est en réalité - du point de vue linéaire - proportionnel à la pente de la
fonction de distribution qui est négligeable pour les électrons à basse énergie 38. Si on se
souvient des arguments avancés pour le modèle du plasma d’électron isotherme dans la
section 3.2 celà revient à traiter les phénomènes comme si lents que les électrons ne les
ressentent que globalement, c’est à dire en tant que fluide, et s’ajustent comme un seul
homme aux fluctuations.

Pour conclure cette partie donnons, pour fixer les idées, l’ordre de grandeur de la
longueur de Debye et de la fréquence plasma électronique dans MISTRAL (voir tableau
1.1) :

λD ' 0, 47mm

ωpe ' 1, 87Ghz

on voit que pour des longueurs de gradients et des longueurs d’onde 39 de l’ordre du cm
et des fréquences de l’ordre du kHz on peut considérer le plasma comme homogène et
adiabatique 40.

3.3.3 Quasi-neutralité dans un plasma magnétisé :

La situation dans un plasma magnétisé est pour l’essentiel identique dans la direc-
tion parallèle, puisque les équations de conservation sont alors inchangées. Les choses
peuvent par contre être très différentes dans la direction transverse à cause des effets de
la magnétisation : comme auparavant la dynamique à prendre en compte est celle des

37. en rélaité, si on tient compte de la vitesse thermique ionique, on a : cs,i =
√
kB(Te + Ti)/mi

38. pour une distribution maxwellienne, la pente en v = cs,i vaut : f ′(x, cs,i) =
(−2ne/

√
πv∗2th,e)

√
me/mi ' 0

39. les nombres d’onde couramment mesurés sont essentiellement polöıdaux et ont pour longueur
d’onde associée λ = 2πlr, avec l = 1 ou 2 le nombre d’onde polöıdal

40. à condition de négliger les collisions électroniques, on reviendra plus loin sur ce point
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électrons, qui forment l’espèce ”neutralisante” du milieu à cause de leur grande mobilité.
Mais cette fois les électrons sont magnétisés, c’est-à-dire qu’en plus de leur mouvement
”thermique” il faut considérer leur mouvement cyclotronique, pour celà nous allons donc
considérer le problème dans le plan (x, y), avec z la direction du champ magnétique
et considérer l’apparition d’une DDP en ~r = (x, y) = ~0. L’équation de la dynamique

électronique donne alors à l’équilibre stationnaire (∂t = 0) et dans le plan transverse à ~B

la relation entre ~E, ~V⊥ et ne (où on a conservé cette fois les termes inertiels qui traduisent
l’effet de la polarisation) :

~E⊥ = −me

e

[
~Ve,⊥.~∇⊥~Ve,⊥ + ωce~Ve,⊥ ×~b

]
− v2

th,e
~∇⊥(ln(ne)) soit :

~∇⊥. ~E⊥ = −me

e

[
~∇⊥.[~Ve,⊥.~∇⊥~Ve,⊥] + ωce[~∇⊥ × ~Ve,⊥]~b

]
− kBTe

e
∇2
⊥(ln(ne)) (3.41)

on constate qu’un terme lié au champ de vitesse apparâıt dans l’expression de ~∇⊥. ~E⊥ : il
traduit les effets électrostatiques et électromagnétiques dominants lorsque RLe/L∇ & 1,
c’est à dire lorsque les effets de rayon de Larmor électronique fini sont prépondérants.
On définit donc une première limite macroscopique par : r >> RLe, au delà de
cette échelle on est dans l’approximation basse-fréquence définie dans la section 3.1.1
et le champ électrique peut être considéré comme électrostatique. Comme on le voit
cela implique que le champ de vitesse fluide électronique soit irrotationnel et que les
effets de la polarisation (matérialisés par le terme d’advection) soient négligeables. Dans
cette limite la vitesse fluide électronique s’écrit à l’ordre 0 comme la somme de la dérive
électrique et de la dérive diamagnétique qu’on définira plus loin. A l’ordre 1 en RLe/L∇
il faut également compter avec la dérive de polarisation 41 et la correction dûe aux effets
de rayon de Larmor fini 42. Le terme de vitesses fluides dans 3.41 peut s’écrire pour
r >> RLe :

~∇⊥.[~Ve,⊥.~∇⊥~Ve,⊥] + ωce(~∇⊥ × ~Ve,⊥)~b =
ωceR

2
Le

4B
∇2
⊥(~∇⊥. ~E⊥)

d’où la relation entre le potentiel et la densité électronique, où on a utilisé le fait que
~∇⊥. ~E⊥ = −∇2

⊥φ : (
1 +

R2
Le

4
∇2
⊥

)
∇2
⊥φ =

kBTe
e
∇2
⊥(ln(ne))

si on utilise la relation entre potentiel et densité dans la direction parallèle, tirée de 3.30 :

∇2
‖φ =

kBTe
e
∇2
‖(ln(ne))

et l’équation de Poisson couplant le tout :

(∇2
‖ +∇2

⊥)φ =
en0

ε0

(
ne
n0

− 1

)
41. déjà définie dans la description particulaire et qui s’exprime de la même façon dans le modèle

fluide, à ceci près que la dérivée temporelle de ~E est remplacée par la dérivée lagrangienne totale
42. cette correction est contenue en réalité dans le tenseur des contraintes gyro-visqueux que nous

avons volontairement omis de mentionner par souci de simplicité. On peut également la retrouver en
calculant le moment d’ordre 1 de l’équation gyrocinétique de la dynamique
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on peut alors, en considérant des distances suffisamment grandes pour que φ − φp <<
kBTe/e, écrire de la même façon que dans le cas non-magnétisé l’équation différentielle
donnant les variations spatiales de δne :

δne
n0

= λ2
D∇2

‖
δne
n0

+

(
λ2
D +

R2
Le

4

)
∇2
⊥
δne
n0

+
λ2
DR

2
Le

4
∇2
⊥∇2

‖
δne
n0

(3.42)

si on néglige le dernier terme d’ordre λ2
DR

2
Le/L

4
∇ on obtient comme auparavant une

décroissance exponentielle dans la direction parallèle avec une longueur de décroissance
égale à λD. Dans la direction transverse on a la même tendance mais cette fois avec une
longueur de décroissance, qu’on appellera longueur de Debye magnétique, notée
λDm, donnée par :

λDm =

√
λ2
D +

R2
Le

4

on en déduit que dans un plasma très magnétisé (λD << RLe) ”l’épaisseur de gaine”
transverse est égale à la longueur de Debye tandis que dans le cas contraire elle est uni-
quement déterminée par le rayon de Larmor électronique puisqu’on a : λDm = RLe/2.
Dans tous les cas on peut considérer la quasi-neutralité comme respectée dès lors que
r >> RLe, λD.

3.3.4 Ondes dans les plasmas magnétisés :

Sans entrer dans les détails signalons que la relation de dispersion des oscillations
de charges d’espace dans un plasma magnétisé est très différente du cas ~B = ~0 puisque
l’anisotropie introduite va donner lieu à une ”ramification” des branches de dispersions
obtenues dans le cas isotrope. La figure 3.3 donne une vue d’ensemble (très simplifiée)
des modes propres du plasma magnétisé homogène obtenus à partir du modèle fluide : ces
ondes sont bien sûr naturellement stables en l’absence de source d’énergie libre : elles ne
peuvent être excitées naturellement dans un plasma homogène (il leur faut généralement
une source extérieure, telle qu’une antenne émettrice). On observe en particulier que
dans la direction transverse la nouvelle fréquence caractéristique des oscillations de gaines
électroniques est donnée par l’expression de la fréquence hybride haute :

ωUH =
√

Ω2
ce + Ω2

pe

de la même manière que la fréquence plasma électronique dans le cas ~B = ~0 elle définit
la limite de validité en fréquence de la relation de quasi-neutralité : celui-ci peut être
considéré comme quasi-neutre dès lors que ω << ωUH .

Nous verrons que dans le cas du plasma inhomogène la présence d’une source d’énergie
libre - gradient de pression ou dans le cas qui nous intéresse potentiel électrique - peut
conduire à l’excitation d’ondes particulières à cette configuration. Ces ondes instables
peuvent alors se coupler non-linéairement aux modes ”naturels” du plasma, provoquant
éventuellement un chauffage non-collisionnel lorsque des particules ”résonantes” (c’est
à dire ayant une vitesse microscopique de l’ordre de la vitesse de phase de l’onde) sont
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présentes : c’est un des moyens de saturation des instabilités, l’autre étant le transport
convectif ou turbulent dans un plasma fini qui permet une ”relaxation” de l’énergie libre.
Dans le cas du plasma inhomogène il faut compter aussi avec le problème de la conversion
de modes au voisinage des résonances, puisqu’alors les branches de dispersion ne peuvent
plus être considérées isolément.

Etant donné que les fréquences instables dans la machine MISTRAL sont dans la

Figure 3.3 – Référence : [Swanson03] Ondes naturelles du plasma magnétisé homogène dans le modèle
fluide, pour les 2 cas k⊥ = 0 et k‖ = 0. Dans les cas intermédiaires les branches de
dispersion varient avec l’angle θ = (~b,~k) et on observe une conversion progressive des
modes k‖ = 0 vers les modes k⊥ = 0.

gamme des fréquences cyclotroniques ioniques c’est vers les ondes cyclotroniques ioniques
(également baptisées ondes de Bernstein ioniques 43 [Bernstein58]) que nous tournerons
particulièrement notre regard : elles ont la particularité d’être facilement excitées par
conversion de mode 44 et échangent efficacement de l’énergie avec les ions du plasma

43. I. Bernstein est le premier à avoir publié une analyse cinétique de la relation de dispersion
électrostatique du plasma chaud, dans le cas k‖ → 0

44. c’est d’ailleurs un des moyens de chauffage les plus prometteurs dans les machines de fusion
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par un processus complexe dans lequel intervient l’amortissement Landau non-linéaire
et la résonance cyclotonique ionique. A noter que comme on le verra plus loin la théorie
cinétique donne une analyse beaucoup plus fine des propriétés dispersives du plasma :
elle met en évidence que certains modes propres sont subdivisés en harmoniques, ce qui
donne encore plus de résonances potentielles (la résonance est dans ce cas ”propagée”
aux modes harmoniques par conversion de mode). C’est en particulier le cas des ondes de
Bernstein qui présentent un nombre fini d’harmoniques à des fréquences proches de nΩci

(n ≥ 1) entre ω = Ωci et ω = ωLH (la fréquence hybride basse). Leur observation dans
certains plasmas atmosphériques est d’ailleurs étroitement corrélée à la présence d’un
mécanisme de chauffage ionique dont on soupçonne que l’origine est liée à la présence de
courants parallèles et de champs électriques transverses [Amatucci98].

3.3.5 Plasmas ”non-neutres”

Pour conclure sur la dynamique électronique nous allons étudier le cas du plasma
”non-neutre” en envisageant la situation pratique du plasma de MISTRAL où une po-
pulation d’électrons primaires est injectée dans le milieu afin de provoquer l’ionisation
nécessaire à la création du plasma. Par souci de simplicité nous nous limiterons au cas du
plasma isotrope en régime stationnaire. Les équations de conservation pour les électrons
du plasma (indice e) et les électrons primaires (indice ep) nous donnent :

∂2
xφ =

kBTe
e

∂2
x(ln(ne))

=
kBTep
e

∂2
x(ln(nep))

tandis que l’équation de Poisson s’écrit :

∂2
xφ =

en0

ε0

(
ne + nep
n0

− 1

)
avec comme auparavant n0 la densité ionique constante à l’échelle temporelle de la dy-
namique électronique. On obtient dès lors dans la limite φ→ φp :

ne0 + nep0
n0

+
δne + δnep

n0

= λ2
D ∂

2
x

(
δne + δnep

n0

)
(3.43)

avec ne0 et nep0 respectivement les densités des électrons secondaires et primaires pour
|x| → ∞ et la nouvelle longueur de Debye donnée par l’expression :

λD =

√
ε0kBTe

e2(ne0T−1
e + nep0T−1

ep )
(3.44)

la solution de 3.43 nous donne une relation analogue à 3.34 :

ne + nep = n0 + (ng − n0)e
− |x−xg |

λD
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avec le choix arbitraire x = xg pour la position à l’entrée de la gaine et ng = (ne+nep)(xg)
pour la densité à cet endroit. Pour |x−xg| >> λD on obtient la relation de quasi-neutralité
(puisque n0 = ni) :

ne + nep = ni (3.45)

qui démontre au passage que la qualificatif de plasma ”non-neutre” n’est pas approprié,
puisqu’aucune charge d’espace ne peut se développer dans le plasma, malgré la présence
d’électrons primaires. L’explication est la même qu’auparavant : la mobilité électronique
(ici considérée infinie) est telle que toute charge d’espace potentielle est très rapidement
annulée dans le plasma à une échelle grande devant λD. Comme on le verra dans le
prochain chapitre, lorsqu’on injecte des charges dans le plasma celui-ci s’organise - essen-
tiellement par l’intermédiaire du différentiel potentiel de bord / potentiel plasma - pour
évacuer cet excès de charge et conserver sa neutralité.

3.4 Description à deux fluides :

La description à deux fluides des plasmas est historiquement la méthode traditionnelle
pour décrire ces milieux puisqu’elle fut introduite initialement par Tonks et Langmuir
[Tonks29]. Elle est fondée sur le concept que le plasma est un ensemble de particules non-
corrélées en interaction [Krall73], cette interaction est matérialisée par des champs moyens
(essentiellement le champ électrique) produits par l’ensemble des charges du système. Elle
permet d’établir dans un premier temps les conditions d’équilibre du plasma, et d’étudier
en perturbation les types d’instabilités de nature fluide susceptibles d’apparâıtre dans le
milieu.

On décrit les deux fluides (ions d’indice i et électrons d’indice e) à l’aide des équations
de conservation de la masse et de la quantité de mouvement 3.25 et 3.26 pour les
deux espèces, en considérant uniquement des collisions avec un gaz neutre sta-
tique 45 :

∂tn+ ~∇(n~V ) = Sion (3.46)

(∂t + ~V .~∇)~V = Ωc
~V ×~b +

q ~E

m
−
~∇P
nm
− νcoll~V (3.47)

A noter qu’on a fait l’hypothèse implicite d’un plasma exempt de viscosité qu’elle soit
collisionnelle ou due aux effets de rayon de Larmor fini. On considérera également par la
suite les gaz d’ions et d’électrons respectivement adiabatiques et isothermes. La pression
dans les équations fluides est donc tout simplement la pression cinétique définie par :

P = nkBT et en prenant le gradient : ~∇P = γpkBT ~∇n
avec : γpe = 1 et γpi = 5/3 (3.48)

45. ce sont ces collisions qui dominent dans nos plasmas peu ionisés, cf section 4.3
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On se place cette fois encore dans l’approximation électrostatique qui s’exprime par
l’équation de Poisson donnée par 3.50 :

~E = −~∇φ (3.49)

~∇. ~E = −∇2φ =
ρt
ε0

=
eni − ene − enep

ε0
(3.50)

Comme évoqué dans la section 3.3, à basse fréquence et pour des variations spa-
tiales suffisamment grandes l’équation de Poisson est remplacée par la relation de quasi-
neutralité ne ' ni.

Pour simplifier ces équations on va se placer dans le cadre d’un plasma cylindrique
situé dans un champ magnétique stationnaire ~B0 dirigé selon l’axe du cylindre qui
présente à l’équilibre une symétrie axiale (en dehors des gaines situées aux extrémités
du cylindre) et polöıdale. Les gradients de d’équilibre sont donc uniquement radiaux :
gradient de densité dû à l’ionisation localisée dans un rayon Rlim ( rayon du limiteur à
l’entrée de la colonne, Rlim = 4, 5 cm) autour de l’axe du cylindre et gradient de potentiel
dû à la DDP entre le plasma central qui peut se fixer à des valeurs négatives (notamment
en collecteur axial flottant : voir section 5.2) et la paroi cylindrique à la masse.

Dans toute la suite on se place dans le cadre de l’approximation basse fréquence (varia-
tions lentes devant la vitesse thermique électronique) de la théorie adiabatique (champs

constants à l’échelle du mouvement cyclotronique). Par ailleurs le terme (~V⊥.~∇⊥)~V‖ sera
omis, considérant que les vitesses parallèles sont fixées par les conditions aux limites
axiales qui sont homogènes sur la section complète du plasma (voir section 5.2).

Dans cette introduction au modèle à deux fluides les effets inertiels seront négligés,
ce qui est justifié pour la description du fluide électronique - nous avons constaté en
effet que ces effets sont proportionnels au rapport ΩE/ωc

46 néglige pour les électrons de
masse faible - mais pas pour celle du fluide ionique, dont nous approfondirons l’étude
au prochain chapitre. On pourra donc considérer le terme de dérivée totale ∂t + ~V .~∇~V
comme une correction d’ordre 1 dans la direction transverse (ce qu’on vérifiera plus loin).

3.4.1 Dynamique non-collisionnelle à l’équilibre :

Dans un premier temps nous allons négliger les collisions, l’état stationnaire (dyna-
mique d’ordre 0) nous donne alors les relations suivantes :

dans la direction parallèle : m~V‖,0.~∇‖~V‖,0 = qE‖ −
∇‖P
n

(3.51)

dans la direction transverse : ~V⊥,0 = ~VE + ~V ∗ (3.52)

on définit la vitesse de dérive électrique : ~VE =
~E⊥ × ~B

B2
(3.53)

et la vitesse de dérive diamagnétique : ~V ∗ = −
~∇⊥P × ~B

qnB2
(3.54)

46. on le rappelle ΩE = Er/rB est la vitesse angulaire de dérive électrique et ωc = eB/m la fréquence
cyclotron
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L’équation 3.51 montre que le fluide chargé est accéléré selon la direction de ~B sous
l’effet combiné de la force électrostatique et du gradient de pression. Il est intéressant
de noter que le fluide d’électrons de masse négligeable nous donne l’équation de Boltz-
mann 3.36 établie plus haut qui traduit comme on l’a vu par le fait que les électrons se
répartissent naturellement dans la direction parallèle de façon à empêcher l’apparition
d’une DDP locale. Le fluide d’électrons est alors qualifié d’adiabatique 47 puisqu’il répond
instantanément aux variations de potentiel dans le plasma, de façon à les annuler. C’est
une caractéristique fondamentale des plasmas non-collisionnels qui empêche l’apparition
de variations axiales de potentiel et impose donc la symétrie axiale des phénomènes sta-
tiques et dynamiques, et en particulier que les oscillations susceptibles d’apparâıtre soient
du type ”flûte” c’est à dire vérifient k‖ = 0.

Il faut noter cependant que si la mobilité parallèle des électrons est limitée d’une quel-
conque façon (en particulier lorsque les collisions interviennent) la réponse des électrons
peut s’écarter de la relation de Boltzmann, ce qui a des conséquences importantes sur la
neutralisation dynamique des densités de charges dans le plasma : des instabilités avec
k‖ 6= 0 peuvent devenir instable quand les électrons ne peuvent pas neutraliser instan-
tanément les fluctuations de potentiel, c’est le cas par exemple pour les ondes de dérive
collisionnelles (CDW) [Horton99, Gravier99]. Cependant, dans le cadre de ce mémoire,
on considérera que la relation de Boltzmann est quasiment vérifiée (un écart faible à
l’adiabaticité sera traité du point de vue ondulatoire dans la section 7.3 pour étudier les
ondes CDW) et donc que les phénomènes dynamiques du plasma présentent une relative
symétrie axiale. Pour finir enfin sur la relation de Boltzmann, rappelons qu’elle suppose
qu’on puisse négliger les termes d’inertie devant les termes de gradient dans l’équation de
la dynamique, ce qui est justifié d’après les ordres de grandeur dans la limite V‖ << vth,e.

Dérives fluides :
Revenons sur les dérives transverses mises en évidence par l’équation 3.52, d’importance

fondamentale pour l’étude du plasma. En effet la dérive électrique, comme on l’a noté dans
la section 2.1, domine généralement le mouvement microscopique des charges et parfois
même leur mouvement moyen quand un champ statique s’établit au sein du plasma : un
champ radial va causer en particulier une rotation azimutale ~E0 × ~B du plasma. Il est
important de se rappeler que cette dérive est indépendante de la masse et de la charge
et qu’elle s’exerce donc de façon identique sur les ions et les électrons en l’absence de
phénomènes parasites (effets inertiels, collisions ou variations locales du champ électrique
à l’échelle du rayon de Larmor).

La dérive diamagnétique mise en évidence par les équations fluides est d’une nature
tout à fait différente : en effet on ne peut pas la déduire du mouvement particulaire dans
un champ magnétique parce-qu’elle traduit l’asymétrie du mouvement cyclotronique des
charges dans un plasma inhomogène comme illustré sur la figure 3.4. Si le courant net
dû à la dérive électrique est nul puisqu’elle s’exerce de façon identique sur les ions et les
électrons le courant diamagnétique ne l’est pas puisque la dérive dépend ici de la charge

47. expression malheureusement ambigüe mais qui est passée dans le langage courant des plasmiciens
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Figure 3.4 – Référence : [Goldston95] Origine de la dérive diamagnétique : dans la région ombrée
même si les centres guides des trajectoires cyclotroniques sont stationnaires il y a plus
de particules tournant vers la gauche que de particules tournant vers la droite puisque
ceux-ci sont en nombre moindre dans la zone de faible densité. Cela donne naissance à un
flux moyen de nature fluide qui génère un courant net appelé courant diamagnétique

électrique. On peut aisément le calculer :

~V ∗ = −γpkBT
~∇⊥n× ~B

qnB2
(3.55)

~j∗ = (kBTe + γkBTi)
~B ×∇ne
nB2

(3.56)

S’il n’est pas associé à un mouvement réel des centre-guides, il reste néanmoins que
le courant diamagnétique est un courant réel puisqu’associé à des vitesses fluides réelles.
Une des propriétés fondamentales du flux diamagnétique est qu’il est incompressible en
champ magnétique uniforme, en effet :

~∇.(n~V ∗) = −γpkBT
qB

~∇.(~∇n×~b)

= −γpkBT
qB

(~b.~∇× ~∇n− ~∇n.~∇×~b) = 0

Cette propriété a pour corolaire important que la dérive diamagnétique n’occasionne au-
cune advection sur les propriétés du fluide (densité, vitesse, flux de chaleur...)[Garcia05],
on appelle ce principe annulation diamagnétique. On note que la vitesse diamagnétique
est proportionnelle à la température des espèces considérées et qu’elle peut donc être
négligée pour des ions froids.

On peut vérifier que le terme de dérivée totale des vitesses transverses ∂t+ ~V⊥,0.~∇⊥~V0

est bien d’ordre 1. Ce terme s’écrit (en considérant ∂z = 0) :

(∂t + ~V⊥,0.~∇⊥)~V0 = (∂t + (~VE + ~V ∗).~∇⊥)(~VE + ~V ∗)
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Par un calcul complexe on peut démontrer qu’à l’ordre 1 la prise en compte des termes
non-diagonaux du tenseur de pression cinétique du plasma ( tenseur des contraintes gyro-
visqueux de Braginskii [Braginskii65]) compense exactement la dérivée temporelle totale
de la vitesse de dérive diamagnétique [Hinton71]. En outre l’annulation diamagnétique

entrâıne la disparition du terme ~V ∗.~∇⊥. Ne subsite alors que la dérivée totale de la dérive
électrique qui s’écrit :

(∂t + ~VE.~∇⊥)~VE =

[
∂t + ~E⊥ ×

~B

B2
.~∇⊥

](
~E⊥ ×

~B

B2

)
(3.57)

Cette contribution se traduit par l’existence d’une dérive supplémentaire dite de po-
larisation, semblable par la forme à la dérive des particules dans un champ électrique
variable :

~Vp =
q

|q|
1

ωcB
(∂t + ~VE.~∇⊥) ~E (3.58)

La dérive électrique étant perpendiculaire au gradient de potentiel d’équilibre, ce terme
n’apporte qu’une correction d’ordre 1 tant que Vp/VE << 1. L’ordre de grandeur de ce
rapport étant ω/Ωci on peut donc négliger à l’ordre 0 la dérive de polarisation si ω << Ωci,
cette hypothèse est appelée approximation d’onde de dérive. Remarquons que la dérive
de polarisation est toujours négligeable pour les électrons de masse faible mais peut jouer
un rôle important pour la dynamique des ions à cause de la divergence non-nulle du cou-
rant associé qui peut provoquer l’apparition de densités de charges. Dans notre étude en
perturbation de l’équilibre (chapitre 6) nous verrons qu’elle contribue significativement à
la réponse ionique face à une fluctuation de potentiel, influençant par là la relation de dis-
persion des ondes instables dans le milieu. Par ailleurs des études numériques[Naulin08]

montrent qu’elle fixe en particulier l’évolution temporelle de la vorticité (∇ × ~V ) du
champ de vitesse dans un profil cisaillé.

3.4.2 Plasmas collisionnels :

Nous avons ignoré jusque-là l’existence de processus collisionnels dans notre descrip-
tion fluide du plasma. Or nous verrons que dans notre situation expérimentale standard,
l’ordre de grandeur des fréquences de collisions ions-neutres (collisions dominantes dans
un plasma faiblement ionisé) peut atteindre une fraction parfois non-négligeable de la
fréquence cyclotronique ionique, influençant par là significativement la dynamique des
espèces du plasma. Par ailleurs les collisions sont à l’origine de deux phénomènes de
transport importants : la diffusion dans un gradient de densité et la mobilité dans un
gradient de potentiel.

Nous avons vu que dans un plasma non-collisionnel aucun transport moyen n’est
théoriquement possible à l’équilibre dans la direction transverse au champ magnétique.
L’idée du confinement magnétique reposait d’ailleurs sur l’hypothèse que le transport
transverse dans un plasma magnétisé pouvait être estimé par le faible transport classique
(dû uniquement aux collisions) prévu théoriquement en champ magnétique intense pour
des particules très peu collisionelles à haute énergie. Il s’avère qu’en réalité un transport
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anormal se manifeste, étroitement corrélé à la présence d’un spectre intense de fluctua-
tions qui permet de soupçonner que des ondes instables sont responsables de la diffusion
excessive observée. Avant d’envisager l’idée d’un transport de nature ondulatoire, que
nous tâcherons d’analyser du point de vue expérimental et théorique dans les prochains
chapitres, il est important d’estimer d’abord les phénomènes collisionnels responsables
des flux diffusifs dans le plasma.

On va définir les coefficients de diffusion et de mobilité en considérant d’abord
l’équation fluide du mouvement sans champ magnétique mais avec collisions :

(∂t + ~V .~∇)~V =
q ~E

m
−
~∇P
nm
− νcoll~V (3.59)

Si on considère cette fois encore un état stationnaire (ordre 0) et des collisions suffisam-
ment fréquentes pour que le temps caractéristique de convection soit grand devant le
temps de collision, on aboutit à :

~Γ = n~V =
q

|q|
nµ~E −D~∇n (3.60)

mobilité : µ =
|q|

mνcoll
diffusion : D =

γpkBT

mνcoll
(3.61)

On observe que la diffusion et la mobilité des électrons est largement supérieure à celle des
ions du fait du rapport des masses. Cependant, dans un plasma quasi-neutre, la nécessité
d’une diffusion ambipolaire des ions et des électrons va fixer le champ électrique ressenti
par les espèces du plasma et aboutir à un flux ambipolaire caractérisé par :

~Γe = ~Γi = Da
~∇n (3.62)

diffusion ambipolaire : Da =
µeDi + µiDe

µe + µi
≈ Di(1 +

Te
γTi

) (3.63)

En présence d’un champ magnétique, la diffusion et la mobilité sont fortement réduites
dans les directions transverses au champ du fait du confinement des particules sur les
lignes de champ ( la diffusion et la mobilité parallèle sont par contre inchangées). On
réécrit l’équation fluide du mouvement transverse avec champ magnétique et collisions :

(∂t + ~V .~∇)~V⊥ =
q

m
( ~E⊥ + ~V⊥ × ~B)− kBT

nm
~∇⊥n− νcoll~V⊥

A l’êtat stationnaire et pour une convection faible on obtient le flux transverse en champ
magnétique :

~Γ⊥ = n~V⊥ =
q

|q|
nµ⊥ ~E⊥ −D⊥~∇⊥n +

~VE + ~V ∗

1 + (νcoll/ωc)2
(3.64)

mobilité transverse : µ⊥ =
µ

1 + (ωc/νcoll)2
(3.65)

diffusion transverse : D⊥ =
D

1 + (ωc/νcoll)2
(3.66)

Cette situation a plusieurs conséquences importantes :
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1. La diffusion transverse ”classique” (due aux collisions) obéit, dans la limite ωc/νcoll >>
1, à une loi en 1/B2 :

D⊥ ∼
mγpkBTνcoll

e2B2

on peut l’évaluer dans les conditions de MISTRAL pour P0 = 10−4 mbar : D⊥,i ≈
5.10−5/B2 et D⊥,e ≈ 7.10−7/B2, la diffusion transverse des ions domine donc lar-
gement celle des électrons 48.

2. La quasi-neutralité se traduit cette fois sur une condition de non-divergence du
flux total : ~∇.~Γi = ~∇.~Γe. Même si la diffusion totale doit être ambipolaire, la
diffusion transverse peut ne pas l’être si les conditions parallèles permettent à
l’une des espèces de s’échapper plus vite que l’autre. C’est le cas par exemple
dans l’expérience du court-circuit de Simon [Simon55] où un plasma cylindrique est
collecté par des plaques conductrices : les électrons s’échappent axialement et les
ions radialement. C’est précisément l’inverse qui se produit dans notre configura-
tion expérimentale collecteurs flottants comme on le verra : la fuite des électrons
ne peut se faire que dans la direction transverse.

3. En notant νcoll = νcoll/ωc on voit que les dérives transverses de la théorie non-
collisionnelle sont modifiées par un facteur 1/(1+ν2

coll) négligeable pour les électrons
mais qui peut significativement réduire la dérive ionique lorsque la fréquence de
collision approche la fréquence cyclotron ionique. Cet effet peut en particulier se
traduire par l’apparition d’une instabilité du type Simon-Hoh [Simon63, Hoh63]
provoquée par une différence des vitesses de dérive électroniques et ioniques, que
l’on évoquera au chapitre 7.

Remarquons enfin que l’effet des collisions électroniques induit une correction à la
relation de Boltzmann puisqu’on a alors :

~∇‖n
n

= −kBTe
me

~E‖ −
~V‖e
De

cette correction est d’odre 1 si V‖e << De
49 et le fluide d’électrons est alors qua-

lifié de quasi-adiabatique. Dans un plasma comme celui de MISTRAL où la collisio-
nalité électronique est très grande relativement aux fréquences et vitesses fluides ca-
ractéristique 50 on peut donc adopter l’approximation quasi-adiabatique pour étudier
l’équilibre des électrons.

48. ce qui est logique si on considère la diffusion transverse comme une marche aléatoire de pas RL
puisque RL,i >> RL,e

49. ou ω << k2
‖De si on considère la situation du point de vue ondulatoire

50. on aDe ' 1, 6.107m2s−1 à P = 2.10−4 mbar, pour des vitesses électroniques parallèles estimées à
environ 104 m/s au maximum
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3.5 Description à un fluide

Le modèle fluide le plus simple pour étudier les plasmas en champ magnétique est le
modèle à un fluide qui considère les ions et les électrons comme formant un seul fluide
chargé dont les propriétés physiques sont exprimées dans le référentiel du centre de masse
des deux gaz. Les quantités macroscopiques décrivant ce fluide sont :

densité massique : ρm = neme + nimi ' nimi

densité de charge : ρ = e(ni − ne)

Vitesse : ~V =
neme

~Ve + nimi
~Vi

ρm
' ~Vi +

neme

nimi

~Ve

courant : ~j = e(ni~Vi − ne~Ve)

pression :
~~P =

~~Pe +
~~Pi

(3.67)

Le courant ~j est le courant dû uniquement aux particules du plasma, il faut y ajouter le
courant extérieur ~jext s’il existe pour obtenir le courant total ~jt des équations de Maxwell.
Il en va de même pour la densité de charge ρ qui est liée à la densité de charge totale ρt
par : ρt = ρ + ρext. Dans notre cas les courants et densités de charges extérieures sont
liées à la présence d’électrons primaires : ρext = ρep = enep et ~j = ~jep = enep~Vep.

L’intérêt de ce modèle est de situer l’étude du plasma à une échelle qui permette
d’ignorer la dynamique particulière des électrons et les ions pour ne considérer que les
effets en terme de champs et de courants. On va donc recourir à un certain nombre
d’hypothèses, détaillées dans l’annexe B, pour aboutir aux équations de conservation
respectives de la charge, du courant et de la quantité de mouvement pour le fluide chargé :

∂tρm + ~∇(ρm~V ) = miSion (3.68)

~∇~j = 0 (3.69)

ρm(∂t + ~V .~∇)~V = ~j × ~B − ~∇P − ρmνin~V (3.70)

complétées par la loi d’Ohm 51 qui s’écrit dans l’approximation dite de dynamique de
dérive(DD) VE << vthe

52 :

~E⊥ + ~V⊥ × ~B =
mi

eρm
(~j⊥ × ~B − ~∇⊥P ) (3.71)

E‖ = ηj‖ −
mi

eρm
∂‖P +

me

e
νenV‖ (3.72)

51. du nom du physicien allemand Georg Simon Ohm (1789-1854) qui publia pour la première fois
la forme traditionnellement connue de la loi d’Ohm U = RI dans son ouvrage ”Die galvanische Kette,
mathematisch bearbeitet” (Le circuit galvanique étudié mathématiquement) en 1827.

52. qui est formellement une variante de l’approximation basse fréquence (ou approximation
électrostatique) déjà évoquée : vϕ << vthe
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Pour finir signalons que cette fois encore les champs électriques et magnétiques dans
le fluide chargé obéissent aux équations de Maxwell simplifiées :

~∇. ~E =
ρt
ε0

~B constant et homogène

3.5.1 Dynamique à l’équilibre dans le modèle dynamique de
dérive

La loi d’Ohm 3.71 combinée avec l’équation de la dynamique 3.70 nous permet de
déterminer la vitesse transverse de la colonne de plasma :

~V⊥ =
~E⊥ × ~B

B2
− mi

e
(dt + νin)

~V⊥ × ~B

B2

Cette situation est identique à celle du fluide d’ions dans la description à 2 fluides : à
l’ordre 0 (équilibre stationnaire) et en l’absence de collisions on obtient : ~V⊥ = ~VE. Les

corrections sont liées à la dérive de polarisation ~Vp = (1/ωciB)dt ~E
53 et aux collisions qui

vont donner lieu aux phénomènes de mobilité 54 et de freinage collisionnel évoqués dans
la section 3.4.2, tous deux considérés d’ordre 1. En tenant compte de tous les termes la
vitesse fluide transverse s’écrit donc 55 :

~V
(0)
⊥ = ~VE

~V
(1)
⊥ = ~Vp +

ν2
in

1 + ν2
in

~VE + µi⊥ ~E⊥ (3.73)

Dans la direction parallèle la conservation de la quantité de mouvement nous donne
cette fois une équation aux dérivées partielles liant la vitesse parallèle et la densité 56 :

(∂‖V‖ + νin)V‖ = −c2
si

∂‖ne
ne

(3.74)

Cette équation nous donne une relation analytique entre la densité et la vitesse parallèle
dans les deux cas limites :

si νin << ∂‖V‖ : ne = ne0 e
−
V 2
‖

2c2
si

si ∂‖V‖ << νin : ne = ne0 e
−
νin

∫ z
z0
V‖dz

c2
si

53. où dt = ∂t + ~VE .~∇ indique la dérivée Lagrangienne à l’ordre 0.
54. la diffusion ionique est négligeable devant la mobilité dans la limite ion froid Ti << Te.
55. on rappelle que νin = νin/ωci et µi⊥ = (e/miνin)/(1 + 1/ν2

in) ' νin/B.
56. on a utilisé le fait que ~V⊥.~∇⊥V‖ ' 0, l’expression de la pression cinétique P = nekBTe - avec

Te = cste - et celle de la vitesse acoustique ionique csi '
√
kBTe/mi.
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3.5.2 Courants à l’équilibre dans le modèle DD

Si on s’intéresse maintenant aux courants dans le modèle DD, on déduit des équations
3.73 et 3.70 :

~j
(0)
⊥ = ~j∗

~j
(1)
⊥ = ~jpol +~jp +~jpc +~jEc (3.75)

où les différents courants ont pour expression :

~j∗ = −ene
kBTe
ene

~∇ne × ~B

B2
le courant diamagnétique

~jpol = ene
dt ~E⊥
ωciB

le courant de polarisation

~jp = ene
~E⊥
B

νin
1 + ν2

in

le courant de Pedersen

~jpc = −ene
dt~VE
ωci

νin
1 + ν2

in

le courant de Polarisation collisionnel

~jEc = −ene~VE
ν2
in

1 + ν2
in

le courant de dérive électrique collisionnel

On en déduit que dans un plasma axi-symétrique le courant transverse à l’équilibre
(dt = 0) est uniquement dû à la somme du courant diamagnétique et du courant de
dérive électrique collisionnel dans la direction polöıdale et au seul courant de Pedersen
dans la direction radiale. Ce dernier est un courant ionique constant dans le temps qui
décrôıt proportionnellement à ne lorsque le rayon augmente, comme on le verra il ne per-
met pas de satisfaire à la conservation du courant dans le plasma en collecteurs axiaux
flottants, qui exige un flux électronique radial égal au flux ionique axial collecté. Dans
cette configuration on observe en effet un courant électronique (voir chapitre 6) présentant
une oscillation azimutale qui suggère que le phénomène à l’origine du transport de charge
radial est lié à la présence d’ondes instables dans le plasma, lié très certainement au cou-
rant de polarisation qui devient dominant lorsque ω ∼ ωci.

Cependant comme on l’a déjà souligné, une description adéquate du plasma cylin-
drique en rotation exige la prise en compte des effets inertiels et notamment du freinage
ionique analysé précédemment du point de vue particulaire, qui sera l’objet du chapitre
suivant.

3.6 Conclusion sur les différents modèles

Nous avons passé en revue dans ce chapitre les différents modèles permettant de
décrire un plasma en champ magnétique, depuis la description cinétique qui permet
la représentation la plus exacte de la physique des particules en interaction mais rend
presque impossible une résolution analytique en présence d’inhomogénéités spatiales,
jusqu’aux modèles fluides qui autorisent, moyennant un certain nombre d’hypothèses
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(approximation basse fréquence, fluide d’ion adiabatique, fluide d’électrons isotherme,
plasma quasi-neutre) sur les phénomènes étudiés, la mise en évidence du comportement
du plasma à l’équilibre et en perturbation comme on le verra dans le chapitre 7.

Comme nous avons pu le constater le modèle à un fluide est équivalent au modèle
à 2 fluides à ceci près qu’il remplace l’étude de la dynamique électronique par celle du
courant électrique, ce qui peut se révéler avantageux pour décrire certains phénomènes.
Ces deux descriptions seront privilégiées dans la suite de ce mémoire, puisqu’elles sont
les seules à permettre une description analytique poussée et une comparaison avec les
caractéristiques mesurables du plasma, avec une prédilection pour le modèle à 2 fluides
lorsqu’il s’agira d’aborder l’étude linéaire des instabilités du plasma, afin de souligner
l’importance de la dynamique relative des deux espèces dans l’apparition d’instabilités.

Les considérations sur la dynamique du plasma dont nous avons discuté dans ce
chapitre sont tout à fait générales et ne prennent pas en compte le cas spécifique du
plasma créé par ionisation en géométrie cylindrique, travaillé par les effets inertiels liés
à la rotation en champs croisés. Ces points sont l’objet du chapitre suivant où nous ver-
rons notamment l’importance du faisceau d’électrons primaires et de l’équilibre plasma
source/plasma cible dans le bilan du courant et l’établissement du gradient de potentiel
radial ainsi que l’influence de ce dernier sur la dynamique transverse ionique.
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Chapitre 4

Dispositif expérimental

L’objet de ce chapitre est de décrire du point de vue technique le dispositif MISTRAL
dans lequel les différents résultats de ce mémoire ont été obtenus. Suivra une présentation
des différents diagnostics utilisés pour l’acquisition et l’enregistrement des données du
plasma cylindrique créé dans la machine. Enfin nous fournissons au lecteur une vue
d’ensemble des paramètres expérimentaux caractérisant nos expériences (tableau 1.1).

4.1 Le dispositif expérimental

(source : [Brault07])

Une introduction à la machine à plasma magnétisé de laboratoire MISTRAL est
disponible section 1.3 du chapitre 1. Nous aborderons donc ici directement les aspects
techniques du dispositif.

La machine est composée de deux chambres : une chambre source dans laquelle les
électrons primaires ionisants sont générés et une partie droite dans laquelle les électrons
ionisants produisent la colonne de magnétoplasma. Ces deux parties sont séparées par
une grille très fine polarisable (78 % de transparence, fils de 18 microns), la séparatrice,
dont le rôle est d’une part de découpler partiellement le plasma créé dans la chambre
source de celui de la partie droite de la machine et d’autre part d’induire une sélection en
énergie des électrons primaires injectés. La physique complexe de cette ”grille d’injection”
donnera lieu à une discussion section 5.2. Derrière cette grille, dont le diamètre est celui
de la colonne (40 cm), on procède généralement à l’installation d’un diaphragme isolant
- le limiteur, d’un diamètre de 9 cm dans toutes nos expériences - qui permet de réduire
la section du plasma central et d’obtenir ainsi un gradient de densité relativement brutal
entre le plasma en regard du limiteur et la zone à l’ombre du limiteur.

Le vide à l’intérieur de ces chambres est réalisé à l’aide d’une pompe primaire à pa-
lettes associée à une pompe secondaire à diffusion d’huile. Comme on peut le voir sur la
figure 4.2, elles sont situées au niveau de la chambre source qui représente le volume le
plus important de la machine. La pompe primaire a un débit de 40 m3/h et génère un
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vide dans l’enceinte de l’ordre de 5.10−2 mbar en quelques dizaines de minutes. La pompe
secondaire est une pompe à diffusion d’huile (1200 l/mn, Diffstack Edwards) qui produit
un vide résiduel de l’ordre de 10−5−10−6 mbar à l’intérieur de l’enceinte. Un ensemble de
trois jauges à vide permet de contrôler les différentes étapes de la mise sous vide. Le gaz
de travail (de l’Argon pour l’ensemble des expériences présentées) est injecté au milieu
de la chambre de la colonne magnétisée par une microfuite. La pression de travail ainsi
régulée varie entre 10−4 et 10−3 mbar suivant les expériences. Ce pompage est réalisé de
façon continue pendant la durée d’une expérience en même temps que le gaz de travail
est injecté dans le cylindre magnétisé.

Les électrons primaires qui créent le plasma dans la colonne droite de la machine sont
générés dans la chambre source. Celle-ci est composée de deux parties distinctes :

– une série de 32 filaments de tungstène de 15 cm de long et de 0,2 mm de diamètre,
disposés en 2 cercles concentriques. Ils sont parcourus par un courant d’environ 5
A chacun, ce qui correspond à un courant total variant entre 110 et 130 A pour
une tension aux extrémités des filaments proche de 18 V. Ils sont ainsi portés à
une température dépassant 2000 K qui permet l’émission thermoélectronique (effet
Richardson).

– une anode polarisable constituée d’une chemise métallique en tôle perforée en acier
inoxydable épousant la forme de la chambre source et recouvrant la totalité de sa
surface intérieure, sur laquelle sont fixés des aimants permanents en ferrite disposés
de telle sorte que chaque aimant est en opposition de polarité magnétique avec
ses plus proches voisins (disposition en damier). Cette configuration classique en
multipole magnétique introduite dans les années 70 a donné son nom aux machines
à plasma de ce type (plasmas multipolaires par extension). Ces aimants ont pour
but d’augmenter le libre parcours moyen des électrons primaires produits dans cette
partie de la machine en évitant qu’ils ne soient directement collectés par l’anode.
Leur rebond dans les miroirs magnétiques multipolaires permet d’atteindre des
longueurs d’ionisation de plusieurs centaines de mètres. Cela contribue à produire
des plasmas de grand volume avec une excellente homogénéité spatiale.

L’application d’une polarisation entre l’anode et les filaments, permet d’accélérer les
électrons produits pour leur donner l’énergie suffisante pour ioniser le gaz de travail. En
pratique, la tension de décharge est voisine de 40 Volts pour un courant de décharge
inférieur à 10 A. La densité électronique moyenne des plasmas obtenus dans MISTRAL
est typiquement de l’ordre de 1015− 1017 m−3 dans la colonne magnétisée, selon la confi-
guration expérimentale (pression de neutre, énergie et densité du courant du faisceau de
primaires). Dans les conditions qui nous intéressent, le plasma cylindrique a une densité
électronique proche de 1015 m−3.

Le plasma étudié dans ce mémoire se situe donc dans la chambre cylindrique entourée
par le solénöıde (la ”chambre cible” généralement appelée colonne de plasma). Celle-ci
mesure 1,2 m de long pour un diamètre, on le rappelle de 40 cm. Durant nos expériences
présentées au chapitre 6 nous avons procédé à l’insertion d’un cylindre métallique - relié
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Figure 4.1 – Photographie de la machine MISTRAL. Au premier plan se trouve la partie droite de la
machine avec le solénöıde, la chambre source avec les bobines de compensation (rouges)
est visible au second plan.

Figure 4.2 – Schéma de principe de la machine MISTRAL
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à la masse 1 par une résistance faible - réduisant ce diamètre à 20 cm, de façon à pouvoir
mesurer le courant radial s’échappant du plasma. Le champ magnétique essentiellement
axial de la chambre cible confine sur l’axe du cylindre le plasma créé par les collisions
ionisantes entre les électrons primaires et les atomes du gaz neutre. Ce champ magnétique
est généré par un solénöıde court, constitué de 20 bobines régulièrement espacées sur une
longueur de 1,6 mètre. Chacune est composée d’une spirale de 6 tours d’un tube de cuivre
(diamètre 6mm int./8mm ext.) enrobée dans une résine polyuréthane. Ces bobines sont
placées en série et connectées à une alimentation électrique de puissance pouvant délivrer
300 A sous 80 V. Cet ensemble permet de générer un champ magnétique relativement
uniforme, dont l’intensité varie de 0 à 30 mT. Pour évacuer la chaleur créée par le pas-
sage du courant dans les conducteurs qui composent les bobines (20 kW), une circulation
d’eau en circuit ouvert refroidit ce dernières. Il est à noter qu’à cause de la longueur finie
du solénöıde, une divergence notable des lignes de champ (dont on évaluera l’effet plus
loin) apparâıt en bout de colonne, avec un rayon de courbure de l’ordre du mètre sur les
20 derniers centimètres.

Afin d’obtenir un plasma uniforme radialement, il convient d’éviter l’apparition de
faisceaux d’électrons ionisants directement issus de chaque filament, qui suivraient les
lignes du champ magnétique principal qui pénètre dans la chambre source. On obtien-
drait sinon dans la colonne centrale l’image de chaque filament, ce qui diminuerait l’ho-
mogénéité : on parle alors de ”plasma filamenteux”. Pour remédier à ce problème, selon le
principe original mis en oeuvre dans Mirabelle [Pierre87], deux bobines supplémentaires
dites de ”compensation” ont été ajoutées autour de la chambre source afin de créer un
champ magnétique opposé au champ principal, ce qui permet de créer devant la ca-
thode un ”cusp” magnétique, c’est-à-dire une surface sur laquelle le champ magnétique
axial s’annule. De cette façon, les électrons ionisants voient leurs trajectoires effective-
ment déviées vers les parois multipolaires de la chambre source qui ceinturent ce cusp
magnétique et il sont injectés avec des trajectoires aléatoires dans la colonne magnétisée.
Le réglage précis des courants circulant dans les deux bobines de compensation permet
d’obtenir dans les conditions voulues un plasma homogène sur un grand diamètre (r =
15 cm pour une densité moitié de la densité sur l’axe).

Enfin un collecteur polarisable en bout de colonne, qu’on appellera ”collecteur ter-
minal”, est utilisé pour extraire les charges du plasma. Il est formé soit d’une grille à
maille large (3mm) soit d’un disque métallique épais suivant les expériences. Derrière ce
collecteur la colonne est fermée par un hublot en verre transparent. La grille permet de
créer une polarisation uniforme sur la section totale de la colonne tout en autorisant une
imagerie axiale du plasma sur toute sa section, alors que le collecteur métallique de masse
plus importante permet d’atteindre des régimes dans lesquels un fort courant de l’ordre
de l’ampère est collecté pendant plusieurs dizaines de minutes. Ce type de configuration
est en effet possible lorsqu’on polarise très positivement le collecteur terminal, qui ”tire”
alors un courant important du plasma source. Au cours de nos expériences nous nous

1. exceptionnellement ce cylindre peut-être polarisé pour induire un gradient radial de potentiel, cf
6.4.1
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sommes limités à des situations où le courant extrait est faible (de l’ordre du courant de
Bohm : quelques 10−2 A), cf section 5.2) en nous plaçant soit dans la situation collecteur
flottant, soit collecteur à la masse.

4.2 Diagnostics utilisés sur MISTRAL

Pour mesurer les différents paramètres du plasma, nous disposons de trois types de
diagnostics : des sondes électrostatiques de Langmuir de diverse type d’une part qui
permettent essentiellement des mesures sur les électrons, un diagnostic de détection
micro-onde des fluctuations[Ajendouz08-1][Ajendouz08-2] et enfin plusieurs appareils de
mesures optiques : spectromètres d’émission[Escarguel07], caméra ultra-rapide et inten-
sifiée[Brault06][Brault07] et un diagnostic de fluorescence induite par laser (LIF)[Rebont10]
qui fonctionnent tous grâce aux propriétés d’émission des ions du plasma. De tous ces
dispositifs seules les sondes, la caméra intensifiée et la LIF ont été exploités durant notre
campagne expérimentale.

Les sections suivantes décriront plus précisément chacun de ces trois diagnostics, en
mettant en lumière leur principe de fonctionnement, leurs limitations et le type d’infor-
mation que chacun est susceptible d’apporter sur le plasma étudié.

4.2.1 Les sondes électrostatiques

Il s’agit sans doute du plus ancien et pourtant certainement du plus répandu des
moyens de diagnostics des plasmas. La désignation ”sondes électrostatiques” regroupe les
sondes de Langmuir, simples surfaces métalliques collectrices, ainsi que tous les systèmes
dont le filtre en énergie utilise un champ électrostatique, selon le principe originellement
proposé par I. Langmuir dans les années 1920.

Les sondes électrostatiques ont le grand avantage de permettre avec une grande simpli-
cité une mesure directe et locale d’un grand nombre de paramètres du plasma : potentiel,
température électronique, densité et dans une certaine mesure fonction de distribution des
électrons. Les moyens techniques de mise en œuvre de ces mesures sont en outre simples
et d’un coût peu élevé, d’où leur très large utilisation. Leur principal inconvénient, outre
tous les phénomènes qui contribuent à parasiter la mesure, est leur caractère intrusif :
en effet ils introduisent fatalement une inhomogénéité dans le plasma qu’elles mesurent,
qu’on minimise en limitant au maximum la taille de la surface de collection, la DDP
plasma/sonde et le courant extrait.

En règle générale durant notre étude le courant de sonde obtenu lors des mesures par
sondes électrostatiques est envoyé au moyen d’un circuit isolé vers un oscilloscope, ce
qui permet de le visualiser à divers échelles de temps : avec une polarisation lentement
variable le courant moyen permet d’acquérir une caractéristique de sonde, avec une pola-
risation positive fixe (supérieure au potentiel plasma local) on mesure aux temps courts
grossièrement les fluctuations de densité.
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Les sondes de Langmuir

La géométrie la plus usitée est de loin la géométrie cylindrique pour des raisons
évidentes de simplicité de conception. Il suffit de glisser un fil de tungstène dans un iso-
lant et de le faire dépasser de la longueur voulue pour fabriquer une sonde cylindrique.
Parce-que leur surface de collection effective est très difficile à déterminer dans un plasma
magnétisé il est impossible d’en tirer une mesure quantitative de la densités paramètres
macroscopiques. L’utilisation d’une sonde plane, constituée d’une surface collectrice plate
faisant face au champ magnétique est alors indispensable. Les surfaces de collection sont
en tungstène pour limiter les effets de pulvérisation et d’émission secondaire et résister
éventuellement à une élévation importante de température.

Figure 4.3 – Caractéristique de sonde de Langmuir : a) cas idéal, b) cas réel (expérimental).

Si le principe de la sonde de Langmuir est relativement simple, la théorie qui régit
précisément le fonctionnement des sondes peut s’avérer très complexe. En effet, la présence
de la sonde au sein du plasma perturbe celui-ci, modifiant les paramètres à mesurer. Par
ailleurs les phénomènes de gaine apparaissent naturellement au voisinage des sondes qui
modifient leur surface effective, en particulier lorsqu’un courant significatif est collecté
ou lorsqu’un champ magnétique est présent. En fin la résistivité du plasma, lorsqu’il est
très collisionnel, induit une déformation significative de la caractéristique de sonde. Dans
toute la suite nous nous placerons dans la théorie prévalant pour les sondes de Langmuir
non magnétisées, valable lorsque le rayon de la sonde est inférieur au rayon de Larmor
ionique, ce qui est effectivement le cas dans cette étude. Nous considérerons également
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le plasma comme peu collisionnel. Les principales hypothèses de la théorie classique des
ondes de Langmuir sont les suivantes :

– la gaine est non-collisionnelle
– les électrons sont maxwelliens
– les dimensions de la sonde, support et partie collectrice, sont faibles par rapport

aux libres parcours moyens
– les particules chargées arrivant sur la surface collectrice sont toutes neutralisées
– il n’y a pas d’émission secondaire

Ces hypothèses vérifiées, la température électronique Te, les potentiels plasma φp et
flottant φf ainsi que la densité électronique ne peuvent être estimés à partir des courbes
Isonde = f(Vsonde), qu’on appelle caractéristiques de sonde (voir figure 4.3).

℗ Analyse d’une caractéristique de sonde

1. Saturation ionique
Lorsque le potentiel de sonde est très négatif seul un courant ionique positif est col-

lecté puisque tous les électrons sont repoussés par la DDP plasma/sonde. Dans ce cas la
physique de la gaine devant la sonde va imposer à la vitesse ionique de satisfaire au critère
de Bohm évoqué section 5.2 : Vi = csi '

√
kBTe/mi. Le courant ionique collecté, appelé

courant de saturation ionique ou courant de Bohm ne dépend pas du potentiel et vaut
typiquement : jisat ≈ 0, 5necsi. Dans des conditions expérimentales normales il permet
une évaluation satisfaisante de la densité ionique.
2. Potentiel flottant

En augmentant le potentiel de sonde à partir de la saturation ionique on repousse de
moins en moins les électrons du plasma. Lorsque la fraction (faible) d’électrons collectés
est tout juste suffisante pour neutraliser le courant ionique on a Isonde = 0. Le potentiel
de sonde associé à cette situation s’appelle le potentiel flottant φf : il correspond au po-
tentiel auquel se place spontanément un objet isolé afin que l’égalité des courants ionique
et électronique collectés soit respectée.
3. Collection électronique exponentielle

Au-delà du potentiel flottant on assiste à un filtrage en énergie des électrons : seuls
les électrons de vitesse suffisante sont capables de franchir la DDP plasma/sonde pour
atteindre la surface collectrice, ce qui se traduit par un courant électronique variant ex-
ponentiellement avec le potentiel de sonde :

je = jesat exp

(
e(Vsonde − φp)

kBTe

)
avec φp le potentiel plasma et jesat le courant de saturation électronique dont on discutera
juste après. Si on retranche au courant total la contribution ionique - et celle des électrons
primaires ionisants lorsqu’ils sont présents - un simple tracé en log de la caractéristique
permet d’évaluer le température électronique Te.
4. Potentiel plasma

La détermination du potentiel plasma est assez complexe : comme on l’a vu il s’agit
du potentiel auquel se fixe naturellement le plasma pour limiter la fuite des espèces
chargées. Si une surface collectrice est fixée à ce potentiel, il n’y a pas de DDP entre
elle et le plasma et elle reçoit donc un flux statistique d’espèces chargées, essentiellement
déterminée par le courant dû aux électrons puisque leur vitesse thermique dépasse
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largement celle des ions. Expérimentalement cela se traduit par une transition entre
le régime de collection exponentiel et le régime de saturation électronique lorsque le
potentiel de sonde augmente. Cependant dans la pratique les sondes de Langmuir ont
tendance à présenter un comportement complexe au stade de la saturation électronique,
qui rend délicat la détermination univoque du point de transition. Il faut donc choisir un
critère semi-empirique pour évaluer le potentiel plasma expérimental : nous avons choisi
dans notre étude de le définir comme le point intermédiaire entre le maximum de la
dérivée (point d’inflexion) et l’endroit où la courbe s’écarte de la collection exponentielle
sur le tracé log, une incertitude de l’ordre du V entache donc tous les résultats. Si cette
évaluation n’est pas absolue elle permet quand même à critère constant d’obtenir une
tendance relativement fiable de l’évolution du potentiel avec la position et les conditions
expérimentales.
5. Saturation électronique

Au delà du potentiel plasma on collecte théoriquement l’ensemble des électrons
interceptant statistiquement la surface de collection, soit un courant électronique égal au
courant de saturation : jesat ≈ −ene

√
kBTe

2πme
. Malheureusement on assiste généralement

dans ce cas à une saturation qualifiée d’incomplète puisque la densité évaluée d’après
jesat à Vsonde = φp ne représente qu’une fraction de la densité réelle : elle est affectée
typiquement d’un facteur 1/3 voir inférieur si on la compare à la densité déduite
de la saturation ionique. Cette saturation incomplète se manifeste également par le
fait qu’on n’observe pas de plateau de courant pour Vsonde > φp mais une simple
diminution de la pente par rapport au régime de collection exponentiel. Il s’avère
que la question de la saturation électronique des sondes de Langmuir est bien plus
délicate que ce que prévoit l’analyse théorique classique : dans cette situation en
effet il devient très vite hasardeux de considérer la sonde comme non perturbative
puisqu’on affecte localement l’électroneutralité du milieu en prélevant un courant
électronique substantiel, ce qui occasionne des effets de gaine significatifs. Lorsqu’il
est impossible d’estimer la densité à l’aide du courant de saturation ionique il n’y a
pas d’autre choix que d’utiliser tout de même, avec beaucoup de précautions, la va-
leur du courant de saturation électronique qui permet d’atteindre ne connaissant Te et φp.

Comme on l’a évoqué une particularité essentielle des plasmas créés dans la machine
MISTRAL est la présence du faisceau de primaires qui va parasiter la caractéristique
du plasma secondaire dans la partie centrale où a lieu l’ionisation. Concrètement les
primaires se manifestent sous la forme d’une caractéristique additionnelle qui se présente
essentiellement sous la forme d’une courbe exponentielle quasi-droite d’expression :

jep = jepsat exp

(
e(Vsonde − Vep)

kBTep

)
' jepsat (1 +

e(Vsonde − Vep)
kBTep

)

sur une large gamme de tension de sonde. En mesurant cette pente aux polarisations
très négatives on obtient une estimation de la densité de primaires nep, connaissant Tep

2.

2. on suppose que Tep ≈ Vfil la tension des filaments, cf section 5.1
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La présence des électrons primaires énergétiques a cependant la fâcheuse conséquence
d’empêcher l’observation de la saturation ionique, il faut dans cette situation se résoudre
à estimer la densité électronique d’après le courant de saturation électronique. Afin de
pallier à cet inconvénient nous avons au cours de nos expériences corrigé la valeur de la
densité électronique estimée d’après jesat dans la zone d’ionisation à l’aide de la densité
estimée d’après jisat à l’ombre du limiteur, puisque dans ce cas l’absence de primaire rend
possible l’exploitation de la saturation ionique.

Durant nos expériences sur MISTRAL nous avons utilisé pour les mesures quantita-
tives une sonde plane polarisable placé sur un accès en translation selon r à mi-colonne.
Un résultat obtenu à l’aide de la sonde plane radiale est représenté sur la figure 4.4. Cette
courbe a été réalisée lors d’une des expériences présentées dans la chapitre 6. Dans cet
exemple le potentiel flottant obtenu est de l’ordre de -8 V et le potentiel plasma est d’en-
viron -4 V. Ces valeurs de potentiel ainsi que les autres grandeurs mesurées dépendent de
la position radiale dans le plasma et un balayage selon r est donc nécessaire pour établir
le profil des différentes grandeurs (densité électronique, température, taux de primaires,
potentiel plasma).

En plus de cette sonde qui fait office de référence plusieurs sondes cylindriques iden-
tiques mobiles selon r, θ et/ou z 3 (dispositif visible figure 4.5) sont disponibles qui per-
mettent des mesures détaillées des fluctuations de densité et de potentiel flottant dans
tout le plasma cylindrique. Comme nous le verrons au chapitre 6 nous pouvons dans une
situation de modes réguliers utiliser une sonde fixe de référence qui déclenche l’acquisition
au passage d’un pic de densité, ce qui permet en particulier d’évaluer le déphasage dans
les trois directions.

L’analyseur d’énergie

Afin d’obtenir avec une bonne exactitude la distribution en énergie des électrons du
plasma, notamment en s’affranchissant du flux ionique qui masque la mesure des électrons
énergétiques sur les sondes de Langmuir, nous avons utilisé un analyseur d’énergie à grille,
aussi appelé ”Reverse Field Analyzer” (RFA)[Stephanakis68]. Ce dispositif permet une
discrimination des charges positives et négatives et une analyse directionnelle en énergie
sur un principe analogue à celui des sondes de Langmuir, à savoir une sélection en vitesse
à l’aide d’un freinage électrostatique réalisé par contre à l’aide d’une grille polarisable
indépendante (dite ”sélectrice”) placée devant un collecteur plat. Afin de minimiser la
perturbation du plasma une autre grille indépendante (dite ”protectrice”) est fixée à
l’avant du RFA et polarisée à un potentiel proche du potentiel plasma local φp. Dans
la pratique on règle à priori ce potentiel en utilisant une mesure de référence pour φp
et on raffine le réglage en recherchant la caractéristique la plus proche possible de la
courbe idéale. L’ensemble grilles et collecteur, tous parallèles, est entouré et fixé par une

3. avec un accès latéral en translation selon r pour les mesures radiales et un accès frontal monté sur
un pivot pour les mesures polöıdales et axiales
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Figure 4.4 – Caractéristique de sonde réalisée à l’aide d’une sonde plane mobile radialement à r =
4.5 cm lors d’une des expériences du chapitre 6. La dérivée ainsi que l’écart à la courbe
exponentielle permettent d’estimer le potentiel plasma et la courbe du logarithme la
température électronique. On en déduit une estimation de la densité électronique.

armature isolante.
Ce type d’appareil n’est pas commercialisé et il a donc été réalisé au laboratoire,

les contraintes de fabrication de ces dispositifs sont telles qu’on ne peut pas obtenir des
analyseurs d’énergie à grille de taille inférieure au centimètre. La présence d’une telle
sonde dans le plasma est donc nécessairement source de perturbation et on réserve son
utilisation à des mesures qualitatives comme on le verra section 6.3.2. Par ailleurs, comme
dans le cas des sondes planes, la directionnalité de la mesure impose qu’on les utilise uni-
quement dans le sens du champ magnétique sans quoi les dérives dûs aux champs croisés
causeraient une déviation des faisceaux de particules transversalement à l’axe du capteur.

Ce type d’analyseur peut être théoriquement utilisé comme analyseur d’ions ou d’électrons
selon le potentiel du collecteur (très inférieur au potentiel plasma : analyseur d’ions,
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Figure 4.5 – Sonde de Langmuir axiale : vue du dispositif. a) support de sonde permettant une trans-
lation en z et une rotation en θ.b) détail de la surface de collection cylindrique.

proche ou supérieur au potentiel plasma : analyseur d’électrons). Cependant le grand
rayon de Larmor des ions dans notre machine ne leur permet pas d’atteindre le collecteur
sans rencontrer les parois isolantes et il est donc impossible de les détecter.

Figure 4.6 – Analyseur d’énergie à grille (RFA). a) photo du dispositif conçu au PIIM. b) schéma de
principe.

4.2.2 Diagnostics optiques

La caméra intensifiée

(source : [Brault07])
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Le type de caméra utilisé dans notre étude est une caméra intensifiée déclenchée
(4QuickE, de Stanford Computer Optics) qui avait été acquise initialement par la labo-
ratoire en vue de réaliser un programme d’imagerie de fluorescence induite par laser.

Cette caméra présente les caractéristiques suivantes :
– capteur CCD intensifié (0-1300V)
– vitesse d’enregistrement : 25 images/seconde
– temps d’exposition du capteur intensifié minimal : 1ns
– réponse spectrale de la photocathode : 300 nm à 600 nm
– résolution : 736x572 pixels
– déclenchement interne ou externe
– images codées sur 14 bits
– l’objectif est un zoom ×5 avec une distance de mise au point allant de 2 m à l’infini

Lors des enregistrements, elle est placée dans l’axe de la colonne de plasma de MIS-
TRAL et réalise donc des images cumulées sur une ligne de visée axiale. La faible vi-
tesse d’acquisition de cette caméra ne permet pas de faire des enregistrements vidéo des
régimes instables d’une façon comparable à des dispositifs tels que la caméra ultra-rapide
conçue au sein de l’équipe MISTRAL[Brault06][Brault07]. Néanmoins, elle dispose d’un
détecteur intensifié, ce qui permet d’obtenir des images de régimes très peu lumineux.

Cette caméra n’a donc pas été utilisée pour faire des films à proprement parler mais
des photographies du plasma à des instants précis. Pour cela, il a été nécessaire de mettre
au point un protocole expérimental de déclenchement de la caméra en fonction des si-
gnaux enregistrés par une sonde de référence, c’est-à-dire de déclencher la caméra quand
le signal de sonde présente une forme d’onde prédéfinie. A cette fin on utilise un oscillo-
scope moderne, en l’occurrence un modèle WaveSurfer de Lecroy qui dispose d’un mode
de déclenchement évolué ou un oscilloscope Tektronix-5000. En visualisant le signal de
sonde sur une ou deux voies de l’oscilloscope, nous pouvons envoyer un signal en sortie
externe de niveau TTL pour déclencher l’acquisition uniquement quand des conditions
précises sont réalisées. C’est généralement le niveau du signal (passage d’un pic de den-
sité) qui conditionne la sortie du signal de déclenchement envoyé ensuite vers la caméra
pour la synchroniser.

Dans le chapitre 6 on verra que dans le cas de modes réguliers, notre caméra intensifiée
permet d’obtenir des images des phénomènes tournant autour de la colonne de plasma en
utilisant un déclenchement à retard continûment variable. Pour cela, un générateur d’im-
pulsions retardées est inséré dans le circuit de déclenchement des caméras. Ce générateur
va ajouter un décalage temporel entre le signal TTL qu’il reçoit et celui qu’il va pro-
duire. De cette façon, en augmentant progressivement le décalage entre la détection d’un
événement dans la trace et l’instant où la photographie est prise, il est possible de suivre
l’évolution temporelle de la structure dans le plasma.

La fluorescence induite par laser (LIF)

Terminons notre tour d’horizon expérimental par une présentation du dispositif de
fluorescence induite par laser (LIF). Précisons d’abord que que la mise en place de la LIF
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sur notre dispositif expérimental ainsi que les mesures présentées au chapitre 6 sont à
mettre au crédit de Cyril Rebont et Nicolas Claire, chercheurs au laboratoire PIIM. Nous
renvoyons donc le lecteur au manuscrit [Rebont10] pour les détails précis sur les aspects
physiques de la LIF et la technique du procédé, résumée succinctement figure 4.7.

En bref la mesure par LIF permet théoriquement une reconstruction de la fonction
de distribution ionique grâce à l’analyse du rayonnement émis par les ions du plasma à la
suite d’une transition atomique vers un état méta-stable provoquée par un faisceau laser
réglé à la fréquence exacte d’excitation voulue (3d2G9/2 → 4p2F7/2 pour l’ion Ar+, qu’on
notera simplement 1→ 2). Cette fréquence étant directement dépendante de l’effet Dop-

pler dû à la vitesse de l’ion - au travers de la condition de résonance ωtrans = ω12 +~k.~vi
4

- on obtient par un balayage en fréquence autour ω12, un signal proportionnel à la po-
pulation d’ions présentant dans la direction de mesure une vitesse donnée. Soulignons
par ailleurs qu’il est nécessaire, afin d’obtenir un rapport signal sur bruit satisfaisant, de
réaliser soit un balayage lent qui nous fournit uniquement une moyenne temporelle de la
distribution, soit un balayage rapide synchronisé avec une sonde de référence 5 qui permet
une mesure résolue en temps moyennant un cumul des mesures successives. Cette dernière
utilisation n’étant bien sûr possible que dans le cadre de l’observation de modes réguliers.

Figure 4.7 – Schéma de principe d’un dispositif de LIF.

4. avec ωtrans la fréquence de transition décalée (= la fréquence de laser), ω12 la fréquence de la
transition 1→ 2 à vitesse nulle, ~k le vecteur d’onde de l’onde incidente et ~vi la vitesse de l’ion

5. qui déclenche la mesure au moment choisi par rapport au passage de la surdensité
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En pratique la distribution ionique mesurée par LIF est entachée de plusieurs erreurs
systématiques [Rebont10] :

– l’élargissement spectral (essentiellement l’effet Zeeman) qui provoque une sures-
timation de la largeur spectrale (≈ 15 % dans nos conditions) et donc de la
température ionique.

– l’imprécision sur la direction de mesure causée par l’accès optique difficile : la mesure
n’est jamais purement axiale, radiale ou azimutale. D’où une erreur possible sur la
vitesse moyenne en particulier.

– la taille finie de l’échantillon optique (environ 8mm) qui provoque un moyennement
spatial et directionnel (surtout à faible rayon).

– l’erreur due à la durée de la mesure (plusieurs minutes) qui la rend sensible à
la dérive thermique de la machine, particulièrement en utilisation synchronisée
puisque la fréquence du mode peut varier sensiblement.

Concrètement si ces mesures présentent un intérêt qualitatif certain, il nous faut cepen-
dant les traiter avec beaucoup de précaution puisque, comme l’a souligné leur auteur[Rebont10],
des efforts expérimentaux restent à entreprendre pour améliorer leur fiabilité.

4.3 Paramètres du plasma de MISTRAL

Nous donnons ici l’ensemble des grandeurs caractérisant un plasma d’argon typique-
ment observé dans la machine MISTRAL : elles sont fournies par le tableau 1.1 donné à
la section 1.3 du premier chapitre. Les valeurs relatives au champ magnétique sont direc-
tement déduites de la mesure du courant injecté dans le solénöıde 6 tandis que l’essentiel
des paramètres macroscopiques du plasma - densité, température électronique, poten-
tiel plasma et donc champ électrique - sont déduites des mesures par différents types de
sondes de Langmuir. Selon la configuration expérimentale on mesure soit un champ radial
quasi-nul, soit un champ centripète d’une centaine de V/m. La température ionique est
quand à elle fournie par la fluorescence induite par laser qui permet d’en estimer l’ordre
de grandeur : nous prendrons comme valeur de référence Ti ∼ 0, 1eV .

Partant des paramètres de plasma mesurés il est intéressant d’évaluer l’importance
des dérives pour chacun des gaz de particules. Afin d’évaluer les dérives particulaires on
utilise pour les vitesses parallèles et perpendiculaires initiales les vitesses thermiques :
v‖0 =

√
kBT/m et v⊥0 =

√
2kBT/m. Les ordres de grandeur des différentes dérives sont

données par le tableau 4.1. On voit que c’est la dérive électrique et la dérive de pola-
risation qui dominent le mouvement des ions lorsque le champ électrique est présent,
avec une légère correction due à la dérive diamagnétique. Pour les électrons le dérives
électriques et diamagnétiques sont prépondérantes.

6. Le champ magnétique axial dans la colonne de plasma est généré par un solénöıde fini qui présente
donc les défauts suivant : un faible gradient radial de champ magnétique entre le centre et le bord
du cylindre et une fuite des lignes de champ aux extrémités (compensée à l’entrée par un bobinage
additionnel) avec un grand rayon de courbure
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Vitesse de dérive Expression Dérive dans MISTRAL (m/s)

Electrique ~VE =
~Er × ~B

B2
0− 7.103

Polarisation ~Vpol =
q

|q|
1

ωcB

d~E

dt
ions : 0− 2.103 // électrons : 0− 3.10−2

Diamagnétique ~V ∗ = −γpkBT
~∇rn× ~B

qnB2
ions : 450 // électrons : 8.103

∇2E polöıdal ~v∇2E =
1
4
R2
L∇2

~Er × ~B

B2
ions : 0− 60 // électrons : 0− 3.10−2

∇B radial ~v∇B =
v⊥0RL

2

~B × ~∇B
B2

ions : 0,4 // électrons : 18

Miroir magnétique
v‖f

v‖0
=

√
1 +

2µ(B0 −Bf )
mv‖0

accélération de 1 %

Courbure ~vRc =
m

q

~Rc × ~B

R2
cB

2
v2
‖0 ions : 7 // électrons : 250

Table 4.1 – Estimation des dérives dans la colonne de plasma de MISTRAL

Terminons un point essentiel : la caractéristique principale des plasmas cylindriques
réalisés dans le dispositif est la présence de gradients radiaux de densité - lié essentielle-
ment à la présence du limiteur radial en entrée de colonne - et éventuellement de potentiel
(selon la polarisation des collecteurs axiaux), tandis que par ailleurs le plasma présente
une relativement bonne symétrie axiale, attestée par les mesures de sondes. Les pro-
fils moyens des grandeurs macroscopiques, mesurés durant nos expériences, sont visible
section 6.1.2. Ils peuvent être grossièrement simulés par les profils analytiques suivants :

ne = n0e
− r2

L2
n (4.1)

φp = φp0 − Kr2

2
(4.2)

avec n0 ∼ 1015m−3, Ln ' 7cm, φp0 ' −4, 5V et K ' −900V.m−2 pour un plasma
standard en collecteurs axiaux flottants. Ces profils suivent la tendance : Ln → 4, 5cm,
φp0 → 3V et K → 0 lorsque les collecteurs axiaux sont amenés à la masse.
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Chapitre 5

Étude théorique de l’équilibre du
magnéto-plasma de MISTRAL

Le plasma de MISTRAL a été conçu comme un plasma cylindrique droit présentant
une forte inhomogénéité dans la direction radiale, confiné par un champ magnétique faible
et relativement homogène 1. Cette configuration héritée du dispositif MIRABELLE du
LPMIA de Nancy a été pensée initialement pour étudier les instabilités d’interchange et
de dérive diamagnétique à l’ombre d’un limiteur. Cependant, du fait qu’il est créé par un
faisceau central d’électrons rapides non-neutralisés il est susceptible de subir également
un champ électrique radial suffisamment important pour générer une dérive azimutale
des espèces chargées 2. La mesure de ce champ électrique donne des valeurs typiques
d’une centaine de V/m qui, si on les combine à la valeur du champ magnétique de l’ordre
d’une centaine de Gauss, nous permettent d’évaluer le rapport E/B (caractéristique des
dérives électriques) à une valeur de l’ordre de 104 comparable à celles observées au bord
de certaines machines de fusion actuelles.

L’équilibre complexe qui est en œuvre dans cette configuration de champs croisés est
sujet à l’apparition d’instabilités propres à cette situation qui seront détaillées dans le
chapitre 7. L’objet ici est d’analyser les effets de premier ordre dans le plasma et de mettre
en lumière les contraintes qui provoqueront inévitablement l’excitation d’ondes instables
qui comme on le verra sont nécessaires à l’évacuation de la charge d’espace dans le plasma.

5.1 Plasma créé par un faisceau d’électrons

rapides :

Commençons par étudier les caractéristiques du faisceau de primaires ionisant, res-
ponsable du terme source d’ionisation dans la colonne de plasma. Comme démontré dans

1. si l’on excepte les faibles effets de courbure en bout de colonne
2. notons en passant que ce champ électrique n’est pas d’une nature simple puisque les propriétés

d’injection et de collection jouent un grand rôle dans son établissement.
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l’annexe A, ce terme domine largement le terme perte dû aux recombinaisons dans nos
plasmas à faible densité électronique. C’est donc les pertes aux bords 3 qui fixent la den-
sité électronique stationnaire à travers l’équation bilan flux/ionisation issue de l’équation
de conservation de la matière :

~∇.~Γ = Sion (5.1)

Le terme source d’ionisation est lié d’une part à la densité de neutre notée n0 auquel il est
directement proportionnel et d’autre part aux caractéristiques cinétiques du faisceau de
primaires par l’intermédiaire de l’intégrale donnant la fréquence de collisions ionisantes :

Sion = nepνion avec :

νion =
n0

nep

∫ +∞

−∞
fep(~v)σion(v)d~v

où σion est la section efficace différentielle totale d’ionisation donnée dans l’annexe A.

Les électrons primaires sont produits par thermo-émission de filaments de Tungstène,
accélérés et homogénéisés dans la chambre source avant d’être injectés parallèlement au
champ magnétique en entrée de colonne 4. On peut estimer leur distribution en se ba-
sant sur les paramètres - tensions et courants - de la chambre source 5 et en supposant
la population comme homogène et maxwellienne en énergie 6. Si on se place dans une
situation expérimentale standard on obtient une température parallèle des primaires Tep
d’environ 16 eV et une énergie cinétique parallèle moyenne EC,ep d’environ 30 eV 7. Les
températures et vitesses perpendiculaires sont par contre relativement faible à cause de la
directionnalité du dispositif d’injection. Ici et dans toute la suite la référence des tensions
(qui permet de définir celle des vitesses moyennes) est le potentiel plasma φp sur l’axe de
la colonne 8.

Un faisceau maxwellien d’électrons primaires est donc produit juste avant la grille
d’injection qui sépare la chambre source de la colonne de plasma étudiée. Cette grille
séparatrice généralement laissée flottante se fixe à un potentiel φsep négatif et va donc
induire une sélection sur les vitesses axiales, repoussant les électrons d’énergie inférieure
à eφsep, typiquement entre 10 et 20 eV 9. La figure 5.1 montre le principe du dispositif
global et la figure 5.2 illustre le phénomène de sélection des primaires sur la séparatrice.
En notant Vep,s la vitesse moyenne parallèle initiale, nep,s la densité initiale et Vep,sel
la vitesse de sélection on a donc une population d’électrons primaires entrant dans la

3. pertes axiales sur les collecteurs en entrée et sortie, pertes radiales sous l’effet du transport radial
4. pour les détails sur la configuration expérimentale, voir le chapitre 4
5. les caractéristiques réelles du faisceau d’électrons ionisants ne sont pas directement mesurables
6. ces propriétés sont obtenues grâce à la configuration magnétique complexe de la chambre source

qui permet d’allonger le parcours des primaires avant injection dans la colonne
7. correspondant à une vitesse moyenne parallèle

√
2eEC,ep/me d’environ 3.106 m/s

8. le potentiel plasma varie peu dans la direction axiale, on l’estime par une caractéristique de sonde
de Langmuir

9. la valeur exacte dépend de plusieurs paramètres expérimentaux : tension de décharge, tension
d’anode et potentiel plasma dans la colonne
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5.1. PLASMA CRÉÉ PAR UN FAISCEAU D’ÉLECTRONS RAPIDES :

Figure 5.1 – Schéma de principe de la colonne de plasma créée par un faisceau d’électrons ionisants :
une partie des électrons primaires issus de la chambre source traversent la séparatrice et
ionisent le gaz dans une colonne de section Σp. Une fraction variable (selon la valeur de
φcol) de ces primaires atteint le collecteur en sortie.

Figure 5.2 – Distribution théorique des électrons primaires avant et après la sélection par la grille
séparatrice. La référence des vitesses est fixée par le potentiel plasma dans la colonne.

colonne pouvant être décrite par :

fep,e(~v) = nep,s

√
me

πkBTep
exp(−

me(v‖ − Vep,s)2

kBTep
)H(v‖ − Vep,sel)δ(~v⊥) (5.2)

avec H(x) la fonction de Heaviside (nulle pour x < 0, égale à 1 pour x > 0) et δ(x) la
fonction de Dirac.

Les densités et vitesses fluides dans la colonne sont donnés par les moments de cette
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distribution :

nep =
nep,s

2
erfc(Uep) ≈ 0.87nep,s

Vep = Vep,s +
vth,ep e

−U2
ep

√
πerfc(Uep)

≈ 1.1Vep,s

avec : Uep =
Vep,sel − Vep,s

vth,ep

en supposant qu’ils sont tous collectés en sortie, sinon il faut tenir compte de la fraction
(faible comme on le verra) d’électrons primaires réfléchis par la gaine du collecteur, ce
qui augmente la densité et réduit la vitesse moyenne, mais dans une proportion faible.

La densité nep peut être grossièrement évaluée par une estimation de la pente des
primaires sur une caractéristique de sonde 10, qui indique une fraction nep/n0 de l’ordre du
% dans nos conditions. On peut également l’estimer en supposant fiables les paramètres
cinétiques du faisceau : en utilisant l’équation de conservation 5.1 intégrée sur tout le
plasma, connaissant les flux sortants. Comme on le verra dans la section 5.2, ce bilan
est réalisable sur les ions puisque le flux d’ions sortant est de l’ordre du flux de Bohm 11

axial en entrée/sortie (en supposant le flux radial ionique négligeable). On a alors, en
calculant la fréquence d’ionisation sur la distribution fep,e donnée par 5.2 :

4π

∫ R

r=0

ΓB dr =
IB
e
∼ nepνionΥp

où ΓB et IB sont respectivement le flux de Bohm local et le courant de Bohm total 12.
Υp est égal à ΣpLp, avec Lp la longueur axiale du plasma et Σp = πR2

lim la section sous
le limiteur de rayon Rlim. Nous avons fait l’hypothèse, qu’on vérifiera plus bas, que le
faisceau de primaire est homogène et confiné dans la section centrale du plasma. Nous
pouvons donc écrire :

nep
n0

∼ cs,i
νionLp

L2
n(1− e−

R2
p

L2
n )

R2
lim

(5.3)

qui nous donne une fraction nep/n0 de l’ordre du %, cohérente avec nos mesures.

Enfin il est intéressant de connâıtre le temps de transit τep des électrons primaires
dans la machine, qui peut être évalué aisément connaissant leur vitesse moyenne Vep et
la distance qu’ils parcourent avant de quitter le plasma : celle ci vaut entre Lp et 2Lp
selon que les primaires sont totalement ou partiellement collectés en sortie (les primaires

10. Cette méthode donne par ailleurs un résultat conforme à celui déduit par spectroscopie d’émission
[Escarguel07]

11. d’après David Bohm (1917-1992) qui le premier exprima la condition nécessaire à l’existence de la
gaine ionique bornant un plasma fini (référence [Bohm49]) et par là fournit une estimation du courant
de fuite ionique. Une autre contribution significative de D. Bohm à la physique des plasmas fut la mise
en évidence dans le même ouvrage du taux de diffusion qui porte son nom.

12. donné par la formule 5.7, section 5.2.1 pour un profil radial de densité gaussien d’écart type Ln
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réfléchis quittent toujours le plasma par la grille d’injection dans ce dernier cas). En
utilisant l’estimation haute nous avons donc :

τep ∼ 2Lp/Vep ∼ 10−6s

ce temps est largement inférieur au temps caractéristique des fluctuations (. 10−4s)
responsables du transport transverse, on peut donc supposer qu’aucun électron primaire
ne quitte la région centrale du plasma, ce qui justifie de les considérer comme parfaitement
confinés.

5.2 Physique des lignes de champ ouverte

On a vu dans la section 3.3 que des gaines électrostatiques se forment aux bords du
plasma à cause de la nécessité pour le plasma d’écranter le potentiel des surfaces à son
contact. Sachant que les conditions de bord déterminent les flux de particules entrant
et sortant, il est important d’en dégager une modélisation qui est l’objet de la section
suivante. Dans toute cette section et la suite de cet ouvrage, nous désignerons sous le
terme générique de collecteurs axiaux le collecteur terminal en bout de colonne et la
grille séparatrice en entrée, qui constituent les deux bords axiaux du plasma cylindrique.

5.2.1 Modélisation de la gaine face au collecteur terminal :

Considérons un collecteur conducteur (donc de potentiel homogène) plat situé face à
la direction du champ magnétique en z = Lp (où Lp est la longueur de la colonne). Le
potentiel de ce collecteur peut être fixé à une valeur φcol ou laissé flottant de sorte qu’il
se fixe naturellement au potentiel φf (très négatif) nécessaire pour annuler le courant
sortant. En général pour évaluer ce dernier il suffit de considérer une espèce d’ion et
d’électron mais dans le cas des plasmas créés par des faisceaux d’électrons comme celui
de MISTRAL il faut compter, en plus le flux des électrons primaires ionisants injectés à
l’entrée.

Plaçons-nous dans le cadre d’une surface polarisée négativement par rapport au po-
tentiel plasma 13 : le potentiel qui va se développer dans la gaine va tendre à repousser les
électrons et doit donc décrôıtre entre z = zg la position de l’entrée de la gaine et z = Lp
la position du collecteur (zg ∼ Lp − λD). La gaine qui se forme, appelée gaine ionique,
est bien connue et a donné lieu à de nombreux travaux expérimentaux et théoriques
depuis [Langmuir29] en passant par [Bohm49] jusqu’à [Hershkowitz05] tout récemment.
Pour la décrire on va raffiner le calcul du potentiel dans la gaine en tenant compte cette
fois des ions du plasma. Si on note ng et V‖i,g respectivement la densité et la vitesse
des ions à l’entrée de la gaine, la conservation du flux s’écrit 14, pour zg < z < Lp :

13. ce qui est presque toujours le cas pour limiter la fuite des électrons très mobiles, voir plus loin
14. puisqu’on peut négliger les pertes transverse et les collisions sur la faible épaisseur de la gaine.
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ngV‖i,g = ni(z)V‖i(z) et la conservation de l’énergie cinétique donne donc la densité io-
nique dans la gaine :

ni(x) = ng

(
1− 2eφ∗

miV 2
‖i,g

)−1/2

où : φ∗(z) = φ(z)− φg

avec φg = φ(zg) le potentiel plasma à l’entrée de la gaine . L’équation de Poisson s’écrit
alors avec des électrons Boltzmanniens de densité égale à celle des ions en entrée de gaine
(le plasma est quasi-neutre à cet endroit) et en tenant compte de la présence d’électrons
primaires :

d2φ∗

dz2
=

eng
ε0

exp

(
eφ∗

kBTe

)
+
nep,g
ng

exp

(
eφ∗

kBTep

)
−

(
1− 2eφ∗

miV 2
‖i,g

)−1/2


qu’on réécrit :
d2φ̂

dξ2
= φ̂′′ = eφ̂ +

nep,g
ng

eφ̂Te/Tep −

(
1− 2φ̂

M2
i,g

)−1/2

avec :

φ̂ =
eφ∗

kBTe
et ξ =

z

λD

où Mi,g =
V‖i,g
cs,i

est le nombre de Mach ionique et csi =

√
kB(Te + Ti)

mi

≈
√
kBTe
mi

la

vitesse acoustique ionique.
En multipliant par φ̂′ et en intégrant sur ξ on obtient :

φ̂′2 − φ̂′(zg)2 = M2
i,g

√1− 2φ̂

M2
i,g

− 1

+ eφ̂ − 1 +
nep,gTep
ngTe

(eφ̂Te/Tep − 1) (5.4)

Puisque le potentiel ne peut qu’augmenter en valeur absolue dans la gaine, cette équation
n’a de solution que si le terme de droite est positif, c’est le critère d’existence de la gaine.
Ceci est vrai en particulier à l’entrée de la gaine, c’est à dire pour la limite φ̂ << 1.
On peut alors négliger la contribution des électrons primaires devant celle des électrons
secondaires puisque le rapport des termes vaut nep,gTep/ngTe << 1 15 et on aboutit donc

au résultat en développant au deuxième ordre en φ̂ :

M2
i,g

(
1− 1

M2
i,g

φ̂− 1

2M4
i,g

φ̂2 − 1

)
+ 1 + φ̂+

1

2
φ̂2 − 1 ≥ 0 (5.5)

soit :M2
i,g ≥ 1 ou encore V‖,i,g ≥ cs,i (5.6)

appelé critère de Bohm. La raison physique d’une telle contrainte provient du fait que si
M2

i,g ≤ 1, la densité ionique à l’entrée de la gaine va décrôıtre plus vite que la densité

15. il vaut typiquement une dizaine de % au maximum
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électronique, entrainant localement l’existence d’une charge d’espace négative et donc le
développement d’un champ électrique dirigé vers le plasma qui va repousser les ions, ce
qui est contraire au principe même d’une gaine ionique.

Du critère de Bohm sur l’existence de la gaine on déduit qu’il s’établit nécessairement
avant l’entrée de la gaine, sur une certaine longueur du plasma (de l’ordre de la dimension
axiale), une zone de plasma neutre appelée pré-gaine où siège un champ électrique faible
mais non-nul qui va freiner les électrons et accélérer les ions (qui ont naturellement une
vitesse parallèle presque négligeable) pour leur faire atteindre une vitesse de l’ordre de
la vitesse acoustique ionique en entrée de gaine.

Figure 5.3 – Source :[Sarazin97] Schéma des variations parallèles de potentiel, nombre de Mach ionique
et densités dans la pré-gaine et la gaine. L’échelle de la gaine a été amplifiée pour la
représentation.

On peut estimer la chute de densité et de potentiel dans cette pré-gaine en utilisant
d’abord la relation 3.74 qui relie la vitesse (assimilable à la vitesse ionique) à la densité
électronique dans la description à 1 fluide :

(∂‖V‖ + νin)V‖ = −c2
si

∂‖ne
ne

(3.74)

Comme on l’a vu dans la section 3.5 cette relation nous donne dans la limite non-
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collisionelle la courbe de densité suivante :

ne(z) = npexp(−
M2

i

2
)

en supposant que les ions ont une vitesse nulle à l’entrée de la pré-gaine en z = zpg, où
la densité est égale à np = ne(zpg). En entrée de gaine on a donc : ng = npe

−1/2 ≈ 0, 6np.
En réalité, il s’agit d’une approximation haute : si on tient compte des collisions -
nous avons dans une configuration expérimentale typique νin/csi ' 0, 5 - et en sup-
posant un profil linéaire du nombre de Mach selon z on obtient ng ≈ 0, 5np. Le flux
de Bohm ionique s’échappant par la gaine électronique vaut donc approximativement :
ΓB = ngV‖,i,g ≈ 0, 5npcs,i. Cette évaluation est purement indicative puisqu’il faudrait,
pour calculer exactement le flux de Bohm, connâıtre le profil réel de vitesse ionique selon
z, mais elle fournit une estimation relativement juste du flux de Bohm réel.

Ceci nous permet d’estimer la chute de potentiel dans la pré-gaine en considérant que
les électrons ont une répartition boltzmanienne : n(z) = npexp(−e(φ(z)− φp)/kBTe), on
a alors :

φ(z)− φp = −kBTeM
2
i

2e

soit une chute de potentiel de l’ordre de 1,5 V (Te vaut typiquement 3 eV) sur la longueur
de la pré-gaine, ce qui correspond à un champ électrique de l’ordre du V/m.

A partir de l’expression du courant de Bohm local jB ≈ 0, 5enecs,i il est possible de
déterminer le courant de Bohm global IB sur la section de cylindre, c’est à dire le courant
ionique total s’échappant sur le collecteur terminal :

IB ≈ πecsi

∫ Rp

r=0

rne(r)dr

où ne(r) est la densité loin du bord (en z = Lp/2) 16. Avec le profil de densité maxwellien
donné par 4.1 on obtient donc :

IB ≈
π

2
en0csiL

2
n

(
1− e−

R2
p

L2
n

)
(5.7)

où n0 = ne(r = 0) est la densité maximale et Ln l’écart-type radial de densité.

On peut s’interroger sur le cas de la gaine susceptible de se former si le potentiel
de collecteur était supérieur au potentiel plasma. La problématique ici est très simi-
laire à celle de la sonde de Langmuir (cf section 4.2.1) : en polarisation très négative on
collecte un courant ionique faible - égal au courant de Bohm jB ≈ 0, 5enpcs,i - tandis
qu’au-delà du potentiel flottant le courant électronique collecté augmente exponentiel-
lement jusqu’à atteindre une valeur de l’ordre du courant de saturation électronique
jsat,e ≈

√
mi/4πmejB ≈ 100jB lorsque le potentiel du collecteur atteint le potentiel

plasma. Dans ces conditions un courant électronique très important est donc extrait, qui

16. c’est à dire au-delà de la pré-gaine
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conduirait au développement très rapide d’une charge d’espace positive dans le plasma
si rien ne permettait par ailleurs l’évacuation des ions. La conséquence directe d’un telle
situation est une augmentation du potentiel plasma qui va s’ajuster naturellement pour
satisfaire à la conservation du courant et donc se fixer à une valeur toujours supérieure
aux potentiels de bords dans la direction parallèle : dans ce cas ce sont les conditions
aux limites axiales qui contraignent la valeur du potentiel plasma. La chute de potentiel
nécessaire pour assurer la conservation du courant vaut typiquement φp−φcol ∼ (kBTe/e),
c’est à dire l’ordre de grandeur de la température électronique. Signalons tout de même
que dans certaines situations très particulières il est possible d’obtenir un potentiel plasma
très proche voir inférieur au potentiel de collecteur : c’est le cas dans l’expérience du
court-circuit de Simon [Simon55] où les électrons sont collectés axialement et les ions
radialement mais également dans les conditions très particulières où une double-couche
(double-layer) [Block78] est susceptible de se développer, typiquement lorsque deux plas-
mas de caractéristiques très différentes sont en contact ou lorsque le potentiel plasma est
fortement contraint par une condition extérieure.

Concrètement une telle situation n’a jamais été observée sur notre dispositif expérimental :
dans toutes nos expériences le potentiel plasma se fixe toujours à une valeur supérieure
à celle du potentiel de collecteur imposé.

5.2.2 Flux sur les collecteurs axiaux au flottant :

Nous allons nous intéresser dans les prochaines sections aux flux sur les deux collec-
teurs axiaux (collecteur terminal et séparatrice), en nous basant en partie sur les obser-
vations expérimentales détaillées au chapitre 6. Dans un premier temps on se limite à la
situation des collecteurs axiaux au flottant, qui constitue notre situation expérimentale
de référence, puisque c’est dans cette situation que les modes réguliers décrits dans la
suite de cet ouvrage sont observés.

Nous commencerons par l’étude du collecteur terminal dont la physique est bien
décrite par l’analyse de la section précédente. Nous discuterons plus loin la situation de
la séparatrice, qui représente l’autre CL axiale du plasma, afin d’essayer d’obtenir une vue
d’ensemble du bilan de matière dans la machine, selon deux paramètres expérimentaux
essentiels : la polarisation des collecteurs d’une part, celle de l’anode Van d’autre part
dont nous verrons qu’elle influence significativement les phénomènes au voisinage de la
séparatrice.

Collecteur terminal flottant :

Dans le cas où le collecteur terminal est laissé flottant, il va se fixer naturellement
au potentiel φf nécessaire pour annuler le courant total sortant. Les valeurs typiquement
mesurées pour le potentiel flottant du collecteur sont de l’ordre de -30V par rapport
au potentiel plasma, on ne peut plus alors négliger la contribution du flux d’électrons
primaires à sa surface comme on va le voir. On rappelle que les électrons primaires sont
décrits par la fonction de distribution donnée par 5.2 tandis que les électrons secondaires
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sont supposés maxwelliens. La condition de nullité du courant à la surface du collecteur
s’écrit, en prenant Γ‖i = 0, 5npcs,i (le flux d’ion est constant dans la gaine) et en intégrant
la fonction de distribution des électrons primaires et secondaires sur les vitesses supérieure
à vmin =

√
−2e(φf − φp)/me :

0, 5npcs,i =
0, 5np√
πvth,e

∫ +∞

vmin

exp(− v2

v2
th,e

)vdv

+
nep,s√
πvth,ep

∫ +∞

vmin

exp(−(v − Vep,s)2

v2
th,ep

)H(v − Vsel,ep)vdv (5.8)

soit : npcs,i =
npvth,e√

4π
exp−2e(φf − φp)

kBTe
+
nep,svth,ep√

2π
exp(− 2e

kBTep
(
√
−φmin −

√
EC,ep)

2)

+ nep,sVep,serfc(

√
2e

kBTep
(
√
−φmin −

√
EC,ep)) (5.9)

avec : φmin = min(φf − φp, φsep − φp)

Le potentiel flottant va donc s’ajuster naturellement pour satisfaire cette condition. En
traçant graphiquement les flux associés aux trois espèces en fonction du potentiel (figure
5.4) on s’aperçoit que la contribution des électrons primaires domine largement le cou-
rant électronique lorsque φcol − φp < −10V , le potentiel flottant est donc uniquement
déterminé par la condition d’égalité du flux ionique avec le flux de primaire qui traverse
la barrière de potentiel dans la gaine.

Dans ces conditions on peut estimer la fraction d’électrons primaires collectée : si on
suppose que le flux de primaires se conserve le long de la colonne 17 on peut donc estimer
qu’un flux Γep ≈ nepVep issu du plasma source entre dans la gaine du collecteur. Seule
une fraction αep de ce flux est capable de traverser la DDP dans la gaine : c’est la part
du courant de primaire suffisante pour annuler le courant de Bohm ionique. On peut
donc estimer cette fraction par : αep = 0, 5npcs,i/(nepVep), ce qui nous donne environ 70%
dans nos conditions 18. La fraction restante va donc nécessairement rebondir sur la gaine
et retourner dans le plasma de sorte que le courant net de primaires dans la gaine soit
exactement égal au courant ionique, ainsi le flux net est-il conservé. Ce raisonnement est
corroboré par les mesures réalisées à l’aide d’un analyseur d’énergie à grille (RFA) - fi-
gure 6.14 section 6.3.2 - qui montre la présence d’une population significative d’électrons
énergétiques à contre-courant lorsque le collecteur terminal est flottant. On peut sup-
poser que l’essentiel de cette fraction va ensuite traverser la colonne de plasma en sens
inverse pour finalement sortir par la séparatrice, puisque le potentiel flottant de celle-ci
- supérieur d’une dizaine de volts au potentiel du collecteur terminal - n’excède pas celui

17. la conservation du flux total est assurée par l’absence de processus de création/perte de primaires
et celle du flux parallèle en particulier par le fait que le transport transverse de ces primaires est à priori
négligeable.

18. valeur évidemment purement indicative
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Figure 5.4 – Flux des 3 espèces de particules (normalisés à 0, 5npcs,i) dans la gaine en fonction du
potentiel φcol − φp, conditions standards.

des primaires les moins énergétiques 19.
Il apparâıt donc que dans cette situation tous les électrons secondaires rebondissent

sur la barrière de potentiel en sortie. Reste à considérer la situation au voisinage de la
séparatrice en entrée, qui constitue la deuxième - et la plus complexe - condition aux
limites axiale.

Physique de la grille séparatrice :

L’étude de la physique du collecteur terminal de la section 5.2.1 doit être largement
nuancée lorsqu’il s’agit de comprendre la physique de la grille séparatrice conductrice
située en entrée de colonne à z = 0. Celle-ci est en effet soumise à la fois aux flux
du plasma cylindrique, mais également à ceux du plasma source, ce qui complique sin-
gulièrement les choses. Le point essentiel à considérer, outre le potentiel de la grille, est
la DDP entre le plasma source au potentiel φp et le plasma cible au potentiel φps. La va-
leur mesurée de ce dernier est toujours légèrement supérieure au potentiel d’anode Van

20

19. sinon il n’auraient pas franchi initialement la séparatrice
20. l’anode constitue la surface sur laquelle est collectée l’essentiel du plasma source, c’est pourquoi

sa valeur fixe le potentiel de ce dernier
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tandis que le potentiel plasma dans la colonne varie selon la configuration expérimentale.

Étudions la situation où la grille est laissée flottante, schématisée figure 5.5-a). Si le
potentiel d’anode est suffisamment négatif on constate expérimentalement que le poten-
tiel de la séparatrice se fixe à une valeur très négative φsep = φfs : typiquement entre 15
et 20V en dessous du potentiel plasma dans la colonne. Ce dernier par ailleurs se posi-
tionne à une valeur toujours légèrement supérieure au potentiel d’anode (cf section 6.4).
Cette situation contribue à repousser tous les électrons secondaires 21, qu’ils proviennent
du plasma cible ou du plasma source. Un flux d’ion est par contre libre de franchir la
séparatrice, dont il est impossible de prévoir la direction compte-tenu de l’imprécision
sur les mesures.

La situation où les deux collecteurs axiaux (collecteur terminal et séparatrice) sont
laissés flottants conduit donc dans ce cas à un piégeage des électrons secondaires, qui
ne peuvent pas quitter le plasma dans l’axe. Expérimentalement ceci se traduit par la
présence d’une DDP radiale entre l’axe du plasma à un potentiel négatif et le bord à
la masse. Cette DDP donne lieu à la mise en place d’un champ électrique radial, lié
intrinsèquement comme on le verra à la nécessité d’évacuer radialement l’excès de charge
négative, par l’intermédiaire du transport transverse associé aux oscillations très impor-
tantes de densité présentes sur tout le rayon de la colonne (cf chapitre 6).

Lorsque le potentiel d’anode se rapproche de la masse par contre (figure 5.5-b), la
situation a tendance à évoluer significativement : le potentiel flottant mesuré sur la grille
devient de moins en moins négatif et la barrière de potentiel devant la séparatrice finit
par devenir perméable aux électrons, ce qui explique qu’on observe un changement dans
la physionomie du plasma et une disparition du champ radial. S’opère alors comme on
le verra une transition vers un régime faiblement turbulent, avec un transport transverse
beaucoup plus faible.

5.2.3 Flux sur les collecteurs axiaux à la masse :

Si on modifie l’impédance des deux collecteurs pour augmenter leur polarité, on
constate une modification - progressive au départ, plus brutale au voisinage de la masse
- des profils ainsi que des oscillations dans le plasma (voir section 6.3 pour une analyse
expérimentale de la transition entre les deux situations).

Si on raisonne d’abord sur le collecteur terminal on constate qu’en réduisant la DDP
plasma/collecteur on augmente la quantité de courant électronique collecté : le courant
de primaires sortant va crôıtre à mesure que la barrière de potentiel en sortie s’ame-
nuise et lorsque la DDP devient inférieure à -10V - comme l’indique la figure 5.9 - la
contribution des électrons secondaires va devenir de plus en plus significative. Elle finit
par dominer le courant électronique lorsque le potentiel du collecteur se rapproche de la
masse. Expérimentalement on observe alors une augmentation nette du potentiel plasma

21. on rappelle que les électrons primaires suffisamment énergétiques parviennent à traverser la barrière
de potentiel
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Figure 5.5 – Évolution schématique du potentiel selon z au voisinage de la séparatrice. a) séparatrice
flottante, potentiel d’anode négatif. b) séparatrice à la masse, potentiel d’anode positif.
c) séparatrice à la masse.

dans la colonne, qui s’explique par le fait que la fuite des électrons, puisque rien n’entrave
plus leur collection, doit être limitée par la DDP entre le plasma et le collecteur (on a
typiquement φp − φcol ∼ kBTe

e
).

Concernant la grille séparatrice, on tend vers la situation schématisée figure 5.5-c) :
avec un potentiel plasma positif dans la colonne les flux traversent la section d’entrée
dans le sens du gradient de potentiel plasma source/plasma cible, généralement positif
selon z 22. Notons en particulier qu’en plus du flux de primaire plus important, un flux
d’électrons secondaires issu du plasma source est libre de pénétrer dans la colonne, ce qui
ne pose pas de problème puisque ces électrons sont collectés en sortie.

22. le potentiel d’anode dans nos expériences est généralement négatif et excède rarement la masse
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Globalement on constate donc que dans cette situation, la fuite des électrons est pos-
sible sur l’axe, ce qui se traduit par une valeur de potentiel plasma central positive de
quelques volts (autour de 3-4 V, soit l’ordre de grandeur de la température électronique).
A l’inverse du cas collecteurs flottants on a donc une DDP radiale positive entre l’axe
et le cylindre périphérique (à la masse) susceptible de donner lieu à l’existence d’un
champ électrique radial centrifuge. En réalité l’expérience montre que le plasma est alors
quasi-équipotentiel radialement 23, mieux confiné et sujet à de faibles fluctuations de den-
sités intermittentes. Nous supposons que ce comportement est lié à la problématique du
champ positif limite Er,lim pour la stabilité du plasma à l’ordre 0, que nous étudierons
section 5.3.1. Quoiqu’il en soit dans cette situation de collecteurs axiaux à la masse il
apparâıt que la conservation des charges est assurée par la fuite globalement ambipolaire
des charges aux deux bords axiaux, ce qui explique certainement le faible transport trans-
verse observé : la densité chute très vite à l’ombre du limiteur, le niveau de fluctuations
est faible et le courant radial collecté négligeable devant le courant axial (environ 5 %).

En conclusion on voit qu’il est très délicat de décrire d’une façon claire les condi-
tions aux limites axiales du plasma, principalement à cause de la physique complexe de
la séparatrice, qui dépend étroitement des caractéristiques des deux plasmas avec les-
quels elle est en interaction. L’idée simpliste d’un découplage des plasmas au moyen de
cette grille est donc totalement à réviser et une caractérisation beaucoup plus complète
du plasma source apparâıt indispensable pour bien comprendre l’équilibre complexe qui
s’établit entre celui-ci et le plasma cible, objet de notre attention. Cette étude exhaustive
n’a malheureusement pas pu être menée dans ce mémoire et nous nous contenterons donc
de l’analyse empirique ici développée, qui permet d’expliquer en partie sur quels principes
repose la conservation de la charge dans la colonne de plasma.

5.3 Équilibre du plasma magnétisé en rotation :

Dans cette section nous allons compléter l’analyse de la situation d’équilibre du plasma
magnétisé ébauchée au chapitre 3, mais cette fois dans la géométrie cylindrique, qui
est la géométrie naturelle de notre plasma expérimental symétrique autour de l’axe z.
Reprenons pour cela l’équation du mouvement 3.47 de la description à 2 fluides du
paragraphe 3.4 :

(∂t + ~V .~∇)~V = −Ωc
~V ×~b+

q ~E

m
−
~∇P
nm
− νcoll~V (3.47)

où on le rappelle Ωc = −qB/m est la fréquence cyclotron signée. Ces équations sont
complétées par l’équation de Poisson qui se résume à la relation de quasi-neutralité :

ni = ne + nep ' ne

23. cf section 6.1.2
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On a donc à l’équilibre stationnaire (ordre 0), en tenant compte d’un gradient de potentiel
et de pression dans les directions radiales et axiales :

selon r : Vr∂rVr + V‖∂zVr −
V 2
θ

r
= −ΩcVθ +

qEr
m
− γpkBT

m

∂rn

n
− νcollVr (5.10)

selon θ : Vr∂rVθ + V‖∂zVθ +
VθVr
r

= ΩcVr − νcollVθ (5.11)

selon z : Vr∂rV‖ + V‖∂zV‖ =
qE‖
m
− γpkBT

m

∂‖n

n
− νcollV‖ (5.12)

où les variations polöıdales (∂θ) ont disparu du fait de la nécessaire symétrie par rotation
des grandeurs d’équilibre. Le facteur γp dans ces expressions représente la constante
polytropique liée à l’équation de fermeture : γpe = 1 pour le fluide d’électrons isotherme
et γpi = γ = 5/3 pour le fluide ionique adiabatique.

Nous allons traiter le cas du plasma symétrique axialement : ∂z << ∂⊥
24. Nous

pouvons dans ce cas laisser de côté l’advection parallèle et réécrire les équations de la
dynamique transverse sous la forme :

selon r : Vr∂rVr − rΩ2
z = −rΩcΩz +

qEr
m
− γpkBT

m

∂rn

n
− νcollVr (5.13)

selon θ : Vr∂rΩz + 2ΩzVr = ΩcVr − νcollrΩz (5.14)

avec : Ωz =
Vθ
r

Dans la suite nous allons traiter le fluide électronique comme non-collisionnel dans la
direction transverse : en effet l’effet de la collisionalité est matérialisé par le paramètre
νen/Ωce ∼ 10−5 totalement négligeable. Comme nous l’avions souligné dans la section
2.2 du chapitre 2 sur les trajectoires particulaires en champs croisés les effets inertiels
dûs à la géométrie cylindrique sont par ailleurs insignifiants sur le fluide d’électrons pour
des champs électriques de l’ordre de ceux que nous étudions 25. L’analyse classique de
la section 3.4 est donc de mise pour décrire les électrons et leur vitesse transverse à
l’équilibre est donnée tout simplement par la somme de la dérive électrique et de la
dérive diamagnétique :

~V⊥,e = ~VE + ~VD,e = r(ΩE + Ω∗e)~eθ (5.15)

avec ΩE = −Er
rB

la fréq. de dérive électrique (5.16)

et Ω∗e = −kBTe
erB

∂rne
ne

la fréq. de dérive diamagnétique électronique (5.17)

24. ce qui revient à supposer L∇‖/L∇⊥ ∼ Lp/Rp >> 1, dans notre expérience Lp/Rp ' 10
25. on le rappelle les effets inertiels sur les électrons commencent à se matérialiser pour un champ

radial Er ∼ 106 V/m avec notre valeur du champ magnétique
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DE MISTRAL

avec l’expression analytique des profils de densité et de potentiel donnée par 4.1 et 4.2
nous pouvons exprimer ΩE et Ω∗e sous la forme :

ΩE = −K
B

(5.18)

Ω∗e =
2kBTe
eBL2

n

∂rne
ne

=
2

L2
n

v∗2the
Ωce

(5.19)

où K = Er/r = Cste pour un profil de potentiel hyperbolique et L2
n = −2rne/∂rne =

Cste pour une profil de densité gaussien. Avec ces profils les dérives polöıdales ont une
vitesse angulaire constante : le fluide d’électrons tourne en bloc 26.

Pour le fluide ionique il n’est pas question de négliger les effets inertiels qui ont une
importance considérable comme on l’a vu au chapitre 2, nous allons donc nous concentrer
dans la suite sur leur dynamique particulière à l’équilibre. Une première simplification
s’impose dès lors : elle consiste à combiner le terme d’accélération de Coriolis avec la
force de Laplace pour obtenir la force magnétique effective :

−Ωci
~Vi ×~b+ 2rΩ2

zi~er − 2ΩziVir~eθ = −Ωci
~Vi ×~b+ 2Ωzi

~Vi ×~b
= −Ω′ci~Vi ×~b

avec : Ω′ci = Ωci

(
1− 2

Ωzi

Ωci

)
comme dans on l’a vu dans la section 2.2 du chapitre 2 l’effet de l’accélération de Coriolis
se traduit par une modification du champ magnétique dans le repère des ions en rotation
à la vitesse Ωzi. Le champ magnétique effectif B′ et la fréquence cyclotron effective Ω′ci
sont liées respectivement au champ magnétique et à la fréquence cyclotron réelles par le
paramètre de Coriolis R0 qui s’écrit :

R0 = 1− 2Ωzi/Ωci (5.20)

d’où : B′ = R0B Ω′ci = R0Ωci (5.21)

dans ces conditions on peut réécrire les équations du mouvement ionique sous la forme :

selon r : Vri∂rVri = −rΩ′ciΩzi +
qEr
m
− rΩ2

zi −
γkBTi
mi

∂rne
ne
− νinVri (5.22)

selon θ : Vri∂rΩzi = Ω′ciVri − νinrΩzi (5.23)

Avant de passer à une analyse plus approfondie, il est intéressant de connâıtre l’ordre
de grandeurs des fréquences intervenant dans la dynamique des espèces chargées, dans
le cas expérimental de référence correspondant aux profils de la figure 6.4 (situation de

26. les expressions analytiques pour les profils moyens ont été choisies d’une part parce-qu’elles res-
semblent aux profils expérimentaux, d’autre-part parce-qu’on observe effectivement une constance de la
fréquence des oscillations - liée de près aux fréquences de dérive comme on le verra au prochain chapitre
- dans la direction radiale

124
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référence en collecteurs axiaux flottant) :

K ' −800 V/m2 Ln ' 7 cm

Ωci ' −3, 6.104 rad/s(−5, 7 kHz) ΩE ' 5, 4.104 rad/s(8, 5 kHz)

Ω∗e ' 8, 1.104 rad/s(13 kHz) Ω∗i ∼ −4, 5.103 rad/s(−0, 7 kHz)

νin ' 3 kHz νin/ωci ' 0, 1

5.3.1 Équilibre du plasma tournant non-collisionnel :

Dans un premier temps nous allons nous limiter au cas du plasma non-collisionnel,
c’est à dire à la limite νin/ωci << 1. Le problème s’écrit alors :

Ω2
zi − ΩciΩzi + ΩdiΩci =

Vri
r
∂rVri (5.24)

Vri(∂rΩzi − Ω′ci) = 0 (5.25)

avec :

Ω∗i =
γkBTi
erB

∂rne
ne

=
2γ

L2
n

v∗2thi
Ωci

la fréq. diamagnétique ionique (5.26)

et Ωdi = ΩE + Ω∗i la fréq. de dérive ionique en l’absence de rotation (5.27)

il est quasiment identique à celui de la dynamique ionique particulaire étudiée section
2.2 du chapitre 2 : les seules distinctions concernent la fréquence de dérive Ωdi qui rem-
place ΩE - traduisant l’effet supplémentaire minime de la dérive diamagnétique 27 - et la
présence des termes d’advection radiale. Nous allons donc de la même façon discerner les
différentes situations selon la valeur du paramètre de Coriolis R0 :

R0 > 0 :

Dans ce cas la solution évidente au jeu d’équations 5.24 et 5.25 - puisque la fréquence de
dérive Ωdi est constante - s’écrit :

Vir = 0 (5.28)

Ωzi =
Ωci

2
(1−R0) (5.29)

avec : R0 =

√
1− 4

Ωdi

Ωci

(5.30)

dans la limite ion froid Ti → 0 on retrouve exactement le résultat de la dynamique
particulaire : le fluide se comporte en moyenne comme une particule test. La prise en
compte de la température ionique finie ajoute une faible correction à ce résultat. Au final
le mouvement du fluide dans ce cas est une rotation en bloc à la fréquence Ωzi 6= Ωdi,

27. avec les températures ioniques typiques dans la machine (Ti ∼ 0, 1eV ) et nos profils expérimentaux
on a : Ω∗i /ΩE ' 0, 08 dans notre cas standard
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DE MISTRAL

aucun flux ionique radial n’est possible. Soulignons tout de même que l’effet de cette
rotation donne lieu à une modification du champ magnétique effectif, qui est multiplié
par le facteur de Coriolis R0. Comme nous l’avions observé pour les particules tests la
vitesse quadratique microscopique et donc la température est conservée, ce qui satisfait
à l’hypothèse de transformation adiabatique. Cependant parallèlement au freinage, resp.
à l’accélération, de la colonne d’ions lorsque R0 > 1, resp. R0 < 1, on observe un effet
de contraction, resp. dilatation, du rayon de Larmor dû aux effets inertiels. Comme nous
l’avions énoncé au chapitre 2 une rotation co-cyclotronique provoque une diminution de
la magnétisation tandis qu’une rotation anti-cyclotronique a l’effet contraire. signalons
enfin que la condition d’existence d’une solution stable pour le fluide d’ion est liée à la
positivité du facteur 1−4Ωdi/Ωci : pour Ωdi ≤ Ωci/4 comme nous allons le voir il n’y a pas
de solution simple puisqu’il n’est plus possible de décrire le fluide comme adiabatique.

R0 = 0, Ωdi = Ωci/4 :

C’est le cas limite correspondant à la situation :

Er = Er,lim =
erB2

4mi

− γkBTi
e

∂rne
ne

=
erB2

4mi

− γmiv
∗2
thi

e

∂rne
ne

(5.31)

la vitesse de rotation est donnée alors par Ωzi = Ωci/2, et l’équation 5.24 nous donne
dans ce cas : Vri = Cste = 0 puisque le fluide n’a pas naturellement de vitesse radiale
moyenne. Il est intéressant d’estimer la vitesse thermique dans cette situation, partant
du résultat 2.53 obtenu pour l’énergie cinétique particulaire nous avons :

Ec '
1

2
miv

′2
0

Ω2
ci

2
t (2.53)

avec v′0 la vitesse initiale de la particule dans le repère du fluide en rotation. En intégrant
sur la distribution maxwellienne des vitesses on obtient :

1

2
miv

2
thi,⊥(t) =

1

2
miv

2
thi,⊥(t = 0)

Ω2
ci

2
t

soit : Ti,⊥(t) = Ti,⊥(t = 0)
Ω2
ci

2
t

autrement dit le fluide gagne continuellement de l’énergie transverse : comme on l’a déjà
souligné il s’agit là d’un comportement résonnant de l’ensemble du fluide ionique. Le
champ limite Er,lim correspond donc à la condition de résonance cyclotron, ce qui met
en défaut notre hypothèse d’adiabaticité et tout la valeur de cette analyse. Seule une
théorie cinétique du fluide d’ion peut permettre de résoudre la question de la dynamique
et de l’énergétique ionique dans ce cas. Cependant notre modèle a le mérite d’identifier
la condition de résonance et donc de prévoir un probable chauffage cinétique dans ce
cas. Signalons également qu’une augmentation de la température ionique va avoir pour
conséquence une augmentation de la fréquence diamagnétique ionique en valeur absolue
et donc une diminution de Ωdi

28, conduisant à la situation Ωdi < Ωci/4 que nous allons

28. Ω∗i a le même signe (négatif) que Ωci
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analyser. La situation Ωdi = Ωci/4 est donc par nature un équilibre instable. Cette analyse
doit cependant être nuancée par la prise en compte des collisions (section suivante) qui
même en quantité négligeable induisent comme on le verra une diffusion importante.

Ωdi < Ωci/4 :

Dans cette situation les résultats du modèle fluide sont exactement les mêmes que pour le
cas limite précédent : Vri = 0, Ωzi = Ωci/2 et R0 = 0. Cependant l’étude particulaire nous
apprend que l’énergie microscopique des particules augmente exponentiellement, avec un
taux de croissance Γ donné par :

Γ =
Ωci

2

√
4

Ωdi

Ωci

− 1

les particules gagnent donc une énergie considérable dans le champ électrique, ce qui une
fois encore bat en brèche l’hypothèse adiabatique. Il y a donc là encore fort à parier qu’une
forte interaction cinétique se mette en place. Par ailleurs le raisonnement intuitif nous
souffle que les particules dans ce contexte risquent d’être très rapidement déconfinées si
leur rayon de Larmor approche le rayon de la colonne. Puisqu’une telle situation condui-
rait inévitablement au développement d’une charge d’espace négative on peut prévoir
que le potentiel plasma s’ajuste naturellement pour conserver la quasi-neutralité et donc
que le champ électrique se stabilise autour de la condition de résonance Er = Er,lim.
Autrement dit il y a là un mécanisme possible d’intermittence à seuil qui demande à être
étudié à l’aide d’un modèle cinétique auto-consistant. Puisqu’une telle approche n’est pas
l’objet de cet ouvrage, nous nous cantonnerons à nos considérations qualitatives sur cette
situation.

5.3.2 Équilibre du plasma collisionnel en champs croisés :

En présence de collisions avec les neutres, matérialisées par la force de frottement
~Fin = −miνin~Vi, la nouvelle équation du mouvement des ions à l’équilibre donne :

Ω2
zi − ΩciΩzi + ΩdiΩci =

Vri
r

(∂rVri + νin) (5.32)

Vri(RΩci − ∂rΩzi) = νinrΩzi (5.33)

où on a encore une fois introduit le paramètre de Coriolis - cette fois noté R pour le
distinguer du cas non-collisionnel - qui s’écrit comme avant :

R = 1− 2
Ωzi

Ωci

= 1 + 2
Ωzi

ωci
(5.34)

On va chercher une solution aux équations 5.32 et 5.33 correspondant à une rotation en
bloc Ωzi = Cste, dès lors la vitesse radiale s’écrit simplement :

Vri = −νin
rΩzi

R
(5.35)

avec : νin =
νin
ωci

= − νin
Ωci

(5.36)
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la fréquence de collisions normalisée est très faible comme on l’a vu : νin ' 0, 1 dans nos
conditions standards, l’effet des collisions sera donc négligeable sauf dans le cas limite
R→ 0 où comme on le verra elle prend une importance considérable. Partant du résultat
5.35 la vitesse azimutale doit donc être solution de :

Ω2
zi

(
1− ν2

in

R2

)
− ΩciΩzi

(
1 +

ν2
in

R

)
+ ΩdiΩci = 0 (5.37)

que l’on va réécrire en fonction de R uniquement :

R4 +R2

(
4

Ωdi

Ωci

− 1 + ν2
in

)
− ν2

in = 0 (5.38)

cette équation a seulement deux solutions réelles opposées, dont on ne conservera que la
positive 29 :

R =

√√√√√1

2

1− 4
Ωdi

Ωci

− ν2
in +

√(
1− 4

Ωdi

Ωci

− ν2
in

)2

+ 4ν2
in

 (5.39)

l’évolution du paramètre de Coriolis ainsi que celle des vitesses azimutales et radiales du
fluide d’ion - normalisées à ωci

30 -sont visibles sur la figure 5.6 pour différentes collision-
nalités : ces courbes font apparâıtre qu’avec une fréquence de collision non-nulle il y a un
prolongement des solutions obtenues dans le cas non-collisionnel au-delà de la limite de
stabilité, c’est à dire pour Ωdi ≤ Ωci/4 = −ωci/4.

Rotation anti-cyclotronique Ωdi/Ωci < 0

C’est le cas standard en collecteur flottant de la rotation induite par un champ électrique
centripète Er < 0 31, situation correspondant à R > 1. Au niveau de la fréquence de
rotation on observe un freinage collisionnel très faible, même pour des valeurs significa-
tives du taux de collisions. Il vient qu’on peut sans problème développer l’expression du
paramètre de Coriolis selon νin << 1 pour obtenir :

R ' R0 + ν2
in

1−R2
0

2R3
0

avec : (5.40)

R0 =

√
1− 4

Ωdi

Ωci

le facteur de Coriolis non-collisionnel

soit : Ωzi '
Ωci

2
(1−R0) +

Ωciν
2
in

4

R2
0 − 1

2R3
0

(5.41)

29. on le rappelle la deuxième solution est équivalente à la première si on échange Ωzi par Ω′ci+Ωzi (la
fréquence cyclotron apparente) puisque la composée de deux rotations (dans notre cas dérive azimutale
et gyration cyclotron) admet deux décompositions équivalentes en rotations simples (voir section 2.2)

30. et non pas à Ωci = −ωci pour éviter le signe négatif introduit par la fréquence cyclotron signée et
obtenir ainsi directement les vitesses avec le bon signe dans le repère (r, θ, z)

31. à la dérive diamagnétique ionique près puisque Ωdi = Ωzi + Ω∗i on le rappelle
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Figure 5.6 – a) Paramètre de Coriolis ionique, b) Vitesse de rotation angulaire normalisée Ωzi/ωci
de la colonne d’ions et c) Vitesse radiale ionique normalisée Vri/rωci en fonction de la
vitesse de dérive totale normalisée Ωdi/ωci. Les différentes courbes représentent différentes
valeurs de la fréquence de collision νin (normalisée à ωci). Le cas expérimental correspond
à νin = 0, 1.

la correction est d’ordre 2 en νin ce qui explique le faible effet de la collisionnalité. Elle
induit comme on le voit un freinage puisque Ωci < 0. Cet effet est d’autant plus faible
en proportion que la rotation est rapide, ce qui est logique si on observe que le taux
de collision effectif vaut νin/R puisque le champ magnétique effectif vaur B′ = RB :
avec l’augmentation de la magnétisation les effets collisionnels sont minimisés. Dans la
situation standard en collecteur flottant - νin ' 0, 1 et R0 ' 3 - le freinage collisionnel
peut donc être quasiment négligé. Concernant la vitesse radiale son expression est donnée
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par :

Vri = −νin
rΩzi

R
=
νinrΩci

2

R− 1

R

' −νinr
2

R0 − 1

R0

(5.42)

elle tend vers la valeur asymptotique Vri → −νinr/2 lorsque R >> 1. L’expression de
la vitesse radiale ionique diffère donc grandement de celle correspondant au transport
dû à la mobilité transverse classique : on le rappelle (section 3.4.2) lorsqu’on néglige les
effets inertiels (et la température ionique) le transport collisionnel ionique est régi par
l’équation Vr,i = µ⊥,iEr = −[νin/(1 + ν2

in)]rΩE. Le freinage azimutal induit donc une
diminution du transport radial ionique dans le cas anti-cyclotronique. Notons qu’avec
l’expression de la vitesse radiale ionique il est possible de calculer le courant radial à
l’équilibre, qui correspond au courant de Pedersen induit par les collisions ioniques :

~jp = eneVri~er ' −
eneνinr

2

R0 − 1

R0

~er (5.43)

pour des collisions relativement rares il est inférieur au courant de Pedersen ”classique”
dans le rapport Ωzi/RΩE : il est donc encore plus insuffisant pour satisfaire à la conser-
vation du courant total en collecteur flottant.

Rotation co-cyclotronique Ωdi/Ωci > 0

Considérons maintenant le cas du champ électrique centrifuge 32, situation qu’on est sus-
ceptible d’observer dans la machine en collecteurs à la masse. Si on s’intéresse au pa-
ramètre de Coriolis et à la fréquence de rotation on observe qu’avec une collisionnalité
non-nulle on tend cette fois asymptotiquement vers la situation des ions démagnétisés -
R = 0 et Ωzi = Ωci/2 - d’autant plus vite que la fréquence de collision est faible. Dans le
même temps on constate un accroissement très important de la vitesse radiale qui suit
la tendance :

Vri → −
νinrΩci

2R
> 0 quand R→ 0 (5.44)

même avant la condition de résonance Ωdi/Ωci ≥ 1/4 on observe déjà un flux radial très
supérieur au flux ”classique”. Ce transport, qui naturellement n’est pas apparu dans notre
traitement non-collisionnel, permet de nuancer notre analyse de la stabilité de la colonne
au voisinage de la situation résonante : il apparâıt que le transport radial collisionnel joue
un rôle important dans la stabilité marginale de la colonne d’ions en champ centripète.
Cette fois encore il est impossible de se fier complètement à l’analyse fluide ici employée
puisqu’il y a toutes les chances pour que l’hypothèse adiabatique soit réfutée. On se
contentera donc d’inférer que les collisions vont jouer leur rôle classique d’atténuation de
la résonance en générant en particulier un flux radial stabilisant qui va tendre à réduire de
façon auto-consistante le champ électrique centripète. En particulier ce courant ionique
collisionnel devrait jouer un rôle important de nivellement dans le possible processus de

32. même remarque que 31
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chauffage intermittent que nous avons évoqué plus haut.

Terminons cette analyse en confrontant le courant radial à l’équilibre avec le courant
I⊥ nécessaire à la conservation de la charge dans le plasma, dans la situation collecteurs
flottants. Comme nous venons de le voir le seul courant stationnaire dans notre modèle
est le courant de Pedersen dont l’expression en champ électrique centrifuge est donnée
par 5.43. Le courant total stationnaire sur le cylindre périphérique peut alors être évalué :

I⊥,p ∼ πLpR
2
peνin

R0 − 1

R0

ne(Rp) (5.45)

soit dans nos conditions (collecteur flottant) : I⊥,p ∼ −10−3 mA. Ce courant est sans
surprise largement inférieur au courant moyen I⊥ ≈ −5mA mesuré. En effet comme
l’attestent les mesures présentées dans la section 6.2.1 le courant transverse est un courant
oscillant lié aux fluctuations régulières de densité à l’ombre du limiteur, il faut donc
l’étudier dans une approche en perturbation du plasma à l’équilibre, qui est l’objet du
chapitre 7.

5.4 Conclusion sur l’équilibre du plasma

Au cours de ce chapitre nous avons cherché à fournir une modélisation la plus complète
possible de l’équilibre du plasma de MISTRAL créé par un faisceau de particules ioni-
santes. Dans un premier temps il nous a fallu étudier comment les conditions aux limites
axiales sur les courants et le potentiel pouvaient influencer le bilan des charges dans la
machine. Il est apparu dans l’analyse que dans une situation de collection incomplète
des électrons sur l’axe un courant net dans la direction radiale est indispensable pour
satisfaire à la condition de neutralité du plasma. Expérimentalement cette situation se
traduit par la mise en place d’un champ électrique radial qui présente une composante
d’équilibre à l’origine d’une rotation par dérive ExB de la colonne de plasma.

En prenant en compte les effets inertiels et la collisionnalité nous avons généralisé
dans une approche fluide les résultats obtenus dans notre étude de la dynamique particu-
laire au chapitre 2. Cette analyse confirme une donnée essentielle : la nette différence de
dérive électrique entre les fluides ioniques et électroniques dans les champs stationnaires
présents dans la machine. Nous verrons dans le chapitre 7 comment cette situation est na-
turellemnt à l’origine de l’excitation d’ondes instables selon le mécanisme bien connu de
l’instabilité de Simon-Hoh [Simon63] [Hoh63] liée à une dérive différentielle des espèces en
champs croisés. L’originalité de notre étude réside dans le traitement du freinage inertiel
du fluide ionique et la prise en compte du champ magnétique effectif qui traduisent une
part importante des effets de rayon de Larmor fini ionique. Ces particularités du plasma
en rotation ont été prises en compte d’une façon rigoureuse pour le première fois par P.
Sosenko [Sosenko04] à notre connaissance 33, mais dans une approche purement théorique
qu’il nous a fallu reformuler et appliquer dans les conditions des plasmas observés sur

33. bien qu’ils aient été entrevus à l’origine par Mikhailovskii [Mikhailovskii83] qui a formulé la vitesse
de rotation en champs croisés, reprise notamment par Chibisov [Chibisov92] et Light [Light01]
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MISTRAL.
Le traitement fluide collisionnel des ions réalisé dans ce chapitre nous a permis d’ob-

tenir des résultats qualitatifs très intéressants sur le transport ionique et la stabilité du
plasma en champ électrique centrifuge : il est apparu d’une part qu’un courant ionique
déconfinant très supérieur au courant classique apparâıt et d’autre part que cette situa-
tion a les propriétés d’un équilibre marginal à proximité de la condition de résonance
Er ∼ Er,lim. Cet état est en particulier caractérisé par une interaction non-adiabatique
importante entre le gaz d’ion et le champ statique qui pourrait être à l’origine d’un
échauffement cinétique doublé d’un processus de transport intermittent. La nécessité
d’une approche cinétique du problème nous empêche cependant de pousser plus loin
l’analyse de ce cas.

Pour conclure nous espérons avoir ici mis en lumière le mécanisme général de la sta-
bilité du plasma de MISTRAL : des conditions aux limites axiales découle la croissance
d’un champ électrique radial induit par la limitation du courant, il en résulte une rotation
différentielle des espèces qui comme on le verra est naturellement instable et provoque
la croissance d’une instabilité que nous avons appellerons ISHI 34. Celle-ci permet un
transport radial du plasma à l’ombre du limiteur et la mise en place d’un courant trans-
verse négatif permettant l’évacuation de l’excès de charge. Dans la situation de collecteur
flottant, où comme on l’a vu le courant électronique est fortement limité axialement, ce
transport ”régulier” est absolument nécessaire à l’existence même du plasma. En col-
lecteurs à la masse par contre il apparâıt plutôt comme un comportement ”parasite”
- le courant transverse représente alors une faible proportion du courant total - lié à
l’existence d’un champ électrique faible intermittent.

34. pour Inertial Simon-Hoh Instability
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Chapitre 6

Observation de l’instabilité en
champs croisés

Dans sa configuration type, l’expérience MISTRAL permet de réaliser un plasma cy-
lindrique stable dans lequel il est possible de faire apparâıtre des modes réguliers, c’est-
à-dire des oscillations de plasma se propageant azimutalement avec une phase cohérente
qui permet de qualifier le mode selon son nombre d’onde polöıdal l (le nombre de maxima
sur un tour). On observe couramment l’apparition d’une mode l = 1 (un seul maximum
de densité sur un tour polöıdal) et dans certaines conditions très particulières un mode
l = 2. Ces oscillations de densité ont des fréquences qui sont typiquement inférieures ou
de l’ordre de la fréquence cyclotron ionique et leur origine est très certainement liée à
l’action d’un instabilité, dont nous allons chercher à identifier les conditions d’apparition
et les caractéristiques essentielles.

Comme nous allons le voir le développement des oscillations est commandé par deux
facteurs clés de l’expérience : la mise en place d’un limiteur radial induisant un fort gra-
dient de densité électronique entre la zone centrale et la région à l’ombre du limiteur
et la polarisation des collecteurs axiaux qui contrôle le courant axial et influence par là
le gradient radial de potentiel plasma, responsable d’une rotation par dérive ExB de la
colonne de plasma.

Dans le but de déterminer le rôle du courant injecté sur l’équilibre du plasma nous
avons souhaité contrôler le bilan des charges dans la machine. Pour cela il importait de
mesurer non seulement le courant traversant le collecteur axial en bout de machine mais
aussi le courant transverse s’échappant sur la paroi cylindrique de la colonne. Nous avons
donc procédé à l’installation de deux demi-cylindres métalliques autour de l’axe de la
colonne cylindrique. Ils sont reliés entre eux par des charnières isolantes et positionnés de
manière à former un cylindre limiteur d’un diamètre de 20cm (voir figure 6.1). L’ensemble
est isolé de la masse de la machine et polarisé indépendamment des autres éléments : en
général on relie chacun des demi-cylindres à la masse à l’aide d’une très faible résistance
(quelques Ohms), ce qui permet de mesurer le courant transverse qu’ils collectent : le
courant total ”moyen” s’obtient en additionnant la contribution des deux collecteurs et
on peut observer grossièrement les variations polöıdales en comparant le courant instan-
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tané sur chacun des demi-cylindres. Notons qu’il est également possible de polariser les
demi-cylindres à une tension Vcyl choisie, ce qui permet d’influencer directement le champ
électrique radial.

Cette configuration nous a permis de mettre en évidence la transition entre le régime
”standard” de collection axiale obtenu en polarisant les bords axiaux à la masse, qui
se traduit par la présence d’un plasma relativement stable et bien confiné, et le régime
original de collection transverse du courant qu’on observe lorsque les collecteurs de bout
sont progressivement amenés au flottant - situation dans laquelle on limite totalement le
courant d’électrons secondaires dans la direction parallèle - soit en le débranchant sim-
plement soit en le fixant à une impédance très élevée. Dans ce deuxième cas comme on
le verra des oscillations de grande amplitude font leur apparition, qui donnent lieu à un
transport transverse régulier très important.

6.1 Équilibre du plasma créé par un faisceau

d’électrons ionisants

6.1.1 Conditions de création du plasma

Le plasma source est créé à l’aide des filaments de Tungstène polarisés à la tension
de chauffage Vfil d’environ 16V, correspondant à un courant d’une centaine d’Ampères
qui assure une thermo-émission importante. La pression du gaz de travail, de l’Argon,
est réglée autour de quelques 10−4 mbar à l’aide de la micro-fuite. Pour ioniser le plasma
source et permettre ainsi aux électrons énergétiques issus des filaments de traverser la
chambre source on applique une tension de décharge Vdec d’une trentaine de volts. Cette
tension est appliquée entre le pôle négatif des filaments jouant le rôle de cathode et l’anode
qui entoure la chambre source. Cette anode est polarisée négativement de manière à ac-
crôıtre l’énergie du faisceau d’électrons primaires qui va entrer dans la colonne : le choix de
sa polarisation a ainsi une influence directe non seulement sur la densité électronique mais
également sur le potentiel plasma au centre de la colonne comme on le verra. Ces polari-
sations permettent de créer un faisceau d’électrons primaires ionisants d’une température
d’environ 16 eV (correspondant à Vfil) accéléré par une tension d’une vingtaine de volts
(égale globalement à Vdec − Vfil/2).

Le champ magnétique est typiquement réglé autour de 150 Gauss et les bobines
compensatrices ajustées de manière à optimiser l’injection des primaires tout en ho-
mogénéisant suffisamment le faisceau de façon à obtenir dans la colonne un plasma central
relativement homogène. Enfin les potentiels de la grille séparatrice Vsep et du collecteur
terminal Vcol - autrement dit des deux collecteurs axiaux 1 - sont soit laissés flottants,
soit réglés à une valeur identique comprise entre −20V et la masse de façon à observer
la transition entre le régime où les électrons secondaires sont collectés axialement ou ra-

1. bien que la grille séparatrice n’intercepte pas à proprement parler tous les flux axiaux, elle détermine
la condition aux limites en entrée
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Figure 6.1 – Configuration de la machine mistral avec les deux demi-cylindres collectant radialement :
a) schéma de l’expérience, b) vue de l’assemblage des demi-cylindres de face, c) vue de
dessus

dialement.
Les paramètres de réglages les plus importants sont :

– La pression du gaz d’argon qui a un effet complexe puiqu’elle influence à la fois la
densité électronique, la collisionalité du plasma et le courant.

– La valeur du champ magnétique qui détermine la qualité du confinement (surtout
ionique) mais également les fréquences de rotation des ions et des électrons dues
aux dérives et les fréquences cyclotron.

– La polarisations Vcol et Vsep des collecteurs axiaux et Van de l’anode qui influencent
fortement le potentiel plasma dans le centre de la colonne et donc le champ électrique
radial.

– la polarisation Vcyl du cylindre entourant le plasma qui contrôle également le champ
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Table 6.1 – Conditions expérimentales dans la configuration avec collecteur cylindrique. Entre pa-
renthèse les valeurs pour la situation de référence.

Rayon du limiteur Rlim = 4,5 cm

Rayon du cylindre collecteur Rcyl = 10 cm

Gaz : Argon P0 ≈ 1-10.10−4 mbar (ref : 1,5.10−4 mbar)

Densité élecronique ne ≈ 1014 − 1015 m−3

Température élecronique Te ≈ 2-4 eV

Température ionique Ti ∼ 0, 1 eV

Champ Magnétique B = 0,01-0,03 T (ref 0,015 T)

Fréquence cyclotron ionique fci = 3,8-11,5 kHz (ref 5,8 kHz)

Tension des filaments Vfil = 16,5 V

Tension de décharge Vdec = 36 V

Tension d’anode Van = 0 → -15 V (ref -5V)

Tension de séparatrice Vsep = 0 → -20 V (masse / flottant)

Tension de collecteur axial Vcol = 0 → -40 V (masse / flottant)

Tension des demi-cylindres Vcyl = 0 → 20 V (ref 0V)

électrique radial.
L’ensemble des conditions expérimentales dans lesquelles nos expériences ont été réalisées
est résumé dans le tableau 6.1. La situation de référence correspond aux paramètres
expérimentaux entre parenthèse : P0 ≈ 1, 5.10−4mbar, B = 0, 015T , Van = −5V et
Vcyl = 0V .

6.1.2 Mesure des paramètres d’équilibre

A cause des fluctuations de densité présentes dans le plasma, les caractéristiques ob-
tenues avec une sonde de Langmuir plane en variant sa polarisation sont modulées par
les fluctuations à quelques kHz observées. En échantillonnant la caractéristique brute de
la sonde on obtient les caractéristiques respectives des minima et des maxima de densité
(qu’on appellera parfois surdensités). Pour un mode régulier ces caractéristiques per-
mettent d’obtenir les paramètres du plasma aux deux moments correspondant aux deux
phases extrêmes (ϕ = 0[π]) des oscillations de densité, tandis que dans la situation turbu-
lente elles représentent simplement l’amplitude de variation des paramètres du plasma.
Un exemple de caractéristique brute obtenu à l’aide d’un balayage de tension à très basse
fréquence (qqs dizaines de Hz) est visible figure 6.2 dans la situation du mode régulier
l = 1. L’analyse des caractéristiques échantillonnées permet d’estimer 4 des principaux
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paramètres du plasma : densité électronique, température électronique, potentiel plasma
et densité des primaires.

Figure 6.2 – Caractéristique de sonde brute : a) sur la gamme Vpol = −35V → 20V , b) détail montrant
les oscillations du signal de sonde.

Commençons par décrire le plasma stable obtenu collecteurs à la masse, c’est à dire
lorsque l’essentiel du courant électronique est évacué axialement. Les caractéristiques
obtenues à l’aide d’une sonde de Langmuir plane positionnée à différents rayons de la
colonne et à mi-longueur permettent de déterminer les profils d’équilibre des grandeurs
caractéristiques du plasma (voir figure 4.4). Ces profils sont donnés par la figure 6.3 :
concernant la densité électronique on observe d’abord un gradient radial important entre
le centre et la périphérie qui indique un bon confinement du plasma dans la zone centrale
et ensuite une faible niveau de fluctuations de densité électronique à l’ombre du limiteur
(δne/ne ≈ 10−20 %), témoin que le plasma est relativement stable autour de ses compo-
santes d’équilibre. La présence d’un plasma de densité significative à la périphérie indique
qu’un transport transverse est manifeste, lié sans doute à la combinaison du faible champ
magnétique et des collisions ioniques. Deux autres facteurs peuvent également jouer un
rôle clé dans ce phénomène : le transport turbulent lié aux fluctuations ainsi que le
champ électrique radial. Comme le montre la figure 6.3-c, ce dernier est quasiment nul à
la précision de la mesure près, alors qu’on pourrait s’attendre à une chute de potentiel
entre le plasma central positif et le bord à la masse. Tout porte à croire que cette chute de
potentiel est confinée dans une zone tampon proche de la surface du cylindre - similaire
à une gaine - où de forts effets de polarisation sont à prévoir. Cette situation particulière
est très certainement liée au problème de la stabilité du fluide ionique en présence d’un
champ électrique centrifuge, que nous avons étudiée section 5.3.2 : comme nous l’avons
vu il suffit d’un champ électrique centrifuge même minime - surtout à champ magnétique
faible - pour induire un flux radial ionique très important. Dans ce contexte il n’est pas
étonnant d’observer un potentiel plasma quasi-constant radialement, qui traduit simple-
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ment la nécessité pour le plasma de limiter la fuite radiale des ions.
Les deux derniers paramètres déterminés par les caractéristiques de sonde sont la

température électronique (figure 4.4-b) et la densité de primaires (figure 4.4-d) 2 : la
première semble chuter de moitié environ à l’ombre du limiteur 3 tandis que la deuxième
montre que les primaires sont quasi-inexistant dans cette zone.

Figure 6.3 – Plasma stable en collecteurs axiaux à la masse. Profil radial de a) densité électronique,
b) température électronique, c) Potentiel plasma, d) taux de primaire nep/ne : en rouge
pour les maxima de densité, en bleu pour les minima. Ces trois dernières caractéristiques
ne varient pas sensiblement dans le plasma relativement stable.

Observons maintenant les mêmes profils dans la situation de collecteurs axiaux flot-
tant, visibles sur la figure 6.4. Il apparâıt que la densité électronique présente cette fois
une très forte modulation d’amplitude (δne/ne ≈ 100 %) causée par la présence d’un
mode régulier l = 1 que nous allons étudier plus en détail dans les prochaines sections.
Du point de vue phénoménologique on constate que la densité des minima décrôıt for-
tement à la frontière avec la région à l’ombre du limiteur avant d’atteindre des valeurs
non-mesurables : il y a donc un vide relatif entre le passage des maxima. Par contre les sur-
densités se manifestent comme des bouffées de plasma de densité légèrement décroissante

2. obtenue en estimant la pente de la caractéristique aux potentiels très négatifs
3. attention toutefois, il n’est pas impossible que la présence des primaires au centre contribue à

fausser la mesure de la température électronique en l’exagérant
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présentes tout le long du rayon de la colonne.
La température électronique mesurée est d’environ 4 eV et reste sensiblement constante

dans le plasma central. Derrière le limiteur elle n’est plus mesurable dans le vide, par
contre on observe dans les surdensités une température qui décrôıt faiblement jusqu’à
environ 2,5 eV 4.

Le potentiel plasma représenté sur la figure 6.4-c) est proche dans la partie centrale
pour les maxima et les minima : la tendance correspond à la présence d’un champ cen-
tripète linéairement croissant Er ≈ −800r V (avec r en m). A l’ombre du limiteur la
caractéristique des surdensités montre la présence d’un champ électrique à peu près com-
parable. Cette estimation permet de supposer qu’il règne dans la zone tampon entre le
vide et la bande de plasma un champ électrique qui donne lieu à une dérive électrique
azimutale ΩE = −Er/(rB) ≈ 53.103rad/s (8,5 kHz) dans le sens direct.

Pour ce qui concerne enfin les électrons primaires on observe là encore leur quasi-
disparition à l’ombre du limiteur, ce qui semble indiquer qu’ils sont bien confinés dans la
zone centrale, point qui sera discuté plus bas.

Figure 6.4 – Plasma instable en collecteurs axiaux flottants. Profil radial de a) densité électronique,
b) température électronique, c) Potentiel plasma, d) taux de primaire nep/ne : en rouge
pour les maxima de densité, en bleu pour les minima. Au delà du limiteur (r > 4 cm) la
densité des minima est trop faible pour permettre une caractérisation fiable.

4. même remarque que 3
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6.2 Analyse expérimentale du mode régulier

Le mode régulier obtenu lorsque la polarisation flottante des collecteurs axiaux donne
lieu à l’établissement d’un électrique radial centripète nous autorise à une caractérisation
expérimentale très complète des oscillations de densité. En effet grâce à la cohérence
du signal mesuré il est possible, soit par des mesures simultanées, soit par des mesures
déclenchées, d’étudier dans le détail ses propriétés spectrales tant du point de vue tem-
porel que spatial, ainsi qu’on va le voir.

6.2.1 Caractérisation des surdensités du plasma

A l’aide d’une sonde de Langmuir mobile radialement on peut mesurer le courant
collecté en polarisation positive (typiquement Vpol ≈ 18V , soit quelques dizaines de volts
au-dessus du potentiel plasma). Par abus de langage on appellera ce courant mesuré cou-
rant de saturation électronique 5 dans toute la suite : il est grossièrement proportionnel à
la densité électronique locale, bien qu’il dépende également dans une certaine mesure du
potentiel plasma à cause de la saturation imparfaite des sondes en collection électronique.
Ce dernier point fait qu’il est délicat de comparer sans beaucoup de précautions l’ampli-
tude du signal entre les différentes mesures. Par contre les composantes fréquentielles du
signal sont tout à fait fiables et permettent une analyse spectrale très détaillée, elle est
menée soit à l’aide d’un analyseur de spectre analogique branché directement en sortie de
sonde soit par un algorithme de transformée de Fourier rapide (FFT) en post-traitement.

Dans les conditions standard, collecteurs axiaux flottants, on observe que le signal
de sonde présente une oscillation de quelques kHz due à la présence de surdensités
régulières : on peut voir sur la figure 6.5-a les oscillations de la densité (en bleu) à
plusieurs rayons. Cette mesure est obtenue à l’aide d’une sonde de Langmuir plane en sa-
turation électronique, l’acquisition étant déclenché par une sonde de référence qui détecte
les maxima du signal plus loin dans la colonne. Les fluctuations mesurées ont même phase
et fréquence quelque-soit le rayon à la précision de la mesure près 6, ce qui indique la
présence d’un mode global. Il faut souligner que leur forme varie significativement
suivant la position : au centre on observe une oscillation quasi-sinusöıdale qui cède peu
peu à un front beaucoup plus raide à l’ombre du limiteur, indicateur d’une forte non-
linéarité que nous analyserons plus bas, le plasma est quasi-inexistant dans cette région
à l’exception de bouffées régulières.

La même figure montre également le potentiel flottant sur une sonde cylindrique enre-
gistré simultanément (en vert), visible aussi de façon synthétique sur la figure 6.5-b. Dans
des conditions normales cette mesure permet une appréciation qualitative du potentiel

5. une discussion sur la validité de cette approximation est donnée dans le chapitre 4
6. les légères variations sont imputables à la dérive thermique du dispositif ainsi qu’aux légères va-

riations de pression
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Figure 6.5 – Mesures des fluctuations à différents rayons : a) potentiel flottant (en vert) et densité ne
(en bleu, d’après le courant de saturation électronique à Vpol ≈ 18V ) enregistrés par deux
sondes de Langmuir déclenchées. b) potentiel flottant seul : l’inversion du signal autour
de r ≈ 4cm est due à la disparition des primaires qui dominent le bilan de courant au
centre. Mesures réalisées dans les conditions standards, collecteurs axiaux flottants.

plasma - en particulier de ses variations spatio-temporelles - puisque Vp−Vflott ≈ kBTe
7.

Ce principe n’est cependant pas valable au centre du plasma à cause de la présence des
électrons primaires qui sont déterminant dans la condition de nullité du courant qui fixe
le potentiel flottant sur la sonde. On observe en effet une inversion des variations de Vflott
autour de r ≈ 4cm - qui correspond à la frontière de la zone d’injection des primaires
- révélatrice d’une transition entre deux régimes de collection. C’est donc uniquement à
l’ombre du limiteur qu’on peut considérer les oscillations du potentiel flottant comme une
indication valable des oscillations de potentiel plasma. Elles révèlent que ces dernières
sont comme les oscillations de densité sensiblement non-linéaires, d’où la difficulté d’es-
timer le déphasage densité/potentiel ϕnφ, qui apparâıt tout de même assez proche de π
aux rayons intermédiaires. Attention toutefois car la quasi-disparition du plasma entre
les pics de densité peut contribuer à la remontée du potentiel flottant et fausser ainsi
l’estimation des fluctuations de potentiel.

Les FFT des courants de saturation électroniques mesurés à différents rayons sont
données par la figure 6.6 : elles confirment la pureté du mode régulier observé : on n’ob-
serve en effet qu’une seule fréquence d’oscillation accompagnée, à mesure qu’on s’éloigne
du plasma central, d’un nombre croissant d’harmoniques significatives qui confirment s’il
était nécessaire la très forte non-linéarité des oscillations de densité à l’ombre du limi-
teur. Notons qu’à cause de la forte non-linéarité du mode pour r > 4cm il est impossible
de juger de l’amplitude du mode d’après la FFT, puisque le spectre de puissance est
réparti sur différentes composantes. Afin tout de même d’évaluer cette amplitude nous

7. soit Vp − Vflott ≈ 2− 3V dans nos expériences

141



CHAPITRE 6. OBSERVATION DE L’INSTABILITÉ EN CHAMPS CROISÉS

Figure 6.6 – FFT du courant de saturation électronique à différents rayons, signaux de 6.5

avons mesuré aux différents rayons le courant de saturation électronique crête à crête -
max(Isat)−min(Isat) - visible sur la courbe 6.7 : il présente comme on le voit un maximum
situé grossièrement à mi-colonne, soit dans la zone frontière définie par le limiteur radial.
Nous verrons dans la section 7.1.3 du prochain chapitre que ce profil de fluctuation s’ex-
plique naturellement par la forme des fonctions propres radiales, solutions de l’équation
de dispersion globale en géométrie cylindrique. Attention une fois encore, il nous faut
souligner que l’augmentation du potentiel plasma à r croissant induit une diminution
des fluctuations enregistrées à polarisation de sonde fixe, due on le répète à la mauvaise
saturation des sondes, ce phénomène a donc pour effet de minimiser l’augmentation de
l’amplitude avec le rayon.

Terminons enfin en comparant la fréquence mesurée du signal, environ 3 kHz ici avec
les fréquences caractéristiques du plasma, calculées d’après l’approximation analytique
des profils d’équilibre de la figure 6.4 8 : tableau 6.2. La fréquence de collisions ion-
neutres est donnée dans une fourchette large de façon à tenir compte de l’imprécision sur
la pression de neutre et la distribution en vitesse ionique, ce qui à basse pression influe
faiblement comme on le voit sur le coefficient de Coriolis ionique R et la fréquence de

8. on a choisi une valeur de température électronique intermédiaire Te ≈ 3 eV pour calculer Ω∗e et la
valeur estimée par la LIF : Ti ≈ 0, 1 eV pour calculer Ω∗i
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Figure 6.7 – Variation de l’amplitude des fluctuations de courant de saturation électronique (sonde
plane, 17V) avec le rayon.

rotation ionique Ωzi calculés d’après les relations 5.39 et 5.34 établies dans la section 5.3.2
lors de l’étude de la dynamique du plasma à l’équilibre. On observe que la fréquence des
oscillations est inférieure mais relativement proche de la fréquence de rotation ionique,
ce qui est cohérent comme on le verra au chapitre 7 avec les prévisions de notre étude
linéaire sur l’instabilité du type Simon-Hoh inertiel (ISHI) théoriquement instable dans
nos conditions. Il est intéressant également de constater qu’on est relativement proche
de la fréquence cyclotron ionique, ce qui permet de prévoir des effets cinétiques complexes.

Table 6.2 – Fréquences caractéristiques du plasma dans le cas standard, collecteurs axiaux flottants

fréquence instable ω ≈ 3-4 kHz

fréquence cyclotron ionique ωci ≈ 5,8 kHz

fréquence de dérive électrique ΩE ≈ 8,5 kHz

fréquence diamagnétique électronique Ω∗e ≈ 13 kHz

fréquence diamagnétique ionique Ω∗e ∼ 0,7 kHz

fréquence des collisions ion-neutre νin ≈ 3 kHz

fréquence des collisions électron-neutre νen ≈ 50 kHz

coefficient de Coriolis ionique R ≈ 2,7

fréquence de rotation ionique Ωzi ≈ 4,8 kHz

fréquence cyclotron ionique effective ω′ci ≈ 17,5 kHz
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6.2.2 Comportement spatio-temporel

Les mesures réalisées avec une sonde cylindrique mobile axialement déclenchée par un
signal de référence - figures 6.8 a et b - ainsi que celles menées simultanément au moyen
de deux sondes fixes - figure 6.8 c - montrent que les surdensités observées sont en phase
axialement et qu’il s’agit donc d’un mode flûte - c’est à dire à k‖ ' 0.

Figure 6.8 – Fluctuations du courant de saturation électronique sur une sonde cylindrique en fonction
de z (distance au collecteur terminal) : a) et b) mesures déclenchées réalisées à l’aide d’une
sonde mobile axialement (Vpol ≈ 18V , r ≈ 4cm).c) mesures simultanées à l’aide de deux
sondes fixes décalées de 80 cm sur l’axe (Vpol ≈ 18V , r ≈ 6cm). Conditions standards
collecteurs axiaux flottants.

Selon le même principe nous avons procédé à des mesures spatio-temporelles polöıdales,
visibles sur la figure 6.9. La figure a) montre un mesure déclenchée réalisée avec la même
sonde que 6.8-ab (z ≈ 40 cm) en la faisant pivoter autour de l’axe. La figure b) a été
réalisée au moyen d’un réseau de 32 sondes placé sur la surface d’un 1/2 cylindre, elles
sont reliées à la masse par une résistance faible qui permet de mesurer localement le
courant radial. Ce dernier diagnostic permet une mesure spatio-temporelle simultanée
des fluctuations. Les deux figures indiquent sans équivoque la présence d’un mode l = 1.

Pour résumer les surdensités se présentent donc comme une onde de plasma présentant
une phase constante selon r et z et se propageant donc uniquement dans la direction azi-
mutale, avec un nombre d’onde l = 1. Elles ont donc l’apparence d’une ”bande” de plasma
en rotation s’étendant axialement et radialement qui relie le plasma central aux cylindres
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Figure 6.9 – a) Mesures déclenchées du courant de saturation électronique sur une sonde cylindrique
en fonction de sa position polöıdale θ (Vpol ≈ 18V , r ≈ 4cm). b) mesures simultanées à
l’aide d’un réseau de 32 sondes posé sur un 1/2 cylindre périphérique, couvrant la gamme
angulaire 0→ π. Conditions standards collecteurs axiaux flottants.

collecteurs périphériques à travers le vide relatif qui les sépare. Cette image est bien ren-
due par l’observation à la caméra intensifiée que nous présentons dans la section suivante.

6.2.3 Observation à la caméra intensifiée

Comme on vient de l’observer les fluctuations de densité sont en phase selon z et ce
caractère ”flûte” permet l’imagerie axiale du plasma sur toute la ligne de visée. En par-
ticulier il rend possible l’observation par une caméra intensifiée placée devant le hublot
en bout de machine.

On souhaite observer l’évolution des bouffées de plasma à l’ombre du limiteur et à
cette fin on prend la précaution de masquer le centre de la colonne très brillant afin d’ob-
tenir un contraste satisfaisant à la périphérie. Le signal de déclenchement est encore une
fois obtenu au moyen d’une sonde de Langmuir de référence placée dans la colonne qui
permet d’indiquer le passage d’une surdensité. On règle ensuite le délai entre ce signal et
l’acquisition afin d’obtenir l’image du plasma à différents instants. La figure 6.11 montre
la succession d’images obtenues en faisant varier le délai de 50 µs entre deux mesures,
on peut alors observer un film montrant l’évolution d’une bande de plasma en rotation
dans le sens inverse des aiguilles d’une montre autour de l’axe de la colonne.
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Figure 6.10 – Observation à la caméra intensifiée CCD du plasma à la périphérie : un mode l = 1
relie le plasma central au bord de la colonne. Le plasma central très brillant est masqué
pour éviter de saturer les capteurs optiques.

Ces observations permettent de confirmer l’idée qu’on s’est faite de l’instabilité à
partir des mesures de sonde : on constate bien l’existence d’un canal radial de plasma
tournant en bloc dans le sens ~E × ~B et qui relie le plasma central au cylindre de bord.
La question est de déterminer dans quelle mesure cette propagation est liée à la rota-
tion ionique Ωzi prévisible en présence d’un champ électrique radial d’équilibre. En effet
il peut s’agir aussi bien d’une onde lente convectée par le fluide d’ion que d’une onde
rapide simplement décalée par effet Doppler. La réponse à cette question est fournie en
partie par les mesures de fluorescence induite par laser (LIF) que nous présentons plus
bas.

Pour finir notons que dans les mêmes conditions expérimentales on constate sans sur-
prise une disparition du canal de plasma lorsqu’on met le collecteur axial à la masse,
ce qui confirme que le phénomène est bien lié à la collection du courant sur l’axe de la
colonne. Reste à comprendre la nature exacte du canal de plasma observé, comme on
le verra son existence est intrinsèquement liée à l’existence d’un champ électrique radial
dont nous avons déjà appréhendé la topologie complexe : en effet on observe à la fois un
champ radial ”moyen” grâce aux caractéristiques de sonde mais on peut soupçonner rai-
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Figure 6.11 – Evolution temporelle du canal de plasma tournant à l’ombre du limiteur. L’intervalle de
temps entre deux images est d’environ 50 µs. La vitesse et le sens de la rotation (inverse
des aiguilles d’une montre) sont consistantes avec la fréquence de l’instabilité observée
et l’ordre de grandeur du champ électrique radial centripète mesuré.

sonnablement d’après les mesures de potentiel flottant la présence d’un champ fluctuant
d’égale importance intrinsèquement lié aux fluctuations cohérentes de la densité.

6.3 Évolution entre le mode régulier et la

turbulence faible

6.3.1 Bilan de courant :

Les demi-cylindres collecteurs entourant le plasma permettent de dresser un bilan
partiel du courant dans nos expériences. Pour comprendre la problématique complexe de
ce bilan, nous renvoyons le lecteur à la section 5.2 dont nous rappelons rapidement les
conclusions :

– collecteurs flottants : un courant d’électrons primaires provenant du plasma
source traverse la séparatrice, est en grande partie collecté par le collecteur terminal
tandis que la fraction la plus lente rebondit sur la gaine, retourne à la séparatrice et
réintègre le plasma source. Dans ces conditions, compte-tenu de la chute de potentiel
entre le plasma et les bords axiaux il est prévisible qu’un courant ionique de l’ordre
du courant de Bohm s’échappe axialement, tandis que les électrons secondaires sont
totalement repoussés : il faut donc un mécanisme de transport radial pour évacuer
cet excès de charge négatif, il est fourni comme on le verra par l’action du champ
électrique radial centripète qui s’établit.

– collecteurs à la masse : cette fois le courant d’électrons primaires est totalement
absorbé par le collecteur de bout. Le plasma se fixe globalement au potentiel suffi-
sant pour conserver sa neutralité, c’est à dire quelques volts (typiquement l’ordre de
grandeur de la température électronique) au dessus du potentiel des bords axiaux.
La fuite des ions et des électrons sur l’axe est alors quasiment ambipolaire.
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A noter que la polarisation de la séparatrice contrôle le passage des espèces secondaires
(ions et électrons issus de l’ionisation) entre le plasma source et le plasma cylindrique :
positive elle permet l’entrée des électrons secondaires du plasma source (typiquement à
un potentiel négatif proche du potentiel d’anode) vers le plasma cylindrique, flottante elle
laisse potentiellement passer un courant d’ion, dont il est impossible de prévoir la direction
sans connâıtre précisément la variation du potentiel plasma autour de la frontière entre
les deux milieux. Ceci explique pourquoi le potentiel plasma, particulièrement en collec-
teur flottant comme on le verra, est directement conditionné par le potentiel d’anode.

Le courant sur le collecteur axial lorsqu’il est à la masse est constant dans le temps et
vaut typiquement -20 mA dans les conditions décrites plus haut. Dans ce cas le courant
radial moyen mesuré sur les demi-cylindres est faible (approximativement -1 mA sur le
cylindre complet) et turbulent comme on peut l’observer sur la figure 6.12-a.

Figure 6.12 – Courant collecté par chacun des demi-cylindres a) en collecteurs à la masse, b) en
collecteurs flottants.

Lorsque le collecteur axial est laissé flottant il se fixe à la valeur très négative Vcol ≈
−40V nécessaire pour repousser l’essentiel des électrons primaires (on rappelle que l’énergie
des primaires les plus énergétiques peut atteindre Emax ≈ e ∗ Vdec soit typiquement une
quarantaine d’eV). Un courant négatif régulier est alors collecté par les demi-cylindres :
la figure 6.12-b montre que le courant total est de l’ordre de -6 mA et qu’il est observé
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alternativement sur un demi-cylindre puis sur l’autre.
En mesurant simultanément le courant de saturation électronique et le courant radial

collecté on constate (figure 6.13 ) sans grande surprise que le passage des surdensités est
à la même fréquence et en phase avec le passage du courant sur le demi-cylindre corres-
pondant. Le courant radial est donc étroitement corrélé à la présence du mode régulier,
responsable donc d’un transport net de charges négatives entre le plasma central et le
bord.

Figure 6.13 – Courant collecté par le demi-cylindre gauche (jaune), droit (magenta) et par une sonde
de Langmuir en saturation électronique (bleu) positionnée en face du demi-cylindre droit
(17V, r ≈ 5cm). L’ombre de la sonde est visible sur la légère modulation du courant
électronique collecté par le demi-cylindre masqué.

6.3.2 Détection des primaires :

Afin de compléter ce bilan de courant nous avons procédé à l’installation d’un analy-
seur d’énergie de type RFA (reverse field analyzer) qui permet théoriquement une discri-
mination en énergie sur la mesure des électrons, qui permet notamment une détection des
électrons énergétiques injectés qui jouent un rôle clé dans l’équilibre des charges. Il est
composé d’un collecteur de 14mm de diamètre placé derrière deux grilles polarisables. La
première grille est fixée à un potentiel légèrement supérieur au potentiel plasma 9 afin de
ne pas perturber localement le milieu et de repousser les ions, la deuxième grille est une
grille de sélection dont on fait varier la polarisation entre -35 et 35V afin de sélectionner
les électrons selon leur énergie. Enfin le collecteur est relié à la masse à travers une
résistance qui nous permet de mesurer le courant d’électrons traversant. On obtient ainsi
théoriquement l’intégrale de la fonction de distribution en énergie des électrons dans

9. ce qui n’est pas sans poser problème, puisqu’il faut connâıtre à priori ce dernier
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la direction qui fait face à la sonde, à condition d’être en regard de l’axe du champ
magnétique en plasmas magnétisés. Cette sonde est montée sur une tige radiale que
l’on peut décaler et faire pivoter, ce qui permet de faire varier le rayon ainsi que la direc-
tion d’observation. Selon le cas on peut ainsi mesurer la caractéristique dans la direction
aval (sonde face à la chambre source mesurant les électrons se déplaçant vers le bout de la
colonne) ou amont (sonde face au collecteur de bout mesurant les électrons se déplaçant
vers l’entrée de la colonne).

La figure 6.14 montre les signaux bruts recueillis par l’analyseur d’énergie : en jaune
le courant aval collecté montre une oscillation correspondant aux fluctuations de densité
du plasma. Ce caractère est très marqué en bord de colonne où la densité est nulle entre
deux passages de la bande de plasma en rotation. En échantillonnant les caractéristiques
du collecteur on obtient comme avec les sondes classiques le signal correspondant aux
surdensités (enveloppe maximum) et celui correspondant au plasma de fond (enveloppe
minimum).

Dans la pratique ce diagnostic s’avère peu fiable pour plusieurs raisons : d’une part

Figure 6.14 – Mesure directe à l’oscilloscope des signaux de l’analyseur d’énergie : courant (inversé)
sur le collecteur (Jaune, R=10 kΩ), courant sur la grille de sélection (bleu, R=3.3 kΩ),
tension sur la grille de sélection (magenta : −35 → 35V ). a) sonde face à la source au
centre (r = 0 cm), b) sonde face à la source au bord (r = 9 cm).

la taille conséquente du dispositif et la fraction importante de courant extrait - & 10 %
du courant aux collecteurs - est très perturbative pour le milieu, d’autre part la mauvaise
transparence des grilles induit une collection significative par ces dernières - visible sur
la figure 6.14 montrant en bleu le courant sur la grille de sélection - qui fausse la mesure
aux potentiels croissants. Par ailleurs la structure complexe du potentiel à l’intérieur
du dispositif demande un examen complexe du design pour éviter les effets de polari-
sation indésirables [Lefaucheux06]. Concrètement l’effet de ces défauts est de surestimer
considérablement la part des électrons énergétiques dans le plasma, qui s’avère être quan-
titativement en désaccord complet avec l’estimation donnée par la pente des primaires
sur les caractéristiques des sondes de Langmuir. Les mesures par RFA permettent donc
uniquement des observations qualitatives sur la présence des électrons énergétiques, à
traiter avec beaucoup de précautions. Une interprétation trop légère de ces mesures nous
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a d’ailleurs poussé à émettre dans un travail récent [Jaeger09] l’hypothèse qu’une partie
des électrons primaires pouvait être présente à l’ombre du limiteur, contribuant à l’ionisa-
tion du plasma périphérique. Après réexamen il s’avère que cette conjecture est en réalité
peu probable, puisqu’en contradiction d’une part avec les mesures classiques par sonde
de Langmuir de la fraction de primaires dans le plasma - figure 6.4-d) - et d’autre part
avec le potentiel d’ionisation Eion = 15, 8 eV qui impose l’énergie minimale nécessaire à
la réaction.

Les caractéristiques échantillonnées de RFA sont visibles sur la figure 6.15 qui présente
l’évolution du courant sur le collecteur selon le rayon et le sens d’observation en fonction
de la polarisation de sélection. Nous avons voulu mettre en évidence les différences de
comportement des primaires selon le régime de collection de charges dans le plasma, on
observe donc en haut la caractéristique lorsque le collecteur à la masse extrait le courant
injecté et à gauche lorsque le collecteur flottant limite ce courant. Il est à noter que les
mesures réalisées lorsque l’analyseur fait face au collecteur terminal (sens −z de collec-
tion) sont marquées par un effet d’ombrage puisque dans cette position la face arrière
isolante du RFA dévie les électrons venant de la source. Comme on le voit sur les figures
6.15-a1) et 6.15-b1) ce phénomène est particulièrement prégnant au centre de la colonne,
ce qui s’explique par l’absence de phénomènes de transport vers le centre. Aux autres
positions radiales on constate que les mesures dans le sens −z sont plus cohérentes avec
celles dans le sens +z, ce qui indique que les distributions électroniques dépendent peu
du sens d’observation.

L’enseignement essentiel apporté par ces mesures est que dans la situation collecteurs
flottants on observe dans le sens −z une fraction significative d’électrons énergétiques 10,
qui proviennent nécessairement du courant renvoyé par la gaine du collecteur termi-
nal puisque les primaires sont injectés uniquement dans le sens +z. Cette observation
accrédite l’idée que les gaines des collecteurs axiaux agissent comme des filtres en énergie,
repoussant les électrons peu énergétiques, ce qui est probablement la cause à l’origine du
champ électrique radial mesuré.

6.3.3 Transition entre les deux régimes

Ici nous nous intéressons aux phénomènes qui accompagnent le basculement entre le
régime de mode régulier et la situation de turbulence faible, à cette fin nous avons fait
varier conjointement la polarisation des collecteurs axiaux en variant l’impédance qui les
relie à la masse. Dans le même temps on procède à la mesure de 4 grandeurs essentielles :
la fréquence instable dominante 11 fig. 6.16-a), le potentiel plasma au centre 12 fig. 6.16-
b), le courant total sur le cylindre périphérique fig. 6.16-c) et le courant au collecteur

10. l’énergie des électrons est estimée par la différence Vpol − φp, avec φp ≈ −5 V le potentiel plasma
mesuré par sonde dans le cas collecteur flottant

11. d’après les fluctuations du courant de saturation électronique d’une sonde cylindrique (17V, r ≈
5cm) branchée sur un analyseur de spectre

12. d’après la caractéristique de sonde plane obtenue par un balayage en polarisation à une dizaines
de Hz
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Figure 6.15 – Caractéristiques obtenues par RFA collectant selon z à 2 rayons (centre/bord) : a)
collecteurs à la masse, b) collecteurs flottants. Légende : bleu=vitesses selon +z ,
rouge=vitesses selon -z,traits pleins : maxima de densité, pointillés : minima de den-
sité. Conditions standards.

terminal fig. 6.16-d). Ces observations ont été menées dans les conditions standards pour
3 valeurs du potentiel d’anode - Van = 0V , −5V et −10V - qui comme on peut le voir
influence directement les différents paramètres du plasma.

On constate dans tous les cas que lorsque la polarisation des collecteurs approche
de 0 il apparâıt une transition vers le régime turbulent (zone rose), qui se manifeste
notamment par un caractère intermittent des surdensités et un spectre de fluctuations
étendu (figures 6.17) présentant une allure proche du bruit en 1/f (bruit rose ou flicker
noise) caractéristique d’un phénomène d’auto-organisation autour d’un gradient critique
(dynamique de type SOC ou avalanche [Sarazin97]). Nous soupçonnons que l’origine de
ce comportement est liée au champ électrique radial centrifuge critique Er,lim donné par
5.31 qui comme on l’a étudié section 5.3 correspond à la limite de stabilité du plasma en
rotation co-cyclotronique 13, au-delà de laquelle se manifeste un transport radial ionique
important (figure 5.6-c). Dans nos conditions ce champ critique a une valeur proche de
+200r V/m (r en m) correspondant à une DDP radiale de seulement −1V entre le centre

13. lorsque la dérive ionique azimutale est dans le sens de la rotation cyclotron ionique
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et le bord : on comprend aisément dès lors pourquoi le système bascule vers un régime
intermittent lorsque le profil de potentiel plasma tend à s’inverser.

Figure 6.16 – Influence de la tension de collecteurs sur : a)la fréquence dominante (traits pleins)
et l’amplitude des fluctations (tirets, unité arbitraire), b)le potentiel plasma central
(r ≈ 0cm), c) le courant total au cylindre périphérique et d) le courant au collecteur
terminal, pour un potentiel d’anode Van = 0V , −5V et −10V . La zone où les fluctuations
de densité deviennent turbulentes est indiquée en rose. Conditions standards.

Pour revenir sur les mesures illustrées par la figure 6.16, le point essentiel mis en
évidence par ces expériences est que l’apparition du mode régulier à potentiel de col-
lecteurs décroissant est étroitement corrélé à un basculement du régime de collection
du courant électronique - entre parallèle et transverse - lié à une diminution du poten-
tiel plasma central qui se fixe à une valeur négative lorsque le basculement s’opère. Au
contraire de la situation collecteurs à la masse - où comme on l’a vu le potentiel plasma
reste quasi-constant radialement - il s’établit dans ce cas un gradient radial de potentiel
quasi-parabolique qui comme on le verra au chapitre 7 est propice à l’excitation de l’in-
stabilité ISHI, qui fournit une explication très probable à la présence du mode régulier
observé. Notons également, ce qu’on confirmera plus loin, que la décroissance du po-
tentiel plasma central - qui permet raisonnablement de supposer une augmentation en
valeur absolue du champ électrique radial centripète - se traduit globalement par une
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augmentation de la fréquence et de l’amplitude du mode régulier 14.
Les figures 6.16 nous permettent par ailleurs d’observer l’influence déterminante du

potentiel d’anode sur le régime du plasma : comme on le détaillera plus loin ce réglage
influe directement sur le potentiel plasma central et donc le champ électrique radial res-
ponsable semble-t’il de l’excitation de l’instabilité. On verra également que la pression de
neutre joue un rôle crucial, mais plus complexe dans ce scénario. Grossièrement, Ceteris
paribus 15, la pureté du mode régulier est favorisée par un fort gradient de potentiel radial
- soit un potentiel d’anode et de collecteur très négatif ou un potentiel de cylindre collec-
teur positif 16 - et une faible pression de neutre. La transition vers la turbulence apparâıt
donc dans les situations contraires : Van, Vcol et P0 croissants ou Vcyl décroissant.

Figure 6.17 – Fluctuations (a) et spectre (b) de densité électronique, collecteurs à la masse. Sonde
cylindrique en saturation électronique (17V, r ≈ 5cm). Conditions standards.

6.3.4 Etude spatio-temporelle de la transition à la turbulence :

Nous avons souhaité illustrer à l’aide de mesures spatio-temporelles un scénario de
transition à la turbulence conditionné par la valeur du potentiel d’anode Van. Les ob-

14. attention : l’amplitude est donnée en unités arbitraires différentes pour chaque valeur du potentiel
d’anode, en effet il est délicat de comparer l’amplitude absolue dans les différents cas car les variations
de la densité électronique et du potentiel plasma moyens influent largement sur le courant de saturation
électronique

15. toutes choses étant égales par ailleurs, le lecteur pardonnera ce transport de latinisme
16. ce dernier réglage a toutefois un effet nettement plus complexe puisqu’il influe considérablement

sur le courant radial jusqu’à modifier le potentiel plasma central et le gradient de densité
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servations présentées sur les figures 6.19 et 6.18 ont été réalisées dans les conditions
standards, collecteurs axiaux flottants, sauf pour la valeur de la pression de neutre fixée
à P0 = 6.10−4 mbar, ce qui favorise la transition vers le régime turbulent. Lorsqu’on fait
crôıtre le potentiel d’anode entre −2V et −0, 2V en effet on bascule assez brutalement
du régime de mode régulier à celui de l’intermittence.

La figure 6.18 montre une cartographie polöıdale (entre 0 et π) et temporelle du
courant radial sur le cylindre réalisée à l’aide du réseau de sondes détaillé section 6.2.2.
Elle met en évidence la perte de cohérence spatiale du signal lors de la transition. On
constate également que les oscillations perdent clairement leur régularité temporelle mais
aussi spatiale. On soupçonne en effet l’apparition sporadique de nombres d’ondes plus
élevés (reconnaissables à leur pente plus faible) qui semblent faiblement instables et peu
cohérents spatialement. Du point de vue fréquentiel, on observe sur la figure 6.19 qui
présente une FFT du courant de saturation électronique à la périphérie, un élargissement
progressif des pics de fréquence qui aboutit petit à petit à un spectre bruité d’amplitude
faible, ou subsiste faiblement le pic caractéristique du mode régulier initial. On constate
que l’élargissement commence avec les harmoniques hautes et se répand progressivement
vers le fondamental, induisant au final le spectre en 1/f que nous avons déjà évoqué.

Au vu de ces résultats plusieurs scénarios de transition à la turbulence sont envi-
sageables, et peut-être conjugués. En nous basant sur l’idée très probable que le mode
régulier est l’onde instable l = 1 de l’instabilité ISHI nous pouvons émettre différentes
hypothèses quand à la cause de la transition :

1. l’interaction du mode l = 1 avec un plusieurs modes de nombre d’onde polöıdal
plus élevé et donc de fréquences supérieures, qui peuvent apparâıtre masqués par
l’élargissement des harmoniques.

2. l’interaction avec un mode lié à une autre instabilité qui peut tendre à devenir
dominante lorsque le champ électrique radial se déforme ou s’annule (instabilité
Kelvin-Helmoltz, d’onde de dérive ou instabilité cyclotron ionique cinétique).

3. la mise en place d’un mécanisme de type SOC autour du champ électrique critique
Er,lim pour la stabilité du plasma, hypothèse déjà évoquée plus haut.

En l’état il est difficile de conclure sur la phénoménologie observée qui réclame une
résolution non-linéaire du problème des instabilités de plasma magnétisé dont nous ne
livrons dans la suite qu’une analyse linéaire. Ce problème fait intervenir comme on le
verra plus bas ainsi qu’au chapitre 7 des effets cinétiques complexes - résonance et amor-
tissement cyclotron, effets de rayon de Larmor fini ionique - qui sont tout simplement
impossibles à modéliser même avec les outils théoriques les plus poussés dont dispose la
discipline des plasmas magnétisés. Nous nous contenterons donc des hypothèses évoquées
ici en laissant le soin au lecteur plus aguerri à ces questions de se faire son opinion.

6.3.5 Croissance de l’instabilité

Partant d’une situation où le plasma est faiblement turbulent, il est possible d’observer
la croissance du mode régulier par l’intermédiaire d’un échelon brutal sur un paramètre
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Figure 6.18 – Image spatio-temporelle du courant transverse : réseau de 32 sondes sur un demi-tour
positionnées sur le limiteur radial cylindrique. Conditions identiques à 6.19.

Figure 6.19 – Evolution du spectre fréquentiel (sonde en saturation électronique, 17V, r ≈ 5cm).
Conditions standards collecteurs flottants sauf pour la pression : P0 = 6.10−4 mbar
et le potentiel d’anode : Van = −2V → −0, 2V . L’intermittence se développe lorsque
Van → 0V .
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Figure 6.20 – Observation de la croissance de l’instabilité (courant de saturation électronique, 17V,
r ≈ 5cm) lors d’un échelon de la tension d’anode (en vert), a) P0 = 1, 5.10−4 mbar, b)
P0 = 3.10−4 mbar, c) P0 = 6.10−4 mbar. Conditions standards par ailleurs collecteurs
axiaux flottants.

critique déclenchant l’apparition du mode régulier. Afin d’observer ce phénomène nous
avons choisi d’agir sur le potentiel d’anode qui comme on vient de le voir conditionne di-
rectement la transition entre 2 états du système : lorsque la tension d’anode passe de Van
= +10V à Van = -10V on bascule ainsi respectivement d’un régime faiblement turbulent
(quasiment stable) au régime des surdensités régulières.

Les mesures, réalisées à 3 pressions d’argon différentes, sont visibles sur la figure 6.20 :
le potentiel d’anode subit un échelon très rapide à t = 0 (tracé vert) dont on observe
l’effet sur les fluctuations de densité électronique (tracé bleu, courant de saturation élec.
sur une sonde cylindrique à 17V, r ≈ 5cm). Les figures montrent que l’instabilité crôıt
et sature très rapidement ce qui suggère un taux de croissance du même ordre que la
fréquence observée, ce qui est caractéristique d’un phénomène fortement instable.
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6.4 Influence des paramètres expérimentaux sur le

mode régulier

Les conditions d’apparition du mode régulier étant bien établies - collecteurs axiaux
flottants et potentiel d’anode négatif, conduisant au développement d’un champ électrique
radial centripète - nous avons souhaité caractériser le mode régulier par une étude pa-
ramétrique afin de mettre en évidence l’influence des différents réglages expérimentaux en
particulier sur la fréquence du mode et le courant radial électronique qui lui est associé.
Sans surprise l’élément déterminant pour ces deux grandeurs est la valeur du poten-
tiel plasma central, qui détermine la DDP radiale et donc le champ électrique. Deux
autres paramètres ont également un effet déterminant bien que plus complexe : le champ
magnétique ainsi que la pression de neutre.

6.4.1 Influence du champ électrique radial :

Action du potentiel d’anode :

Comme nous l’avons vu un moyen efficace de modifier le potentiel plasma au centre de
la colonne dans notre machine consiste à faire varier le potentiel d’anode qui détermine
l’énergie moyenne des électrons primaires dans la chambre source et donc le courant
d’électrons ionisants injecté. Ce réglage influence en même temps la densité électronique
du plasma source et le potentiel plasma central : basiquement en augmentant l’ionisa-
tion on accrôıt le courant d’électrons secondaires à évacuer, ce qui détermine le gradient
de potentiel radial. Cependant cette analyse intuitive doit être nuancée par la prise en
compte de l’équilibre complexe entre le plasma source et le plasma cible au niveau de
la séparatrice. On constate en effet qu’au delà d’une valeur seuil du potentiel d’anode -
généralement proche de la masse, mais dépendante de la pression et du champ magnétique
- il y a augmentation du potentiel flottant de la séparatrice qui se rapproche des valeurs
positives, permettant ainsi la sortie d’une fraction des électrons secondaires et la relaxa-
tion du gradient de potentiel (voir figure 6.21-c), carrés roses).

La figure 6.21-c) montre ainsi l’influence du potentiel d’anode sur plusieurs pa-
ramètres de la décharge. Comme on le voit les potentiels flottants des limiteurs axiaux
suivent la variation du potentiel d’anode 17, ce qui est cohérent avec la vitesse (et donc
le courant) accrue du faisceau d’électrons primaires. Dans le même temps le courant
électronique transverse sur le cylindre augmente à potentiel d’anode décroissant, ce qui
confirme que la charge électronique du plasma s’est accrue. Enfin la fréquence suit la
même tendance, montrant que la vitesse angulaire des surdensités augmente parallèlement
au courant radial. Ces deux dernières tendances, visibles sur les figures 6.21-a) et b), se
confirment à différentes pressions. On observe en outre que le mode instable disparâıt
quand le courant tend vers 0 : le seuil d’apparition de l’instabilité correspond à un po-

17. le potentiel d’injection est toujours supérieur au potentiel de collection du fait qu’il est en interac-
tion à la fois avec le plasma source et le plasma secondaire
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Figure 6.21 – a) Variation de la fréquence du mode régulier et b) du courant électronique sur le
cylindre avec le potentiel d’anode pour 3 pressions de neutre : P0 = 1, 2.10−4mbar
(losanges bleus), P0 = 2, 4.10−4mbar (carrés roses) et P0 = 4, 8.10−4mbar (triangles
rouges). c) Influence de la tension d’anode sur : losanges verts le potentiel flottant du
collecteur, carrés roses le potentiel flottant de la grille séparatrice d’injection, triangles
rouges courant total sur le cylindre, étoiles bleues fréquence du mode régulier (P0 =
1, 5.10−4mbar). Conditions standards collecteurs axiaux flottants.

tentiel d’anode de plus en plus négatif à mesure que la pression augmente.

Pour revenir sur l’influence du potentiel d’anode sur le gradient de potentiel radial,
la figure 6.22-a) montre que dans nos gammes de pression le potentiel plasma central
suit étroitement l’évolution du potentiel d’anode quelle que soit la pression. Ce réglage
simple permet donc de faire varier la différence de potentiel entre le centre du plasma et
le cylindre périphérique à la masse et de modifier ainsi directement le champ électrique
radial.

Les figures 6.22 c) et d) montrent donc l’évolution de la fréquence et du courant,
cette fois rapportées au potentiel plasma central, et donc à la DDP radiale. On note qu’à
l’incertitude près (±1V ) sur le potentiel plasma central le courant radial augmente pa-
rallèlement à cette dernière ce qui confirme que la nécessité d’évacuer radialement l’excès
de charge négatif dans le plasma contrôle directement le gradient de potentiel qui se
met en place entre le centre et le bord, ainsi que la fréquence du mode régulier. L’aug-
mentation de la fréquence avec le champ électrique centripète est un signe que la dérive
électrique joue un rôle primordial dans la rotation des surdensités, ce qui conforte l’hy-
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Figure 6.22 – a) Variations du potentiel plasma au centre (mesuré par sonde) avec le potentiel d’anode
de la chambre source, b) Fréquence du mode régulier en fonction du courant électronique
sur le cylindre (quand Van varie), c) Fréquence instable et d) Courant électronique sur
le cylindre en fonction du potentiel plasma central. Conditions standards collecteurs
axiaux flottants, pour 3 pressions de neutre : P0 = 1, 5.10−4mbar (losanges bleus),
P0 = 3.10−4mbar (carrés roses) et P0 = 5, 3.10−4mbar (triangles rouges).

pothèse d’un mécanisme du type Simon-Hoh 18 comme origine de l’instabilité observée.
Notons enfin que les variations de la DDP radiale permettent d’estimer la relation entre
la fréquence instable et le courant radial, figure 6.22 b), et de confirmer que le courant
transporté par l’instabilité est proportionnel à la fréquence de cette dernière.

Action de la polarisation du cylindre périphérique :

Nous l’avons évoqué, une autre manière de faire varier la DDP radiale est de polariser
le cylindre collecteur entourant le plasma source : dans ces conditions on constate en
effet que le potentiel plasma central reste négatif - il s’accrôıt cependant légèrement avec
Vcyl : environ 1V pour 10V sur le cylindre - tandis que le potentiel en bord (radial) de
colonne est fixé par la polarisation du cylindre. La figure 6.23 montre l’évolution de l’in-
stabilité dans ces conditions : ici encore la fréquence et le courant transverse augmentent
parallèlement à la DDP radiale tant qu’elle est positive. Par contre et comme prévu la
turbulence se développe lorsque le potentiel du cylindre devient négatif et que le courant

18. fondé sur la dérive électrique différentielle des espèces chargées comme on le verra au prochain
chapitre
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Figure 6.23 – Influence de la tension Vcyl des cylindres collecteurs sur la fréquence dominante du mode
régulier (flèches bleues, kHz), son amplitude (carrés roses, UA) et le courant au cylindre
−Icyl (triangles rouges, × -10 mA). Conditions standards par ailleurs, collecteurs axiaux
flottants.

radial s’annule.

6.4.2 Influence du champ magnétique et de la pression :

Le champ magnétique et la pression de neutre sont des paramètres en un sens plus
complexes que la ”simple” modification des potentiels dans la machine. Cette dernière se
traduit généralement comme on vient de le voir par une altération du champ électrique
radial liée intrinsèquement à la valeur du courant dans la machine. Par contre le champ
magnétique influence directement de nombreuses grandeurs essentielles pour la stabilité
du plasma : fréquences de dérive, fréquence cyclotron ionique, rayon de Larmor ionique
mais également le gradient radial de densité qui tend classiquement à crôıtre quand
le champ magnétique décrôıt. Quand à la pression elle a une influence directe sur les
fréquences de collision et la densité, mais également sur les courants et là encore sur le
gradient radial de densité, étroitement lié au transport transverse. Toutes ces implica-
tions font qu’il est très impossible dans les faits de maintenir an particulier les gradients
radiaux de potentiel et de densité constants lorsqu’on modifie B et P0. C’est donc avec
ces précautions à l’esprit que nous avons étudié leur influence sur la fréquence du mode
régulier.
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Les mesures de la fréquence et de l’amplitude de l’instabilité 19 en fonction du champ
magnétique sont visibles sur les figures 6.24. A fort champ magnétique comme on le
voit on constate une tendance grossièrement en 1/B, caractéristique des phénomènes de
dérive, et une forte dépendance à la pression. Par contre à champ faible cette tendance
tend à disparâıtre à mesure qu’on se rapproche de la situation turbulente du plasma
démagnétisé. L’amplitude quand à elle tend à décrôıtre aux champs forts, signe d’une sa-
turation plus rapide. On constate en effet qu’avec l’augmentation du champ magnétique
la densité et le courant radial tendent à décrôıtre, ainsi que le potentiel plasma central,
ce qui indique que le plasma source est de plus en plus répulsif vis à vis des électrons
primaires, du fait de la plus grande difficulté à évacuer l’excès de charge négatif lorsque
les collecteurs sont flottants.

Figure 6.24 – Variation de la fréquence instable dominante avec : a) le champ magnétique B (Gauss),
b) l’inverse du champ magnétique 1/B (Gauss−1). Figure c) variations respectives de
l’amplitude avec B, figure d) courant total sur le cylindre selon B. Mesures réalisées
pour 3 pressions de neutre : P0 = 10−4mbar (losanges verts), P0 = 1, 5.10−4mbar (carrés
roses) et P0 = 3.10−4mbar (flèches bleues).Conditions standards par ailleurs, collecteurs
axiaux flottants.

Pour ce qui concerne la pression, on dispose de l’ensemble des mesures déjà présentées
au cours des sections précédentes (figures 6.21, 6.22 et 6.24). Pour résumer il apparâıt glo-

19. courant de saturation électronique observé à l’analyseur de spectre, polarisation 17V, r ≈ 5cm
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balement que la fréquence décrôıt avec la pression tandis que le courant radial électronique
a tendance à crôıtre. Cependant cette analyse doit être nuancée puisque d’une part la ten-
dance de la fréquence à potentiel d’anode très négatif s’inverse (figure 6.21-a) et d’autre
part car l’augmentation de la pression conduit le plasma à la turbulence. Comme on l’a
dit il est clairement très délicat de raisonner sur ce paramètre qui certes conditionne
étroitement l’équilibre du plasma, mais d’une manière trop complexe pour qu’une ten-
dance nette s’en dégage.

En guise de conclusion sur l’influence du champ magnétique et de la pression il nous
faut admettre qu’il est très hasardeux de risquer une analyse de leurs effets sans une ca-
ractérisation complète de l’équilibre à chaque étape. Une telle étude est malheureusement
trop complexe à mettre en œuvre avec nos contingences expérimentales, bien qu’elle soit
certainement souhaitable pour délibérer sur le crédit à apporter à notre hypothèse sur
l’origine de l’instabilité observée, détaillée dans le prochain chapitre. Afin de dégager tout
de même quelques éléments de réflexion, on supposera sur la base de nos observations
générales que l’augmentation du champ magnétique se traduit par une diminution de la
dérive électrique et un accroissement du confinement 20, ce qui donne lieu à une diminu-
tion de la fréquence mesurée du mode régulier. Quand à la pression elle conditionne d’un
façon complexe l’équilibre : à cause des collisions ioniques plus fréquentes on peut prévoir
un ralentissement de la fréquence de rotation des ions (assez faible tant que νin/ωci < 1)
mais également une augmentation significative de la diffusion radiale (cf section 5.3.2).
Expérimentalement on observe généralement avec l’augmentation de la pression une di-
minution de la fréquence, puis une transition vers la turbulence, révélatrice du fait que
la diffusion finit par l’emporter sur le transport ondulatoire.

6.5 Distribution en vitesse des ions : mesures par

LIF

Terminons notre compte-rendu expérimental par la donnée des résultats obtenus par
fluorescence induite par laser (LIF) dont nous avons résumé le principe section 4.2.2.
Nous livrons ici des résultats obtenus dans une configuration proche de nos conditions
standards (collecteurs flottants), avec cependant une DDP radiale forte puisque la polari-
sation du cylindre périphérique est à 24V et une pression P0 ≈ 5.10−4 mbar supérieure à
notre pression de référence. La fréquence élevée des oscillations observée : f = 12, 5kHz
est révélatrice d’une situation à champ électrique radial centripète fort : on observe en
effet une DDP radiale d’environ 8V entre le centre et le bord. Sur la figure 6.25-a) on
observe les distributions ioniques instantanées à r ≈ 4cm, obtenues par mesures syn-
chrones. On voit que la densité présente logiquement une oscillation à la fréquence du
mode instable (cf également figure 6.25-b, courbe bleue). Ce qui est plus surprenant c’est
que la largeur à mi-hauteur (figure 6.25-b, courbe verte) - proportionnelle à la vitesse

20. autrement dit un accroissement (en valeur absolue) du gradient de densité radial

163



CHAPITRE 6. OBSERVATION DE L’INSTABILITÉ EN CHAMPS CROISÉS

thermique - semble subir également une modulation, ce qui laisse soupçonner l’action
d’un processus non-adiabatique lié à une interaction onde particule. Ce type d’effet n’est
en effet pas à écarter dans la mesure où la fréquence du phénomène étudié est du même
ordre que la fréquence cyclotron ionique. Un autre indice de ces effets cinétiques est la
valeur de la vitesse thermique mesurée - v∗thi⊥ ≈ 1000m/s en supposant une distribution
quasi-maxwellienne - même en tenant compte de l’élargissement spectral. On obtient en
effet une température ionique Ti ≈ 0, 4eV largement supérieure à celle des atomes neutres
(T0 ≈ 0, 02e) qui, si elle est fiable, ne peut s’expliquer que par un mécanisme cinétique
de chauffage ionique, certainement lié à la résonance cyclotron.

Figure 6.25 – Mesures de la distribution en vitesse ionique polöıdale par LIF. Mesures instantanées
à r = 4 cm : a) distributions ioniques selon vθ à différents temps (intervalle 5µs), b)
évolution de la densité et de la largeur à mi-hauteur. c) vitesse fluide polöıdale (moyenne
temporelle) à différents rayons (losanges rouge) comparée à la vitesse de l’instabilité
(triangles vert, f = 12, 5kHz), à la vitesse de dérive électrique estimée (étoiles bleues,
ΩE ≈ 16kHz) et à la vitesse azimutale théorique (carrés noirs, f = 7kHz). Vcyl = 24V ,
P0 ≈ 5.10−4 mbar, conditions standards par ailleurs, collecteurs axiaux flottants.

L’autre information fournie par la mesure de LIF est la valeur de la vitesse moyenne
polöıdale 21. On observe que la vitesse ionique instantanée (figure 6.25-a) présente la

21. attention ici, il s’agit de la vitesse moyenne fluide, c’est à dire grossièrement la vitesse au maximum
de la distribution pour une quasi-maxwellienne
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même oscillation que la densité, révélatrice des oscillations du champ électrique. Par
ailleurs la LIF permet une estimation de la moyenne temporelle de cette même vitesse
polöıdale (figure 6.25-c, losanges rouges) qui apparâıt comme relativement lente : elle
est largement inférieure à la vitesse de dérive électrique estimée d’après la DDP radiale
(étoiles bleues), mais également notablement plus faible que la vitesse ionique théorique
(carrés noirs) en supposant des collisions ioniques minoritaires (νin/ωci < 1) et une vi-
tesse diamagnétique ionique négligeable. Plusieurs explications sont possibles pour ex-
pliquer ces faits : d’abord une sous-estimation de la vitesse estimée par la LIF compte-
tenu des erreurs expérimentales évoquées section 4.2.2, ensuite un freinage excessif dû
soit aux collisions plus nombreuses 22, soit à la dérive diamagnétique ionique plus im-
portante. Compte-tenu du cumul d’incertitude, il est difficile de trancher en l’espèce.
Soulignons simplement que la LIF est au moins cohérente qualitativement avec notre
analyse théorique de la rotation ionique : elle mesure en effet une vitesse azimutale bien
inférieure à la dérive électrique, ce qui est l’ingrédient nécessaire aux instabilités flûtes
du type Simon-Hoh que nous étudierons au prochain chapitre.

6.6 Conclusion sur le comportement du plasma en

champs croisés

Nous avons cherché dans ce chapitre à donner une description expérimentale la plus
complète possible du régime particulier observé lorsque le courant électronique parallèle
est contrarié par les conditions de bords axiales imposées au plasma. On l’a vu il ap-
parâıt alors un gradient de potentiel radial positif dans la colonne, accompagné de fluc-
tuations cohérentes de grandes amplitudes sur la densité, qui a toutes les caractéristiques
d’un mode flûte global se propageant azimutalement avec un nombre d’onde l = 1. Ce
mode est étroitement associé au courant radial électronique qui se met en place, permet-
tant ainsi l’évacuation de l’excès de charge négatif. Les différentes mesures montrent
que ce mode est déstabilisé dès lors que les conditions expérimentales - notamment
l’équilibre complexe entre le plasma source, la séparatrice et le plasma cible - permettent
le développement d’un champ électrique radial centripète. On observe alors une relation
étroite entre la fréquence du mode et le champ électrique, qui évoque intuitivement une
influence déterminante de la dérive électrique sur le mécanisme d’apparition de l’instabi-
lité.

Dans cette perspective, l’étude théorique de la rotation du fluide d’ion en champs
croisés, à laquelle nous avons consacré plusieurs sections, prend tout son sens. Il y a d’une
part la conclusion qu’un freinage inertiel et collisionnel est nécessairement à l’oeuvre en
présence d’un champ électrique radial négatif 23, qui conduit inévitablement à l’excita-
tion d’une instabilité du type Simon-Hoh 24 dans un plasma confiné, analyse confirmée

22. ce qui n’est pas impossible compte-tenu de l’imprécision sur la pression de neutre et la section
efficace intégrée

23. situation du champ centripète et de la rotation anti-cyclotron
24. cf note 18
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qualitativement par la LIF. D’autre part nous avons effectivement observé que la situa-
tion du champ électrique radial positif se traduit par un régime d’intermittence, dont on
peut raisonnablement supposer qu’il est lié à l’équilibre marginal du plasma en rotation
co-cyclotronique.

Forts de ces conclusions nous allons aborder la dernière partie de cet ouvrage, dans
laquelle nous développons à l’aide d’un modèle analytique simplifié une théorie linéaire
des instabilités fluides du plasma en champ croisé. Ce modèle, malheureusement ne sau-
rait prétendre à expliquer dans le détail la physique complexe des phénomènes à l’œuvre
dans nos expériences. En particulier il adopte le paradigme du forçage par le gradient,
qui consiste à séparer l’équilibre de ses cause profondes, qui sont naturellement les flux,
liés eux-même d’une façon extrêmement complexe aux paramètres expérimentaux. Ce-
pendant une telle approche auto-consistante des phénomènes n’est tout simplement pas
réalisable sans le secours d’un code numérique extrêmement complexe, et généralement
peu intuitif. Notre propos se bornera donc simplement, partant des gradients moyens ob-
servés, d’expliquer pourquoi l’instabilité se manifeste et quelles sont ses caractéristiques
au stade linéaire, de façon à les comparer aux processus observés dans l’expérience, avec
l’espoir qu’une telle analyse soit d’un certain secours pour étudier la situation générique
des plasmas en champs croisés.
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Chapitre 7

Modélisation fluide des instabilités
électrostatiques en champs croisés

7.1 Instabilités fluides

Afin d’étudier les instabilités susceptibles de se développer dans le plasma magnétisé
en géométrie cylindrique nous allons mener ici une étude en perturbation du système dont
nous avons décrit l’équilibre au cours des chapitres précédents. Comme nous l’avons déjà
évoqué il est très complexe de décrire analytiquement un plasma magnétisé inhomogène à
l’aide d’un modèle cinétique, qui pourtant serait souhaitable pour évaluer proprement les
effets de rayon de Larmor fini et de résonance cyclotron dont nous verrons l’importance.
La seule option pour mettre en lumière de façon intuitive les phénomènes instables -
essentiellement des ondes à taux de croissance positif observées expérimentalement - liés
à la situation du plasma en champs croisés est donc de recourir à une description fluide,
qui permet une approche qualitative du problème.

A cette fin nous utiliserons les équations du modèle à deux fluides afin d’obtenir la
relation de dispersion linéaire des ondes électrostatiques dans le plasma. Le calcul mené
dans cette partie est inspiré pour une bonne part de la description développée par Pe-
tro P. Sosenko [Sosenko04] afin d’étudier les instabilités fluides des plasmas collisionnels
en géométrie cylindrique. Ce travail a permis une première analyse des effets de la ro-
tation par dérive ExB, appliquée aux conditions expérimentales des plasmas magnétisés
réalisés dans les dispositifs de laboratoire Mistral [Pierre04], Mirabelle [Pierre87] et KIWI
[Latten95].

La situation de départ est donc celle de l’équilibre décrit dans le chapitre précédent :
selon les conditions aux limites axiales qui déterminent les courants dans le plasma un
champ électrique radial d’équilibre plus ou moins intense va se développer qui va jouer
comme on le verra un rôle essentiel dans l’excitation des ondes instables.

7.1.1 Introduction au modèle fluide

On repart des équations de conservation 3.46 et 3.47 de la section 3.4 pour les 3
fluides : ions, électrons et électrons primaires :
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∂tn+ ~∇(n~V ) = Sion (3.46)

(∂t + ~V .~∇)~V = −Ωc
~V ×~b+

q ~E

m
−
~∇P
nm
− νcoll~V (3.47)

attention : comme indiqué dans la rubrique notations nous distinguons la fréquence cy-
clotron ωc = |q|B/m et la fréquence cyclotron signée Ωc = −qB/m.

Le système est fermé par l’équation de Poisson qui s’écrit, en posant n0 la densité
électronique moyenne et λD =

√
ε0kBTe/e2n0 la longueur de Debye :

ne
n0

+
nep
n0

=
ni
n0

+ λ2
D∆2 eφ

kBTe

Cette équation se simplifie pour donner la relation de quasi-neutralité :

ni = ne + nep ' ne

dès lors que les variations spatiales sont grandes devant la longueur de Debye et le rayon
de Larmor électronique : L∇φ >> λD, RLe

1 ou que les fréquences sont petites devant
la fréquence hybride haute : ω << ωUH =

√
ω2
pe + ω2

ce. C’est le cas dans notre dispo-
sitif expérimental aussi bien pour les grandeurs d’équilibre que pour les fluctuations :
L∇φ ≈ Rp = 10cm 2, λD ≈ RLe ≈ 0,5 mm, ω ≈ 1-10 kHz et ωUH ≈ 2 GHz. La rela-
tion de quasi-neutralité se simplifie encore à l’équilibre pour donner ne,eq ' ni,eq puisque
nep,eq/ne,eq ∼ 10−2 << 1.

Hypothèses du modèle :

On se place en géométrie cylindrique avec les conditions suivantes à l’équilibre :
– (H1) Champ magnétique constant et homogène.
– (H2) Collisions dominantes avec les neutres et fréquences de collisions négligeables

devant la fréquence cyclotron électronique.
– (H3) Présence d’un gradient de densité radial.
– (H4) Présence d’un champ électrique radial induisant une rotation azimutale des

espèces chargées.
– (H5) Symétrie azimutale : ∂θ = 0 et Eθ,eq = 0
– (H6) Température électronique isotrope 3, constante et homogène.
– (H7) Électrons primaires très minoritaires : nep/ne << 1
– (H8) Diffusion radiale négligeable : Vir,eq, Ver,eq, Vepr,eq ≈ 0.

1. avec L∇φ la longueur de gradient de potentiel
2. Rp on le rappelle est le rayon de la colonne
3. cette hypothèse est adoptée par commodité. Expérimentalement il est impossible de mesurer l’ani-

sotropie de la fonction de distribution électronique puisque les mesures de sondes ne sont fiables que selon
la direction du champ magnétique mais on peut supposer que le processus stochastique d’ionisation, la
fréquence élevée des collisions électron-électron et l’absence d’interaction avec des ondes électroniques
rapides assure l’isotropie du gaz d’électrons.
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– (H9) Ions froids, une seule fois ionisés : Ti ≈ 0 et qi = e
– (H10) Variations axiales négligeables devant les variations radiales : ∂z << ∂r
– (H11) Rotation en bloc du fluide d’ion : ∂rΩzi,eq ≈ 0

Ces hypothèses sont indispensables à la résolution analytique du problème, mais consti-
tuent évidemment une simplification excessive de la réalité expérimentale. Cependant
nous avons l’espoir qu’elles permettent une illustration des phénomènes physiques domi-
nants.

Discussion sur la validité des hypothèses dans notre expérience :

Les hypothèses (H1)-(H7) sont à priori satisfaites dans notre situation expérimentale,
si on néglige les effets de courbure du champ magnétique en bouts de colonne qui n’af-
fectent que localement le plasma et le faible gradient de température électronique.

L’hypothèse (H8) est nécessaire pour qu’on puisse négliger les vitesses radiales à
l’équilibre devant la vitesse azimutale en particulier. C’est incontestablement le cas pour
les électrons puisque leur diffusion transverse, proportionnelle au rapport νen/ωce, est
insignifiante. Concernant les ions la relation entre vitesse radiale et polöıdale à l’équilibre
est donnée par : Vir,eq = −(νin/Rωci)rΩzi,eq

4, l’hypothèse de diffusion négligeable suppose
donc νin << Rωci. Elle n’est par conséquent valable qu’à faible collisionnalité νin << ωci,
et uniquement pour une rotation anti-cyclotronique : R & 1. Dans le cas du champ cen-
trifuge limite où R → 0 nous avons constaté en effet que la diffusion radiale ionique
l’emporte rapidement sur la rotation, conduisant expérimentalement à un équilibre de
type intermittent.

L’hypothèse (H9) permet de négliger l’effet du gradient de densité ionique, et donc
en particulier la dérive diamagnétique associée. Nous avons vu que pour une température
ionique de l’ordre de 0,1 eV, la correction due à cette dérive est négligeable. Il nous
faut quand même rappeler que les mesures de LIF, si on peut s’y fier, indiquent une
température proche de 0,4 eV dans les conditions détaillées section 6.5 : champ radial
fort, fréquence instable élevée. Comme on l’a souligné cette mesure pourrait constituer un
indice montrant qu’un chauffage de type cyclotron se manifeste dans le milieu, conduisant
à une température ionique anormalement élevée. Il est donc tout à fait possible que notre
modèle laisse de côté une part importante de ces effets thermiques sur le fluide ionique.
Cependant il nous semble qu’une validation des mesures de LIF est indispensable à la
clarification de cette question cruciale.

L’hypothèse (H10) enfin est tout juste respectée dans le plasma de MISTRAL, où
le rapport Rp/Lp ' 0, 08 avec le cylindre collecteur. L’effet de longueur finie en z (qui
se traduit entre autres par une variation axiale de la densité et des vitesses moyennes)
peut donc avoir une influence non-négligeable sur les propriétés dispersives du plasma,
en particulier sur les ondes de dérives (à k‖ 6= 0) que l’on décrira plus loin. Cette parti-
cularité des plasmas finis en z complique considérablement leur description analytique,
c’est pourquoi nous avons fait le choix dans le modèle de considérer le plasma comme ho-

4. cf équation 5.42 de la section 5.3.2, on rappelle que R est le coefficient de Coriolis induit par la
rotation à l’équilibre
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mogène axialement, en gardant à l’esprit que cette description n’exprime pas l’ensemble
de la physique du problème.

L’hypothèse (H11) est normalement satisfaite avec le profil de potentiel parabolique
observé, elle est par ailleurs justifiée par les mesures de sondes et de caméra intensifiée
(voir chapitre 6 et réference [Jaeger09]) qui indiquent une rotation à fréquence constante
des fluctuations de densité dans les conditions où le mode régulier est présent. En outre les
caractéristiques des instabilités dans MISTRAL sont très différentes de celles, connues
d’après [Jassby72], de l’instabilité de Kelvin-Helmoltz liée au cisaillement radial de la
vitesse ionique à savoir : localisation de l’instabilité sur la couche de cisaillement et fluc-
tuations de potentiel très supérieures aux fluctuations de densité. Il faut savoir par ailleurs
que la prise en compte du cisaillement des vitesses azimutales complique grandement la
résolution anlytique : en combinant les équations de conservation on doit considérer la
dépendance en r des fréquences ω̃, Ωzi, du paramètre de Coriolis R et de la vitesse per-
turbée δ~Vi, ce qui nécessite fatalement un traitement numérique.

Equilibre et perturbation :

L’analyse linéaire que nous allons mener est fondée sur une approche ”en perturba-
tion” : elle suppose l’existence d’une séparation d’échelle entre les grandeurs d’équilibre
(ordre 0), que nous noterons neq, ~Veq, φeq

5 et les fluctuations notées δn, δ~V et δφ,
considérées comme des quantités de 1er ordre. Ce qui revient à écrire :

n = neq + δn δn << n

~V = ~Veq + δ~V δV << V

φ = φeq + δφ δφ << φ

cette analyse n’est donc valable qu’au stade préliminaire du développement de l’insta-
bilité : après un temps caractéristique Tsat l’instabilité atteint sa saturation par l’in-
termédiaire des termes non-linéaires (ordre 2 et supérieur) et le modèle tombe en défaut.
Sa pertinence réside donc uniquement dans sa capacité à prévoir la nature des instabi-
lités éventuellement présentes, les circonstances dans lesquelles elle peuvent se développer
ainsi que leurs fréquences caractéristiques.

Afin d’évaluer les différents termes intervenant dans les équations de conservation et de
simplifier la résolution du problème nous adopterons par la suite les profils analytiques 4.1
et 4.2 inspirés des mesures respectivement pour la densité et le potentiel plasma radiaux
à l’équilibre :

ne,eq(r) = n0e
− r2

L2
n (4.1)

φp,eq = φp0 −
Kr2

2
(4.2)

5. respectivement pour la densité, la vitesse et le potentiel plasma
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La situation expérimentale de référence est celle présentée sections 4.3 et 6.1.2, les
constantes essentielles sont données par le tableau 7.1 : lorsqu’on passe de la situation
collecteurs flottants à la situation collecteurs à la masse on constate une diminution pro-
gressive du champ électrique radial corrélée à un confinement accru du plasma dans la
zone centrale. A noter que les fréquences de collision du tableau 7.1 sont données pour la
pression standard de neutre P0 = 1, 5.10−4 mbar, on a alors les taux de collision suivants :
νin ' 0, 1 et νen ' 1, 5, ces taux augmentent bien sûr proportionnellement à la pression
de neutre.

B ' 150 G ωci ' 5, 7 kHz

P0 (Argon neutre) ' 1, 5.10−4 mbar n0 ' 1015 m−3

νin ' 3 kHz νen ' 50 kHz

Rp 10 cm Lp 1,2 m

Collecteurs flottants Collecteurs à la masse

Ln ' 7 cm ' 4, 5 cm

K ' −800 V/m2 ' 0

ΩE ' 1, 5 ' 0

R ' 3 ' 0

Table 7.1 – Paramètres standards à l’équilibre dans la colonne de plasma de MISTRAL, situations
collecteurs flottants et collecteurs à la masse

Normalisations :

On normalisera le temps à Tc = 1/ωci et l’espace à Lc = cs,i/ωci en prenant pour échelle
caractéristique des phénomènes celle des ions du plasma. Le potentiel sera par ailleurs
normalisé à φc = kBTe/e de sorte qu’on a globalement pour les différentes grandeurs :

temps : t ≡ ωcit

rayon : r ≡ rωci/cs,i

distance axiale : z ≡ zωci/cs,i

vitesse : V ≡ V/cs,i

fréquence : Ω ≡ Ω/ωci

nombre d’onde : k ≡ kcs,i/ωci

potentiel : φ ≡ eφ/(kBTe)

L’échelle temporelle caractéristique est donc celle du mouvement cyclotronique ionique
et la distance caractéristique est proportionnelle au rayon de Larmor ionique : Lc =√
Te/TiRLi.
Nous omettrons le signe ’ ¯ ’ sur les dimensions temporelles et spatiales afin d’éviter

de surcharger les équation. Pour éviter toute confusion nous définirons les paramètres
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normalisés à l’aide du formalisme X ≡ Y où le terme de gauche est écrit en unités
adimensionnées et le terme de droite en unités réelles.

Les équations de conservation normalisées s’écrivent alors :

∂tn+ ~∇(n~V ) =
Sion
ωci

(7.1)

(∂t + ~V .~∇)~V = −Ωc
~V ×~b+

q ~E

mωcics,i
− 1

c2
s,i

~∇P
nm
− νcoll~V (7.2)

où on a : Ωc ≡ Ωc/ωci
6 et νcoll ≡ νcoll/ωci.

Notations employées :

Donnons d’abord un petit vade mecum des paramètres que nous utiliserons par la suite :

Fréquence de rotation électrique : ΩE ≡ −
Er,eq
rωciB

Fréquence diamagnétique électronique : Ω
∗
e ≡

kBTe
erωciB

Knr = −
c2
s,i

ω2
ci

Knr

r

Gradient logarithmique de densité : ~Kn =
~∇ne,eq
ne,eq

= Knr~er

Kn radial : Knr =
∂rne,eq
ne,eq

en unités normalisées :
−→
Kn ≡

cs,i
ωci

~∇ne,eq
ne,eq

d’où :Ω
∗
e = −Knr

r

Fréquence diamagnétique des électrons primaires : Ω
∗
ep = −T⊥ep

Te

Knr,ep

r

Vitesse parallèle à l’éq. : V ‖ ≡
V‖,eq
cs,i

Courant parallèle à l’équilibre : j‖ = V ‖i − V ‖e ≡
j‖,eq

ene,eqcs,i

6. c’est à dire : Ωci = −1 et Ωce = mi/me
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Coefficient de diffusion électronique : De ≡
ωci
c2
s,i

kBTe
meνen

d’où :De =
mi

me

1

νen

Coefficient de diffusion élec. pour les primaires : Dep =
mi

me

T‖ep
Te

1

νepn

Vitesse angulaire ionique à l’éq. : Ωzi ≡
Ωzi,eq

ωci
Coefficient de Coriolis : R = 1 + 2Ωzi

Fréquence propre : ω ≡ ω

ωci
Fréquence propre décalée : ω̃ = ω − lΩzi − k‖V ‖i + iνin

Fréq. de dérive différentielle él-ion : Ωei = ΩE − Ωzi

A noter que Ω
∗
e est positif (c’est à dire que la rotation est dans le sens direct :

+~eθ) puisque le gradient de densité est toujours centripète. Par contre le signe de la
dérive électrique ΩE dépend du sens du champ électrique : il est positif lorsque le champ
électrique est centripète (cas collecteur flottant). Enfin la rotation Ωzi,eq de la colonne
d’ions a même signe que celui de la dérive électrique 7.

Vitesses à l’ordre 0 :

Les vitesses à l’équilibre des 3 espèces sont données par la résolution de l’équation du
mouvement stationnaire (voir sections 3.4.2 et 3.4) et on a :

~V e = ~V E + ~V
∗

e + ~V ‖e = (rΩE + rΩ
∗
e)~eθ + V ‖e~b (7.3)

~V ep = ~V E + ~V
∗

ep + ~V‖ep = (rΩE + rΩ
∗
ep)~eθ + V ‖ep~b (7.4)

~V i = rΩzi~eθ + V ‖i~b (7.5)

A noter qu’on a négligé la fréquence diamagnétique des ions froids.

Comme nous le verrons par la suite la connaissance des vitesses parallèles à l’équilibre
n’est d’aucune utilité pour étudier les modes flûtes (k‖ = 0) que nous observons dans la
machine : la dynamique parallèle n’intervient alors que dans sa contribution essentielle à
la création du champ électrique radial d’équilibre responsable de la dérive différentielle
électron-ions. Ce n’est plus le cas pour les ondes à k‖ 6= 0 pour lesquels les grandeurs
parallèles peuvent jouer un rôle essentiel. Cependant il s’avère que le problème est analy-
tiquement insoluble si on prend en compte les variations des paramètres j‖, V ‖

8, respec-
tivement courant et vitesses parallèles. Dans l’optique d’évaluer grossièrement l’influence

7. cf section 5.3 : les effets inertiels et les collisions induisent un freinage par rapport à la vitesse de
dérive électrique classique, mais jamais un changement de signe

8. et également de la densité selon z
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de ces différents paramètres nous nous contenterons donc de les estimer à l’aide d’ordres
de grandeur.

Dans notre configuration expérimentale la vitesse parallèle ionique est de l’ordre de
la vitesse acoustique ionique csi, tandis que la vitesse électronique est nulle collecteurs
flottants et grossièrement égale à V‖e0 ≈ 104m/s collecteurs à la masse 9. Nous avons
donc les ordres de grandeurs suivants pour les vitesses et courants parallèles, en unités
normalisées :

V ‖i ≈ 1 V ‖e ≈ 0 / 3 j‖ = V ‖i − V ‖e ≈ 1 / − 3

Concrètement comme on le verra, cela ne modifie que très faiblement les fréquences
et taux de croissances des modes à k‖ 6= 0 : la variation est en effet de l’ordre de

k‖V ‖ << ωr, ωi sauf pour les grands nombres d’ondes qui sont les moins instables. L’effet
peut cependant s’avérer beaucoup plus sensible dans d’autres situations expérimentales 10,
c’est pourquoi, par souci de généralité, nous conserverons ces termes dans la suite.

Décomposition de Fourier des fluctuations :

Les fluctuations normalisées sont représentées par leur décomposition de Fourier en
géométrie cylindrique, par exemple pour le potentiel on a :

δφ =
∑
ω

∑
k‖∈R

∑
l∈Z

φ̃(l, k‖, ω, r)e
ilθ+ik‖z−iωt (7.6)

avec φ̃ l’amplitude de l’onde, l le nombre d’onde azimutal, k‖ le nombre d’onde parallèle.

La sommation est faite sur toutes les fréquences propres ω(l, k‖). Nous écrirons sou-
vent les différentiations spatiales et temporelles des grandeurs fluctuantes

dans la notation de Fourier : ∂t = −iω et ∂~r = i~k. ce qui revient à omettre la
sommation sur les fréquences et les nombres d’onde. Par convention nous choisissons
de considérer les vecteurs d’ondes - et donc les nombres d’ondes - comme réels et les
fréquences comme complexes. Pour ~k donné, la partie réelle ωr de ω est donc la fréquence
réelle, tandis que sa partie imaginaire ωi représente le taux de croissance de l’onde satisfai-
sant à l’équation de dispersion. Lorsque ce dernier est positif, l’onde est instable puisque
son amplitude va crôıtre exponentiellement dans le temps (uniquement durant le stade
linéaire, cad avant la saturation). Le mode le plus instable est donc théoriquement celui
qui va dominer très rapidement tous les autres, c’est pourquoi nous nous y intéresserons
particulièrement.

Il est important de noter que la contrainte de réalité impose les relations suivantes :

ω(−l,−k‖) = ω(l, k‖)

φ̃(−l,−k‖, ω, r) = φ̃∗(l, k‖, ω, r)

9. d’après l’ordre de grandeur du courant électronique sur le collecteur terminal
10. en particulier lorsqu’on polarise très positivement les collecteurs, on obtient alors un courant pa-

rallèle de l’ordre du courant de saturation électronique jsat ∼ enevthe
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avec φ̃∗ le complexe conjugué de φ̃. Nous nous préoccuperons donc uniquement des
nombres d’ondes l positifs dans toute la suite : les couples (−l,−k‖) et (l, k‖) sont les
deux composantes d’une même onde progressive :

δφl,k‖ = <( φ̃(l, k‖, ω, r)/2 ) cos(ωrt− lθ − k‖z) eωit

Équations pour les grandeurs fluctuantes :

Les équations de conservation 7.1 et 7.2 donnent au 1er ordre, en linéarisant et après
normalisation :

(∂t + ~V .~∇+ ~∇.~V )δn = −n~∇.δ~V − δ~V .~∇n (7.7)

(∂t + ~V .~∇+ νcoll)δ
~V + δ~V .~∇~V = −Ωcδ

~V ×~b− q

|q|
~∇δφ+

T

Te

(
δn

n
~Kn −

~∇δn
n

)
(7.8)

L’équation de quasi-neutralité 3.37 s’écrit tout simplement pour les grandeurs fluc-
tuantes :

δne + δnep = δni (7.9)

Dans la suite on va chercher à déterminer la réponse linéaire δn/n = χ̃ φ̃ des trois
espèces du plasma à une perturbation de potentiel à l’aide des équations de conserva-
tion. Ces réponses vont nous permettre d’aboutir à la relation de dispersion des ondes
électrostatiques basses fréquences du plasma tournant grâce à la relation de quasi-neutralité
qui va s’écrire alors sous forme d’une équation de dispersion :(

χ̃e +
nep
ne
χ̃ep − χ̃i

)
φ̃ = 0 (7.10)

7.1.2 Réponse linéaire des différentes espèces

Réponse ionique :

Avec la vitesse à l’équilibre donnée par 7.5 pour le fluide d’ions, on va exprimer les
termes de dérivée convective de l’équation 7.8 par :

~V i.~∇δ~V i + δ~V i.~∇~V i = (ilΩzi + ik‖V ‖,i)δ
~V i − 2Ωziδ

~V i ×~b

On introduit donc la fréquence cyclotron ionique modifiée ω′ci = ωci+2Ωzi,eq comme dans
la section 5.3.1 pour tenir compte de l’effet de Coriolis qui se traduit, dans le référentiel
des ions, par un champ magnétique effectif B′ = B(1+2Ωzi,eq/ωci). Cet effet de Coriolis
est matérialisé par le coefficient R = 1 + 2Ωzi,eq/ωci = 1 + 2Ωzi qui permet d’écrire :
ω′ci = Rωci et B′ = RB.
On peut donc réécrire 7.8 dans la limite ion froid sous la forme :

(−iω + ilΩzi + ik‖V ‖i + νin)δ~V i = Rδ~V i ×~b− ~∇δφ
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On a alors accès aux trois composantes de la fluctuation de vitesse :

δV ri =
i

r

lR− ω̃r∂r
ω̃2 −R2

δφ (7.11)

δV θi =
1

r

lω̃ −Rr∂r
ω̃2 −R2

δφ (7.12)

δV ‖i =
k‖
ω̃
δφ (7.13)

avec ω̃ la fréquence des fluctuations décalée par l’effet Doppler dû aux dérives et amortie
par les collisions. Dans la direction transverse on trouve que dans l’approximation d’onde
dérive et en l’absence de cisaillement radial la vitesse est simplement égale à la vitesse

de dérive électrique : δ~V E = (1/R)~∇δφ dans un champ magnétique B′ = RB à laquelle

s’ajoute la dérive de polarisation δ~V pol = (1/R2)∂t~∇δφ du premier ordre par rapport à
la précédente. Les termes additionnels sont dûs aux effets complexes de polarisation qui
prennent de l’importance lorsque ω̃ & 1.

En utilisant l’équation 7.7 nous avons la relation entre densité et vitesse :

δni
ni

=
[−i(∂r + 1

r
+Knr)~er + l

r
~eθ + k‖~ez]

ω̃ − iνin
.δ~V (7.14)

On obtient alors en remplaçant dans l’équation de la densité la vitesse perturbée par
celle calculée à l’aide de l’équation du mouvement, la réponse ionique :

δni
ni

=
ω̃

ω̃ − iνin

[
(∆r − rΩ

∗
e∂r)

R2 − ω̃2
+

R2

R2 − ω̃2

lΩ
∗
e

Rω̃
+
k

2

‖

ω̃2

]
δφ (7.15)

où on a introduit la fréquence diamagnétique électronique Ω
∗
e = −Knr/r. Le Laplacien

radial vaut : ∆r =
1

r
∂r(r∂r)−

l2

r2
.

Réponse des électrons secondaires :

De la même façon que pour les ions, on écrit l’équation de conservation et du mou-
vement pour les fluctuations électroniques. Il importe dans un premier temps de tenir
compte du principe d’annulation diamagnétique évoqué dans la section 3.4.1 qui a plu-
sieurs conséquences :

– la dérivée totale électronique s’écrit en omettant la convection par la vitesse dia-

magnétique donc sous la forme : dt = ∂t+
~V E.~∇+~V ‖e.~∇ soit : dt = ∂t+ΩE∂θ+V ‖e∂z

pour une grandeur scalaire (on rajoute le terme ΩE
~b× pour une grandeur vecto-

rielle).
– la divergence du flux diamagnétique est nulle et l’équation de conservation se réduit

donc à : (∂t + [~V E + ~V ‖e].~∇)ne + ne~∇.(~V E + ~V ‖e) = 0
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La conservation des électrons donne donc au premier ordre et après normalisation :

(∂t + ΩE∂θ + V ‖e∂z)δne = −ne~∇.(δ~V E + δ~V ‖e)− (δ~V E + δ~V ‖e).~∇ne (7.16)

Les composantes de la fluctuation de vitesse découlent de l’équation du mouvement,
en négligeant les termes d’inertie sauf pour le frottement collisionnel. Dans la direction
transverse on obtient donc, considérant que la fréquence de collision avec les neutres est
négligeable devant la fréquence cyclotron électronique :

δ~V E =

(
−~er

il

r
+ ~eθ∂r

)
δφ (7.17)

c’est tout bêtement la vitesse de dérive électrique (on ne tient pas compte des effets de
la polarisation pour les électrons puisque leur inertie est négligeable) et dans la direction
parallèle :

δ~V ‖e = ik‖De

[
δφ− δne

ne

]
~ez

En remplaçant l’expression de ces vitesses dans l’équation 7.16 on obtient :

(ω − lΩE − k‖V ‖,e)
δne
ne

= ik
2

‖De

[
δφ− δne

ne

]
+ lΩ

∗
e δφ

on a introduit le coefficient de diffusion De et la fréquence diamagnétique électronique
Ω
∗
e = −Knr/r. La réponse électronique est donc donnée par l’expression :

δne
ne

=
lΩ
∗
e + ik

2

‖De

ω − lΩE − k‖V ‖,e + ik
2

‖De

δφ (7.18)

Réponse des électrons primaires :

Le résultat est analogue à celui des électrons secondaires :

δnep
nep

=
lΩ
∗
ep + ik

2

‖Dep

ω − lΩE − k‖V ‖ep + ik
2

‖Dep

δφ (7.19)

avec Ω
∗
ep la fréquence diamagnétique pour les électrons primaires et Dep leur coefficient

de diffusion.
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Les différents termes intervenant dans la réponse des électrons primaires vérifient :
Dep ∼ De

11 , Ω
∗
ep . Ω

∗
e

12 et V ‖ep & V ‖e
13. La réponse des électrons primaires devrait

donc être inférieure en ordre de grandeur à celle des électrons secondaires.

Equation de dispersion :

On introduit les réponses des différentes espèces dans l’équation 7.10 pour aboutir à
la relation de dispersion, en négligeant la contribution des électrons primaires puisque
nep/ne << 1 et |χ̃ep| . |χ̃e|. On a donc :

(χ̃e − χ̃i) φ̃ = 0 soit :

(∆r − rΩ
∗
e∂r)φ̃ =

(
−R lΩ

∗
e

ω̃
− (R2 − ω̃2)

k
2

‖

ω̃2
+ (R2 − ω̃2)

ω̃ − iνin
ω̃

χ̃e

)
φ̃ (7.20)

La susceptibilité électronique χ̃e est donnée dans le cas général par l’expression :

χ̃e =
lΩ
∗
e + iΓ‖

ω̃ − lΩei + k‖j‖ + iΓ‖ − iνin
(7.21)

avec Γ‖ = k
2

‖De le taux de diffusion des électrons le long du champ magnétique. Dans

cette dernière expression le courant parallèle j‖ = V ‖i−V ‖e et la différence de vitesse de

dérive azimutale Ωei se sont introduits naturellement lorsqu’on a remplacé la fréquence
absolue ω par la fréquence dans le référentiel des ions ω̃.

Cette relation de dispersion permet de décrire un certain nombre d’instabilités fluides
électrostatiques dans un plasma cylindrique inhomogène en champs croisés. A cause
des hypothèses consenties elle n’est pas pertinente pour décrire certaines instabilités
spécifiques telles que :

– L’instabilité de Rayleigh-Taylor (RT) plutôt qualifiée d’interchange dans les plas-
mas magnétisés 14 (auquel cas la courbure de champ magnétique ou la force centri-
fuge joue le rôle de gravité effective). Cet effet est à prendre en compte en géométrie
cylindrique uniquement dans une situation de courbure forte puisque, comme on
l’a vu dans la section 5.3.1, la force centrifuge dans un plasma tournant va simple-
ment se traduire par une modification du champ magnétique effectif pour les ions
(sauf dans le cas d’un champ électrique cisaillé où la variation radiale du champ
va induire une variation du champ magnétique effectif et donc un effet de courbure
”inertiel” sur les ions).

11. on a : Dep = (Tep,‖/Te)(νen/νep,n)De avec Tep,‖ ' 4 Te et νep,n ' 5 νen
12. on ne peut pas mesurer la température transverse des primaires T⊥ep mais on peut estimer qu’elle

est faible compte-tenu des conditions d’injection
13. les électrons primaires ont une énergie parallèle d’une dizaine d’électrons-volts alors que celle des

secondaires, liée aux gradients parallèles, est tout au plus de quelques eV
14. le principe, proposé par Gold en 1959 [Gold59] repose sur le paradigme de Rayleigh-Taylor, à savoir

la situation instable du fluide lourd sur le fluide léger dans un champ de gravité, qui se traduit par un
échange de position entre les tubes de flux du plasma lorsqu’un gradient de pression suffisamment fort
intervient
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– L’instabilité du type Kelvin-Helmoltz (K-H) induite par un cisaillement du champ
de vitesse, dont nous avons déjà parlé.

– Les instabilités d’onde de dérive liées à la présence de particules piégées, à la cour-
bure du champ magnétique (resistive ballooning modes), au gradient de température
ionique ou électronique (instabilité ITG/ETG) ou à la résonance onde-particule des
électrons (collisionless drift-waves).

A propos des instabilités RT et KH soulignons qu’il est possible, en particulier à grand
rayon et avec un fort courant axial, d’observer dans la machine la présence de bras spi-
raux [Pierre04] [Barni05] qui pourraient indiquer la présence d’un flux azimutal cisaillé,
et donc la possible action d’un de ces mécanismes. Cette situation a d’ailleurs donné
matière à une thèse [Brault07] où l’auteur analyse au moyen d’un diagnostic d’imagerie
ultra-rapide développé au sein de l’équipe MISTRAL la structure de ces modes spiraux.

7.1.3 Fonctions propres en géométrie cylindrique :

Pour résoudre le problème aux valeurs propres 7.20 il faut d’abord déterminer les
fonctions propres φ̃(l, k‖, ω, r) du système. On peut obtenir un résultat analytique grâce
à l’hypothèse de profil radial de densité gaussien à l’équilibre donné par 4.1 qui permet
d’écrire le terme géométrique de l’équation 7.20 sous la forme :

(∆r +Kn∂r)φ̃ = (∂2
r +

(
1

r
− 2r

L
2

n

)
∂r −

l2

r2
) φ̃ (7.22)

où on le rappelle Ln ≡ (ωci/cs,i)Ln est l’écart-type radial normalisé. On note que la vitesse
angulaire diamagnétique est constante avec un tel profil de densité puisque ∂rne/ne =
−2r/L2

n, on l’écrit donc sous la forme :

Ω
∗
e =

2

L
2

n

≡
2c2
s,i

ω2
ciL

2
n

(7.23)

elle est positive pour un profil de densité décroissant.

On démontre alors (voir annexe C) que les fonctions propres de l’opérateur (∆r +
Kn∂r) s’écrivent :

φ̃ω,n,l,k‖(r) ∝ r|l|M

(
al,n, |l|+ 1,

r2

L
2

n

)
(C.12)

avec n ∈ N+ où M(a, b, z) est la fonction de Kummer de première espèce et al,n la

(n+1)ème racine de M(al,n, |l| + 1, R
2

p/L
2

n) = 0, Rp étant le rayon de la colonne de
plasma. La valeur propre associée est donnée par :

λl,n =
4

L
2

n

(
al,n −

|l|
2

)
soit : (C.11)

λl,n = −|l|Ω∗eλ∗l,n avec λ∗l,n = 1− 2al,n
|l|

> 0 (7.24)

179
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La quantification des fonctions et valeurs propres est liée à la condition aux limites ra-
diale φ̃(Rp) = 0 imposée par la présence du cylindre conducteur à la périphérie 15.

Les constantes réelles al,n sont toutes négatives, et de fait les valeurs propres réduites
λ∗l,n sont toutes positives. Cette contrainte est liée au sens du gradient de densité radial :
pour un profil croissant on aurait au contraire al,n > 0 et λ∗l,n < 0. Les tableaux 7.2 et 7.3
donnent la valeur de ces constantes et la figure 7.1 montre la forme des fonctions propres
φ̃l,n pour les premières valeurs de n et l dans nos conditions. Dans la suite nous avons
considérer les 2 cas de figures suivants :

– Plasma confiné : Ln = 4, 5cm (collecteur à la masse, transport radial faible), situa-
tion du plasma faiblement turbulent

– Plasma déconfiné : Ln = 7cm (collecteur flottant, transport radial significatif),
situation où le mode propre est présent

Nous verrons plus loin lors de notre analyse sur l’effet RLF appliqué aux champs électriques
oscillants que les variations courtes - L∇ < RLi - sont fortement atténuées dans un plasma
magnétisé à cause du nivellement par le rayon de Larmor ionique. C’est pourquoi nous
considérerons dans la suite uniquement les premières valeurs de n et l : 0 < n < 2 et
1 < l < 3. Ce sont en effet les seuls modes qu’on est susceptible d’observer sur notre
machine.

Figure 7.1 – Variations radiales des fonctions propres φ̃l,n pour l = 1, 2 et 3. De gauche à droite :
n = 0, n = 1 et n = 2. Cas du plasma déconfiné : Ln/Rp = 0, 7.

Il est intéressant de noter que dans la littérature les auteurs font souvent l’impasse
sur le problème des fonctions propres radiales, remplaçant λl,n par −l2/r2, ce qui revient
à considérer la fonction d’onde φ̃ comme constante radialement. On trouve parfois même
purement et simplement λl,n = 0, ce qui revient en plus à négliger l’effet de la dérive de
polarisation, hypothèse qui est justifié uniquement dans l’approximation d’onde de dérive,
c’est à dire à très basse fréquence. Dans nos conditions expérimentales la fréquence dia-

15. ce qui revient à ignorer l’impédance dynamique de la gaine périphérique, voir annexe C
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magnétique normalisée est de l’ordre voire supérieure à 1 et les fréquences mesurées
légèrement inférieures à ωci : c’est une situation où l’effet de la dérive de polarisation
joue à plein et on voit d’après les valeurs de λ∗l,n que l’effet de polarisation sur les ions est
loin d’être négligeable. Les relations de dispersion traditionnellement obtenues sont donc
généralement valides dans le cadre théorique du plasma infini radialement puisqu’il n’est
jamais tenu compte de la nécessaire annulation de la fonction d’onde à la limite radiale
du plasma. Autrement dit il s’agit là d’une approximation ”locale” en r qui se justifie
uniquement si λl,n est négligeable devant les autres termes de l’équation de dispersion.
Dans nos conditions cette hypothèse n’est jamais justifiée.

Il y a évidemment une part d’arbitraire dans le choix d’utiliser une fonction gaussienne
pour simuler analytiquement le profil radial d’équilibre dans nos plasmas : il est des
situations où le profil est plus ”piqué” ou au contraire plus plat et qui correspondent à
des fonctions radiales différentes. Dans l’annexe C nous présentons d’ailleurs les fonctions
propres et valeurs propres associées à tous les profils de la forme :

ne,eq = n0e
−( r

Ln
)
p

p ∈ N

ce qui permet de prendre en compte des situations où la frontière du plasma central est
plus ou moins marquée. Ce type de profil est à notre connaissance le seul qui permette une
résolution analytique complète de l’équation de dispersion en tenant compte de la dérive
de polarisation. Par ailleurs il rend compte avec une bonne exactitude de la plupart
des situations expérimentales. Dans des cas particuliers plus compliqués, une solution
générale à ce type de problème est l’utilisation de contraintes intégrales [Sosenko04] pour
des profils de densité quelconques mais on perd l’avantage de pouvoir raisonner intuiti-
vement sur la relation de dispersion.

Expérimentalement : Le profil radial d’amplitude des fluctuations de densité peut être
grossièrement évalué en mesurant le courant de saturation crête à crête en fonction du
rayon, donné par la courbe 6.7 dans la situation du mode régulier l = 1. Cette structure
radiale est conforme à celle du mode radial fondamental n = 0 visible sur la figure
7.1, ce qui conforte l’idée que les fonctions propres radiales sont étroitement liées à la
condition d’annulation du potentiel sur le conducteur périphérique. Émettons cependant
une réserve : dans son stade non-linéaire il y a fort à parier que les modes propres de
l’instabilité subissent une altération importante.

7.1.4 Expression finale pour la relation de dispersion :

Écrivons donc finalement la relation de dispersion 7.20 pour les modes propres (n, l, k‖)
du système, elle donne :

0 ≤ λ∗l,nlΩ
∗
e = R

lΩ
∗
e

ω̃
+ (R2 − ω̃2)

k
2

‖

ω̃2
− (R2 − ω̃2)

ω̃ − iνin
ω̃

χ̃e (7.25)

où χ̃e est donnée dans le cas général par 7.21.
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ÉLECTROSTATIQUES EN CHAMPS CROISÉS

Table 7.2 – Valeur des 3 premières constantes géométriques al,n et des valeurs propres λ∗l,n associées
pour Rp = 10 cm. Cas du plasma confiné : Ln =4,5cm

Mode radial : n = 0 n = 1 n = 2

l = 1 a1,0 = −0, 1265 a1,1 = −1, 901 a1,2 = −4, 657

λ∗1,0 = 1, 253 λ∗1,1 = 4, 819 λ∗1,2 = 10, 31

l = 2 a2,0 = −0, 3195 a2,1 = −2, 537 a2,2 = −5, 769

λ∗2,0 = 1, 320 λ∗2,1 = 3, 537 λ∗2,2 = 6, 769

l = 3 a3,0 = −0, 6175 a3,1 = −3, 306 a3,2 = −7, 029

λ∗3,0 = 1, 412 λ∗3,1 = 3, 204 λ∗3,2 = 5, 686

Table 7.3 – Cas du plasma déconfiné : Ln=7cm

Mode radial : n = 0 n = 1 n = 2

l = 1 a1,0 = −0, 965 a1,1 = −5, 195 a1,2 = −11, 85

λ∗1,0 = 2, 930 λ∗1,1 = 11, 39 λ∗1,2 = 24, 69

l = 2 a2,0 = −1, 935 a2,1 = −7, 365 a2,2 = −15, 22

λ∗2,0 = 2, 935 λ∗2,1 = 8, 365 λ∗2,2 = 16, 22

l = 3 a3,0 = −3, 225 a3,1 = −9, 875 a3,2 = −18, 94

λ∗3,0 = 3, 150 λ∗3,1 = 7, 583 λ∗3,2 = 13, 62

Modes ”flûtes” : k‖ = 0

Les ondes vérifiant k‖ = 0 sont invariantes selon la direction axiale : les surfaces
iso-densité sont dans ce cas des cylindres d’axe z - cf figure 7.2-a) - d’où la qualifi-
cation de modes flûtes. Pour ce type d’ondes la susceptibilité électronique se simplifie
considérablement pour donner la relation de Boltzmann modifiée :

δne
ne

=
lΩ
∗
e

ω̃ − lΩei − iνin
δφ (7.26)

L’équation de dispersion des modes flûtes donne donc :

0 ≤ λ∗l,n =
R

ω̃
− (R2 − ω̃2)

ω̃ − iνin
ω̃

1

ω̃ − lΩei − iνin
(7.27)

il est intéressant de noter que la vitesse de dérive diamagnétique disparâıt de l’équation :
le gradient de densité n’intervient que par l’intermédiaire du facteur géométrique λ∗l,n.
Comme on l’analysera plus loin le facteur déterminant dans l’excitation des ondes in-
stables est la valeur de la dérive électrique différentielle Ωei = ΩE − Ωzi. Les modes
”flûte”, solutions instables de l’équation 7.27 tombent donc dans la catégorie des insta-
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bilités du type Simon-Hoh (SHI) 16.

Expérimentalement : Comme nous l’avons diagnostiqué section 6.2.2 les modes réguliers
observés durant nos expériences peuvent être considérées à l’incertitude près sur k‖ (en-
viron 0,2 m−1 soit ≈ 0, 02 en unités normalisées) comme invariantes dans la direction
axiale. Pour rappel ces mesures sont basées sur l’utilisation de sondes de Langmuir pola-
risées positivement, qui permettent d’enregistrer les fluctuations de densité électronique
à différentes positions axiales. L’instabilité observée sur la machine semble donc de type
”flûte”.

Modes ”hélice” (screw modes) : k‖ 6= 0

Dans le cas k‖ 6= 0 la relation de dispersion complète 7.25 doit être étudiée. Ce type
d’onde a la particularité de se propager en partie dans la direction axiale, ce qui donne
au mode une structure hélicöıdale - visible figure 7.2-b) - auquel il doit son qualificatif
de screw mode. Notons que ces ondes instables sont souvent qualifiées d’ondes de dérive
(Drift Waves : DW) pour des raisons historiques qu’on discutera plus loin, d’après l’in-
stabilité d’onde de dérive collisionnelle (CDW) découverte et formalisée dans les années
60, qui est précisément celle que nous permet d’étudier notre modèle. Il s’avère en ef-
fet, comme on le verra, que leurs caractéristiques sont étroitement liées à la valeur de
la dérive diamagnétique électronique. Cependant nous avons souligné plus haut que les
modes ”flûtes” du type (ISH) sont eux aussi intrinsèquement liés à une autre dérive,
la dérive électrique. D’où une confusion possible sur l’appellation d’onde de dérive, qui
recouvre sémantiquement les deux situations. C’est pourquoi nous lui préférerons dans
la suite le terme de modes ”hélices” ou modes d’ondes de dérive collisionnelles (CDW).

L’approche ”classique” des ondes de dérive collisionnelles consiste à supposer qu’on
puisse considérer les électrons comme quasi-adiabatique, c’est à dire faire l’hypothèse
ω̃′/Γ‖ << 1 où :

ω̃′ = ω̃ − lΩei + k‖j‖ − iνin
Γ‖ = k

2

‖De

cette hypothèse est justifiée dès lors que la condition suivante est respectée :

k2
‖ >>

ω̃′

L∗2
où L∗ =

vthe√
ωciνen

(7.28)

dans un plasma relativement chaud (Te > 1) les collisions électroniques sont suffisam-
ment rares à faible pression pour que le libre parcours effectif L∗ soit très grand devant

16. pour l’anecdote notons que les instabilités de ce type sont également connues sous
le terme d’instabilité ”centrifuge” lorsque le freinage ionique est dû uniquement aux effets
inertiels[Mikhailovskii83][Sosenko04], cependant le mécanisme étant le même que celui de Simon-Hoh
[Simon63][Hoh63], basé quand à lui sur un freinage collisionnel, dont l’antériorité est semble-t’il avérée,
nous leur préférerons ce deuxième qualificatif, par ailleurs moins ambigüe
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Figure 7.2 – Surfaces iso-densité pour un mode ”flûte” (a) et un mode ”hélice” (b).

la longueur de la machine. Pour des ondes à basse fréquence (ω . ωci) la condition 7.28
est donc amplement vérifiée et l’hypothèse des électrons quasi-adiabatiques justifiée si la
longueur d’onde parallèle est de l’ordre ou inférieure à la longueur axiale du plasma. C’est
nécessairement le cas dans un plasma périodique 17 mais pas forcément dans un plasma
fini, tel que ceux produits par les LMPD linéaires tel que notre expérience MISTRAL,
situation dont nous discuterons plus bas.

Concrètement l’hypothèse quasi-adiabatique revient à supposer que les électrons répondent
presque instantanément à toute variation de potentiel, ce qui se traduit par les relations
suivantes :

χ̃e ' 1 + iδad soit :

δne
ne
' (1 + iδad) δφ avec : (7.29)

δad =
1

k
2

‖De

(
ω̃ − lΩ∗e − lΩei + k‖j‖ − iνin

)
(7.30)

où le paramètre δad représente l’écart à l’adiabaticité induit par la résisitivité électronique :
la collisionnalité a pour effet de limiter la mobilité électronique parallèle et donc d’empêcher
le gaz d’électron d’obéir parfaitement aux fluctuations de potentiel. Comme on le verra
c’est l’effet de ce léger décalage qui est à l’origine de l’excitation de l’instabilité CDW.

Comme l’exprime la condition 7.28 le caractère adiabatique des électrons est étroitement
lié à la valeur que peut prendre le nombre d’onde parallèle dans la machine, laquelle
dépend étroitement des conditions aux limites axiales dans les machines finies 18. Ce
problème crucial évoqué par Chen [Chen79] en 1979 à propos des ondes présentant une

17. puisque le nombre d’onde parallèle doit vérifier la condition de périodicité k‖ = 2pπ/Lp, p ∈ Z,
avec p 6= 0 pour un mode ”hélice”

18. et sans doute également des gradients parallèles induits par les conditions de gaines, que nous
avons dû négliger malheureusement dans notre modèle
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longueur d’onde parallèle dans les machines Q est loin d’être résolu du point de vue
théorique à l’heure actuelle et seules les observations expérimentales réalisées dans plu-
sieurs LMPD linéaires permettent d’apporter un élément de réponse à cette question.
Ainsi les mesures réalisées sur le dispositif à cathode chaude MIRABELLE très sem-
blable à MISTRAL - où on observe des ondes de dérive collisionnelles dominantes à forts
champs magnétiques (B > 500G)[Brochard04] - révèlent des longueurs d’ondes parallèles
proches de la longueur de la machine 19. Sur cette base l’hypothèse quasi-adiabatique
parâıt justifiée, en tout cas dans les conditions des expériences citées ici, même si la rai-
son qui préside à la sélection en k‖ reste à élucider.

A titre indicatif nous traiterons dans la suite le cas général où le nombre d’onde pa-
rallèle peut prendre n’importe quelle valeur, il faut alors résoudre l’équation de dispersion
des ondes de dérive en utilisant l’expression générale de la susceptibilité électronique 7.21.

Expérimentalement : Pour fixer les idées donnons d’abord une estimation du coeffi-

cient de diffusion parallèle électronique normalisé dans MISTRAL : De ' 105 à 3.10−4

mbar. On constate que l’hypothèse quasi-adiabatique ω̃′/Γ‖ << 1 est justifiée - on a
expérimentalement ω̃′ . 1 - dès lors que k‖ >> 0, 03m−1 ou encore L‖ << 33m dans
nos conditions standards (B = 150G, Te ≈ 3eV ), ce qui est quasiment vérifié pour des
longueurs d’ondes de l’ordre de la dimension axiale Lp = 1, 2m de la machine.
Comme nous l’avons souligné précédemment les modes réguliers observés sur MISTRAL
dans notre configuration de référence sont des modes flûtes, l’étude des ondes de dérive
développée dans la suite concerne donc des situations expérimentales où en particulier le
champ électrique radial n’est pas le facteur principal d’instabilité. Comme nous l’avons
évoqué ce type d’ondes a en particulier été identifié dans plusieurs LMPD, en particulier à
fort champ magnétique 20 [Gravier04][Brochard04] [Schroder04] et la question de la tran-
sition entre modes flûtes et ondes de dérive reste un sujet ouvert à l’heure actuel. C’est
pourquoi leur étude nous semble pertinente dans une perspective tout à fait générale.

7.2 Instabilité ”flûte” :

Pour étudier les modes à k‖ = 0 on part de l’équation de dispersion 7.27 qui se réécrit
sous la forme :

R− λ∗l,nω̃
R2 − ω̃2

=
ω̃ − iνin

ω̃ − lΩei − iνin
(7.31)

où les termes de gauche représentent en quelque sorte la réponse ionique à un poten-
tiel fluctuant et ceux de droite la réponse électronique. On voit quels phénomènes sont
susceptibles d’exciter des ondes instables en séparant les charges :

– la différence de dérive électrique pour les ions et les électrons due aux effets inertiels
et/ou au freinage collisionnel (éventuellement aux effets RLF) : ΩE > Ωzi soit
Ωei > 0.

19. même observation sur la machine hélicon VINETA[Schroder05]
20. ce qui minimise l’effet de la rotation, quantifié par le facteur ΩE = −miEr/(reB2)
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– l’effet inertiel de Coriolis R > 1 sur les ions en rotation, qui se traduit par une
modification du champ magnétique effectif : B′ = RB.

7.2.1 Instabilité de Simon-Hoh (SHI) :

Dans un premier temps on va se limiter au cas le plus simple : R ' 1 (effets inertiels
négligeables), ce qui suppose on le rappelle ΩE << ωci c’est à dire ΩE << 1. Dans cette
situation le facteur déstabilisant est essentiellement dû au freinage collisionnel sur la
vitesse de dérive électrique ionique. Celle-ci s’écrit en effet, en l’absence d’effets inertiels :

Ωzi =
ΩE

1 + ν2
in

de sorte que : Ωei =
ν2
in

1 + ν2
in

ΩE

Figure 7.3 – Instabilité ISH : Fréquences et Taux de croissance normalisés à ωci en fonction de la
vitesse de dérive électrique ΩE , cas du plasma déconfiné : Ln/Rp = 0, 7, seuls les modes
n = 0 (plus instables) sont représentés. De gauche à droite : νin = 0, 1 et νin = 0, 5.

La relation de dispersion 7.31 nous donne dans ce cas une équation cubique sue ω̃ :

ω̃3 − (λ∗l,n + iνin)ω̃2 + λ∗l,n

(
ν2
in

1 + ν2
in

lΩE + iνin

)
− ν2

in

1 + ν2
in

lΩE = 0 (7.32)

Les seules solutions instables de cette équation sont visibles sur la figure 7.3 pour le
cas qui nous intéresse : celui du plasma déconfiné (Ln/Rp = 0, 7) pour deux valeurs
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de la collisionnalité. Seules les solutions du premier mode radial (n = 0) sont montrées
puisqu’elles sont les plus instables. On observe que la condition d’instabilité s’écrit tout
simplement :

ΩE > 0 soit : ∂rφeq > 0 (7.33)

Le taux de croissance est alors quasiment proportionnel à lΩei. A noter que la contrainte
sur le signe de ΩE est lié au sens du gradient de densité : décroissant du centre vers
le bord. On obtient en effet le critère contraire à cause du signe opposé de λ∗l,n pour un
profil radial croissant. On retrouve donc exactement les deux critères d’instabilité énoncés
pour la première fois conjointement par Simon [Simon63] et Hoh [Hoh63] qui ont mis en
évidence dans les décharges Penning l’instabilité dite de Simon-Hoh (SHI) des plasmas
en champs électrique et magnétique croisés :

– Dérive électrique différentielle des ions et des électrons
– Gradient de potentiel opposé au gradient de densité

La figure 7.4 tirée de l’article de Hoh donne une bonne explication physique du phénomène.
Elle montre la conséquence d’une perturbation de densité avec l = 1 dans le plasma : les
ions dérivant plus lentement dans la direction polöıdale vont causer une séparation de
charge qui va produire un champ électrique responsable d’une dérive radiale du plasma,
quand cette dérive dirige le plasma vers les faibles densités le plasma est déstabilisé.

Figure 7.4 – Référence : [Hoh63] En haut : mécanisme de l’instabilité de Simon-Hoh, En bas : critère
de gradients opposés

Quelle que soit la longueur de gradient, qu’on a fait varier pour les besoins de l’analyse,
il apparâıt que les fréquences instables sont toujours comprises entre lΩE et lΩzi. Comme
on le constate pour notre cas de référence, elles sont proches de cette dernière valeur et
tendent à crôıtre avec la fréquence de collision, qui influence également directement le
taux de croissance, dont on a constaté qu’il est globalement proportionnel à νinωr/λ

∗
l,n :

sans surprise le niveau d’instabilité est maximum lorsque le fréquence de rotation et le
taux de collision sont élevés - la différence de dérive est alors accentuée - et lorsque le
gradient est important. On remarque en outre que les forts nombres d’onde polöıdaux
l sont favorisés, tandis que le mode radial fondamental n = 0 est dominant comme on
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l’a évoqué. Remarquons enfin que l’hypothèse ΩE << ωci (effets inertiels négligeables)
limite cette analyse aux situations à faibles fréquences et taux de croissance.

Lorsque le champ électrique va crôıtre en valeur absolue on peut s’attendre à ce que
l’instabilité soit encore plus excitée : en réalité on va s’apercevoir dans la prochaine section
que celle-ci, tout en conservant globalement le même mécanisme intrinsèque - une dérive
électrique différentielle des espèces chargées - va évoluer significativement lorsque les ef-
fets inertiels sont pris en compte. En effet, comme on l’a vu dans le chapitre précédent,
pour une collisionnalité modérée et un champ électrique important c’est principalement
l’effet inertiel qui domine la dynamique transverse des ions, d’où la nécessité évidente
d’étudier l’instabilité de Simon-Hoh dans une approche qui prenne en compte le rôle es-
sentiel des forces inertielles en géométrie cylindrique.

7.2.2 Instabilité de Simon-Hoh inertielle (ISHI) :

Abordons maintenant la relation de dispersion linéaire des modes flûtes du plasma en
géométrie cylindrique dans le cas le plus général. Nous verrons qu’elle prédit l’existence de
modes instables essentiellement déterminés par les effets inertiels sur le fluide d’ion, d’où
le qualificatif d’instabilité de Simon-Hoh inertielle (ISHI) que nous utiliserons dans toute
la suite. Ces effets sont en effet prépondérants lorsque la fréquence de dérive électrique
approche significativement de la fréquence cyclotron ionique, c’est à dire dans tous les
cas où |ΩE| & 1. Dans ce type de situation on observe à la fois un freinage inertiel
sur la dérive azimutale et une modification significative de la magnétisation, tous deux
matérialisés par la valeur du paramètre de Coriolis R qui détermine à la fois la fréquence
de rotation ionique et le champ magnétique effectif B′ :

Ωzi =
R− 1

2
B′ = RB soit également : ω′ci = Rωci

Rappelons sommairement les résultats de la section 5.3 sur la vitesse de rotation du fluide
d’ions en champs croisés :

– R = 1 : pas de rotation
– R > 1 : champ électrique centripète
– R < 1 : champ électrique centrifuge
– R→ 0 : limite de stabilité (plasma démagnétisé)

les cas R < 1 sont comme on l’a vu discuté à propos des hypothèses du modèle exclus de
notre étude puisque la diffusion radiale domine rapidement la rotation, nous traiterons
donc uniquement des cas R ≥ 1. La relation entre la fréquence de dérive électrique et le
paramètre R, tirée de 5.38, s’écrit en négligeant la température ionique :

ΩE =
R2 − 1

4
+ ν2

in

R2 − 1

R2
(7.34)

soit : Ωei =
(R− 1)2

4
+ ν2

in

R2 − 1

R2
(7.35)
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En développant l’expression 7.31 il vient que l’équation de dispersion des modes flûtes
s’écrit comme précédemment sous la forme d’une équation cubique dans laquelle le pa-
ramètre de Coriolis intervient à la fois explicitement mais également par l’intermédiaire
de la fréquence de dérive différentielle Ωei :

ω̃3− (λ∗l,n+ iνin)ω̃2 +
[
λ∗l,n(lΩei + iνin) +R(1−R)

]
ω̃−RlΩei+R(R−1)iνin = 0 (7.36)

Instabilité ISHI non-collisionelle à basse fréquence :

La seule situation pour laquelle on puisse obtenir une expression simple pour les
fréquences instables et leur taux de croissance associé est celle où on peut négliger les
collisions ioniques et le terme cubique dans 7.36 : autrement dit lorsque les fréquences
instables vérifient |ω̃| << R.

Avec ces hypothèses nous pouvons écrire R = R0 où R0 est le paramètre de Coriolis
en l’absence de collisions :

R0 =

√
4ΩE + 1

soit :Ωei =
(R0 − 1)2

4

Nous obtenons donc pour la relation de dispersion des modes flûtes à basse fréquence
et sans collisions ioniques (instabilité inertielle ”pure”) :

ω̃2 +
R0 − 1

4

[
4R0

λ∗ln
− l(R0 − 1)

]
ω̃ + lR0

(R0 − 1)2

4λ∗ln
= 0

soit : ω̃2 +
l

4
(R0 − 1) [R0(αln − 1) + 1]ω̃ +

l2

16
(R0 − 1)2R0αln = 0 (7.37)

avec : αln =
4

lλ∗ln

le discriminant de cette équation quadratique s’écrit :

∆ =
l2

16
(R0 − 1)]2 [R2

0(αln − 1)2 − 2(αln + 1)R0 + 1]

La condition d’instabilité ∆ < 0 nous donne donc :

R2
0(αln − 1)2 − 2(αln + 1)R0 + 1 < 0

soit :

(√
αln − 1

αln − 1

)2

< R0 <

(√
αln + 1

αln − 1

)2

(7.38)

à la condition queR0 6= 1, dans ce cas nous obtenons pour le taux de croissance normalisé :

ωi =
l|R0 − 1|

8

√
−R2

0(αln − 1)2 + 2(αln + 1)R0 − 1

=
|lΩzi|

4

√
−R2

0(αln − 1)2 + 2(αln + 1)R0 − 1 (7.39)

189
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et pour la fréquence :

ωr =
l(R0 − 1)

8
[R0(1− αln) + 3]

= lΩzi[2−
αln
2

+ (1− αln)Ωzi] (7.40)

comme on le voit sur la figure 7.5, les solutions approchées à basse fréquence (tirets)
sont une bonne approximation des solutions exactes (traits pleins) jusqu’à ΩE ' 1. A
l’image de l’instabilité ISH les modes les plus instables sont à n = 0 et l élevé, par
contre les fréquences sont cette fois inférieures à lΩzi pour les nombres polöıdaux faibles
(l = 1 et 2) dans le cas illustré (plasma déconfiné Ln/Rp = 0, 7) et les taux de crois-
sance bien plus élevés à gradient de densité égal, malgré l’absence de freinage collisionnel.

Figure 7.5 – Fréquences et taux de croissance des modes instables (normalisés à ωci) pour l’instabilité
ISHI non-collisionnelle. Traits pleins : solutions exactes d’après l’équation cubique 7.36,
tirets : solutions approchées à basse fréquence (ω̃ << R) d’après l’équation quadratique
7.37. Cas du plasma déconfiné Ln/Rp = 0, 7, modes n = 0 (les plus instables).

Instabilité ISHI dans le cas général :

Si on raisonne dans le cas général il faut étudier les racines de l’équation cubique
7.36. Les solutions instables sont visibles sur la figure 7.6 pour deux valeurs de la colli-
sionnalité : νin = 0, 1 (notre cas standard, avec une pression d’argon P0 = 3.10−4 mbar)
et νin = 0, 5. Cette fois encore on constate que les modes n = 0 sont les plus instables,
c’est pourquoi ils sont les seuls représentés.

Comme nous l’avons déjà souligné, les courbes de dispersion font apparâıtre que la
fréquence des modes ISHI est inférieure dans notre cas standard (courbes 7.6-a) à celle
de la rotation ionique, en particulier à faible collisionnalité. Cette fréquence ainsi que le
taux de croissance associé augmentent logiquement avec ΩE, c’est à dire avec la vitesse
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Figure 7.6 – Instabilité ISHI : Fréquences et taux de croissance des modes instables (normalisés à
ωci). Cas du plasma déconfiné Ln/Rp = 0, 7, modes n = 0 (les plus instables). De gauche
à droite : νin = 0, 1 et νin = 0, 5.

de rotation des deux espèces du plasma : les modes instables sont donc d’autant plus ra-
pides et excités que le champ électrique centripète est fort et le champ magnétique faible.
Deux autres paramètres du plasma ont une influence essentielle sur les caractéristiques
de l’instabilité : la collisionnalité νin et le gradient de densité au travers de l’écart-type
radial du profil de densité Ln = Ln/Rp qui détermine les valeurs propres radiales λ∗ln.

Comme on le voit figure 7.7 les collisions ont une influence directe sur les fréquences
instables et les taux de croissance, calculés pour une valeur du champ électrique radial
correspondant à ΩE = 1, 5 (situation expérimentale standard) : en effet à taux de colli-
sions faibles l’instabilité est strictement ”inertielle” avec des fréquences plus faibles que
Ωzi, tandis qu’elle acquiert de plus en plus un caractère ”collisionnel” lorsque νin → 1,
la rapprochant des caractéristiques de l’instabilité ISH classique. Notons cependant qu’à
de telles collisionnalités il convient de nuancer notre analyse puisque la diffusion radiale
ionique devient significative, mettant en défaut nos hypothèses. Globalement, dans nos
conditions, l’effet des collisions se traduit par une modification faible du taux de crois-
sance mais une augmentation nette de la fréquence à taux de collisions croissant.

Observons maintenant l’effet du confinement radial, au travers de la valeur du pa-
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Figure 7.7 – Instabilité ISHI : Fréquences et taux de croissance des modes instables en fonction du
taux de collisions ioniques νin pour ΩE = 1, 5. a) Cas du plasma déconfiné Ln/Rp = 0, 7,
b) cas du plasma confiné Ln/Rp = 0, 45, modes n = 0.

ramètre Ln. Les figures 7.8 montrent son influence déterminante sur les propriétés dis-
persives des ondes ISHI, cette fois encore avec ΩE = 1, 5 : à confinement décroissant
(cad Ln croissant) il apparâıt une augmentation rapide des fréquences instables tandis
que le taux de croissance passe par un maximum puis diminue brutalement, décroissance
qui affecte plus fortement les modes à l élevé au point que le mode l = 1 devient le
plus instable à faible collisionnalité lorsque Ln > 1, 3. Notons que l’optimum du taux de
croissance se situe précisément autour de la valeur de Ln observée expérimentalement :
Ln = 0, 7/Rp = 7cm, ce qui suggère que le profil radial de densité qui s’établit pourrait
être étroitement lié aux propriétés dispersives des ondes instables.

Terminons par la donnée d’une autre caractéristique essentielle de l’instabilité : le
déphasage entre les oscillations de densité et de potentiel ϕnφ, déduit de la relation de
Boltzmann modifiée 7.26. Ce paramètre est déterminant en particulier pour l’estimation
des flux induits par l’instabilité comme on le verra plus loin. Les courbes 7.9 pour le cas
standard font observer que ϕnφ tend rapidement vers une valeur intermédiaire entre π et

5π/4 lorsque ΩE crôıt, quelque-soit le mode et le taux de collision.
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Figure 7.8 – Instabilité ISHI : Fréquences et taux de croissance des modes instables en fonction du
rapport Ln = Ln/Rp pour ΩE = 1, 5. a) faibles collisions νin = 0, 1, b) fortes collisions
νin = 0, 5, modes n = 0.

Figure 7.9 – Instabilité ISHI : déphasage entre les oscillations de densité et de potentiel. De gauche à
droite : νin = 0, 1 et νin = 0, 5. Cas du plasma déconfiné Ln/Rp = 0, 7, modes n = 0.

7.2.3 Discussion sur l’instabilité ISHI :

Nous venons d’établir que le mécanisme de l’instabilité de Simon-Hoh, à savoir la
rotation différentielle des espèces chargées en champs croisés, est naturellement à l’œuvre
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dans un plasma magnétisé cylindrique présentant un champ électrique radial centripète :
notre modèle linéaire prédit en effet la présence d’ondes instables dès lors qu’un gradient
de potentiel est présent dans le plasma inhomogène, et ce essentiellement à cause des
effets inertiels responsable pour l’essentiel du freinage ionique, qui justifie le qualificatif
d’instabilité de Simon-Hoh ”inertielle”. Il apparâıt que celle-ci est étroitement contrôlée
par 3 paramètres expérimentaux :

– la fréquence de dérive électrique ΩE
21 qui accrôıt la fréquence et le taux de crois-

sance
– le taux de collision ionique νin qui accrôıt la fréquence et laisse le taux de croissance

relativement inchangé
– la longueur de gradient mesurée par l’écart type du profil de densité radial Ln

22

qui accrôıt la fréquence et influence le taux de croissance d’une façon complexe (cf
figures 7.8)

Par ailleurs notre modèle prédit presque toujours l’excitation préférentielle de modes à
n = 0 et l élevé, avec des taux de croissance de l’ordre de lΩei ∼ ωr, donc du même ordre
que la fréquence, ce qui est caractéristique d’une onde très instable.

Les particularités des fortes oscillations mesurées dans nos conditions standards (col-
lecteurs axiaux flottants) et présentées au chapitre 6 sont en accord sur bien des points
avec les résultats théoriques ici établis, pour le mode l = 1 :

– mode ”flûte” : k‖exp ' 0± 0, 2m−1

– fréquence du mode : ωexp ' 3kHz // ωth = 2, 85kHz 23 dans le cas standard
– taux de croissance du même ordre que la fréquence
– disparition du mode (transition vers la turbulence) à champ radial nul
– augmentation de la fréquence avec le champ électrique radial centripète
– diminution de la fréquence avec le champ magnétique et l’accroissement du confi-

nement
– déphasage densité/potentiel relativement proche de π 24

Reste que les modes réguliers observés présentent une particularité essentielle : ils ont
un nombre d’onde polöıdal faible. On observe en effet exclusivement des modes l = 1 25.
Cet état de fait signale que la prise en compte des effets cinétiques est essentielle dans
un plasma faiblement magnétisé tel que celui de l’expérience MISTRAL et ce pour deux
raisons : d’une part l’effet possible d’amortissement cyclotron et d’interaction cinétique
avec les ondes de Bernstein pour les ondes dont les fréquences vérifient ω̃ ' R et d’autre
part l’effet de ”gyro-moyenne” des oscillations courtes - vérifiant k⊥RL & 1 - qui provoque
un amortissement des grands nombre d’ondes. Ces deux effets seront analysés qualitati-
vement dans la section 7.4 afin d’expliquer la sélection des modes dans nos expériences.

21. proportionnelle au rapport |Er|/rB2

22. intervenant par l’intermédiaire des coefficients λ∗ln
23. les indices exp et th désignent respectivement les valeurs expérimentales et théoriques
24. comme on l’a observé section 6.2.1 le déphasage ϕ

φp
ne est cependant difficile à évaluer

expérimentalement avec précision à cause de la forte non-linéarité des oscillations
25. exceptionnellement un mode l = 2 est enregistré sous des conditions très éloignées de notre cas

standard et de nos hypothèses de travail
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Enfin il nous faut évoquer le cas des collisions, qui suscitent une tendance (augmen-
tation de la fréquence avec νin) qui ne se confirme pas expérimentalement si on observe
l’influence de la pression de neutre sur la fréquence du mode. Cependant il nous faut sou-
ligner plusieurs points qui rendent la comparaison délicate entre l’expérience et la théorie
sur ce point : d’abord que la pression influence d’une façon complexe plusieurs facteurs
expérimentaux (en particulier la densité, les courants et le gradient de potentiel), ensuite
qu’à taux de collision croissant l’hypothèse (H8) de diffusion radiale négligeable essen-
tielle à notre modèle devient caduque, ce qui oblige à relativiser nos résultats théoriques.

7.3 Instabilité d’onde de dérive collisionnelle

(CDWI) :

Étudions maintenant le cas k‖ 6= 0. Nous avons vu que dans le cas limite des électrons
présentant un faible écart à l’adiabaticité δad 6= 0 (cf équations 7.29 et 7.30) la réponse
électronique est déphasée par rapport aux fluctuations de potentiel, ce qui a pour conséquence
de rendre potentiellement instables des oscillations ayant une composante longitudinale.
C’est encore plus vrai lorsque cet écart est important - c’est à dire quand k‖ → 0 en res-
tant non-nul - puisqu’alors l’écart à l’adiabaticité est du même ordre que les fréquences,
ce qui provoque une déstabilisation maximale. Le principal facteur déstabilisant est la
résistivité électronique, mais d’autres effets peuvent avoir une importance significative :
la présence de courants parallèles d’une part, et d’autre part celle du champ électrique
radial qui induit à la fois une dérive différentielle des espèces chargées comme dans le cas
de l’instabilité ISHI et l’effet de Coriolis matérialisé par le coefficicient R 6= 1.

Le type d’ondes faisant intervenir le couplage entre la dynamique parallèle et trans-
verse est historiquement qualifié d’onde de dérive (DW) 26 en référence à la vitesse de
dérive diamagnétique électronique qui est la vitesse de phase de l’onde dans le cas le
plus simple. Plus spécifiquement on parle d’onde de dérive collisionnelle (CDW) lorsque
c’est la collisionnalité électronique qui est responsable du déphasage axial responsable en
premier lieu de l’instabilité. A notre connaissance le paradigme pour l’instabilité CDWI
a été évoqué pour la première fois conjointement par Moiseev et Sagdeev [Moiseev63] et
Chen en 1963 [Chen63] [Chen64] peu après que D’Angelo et Motley [Dangelo63] aient
observé dans un plasma thermique de potassium des ondes se propageant azimutalement
à la vitesse de dérive diamagnétique électronique.

7.3.1 ondes de dérive collisionnelles ”classiques” :

Commençons par l’approche classique des ondes de dérive colisionnelles dans la li-

mite quasi-adiabatique k‖ >> D
1/2

e . On part des hypothèses suivantes pour simplifier la

26. un peu par abus de langage comme on l’a signalé puisque toutes les instabilités fluides
électrostatiques font intervenir des vitesses de dérive
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ÉLECTROSTATIQUES EN CHAMPS CROISÉS

relation de dispersion :

– collisions ioniques négligeables : νin ' 0
– pas de rotation : R ' 1 et Ωzi = ΩE = 0

En négligeant les collisions ioniques, stabilisantes comme on le verra plus loin, on étudie
la situation la plus instable pour les ondes de dérive.

ondes de dérive non-collisionnelles (NCDW) :

La première question à se poser est celle de l’existence de solutions instables dans
le cas adiabatique (χ̃e = 1). Ces solutions éventuelles correspondent aux modes dits
d’onde de dérive non-collisionnelle (NCDW) [Kadomtsev65]. Écrivons donc la relation
de dispersion pour des électrons adiabatiques :

f(ω̃) = −ω̃4 + (1 + lΩ
∗
eλ
∗
ln + k

2

‖)ω̃
2 − lΩ∗eω̃ − k

2

‖ = 0 (7.41)

On peut démontrer graphiquement que les solutions de cette relation sont toujours réelles.
Pour cela calculons la valeur de f(ω̃) pour quelques points remarquables :

f(0) = −k2

‖ < 0

f(1) = lΩ
∗
e(λ
∗
ln − 1) > 0

f(−1) = lΩ
∗
e(λ
∗
ln + 1) > 0

lim|ω̃|→∞f = −∞

la positivité de f(1) et f(-1) est assurée par le fait que λ∗ln − 1 = bln = −2aln/|l| est
toujours positif 27. La fonction f doit donc nécessairement s’annuler 4 fois pour passer par
tous ces points et la relation de dispersion f(ω̃) = 0 n’a par conséquent que des solutions
réelles stables (voir figure 7.10 a).

On constate que la stabilité des ondes NCDW est étroitement liée à la valeur du coeffi-
cient géométrique bln : si bln < 0 la contrainte d’annulation autour de ω̃ = 1 disparâıt et la
relation de dispersion a au moins une racine complexe instable (voir figure 7.10 b). Cela
suppose qu’il existe des fonctions propres φ̃ω,n,l,k‖(r) qui puissent satisfaire localement

(∆r +Kn(∂r)− l/r)φ̃ω,n,l,k‖(r) > 0. La question est ouverte dans le cas général mais elle

est clairement négative dans le cas que nous étudions, c’est à dire pour un profil gaussien
avec la condition d’annulation des fluctuations au bord. Ce fait révèle une réalité phy-
sique de première importance : dans nos conditions les effets de polarisation liés aux CL
radiales empêchent le développement d’ondes de dérives non-collisionnelles. Soulignons
tout de même que la présence de particules piégées ou d’un gradient de température
(instabilités ITG ou ETG 28) peut contribuer à déstabiliser les ondes de dérive même en
l’absence de collisions électroniques.

27. voir section 7.1.3 et annexe C
28. respectivement ion temperature gradient et electron temperature gradient
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Figure 7.10 – Fonction de dispersion f(ω̃) pour les ondes NCDW : a) cas réel : bln > 0 - b) cas
hypothétique bln < 0. Pour les besoins de la représentation nous avons choisi le cas
lΩ
∗
e = 1. Dans la situation du cas b) la racine complexe est instable.

Électrons quasi-adiabatiques

Il faut donc qu’un écart à l’adiabaticité soit présent pour rendre instables les solutions
de 7.41. Comme le montre l’expresion 7.29, lorsque la diffusivité électronique est très
grande et le nombre d’onde parallèle pas trop faible cet écart est du premier ordre par
rapport aux fréquences réelles puisqu’on a :

χ̃e ' 1 + iδad avec :

δad =
1

k
2

‖De

(
ω̃ − lΩ∗e + k‖j‖

)
on qualifie alors les électrons de quasi-adiabatiques. Cette situation nous permet de traiter
la fréquence complexe comme une petite perturbation de la fréquence réelle obtenue dans
le cas adiabatique, c’est à dire qu’on va écrire ω̃ = ω̃r + iδω̃i avec ω̃r la fréquence réelle
et δω̃i << ω̃r le taux de croissance. On aboutit alors à la relation de dispersion générale
des ondes de dérive collisionnelles :

iδeω̃
5 + [1 + iδe(k‖j‖ − lΩ

∗
e)]ω̃

4 − iδeω̃3

+ [lΩ
∗
e[iδe − λ∗ln]− iδek‖j‖ − 1− k2

‖]ω̃
2 + lΩ

∗
eω̃ + k

2

‖ = 0 (7.42)

avec : δe =
1

k
2

‖De

en remplaçant ω̃ par ω̃r+ iδω̃i on obtient une équation sur les fréquences réelles identique
à 7.41 29 et une équation sur les fréquences imaginaires qui nous donne la relation entre
taux de croissance et fréquence réelle, celle-ci s’écrit dans le cas général, en développant

29. en négligeant les termes du premier ordre
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selon le petit paramètre δω̃i/ω̃r :

δeω̃
5
r − (lΩ

∗
e − k‖j‖)δeω̃4

r + (4δω̃i − δe)ω̃3
r

+ (lΩ
∗
e − k‖j‖)δeω̃2

r − 2(1 + k
2

‖ + lΩ
∗
eλ
∗
ln)δω̃iω̃r + lΩ

∗
eδω̃i = 0 (7.43)

cette égalité peut se mettre sous la forme :

δω̃i =
ω̃2
r

k
2

‖De

F (ω̃r) avec : (7.44)

F (ω̃r) =
−ω̃3

r + (lΩ
∗
e − k‖j‖)ω̃2

r + ω̃r − (lΩ
∗
e − k‖j‖)

4ω̃3
r − 2(1 + k

2

‖ + lΩ
∗
eλ
∗
ln)ω̃r + lΩ

∗
e

(7.45)

c’est donc le signe de la fraction rationnelle F (ω̃r) qui détermine si les ondes sont instables.
Pour des fréquences de l’ordre ou inférieures à la fréquence cyclotron ionique et des
longueurs d’ondes parallèles de l’ordre de la longueur de la machine on a bien : δω̃i << ω̃r :
l’instabilité CDWI pour des électrons quasi-adiabatiques est donc faiblement instable.

Dans le cas le plus simple des forts champs magnétiques, pour lequel on peut utiliser
l’approximation d’onde de dérive ω̃ << 1 - ce qui suppose en particulier Ω

∗
e << 1 - on

peut obtenir une expression analytique pour les fréquences et taux de croissance (voir
annexe D) :

ωr ≈
lΩ
∗
e

1 + lΩ
∗
eλ
∗
ln

+ k‖V ‖i

δωi ≈
λ∗ln

(1 + lΩ
∗
eλ
∗
ln)3

l4Ω
∗4
e

k
2

‖De

+
V ‖e

De

lΩ
∗
e

(1 + lΩ
∗
eλ
∗
ln)2

La fréquence de l’instabilité est donc proche de la fréquence diamagnétique électronique
(k‖ << 1 pour les ondes les plus instables 30) et le taux de croissance est encore une
fois négligeable devant la fréquence, en particulier à courant électronique faible. Dans
l’annexe D nous donnons également les fréquences et taux de croissance en présence d’un
champ électrique radial et de collisions ioniques [Sosenko04] :

ωr ≈ lΩ
∗
e

R

R2 + lΩ
∗
eλ
∗
ln

+ lΩzi + k‖V ‖i

δωi ≈ δωi,R1 + δωi,R2 + δωi,V e + δωi,in << ωr

où les différents termes intervenant dans le taux de croissance sont donnés par les rela-
tions D.7, D.8 et D.9. La fréquence est cette fois proche de la fréquence diamagnétique
effective (calculée avec le champ magnétique B′ = RB) décalée par l’effet Doppler dû
à la dérive électrique ionique. L’effet de la rotation, par l’intermédiaire du coefficient
de Coriolis R, modifie également significativement le taux de croissance tandis que les

30. attention cependant, si k‖ → 0 l’hypothèse des électrons quasi-adiabatiques tombe en défaut
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collisions ont classiquement un effet stabilisant : δωi,in < 0.

A cause du fait que les ondes de dérive ne sont pas naturellement instables - elles
nécessitent un écart à l’adiabaticité, généralement faible, induit par les collisions - on
qualifie l’instabilité d’onde de dérive collisionnelle (CDWI) d’instabilité dissipative, par
opposition aux instabilités réactives, typiquement les instabilité à k‖ = 0 du type ISHI,
Rayleigh-Taylor ou Kelvin-Helmoltz. Ces dernières ont en effet la particularité d’être
généralement très instables lorsqu’elles sont excitées, ce qui ne nécessite pas d’effet dis-
sipatif : l’équation de dispersion de ces ondes possède en effet des racines complexes
instables malgré qu’elle soit à coefficients réels.

7.3.2 Ondes CDW dans le cas général :

Nous allons étudier ici l’équation de dispersion complète, sans recourir aux approxi-
mations des parties précédentes (électrons quasi-adiabatiques et approximation d’onde de
dérive), afin d’étudier en particulier les caractéristiques des ondes de dérive aux faibles
champs magnétiques régnant dans notre dispositif expérimental. Il faut donc exploi-
ter l’équation de dispersion 7.25 avec l’expression générale 7.21 pour la susceptibilité
électronique, ce qui nous donne une équation quadratique en ω̃ :

(lΩ
∗
e + iΓ‖) ω̃

4 − [k
2

‖ + lΩ
∗
e(iνin + λ∗ln)] ω̃3

+ [lΩ
∗
e(R[1−R]− λ∗ln[α + iβ]) + Γ‖(νin − iR2)− k2

‖(α + iβ)] ω̃2

+ [RlΩ
∗
e(α + iΓ‖ + i[R− 1]νin) +R2k

2

‖] ω̃ +R2[k
2

‖(α + iβ)− Γ‖νin] = 0 (7.46)

avec α et β des paramètres dont l’expression est donnée par :

α = k‖j‖ − lΩei

β = Γ‖ − νin où on le rappelle :

Γ‖ = k
2

‖De

il n’est pas possible ici d’obtenir une expression analytique pour les fréquences complexes
et il faut donc étudier au cas par cas la situation d’équilibre envisagée.

Cas standard du plasma de MISTRAL en collecteurs flottants :

Commençons par notre situation standard : celle du plasma décrit par les paramètres
du tableau 7.1 en collecteurs flottants, qui donne lieu à l’apparition d’un champ électrique
radial centripète. Les fréquences et taux de croissance théoriques des modes les plus in-
stables sont visibles sur la figure 7.11. Il apparâıt clairement que le taux de croissance
est maximal pour k‖ = 0 : c’est donc bien l’instabilité flûte qui domine dans ces condi-

tions. On observe également que la transition entre modes quasi-flûtes (k‖ ' 0) et onde
de dérive collisionnelle peut être progressive - c’est le cas pour les modes l = 1 dont la
fréquence reste proche de ω(k‖ = 0) ' lΩzi - soit brutale pour les modes l = 2 et l = 3 :
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autour de k‖ ' 0, 035 la fréquence passe de ω(k‖ = 0) à une valeur proche de lΩ
∗
e + lΩzi,

où on reconnâıt la fréquence caractéristique des ondes de dérive collisionnelles.
La domination prévue de l’instabilité ISHI est vérifiée expérimentalement puisqu’on

observe effectivement un mode flûte l = 1 à une fréquence ω ' Ωzi
31.

Figure 7.11 – Fréquences et taux de croissance en fonction du nombre d’onde parallèle. Cas standard
MISTRAL en collecteurs flottants : B = 0, 015T , plasma déconfiné Ln/Rp = 0, 7 -
soit Ω

∗
e = 3 - et fréquence de dérive électrique ΩE = 1, 5. De gauche à droite : νin = 0, 1

et νin = 0, 5. Modes n = 0 (les plus instables).

Cas standard du plasma de MISTRAL en collecteurs à la masse :

Comme nous l’avons souligné, dans notre situation expérimentale de référence le fait
d’amener les collecteurs axiaux à la masse se traduit par une quasi-disparition du champ
électrique radial et un confinement accru du plasma 32. Dans ce cas les courbes de dis-
persion, visibles sur la figure 7.12, montrent théoriquement une domination des ondes

31. Comme nous l’avons déjà évoqué précédemment la stabilisation des modes l > 1 dans nos conditions
s’explique très certainement par l’effet de ”gyro-moyenne” dû au grand rayon de Larmor moyen des ions
dans la machine

32. il convient de mentionner également l’augmentation du courant parallèle électronique : V ‖e ≈ 3
qui n’influence cependant pas significativement les courbes de dispersion
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instables à k‖ ' 0, 01 − 0, 1 selon la valeur du taux de collisions. Les modes CDW sont
par contre stables dans les gammes de longueur d’onde correspondant à la longueur de
la machine (k‖ ' 2π/Lp = 0, 45).

On peut supposer que le plasma dans ces conditions est potentiellement le siège
d’ondes très longues mais que celles-ci soient en réalité stabilisées par plusieurs pro-
cessus :

– l’amortissement Landau électronique - qui intervient dès lors que k‖ ∼ ˜omegarcsi/vth,e
33

– l’amortissement cyclotron ionique puisque les fréquences vérifient ωr & ωci
– l’effet de sélection par les conditions aux limites axiales évoqué section 7.1.4, qu’il

est difficile de formaliser
Expérimentalement on observe jamais dans cette situation de modes propres aux fréquences
supérieures à ωci qui correspondraient aux ondes de dérive à k‖ faible mais plutôt un
spectre de fluctuation turbulent et la présence intermittente de faibles pics de densité à
basse fréquence ω < ωci. Cette situation expérimentale peut s’expliquer comme on l’a vu
par l’action d’un champ électrique radial transitoire 34. Il est également possible qu’une
interaction complexe se manifeste entre les éventuels modes flûtes intermittents, les ondes
CDW quasi-flûtes et peut-être les ondes cyclotron ioniques. En l’état il est impossible de
trancher entre ces différentes hypothèses.

Influence du champ magnétique : transition ISHI / CDW

Pour finir voyons dans quelle mesure le champ magnétique détermine la prédominance
de l’un ou l’autre des types d’instabilités - flûte ou onde de dérive - dans la situation
du plasma en champs croisés. Nous nous intéresserons particulièrement à la situation
du plasma de MIRABELLE sur laquelle une étude expérimentale de la transition entre
modes flûtes et modes CDW a été menée[Gravier04][Brochard04][Brochard05].

Dans cette machine, en présence d’un champ électrique radial centripète - occasion-
nant une dérive électrique ΩE ≈ 10kHZ - il apparâıt un basculement de la fréquence et
de la longueur d’onde parallèle des oscillations de densité lorsque le champ magnétique
atteint une valeurs seuil Bs ≈ 0, 5T . Le nombre d’onde k‖ passe alors d’une valeur nulle à
une valeur finie : k‖ ≈ 2m−1 correspondant à une longueur d’onde légèrement supérieure
à la longueur axiale du plasma Lp ≈ 2m 35.

Pour analyser cette situation avec notre modèle théorique nous avons adopté des pa-
ramètres expérimentaux proches de ceux de MIRABELLE avec limiteur radial : Ln/Rp '
3, Er/r ' −1500V/m2 et P0 ≈ 1, 5.10−4mbar, ce qui nous donne les mêmes fréquences
de collisions que celles du tableau 7.1, signalons que nous avons dû négliger le courant
parallèle électronique qui n’a pas été mesuré. En faisant varier le champ magnétique entre
0,01 et 0,2 T on peut observer sur la figure 7.13 l’évolution des fréquences et taux de
croissance des modes les plus instables pour les deux valeurs possibles du nombre d’onde

33. dans notre cas ω̃r & 1, vth,e/csi ' 270, soit k‖ ∼ 10−1 − 10−2

34. lié à la problématique du champ centrifuge critique pour la stabilité de la colonne en rotation, ce
section 5.3

35. il faut signaler à ce propos que la configuration de bout du dispositif MIRABELLE a une structure
magnétique relativement complexe, qui peut provoquer un allongement des lignes de champ dans le
plasma
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Figure 7.12 – Fréquences et taux de croissance en fonction du nombre d’onde parallèle. Cas standard
MISTRAL en collecteurs à la masse : B = 0, 015T , plasma confiné Ln/Rp = 0, 45 -
soit Ω

∗
e = 7, 3 - et fréquence de dérive électrique ΩE = 0. De gauche à droite : νin = 0, 1

et νin = 0, 5. Modes n = 0 (les plus instables).

parallèle dans la machine : k‖ = 0 (instabilité ISHI, traits pleins) et k‖ = 2m−1 (insta-
bilité CDW, tirets). On constate qu’aux faibles champs magnétiques -correspondant à
ceux supportés par le dispositif MISTRAL (B < 0, 03T ) - ce sont sans surprise les modes
flûtes qui dominent, avant de céder la place aux ondes de dérive lorsque la fréquence
de dérive électrique normalisée ΩE - proportionnelle au rapport Er/B

2 - décrôıt en des-
sous d’une valeur seuil, dans notre cas autour entre B = 0, 05T et B = 0, 15T selon
les modes. Il faut noter que cette zone de transition dépend étroitement de nombreux
paramètres expérimentaux : valeur du champ électrique radial, des fréquences de col-
lisions, de la longueur de gradient de densité et du courant parallèle, il n’est donc pas
étonnant qu’on ne retrouve pas exactement la valeur du champ magnétique seuil mesurée
expérimentalement.

Cependant on a là une démonstration, qualitativement en accord avec l’expérience,
que le basculement entre ondes ISHI et CDW s’explique théoriquement par la décroissance
du facteur clé ΩE = −Er/(Bωci), qui confirme dans une certaine mesure l’importance
de l’instabilité de Simon-Hoh inertielle dans les situations expérimentales où le rapport
Er/B possède une valeur significative.
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7.3. INSTABILITÉ D’ONDE DE DÉRIVE COLLISIONNELLE (CDWI) :

Figure 7.13 – Fréquences et taux de croissance en fonction du champ magnétique pour l’instabilité
ISHI (k‖ = 0, traits pleins) et CDW (k‖ = 2m−1, tirets). Paramètres du plasma de
MIRABELLE[Gravier04] : Ln/Rp ≈ 0, 3, champ électrique radial Er/r ≈ −1500V/m2

et taux de collisions calculés pour P0 = 1, 5.10−4mbar.

7.3.3 Conclusion générale sur les ondes de dérive
collisionnelles :

Nous avons établi dans cette partie que l’instabilité d’onde de dérive collisionnelle est
théoriquement dominée par l’instabilité ISHI étudiée plus haut dans les conditions où
un champ électrique centripète d’une valeur significative est présent à l’équilibre, ce que
confirment nos observations expérimentales qui montre la présence exclusive de modes
flûtes, aux caractéristiques très proches de celles des ondes ISH.

La question de la présence éventuelles d’ondes CDW dans la situation turbulente du
plasma collecteurs à la masse, qui présente comme on l’a observé un champ électrique
radial quasi-nul, est ouverte. Les modes propres CDW potentiellement excités dans ces
conditions le sont en effet à des nombre d’ondes parallèles si faibles et à des fréquences si
élevées qu’il y a fort à parier sur leur amortissement cinétique, ou par le jeu des effets de
gaines. Nous avons constaté qu’il était impossible de discerner ces modes dans la masse
turbulente du spectre de fluctuations, ce qui n’exclut pas cependant de les considérer
dans la dynamique complexe qui conduit à la situation turbulente observée. Cependant
une telle réflexion exige un modèle beaucoup plus complet que notre analyse ne le permet,
et nous laisserons là la question faute des moyens théoriques exigés pour y répondre.

La dernière partie de cette section sur les ondes de dérive collisionnelles nous à permit
d’apporter un élément de réponse que nous espérons substantiel à une question soulevée
expérimentalement il y quelques années[Gravier04] 36, celle de la transition entre modes
flûtes et CDW. Cette problématique n’est pas sans importance puisque de l’identifica-
tion précise du type d’instabilité dominant dans une situation expérimentale dépend
intrinsèquement l’équilibre du système et particulièrement en terme de phénomènes de
transport qui ont une importance cruciale dans l’étude des plasmas magnétisés. Nous

36. mais qui est en réalité une question de longue date sur laquelle beaucoup a été écrit
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CHAPITRE 7. MODÉLISATION FLUIDE DES INSTABILITÉS
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pensons avoir mis en lumière l’importance des instabilités du type Simon-Hoh, même
en l’absence des collisions nécessaires à l’excitation de l’instabilité ISH historiquement
proposée, lorsque le rapport Er/B conduit dans une géométrie cylindrique 37 à des effets
inertiels significatifs sur la dérive électrique ionique.

Pour finir sur les ondes de dérive, évoquons succinctement l’importance du courant
parallèle dans l’excitation de l’instabilité CDWI. Ce point est accessoire dans notre situa-
tion expérimentale puisque la valeur du courant est toujours proche de celle du courant
de Bohm, ce qui n’influence pas sensiblement le taux de croissance. Par contre lorsqu’un
fort courant d’électrons secondaires traverse le plasma - ce qui est le cas en particu-
lier si on polarise le collecteur terminal très positivement 38, on obtient alors un courant
j‖,e ∼ enevth,e - il est possible d’obtenir des ondes de dérives très instables, dont le taux
de croissance est du même ordre que la fréquence [Gravier08].

7.4 Effets cinétiques sur les ondes instables

Dans la première partie de ce chapitre nous avons établi à l’aide d’un modèle fluide
simplifié l’existence et la très probable domination de l’instabilité ISHI, en particulier
à fort champ électrique radial centripète (rapport ΩE = −miEr/(erB

2) & 1) dans un
plasma cylindrique en champs croisés. Afin d’aboutir à un résultat analytique cette étude
a été menée dans la limite ion froid vthi → 0, qui rend compte avec une bonne exacti-
tude des phénomènes associés aux instabilités fluides dans la limite des gradients longs :
RLi/L∇⊥ << 1 ou k⊥RLi << 1.

Lorsqu’on s’écarte des conditions de validité de cette hypothèse, ce qui est le cas
en particulier si on traite des ondes courtes - caractérisées par k⊥RLi & 1 - le modèle
montre rapidement ses limites. Pour ces phénomènes en effet il n’est plus justifié de
négliger en particulier les effets de gyro-viscosité qui revêtent une importance primor-
diale. Malheureusement la prise en compte de ces phénomènes représente un problème
d’une complexité considérable, même dans la limite dite ”gyro-cinétique” - correspondant
à l’ordering k⊥RLi = O(1) - qui nécessite déjà un très lourd investissement numérique.

Il ne fait aucun doute que les ondes instables excitées dans la machine Mistral sont
affectées par ces effets RLF dans la gamme des longueurs d’ondes polöıdales auto-
risées : le mode l = 1 correspondant au nombre d’onde le plus faible donne typiquement
kθRLi = RLi/r ≈ 0, 4 à mi-rayon dans nos conditions standards. C’est encore plus vrai
pour les modes à l élevé qui comme on l’a vu sont potentiellement les modes ISHI les
plus instables. En toute rigueur un traitement cinétique du gaz d’ion est donc nécessaire
afin d’établir les fréquences et taux de croissance réalistes pour les instabilités observées
dans la machine. Puisqu’un tel travail dépasse de loin les visées de cet ouvrage, nous
nous bornerons ici à une analyse purement qualitative, qui permet tout de même nous
l’espérons d’apporter quelques lumières sur ces questions.

37. ou toröıdale, puisque dans ce cas également une rotation azimutale intervient
38. on ”tire” alors des électrons secondaires du plasma source, à condition que la polarisation de la

séparatrice l’autorise
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7.4.1 effet de rayon de Larmor fini : ”gyro-moyenne” des
champs oscillants

Une des méthodes permettant d’évaluer les effets de rayon de Larmor ionique fini sur
les champs oscillants potentiellement présents dans la machine consiste à évaluer le champ
effectif - c’est à dire la moyenne du champ effectivement ressenti par une particule au
cours de sa trajectoire cyclotron - à l’aide d’une opération analogue à la ”gyro-moyenne”
employée dans la théorie gyro-cinétique (voir section 3.2.4). Il est bien établi en effet que
dans les circonstances les plus simples le mouvement cyclotron des ions tend à moyenner
les variations spatiales dont la longueur est de l’ordre ou inférieure à celle du rayon de
Larmor, phénomène qualifié couramment l’amortissement RLF ionique.

Considérons donc un champ électrique présentant une oscillation de nombre d’onde
transverse ~k⊥, qu’on écrira sous la forme : ~E = ~E0exp(i ~k⊥~r − iωt). Si on peut supposer
une séparation d’échelle temporelle entre le mouvement cyclotron rapide et les variations
lentes du champ électrique, c’est à dire dans l’approximation d’onde de dérive ω << ωci,
il est possible d’évaluer le champ effectif pour le gaz d’ions en réalisant une moyenne
du champ réel sur l’orbite cyclotron, intégrée sur la distribution des vitesses perpendi-
culaires. Mikhailovskii [Mikhailovskii63][Kadomtsev65] a formulé une évaluation de ce
champ effectif en géométrie cartésienne pour une distribution ionique maxwellienne de
rayon de Larmor moyen RLi :

~Eeff = ~E e−
k2⊥R

2
Li

2 I0(
k2
⊥R

2
Li

2
) (7.47)

Dans le cas k2
⊥R

2
Li/2 << 1, qui correspond à un effet RLF faible, on retrouve la cor-

rection calculée pour le mouvement particulaire : ~Eeff ' ~E(1− k2
⊥R

2
Li/4).

Si on exploite cette expression pour calculer le champ effectif associé à un champ
variable ~E = ~E0 exp(ilθ − iωt) progressant selon ~eθ avec un nombre d’onde transverse
k⊥ = kθ = l/r, on obtient figure 7.14 l’amortissement Eeff/E pour les différents modes
polöıdaux : l = 1, l = 2 et l = 3, avec un rayon de Larmor moyen RLi ' 2cm, correspon-
dant approximativement à celui des ions dans notre machine à B = 150G. Il apparâıt
sans surprise que les modes sont substantiellement atténués quand l crôıt, surtout à faible
rayon.

L’effet d’amortissement cyclotron fournit donc une explication très plausible à l’atténuation
des grands nombres d’ondes polöıdaux dans notre machine, qui certainement pèse dans
la sélection du mode l = 1 observé expérimentalement. Attention tout de même, il s’agit
là d’une évaluation purement qualitative : seule une modélisation cinétique du plasma
ou l’utilisation d’un modèle fluide complexe prenant en compte les effets thermiques
ioniques 39 est à même de déterminer le taux de croissance réel des modes propres en
présence d’un amortissement cyclotron important.

39. non seulement en terme de pression scalaire mais également de viscosité
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Figure 7.14 – Amortissement RLF ionique sur un champ variable E0 exp(ilθ − iωt), avec RLi ' 2cm
et Rp = 10cm, d’après la formule 7.47.

7.4.2 Résonance cyclotron :

Un deuxième phénomène cinétique essentiel qui échappe à notre modèle fluide est celui
de la résonance cyclotron. Comme nous l’avons démontré dans l’étude du mouvement des
particules en géométrie cylindrique menée au chapitre 2 la fréquence cyclotron effective
vaut dans le repère du fluide en rotation ω′ci = Rωci. Si donc on reprend la condition de
résonance cyclotron évoquée section 3.2 il vient donc que celle-ci affecte significativement
l’énergétique du gaz d’ion lorsque :

ω̃r
R

= p p ∈ Z∗

en particulier les premières résonances ont lieu pour |ω̃r/R| = 1. Si cette condition est
vérifiée on peut s’attendre à ce que les branches de dispersion de l’instabilité ISHI soient
fortement altérées par le voisinage de la résonance à cause de l’amortissement cyclotron
ionique des ondes instables par le gaz d’ions. Il est possible alors de prévoir qualitative-
ment un chauffage anormal du fluide d’ion par les ondes ISHI potentiellement résonantes.

Un autre point essentiel à considérer au voisinage de la résonance cyclotron est la pro-
fonde modification des effets RLF ioniques. La relation 7.47 a en effet été établie dans
l’approximation d’onde de dérive, qui s’écrit ω̃r << R dans notre situation : lorsque
ω̃r → R il devient beaucoup plus délicat de raisonner sur les effets cinétiques puisqu’on
se retrouve dans la situation la plus complexe qui soit du point de vue de l’interaction
onde-particule.

A titre d’illustration, la figure 7.15 montre la valeur de ω̃r/R pour les ondes ISHI
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dans la situation standard : plasma déconfiné Ln/Rp = 0, 7, faibles collisions ioniques
νin = 0, 1. On observe que les modes à n = 0 (les plus instables) sont loin de la résonance,
ce qui n’est pas le cas des modes à n > 0 qui sont susceptibles de donner lieu à une forte
interaction onde-particule.

Figure 7.15 – Instabilité ISHI : Fréquences décalées ωr−lΩzi des modes instables, normalisée à Rωci et
taux de croissances associés. Cas du plasma déconfiné Ln/Rp = 0, 7, faible collisionnalité
νin = 0, 1. De gauche à droite : modes n = 0, n = 1, n = 2.

Pour conclure sur ces effets cinétiques, il apparâıt de façon évidente qu’ils vont certai-
nement jouer à plein dans notre contexte expérimental, ne serait-ce que dans la sélection
du nombre d’onde azimutal l qui apparâıt étroitement liée au grand rayon de Larmor io-
nique. Pour ce qui concerne la résonance cyclotron il est par contre impossible de pousser
très loin le raisonnement : si les ondes les plus instables semblent relativement isolés de la
résonance, ce n’est pas le cas pour les modes n > 0 dont il est impossible de prévoir le com-
portement dispersif puisque notre modèle atteint là ses limites. La température ionique
anormale mesurée (on rappelle que Ti ∼ 0, 1eV d’après la LIF contre T0 ≈ 0, 02eV pour
les neutres) pourrait trouver là une explication, mais qui exige non seulement une étude
cinétique du plasma beaucoup plus poussée mais également une validation expérimentale
sans équivoque.
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7.5 Transport transverse dû à l’instabilité

7.5.1 Relation densité/potentiel dans l’instabilité ISHI :

Pour un mode flûte, les variations du potentiel sont liées à celles de la densité par la
relation de Boltzmann modifiée établie dans la section 7.1.2 :

δne
ne

=
lΩ
∗
e

ω̃ − lΩei − iνin
δφ (7.26)

si on considère un mode propre dominant (n, l), le potentiel s’écrit simplement :

δφ = α φ̃n,l e
i(lθ−ωt) avec :

φ̃n,l = rlM(aln, l + 1, r2/L
2

n)

et α ∈ R une constante quelconque. On a donc :

δne
ne

= α χ̃n,l φ̃n,l e
i(lθ−ωt) (7.48)

= α |χ̃n,l| φ̃n,l ei(lθ−ωt+ϕ
n
φ) avec :

χ̃n,l =
lΩ
∗
e

ω̃ − lΩei − iνin

le paramètre ϕnφ = Arg(χ̃l,n) représente donc pour un mode donné l’avance de phase des
oscillations de densité sur les oscillations de potentiel. Nous l’avons calculé section 7.2.2
pour les différents modes dans notre cas standard (figure 7.9) : aux champs électriques
qui nous concernent (ΩE ' 1, 5) il est proche de 9π/8.

7.5.2 Vitesses radiales des différentes espèces :

Les vitesses radiales fluctuantes se déduisent des relations 7.11 et 7.17 , respectivement
pour les ions et les électrons, ce qui nous donne pour le mode (n, l) :

δV re =
αl

r
φ̃n,l e

i(lθ−ωt−π/2) (7.49)

δV ri =
αl

r
ψ̃n,l e

i(lθ−ωt) avec : (7.50)

ψ̃n,l =
iR

R2 − ω̃2
φ̃n,l −

iω̃

R2 − ω̃2

r

l
∂rφ̃n,l = |ψ̃n,l|eiϕ

∗
(7.51)

on reconnâıt dans la vitesses électronique 7.49 l’expression de la dérive électrique simple,
par contre la vitesse ionique 7.50 fait intervenir des termes plus complexes qui traduisent
les effets de Coriolis et de polarisation (qui sont tous deux des effets inertiels dus à la
masse ionique finie).
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7.5.3 Flux et courants radiaux :

Les flux radiaux normalisés δΓr liés aux fluctuations s’obtiennent à partir des relations
7.48, 7.49 et 7.50, en multipliant les parties réelles de δne/ne et δV r, on a ainsi pour les
électrons :

δΓre =
α2|χ̃n,l|l

r
φ̃2
n,l cos(lθ − ωrt− π/2) cos(lθ − ωrt+ ϕnφ) (7.52)

soit en moyenne : < δΓre >=
α2|χ̃n,l|l

2r
φ̃2
n,l cos(ϕ

n
φ + π/2) (7.53)

en supposant le mode constant en amplitude (état saturé) 40. On voit que le sens et
l’importance du transport est étroitement lié au déphasage ϕnφ : le flux d’électrons est
toujours positif (du centre vers le bord) dans nos conditions standards, à cause de la
valeur du déphasage pour les modes ISHI (voir figure 7.16 pour le mode n = 0, l = 1).

Le flux radial ionique vérifie quand à lui :

δΓri =
α2|χ̃n,l|l

r
φ̃n,l|ψ̃n,l| cos(lθ − ωrt+ ϕ∗) cos(lθ − ωrt+ ϕnφ) (7.54)

soit : < δΓri >=
α2|χ̃n,l|l

2r
φ̃n,l|ψ̃n,l| cos(ϕnφ − ϕ∗) (7.55)

son sens et son amplitude dépend donc à la fois de ϕnφ, mais également de |ψ̃n,l| et ϕ∗,
qui traduisent comme on l’a vu les effets inertiels ioniques.

La donnée des flux ioniques et électroniques permet enfin de déterminer le courant
radial (normalisé à enecsi) porté par les fluctuations :

δjr = δΓri − δΓre
soit : < δjr >=< δΓri > − < δΓre >

un courant net est donc prévisible, puisque les effets de Coriolis et de polarisation sur les
ions induisent un écart entre les flux des deux espèces.

Nous avons représenté figure 7.16 l’allure des flux et courants moyens 41 associés au
mode ISHI linéaire n = 0, l = 1 étudié section 7.2.2, dans les conditions standards
correspondant à nos profils expérimentaux. Il apparâıt que les flux sont effectivement
dirigés du centre vers le bord, et que le flux ionique est freiné comme on pouvait le
prévoir par les effets inertiels, ce qui conduit à l’existence d’un courant net électronique
vers l’extérieur. Notons que les flux et courants deviennent nuls à la surface du conduc-
teur (r = Rp) à cause de la contrainte d’annulation du potentiel que nous avons choisi
comme CL radiale. Dans la réalité il y a fort à parier qu’une gaine magnétique soit
présente à proximité du bord, permettant la sortie du courant transporté par l’instabi-
lité. Expérimentalement on constate en effet qu’un courant électronique oscillant déferle
sur le conducteur périphérique (cf section 6.3.1).

40. ce qui n’est bien sûr pas réaliste mais donne un ordre d’idée sur le comportement du transport
41. ils sont normalisés à la même valeur arbitraire
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Figure 7.16 – Flux et courants radiaux moyens (normalisés à la même valeur arbitraire) associés aux
fluctuations, au stade linéaire de l’instabilité ISHI pour le mode l = 1 fondamental
(n = 0). Cas standard : plasma déconfiné Ln/Rp = 0, 7, ΩE = 1, 5 et νin = 0, 1.

Cette approche linéaire du transport transverse atteint là ses limites : au-delà de l’ana-
lyse qualitative proposée ici, qui met en évidence l’existence d’un courant électronique
radial effectivement observé, il faut aborder le problème du point de vue non-linéaire
pour aboutir à une évaluation quantitative du transport radial. Cette approche constitue
une des suites naturelles à donner à ce travail.

7.6 Conclusion sur les instabilités théoriques

Dans ce chapitre nous avons cherché à comprendre avec un modèle simple la nature
des ondes instables observées expérimentalement dans notre dispositif. Nous avons mis
en évidence la domination des instabilités flûtes du type Simon-Hoh dans la situation du
plasma cylindrique en champs croisés, lorsqu’une dérive électrique polöıdale substantielle
à fréquence constante est présente. Dans les conditions de notre cas expérimental stan-
dard - faible collisionnalité, champ électrique centripète, fort rapport |Er/B2| - il s’avère
que l’instabilité est étroitement contrôlée par les effets inertiels que nous avons discutés
tout au long de cet ouvrage, d’où le terme d’instabilité de Simon-Hoh inertielle (ISHI)
que nous adopté pour désigner le phénomène 42.

Confrontées à l’expérience, les caractéristiques de l’instabilité ISHI sont en accord
sur de nombreux points avec nos observations. Concernant la différence essentielle, qui
est la présence d’un mode l = 1 là où théoriquement les modes azimutaux plus élevés
sont favorisés, nous avons évoqué l’explication très plausible de l’amortissement RLF
ionique, qui tend généralement à stabiliser les ondes courtes - vérifiant kθRLi & 1 - en
nivelant les variations spatiales plus petites que le rayon de Larmor, phénomène d’une
importance indiscutable dans nos plasmas à faible champ magnétique, où le rayon de
Larmor représente une fraction non négligeable de la dimension radiale de la machine

42. on rappelle qu’il ne s’agit pas d’une découverte de notre part mais d’une clarification par rapport
au terme ambigüe d’instabilité centrifuge utilisé par d’autres auteurs[Sosenko04][Mikhailovskii83]
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(RLi/Rp ≈ 0, 2).
Ce point nous amène précisément aux limites de notre modèle fluide, basé sur deux

hypothèses majeures qui méritent d’être révisées : l’hypothèse ion froid et l’hypothèse de
diffusion radiale nulle. La prise en compte de la pression ionique et du flux radial collision-
nel nous paraissent en effet indispensables pour expliquer en particulier les phénomènes de
gyro-viscosité, de transport et la transition à la turbulence (qui apparâıt à forte pression
de neutre dans notre machine). Par ailleurs la possibilité d’étudier un profil de potentiel
cisaillé est également souhaitable, afin d’étudier la conversion de l’instabilité vers celle
de Kelvin-Helmoltz. Tous ces points nécessitent un portage numérique de notre modèle,
puisque la résolution analytique sous de telles contraintes est tout simplement impossible.

Enfin signalons que nous nous sommes cantonné dans notre travail à la théorie linéaire
de l’instabilité ISHI, qui permet de prédire l’excitation de ses modes propres dans la si-
tuation du plasma inhomogène en champs croisés. Rien n’a été dit sur l’évolution de
ces modes instables et en particulier sur le mécanisme qui conduit à leur saturation. La
théorie linéaire tombe en défaut dès lors que le niveau des fluctuations atteint l’ordre de
grandeur des paramètres macroscopiques d’équilibre et l’utilisation d’une théorie non-
linéaire est alors nécessaire pour prédire la dynamique du fluide. Nous avons la chance
dans la machine MISTRAL de pouvoir contrôler dans une certaine mesure l’apparition
et la saturation de modes instables très purs de l’instabilité ISHI par l’intermédiaire des
potentiels d’injection et de collection. Cette situation expérimentale est idéale pour s’as-
surer d’abord de la validité de notre théorie linéaire, préliminaire indispensable à toute
étude sur les instabilités, pour ensuite s’interroger sur son évolution non-linéaire.

Puisque le phénomène à l’origine de l’apparition du champ électrique radial déstabilisant
semble clairement être lié au piégeage des électrons secondaires lorsque les collecteurs
axiaux sont laissés flottants, il y a de fortes chances pour que le mécanisme de dissipa-
tion pour les ondes instables soit lié au transport transverse de cet excès de charge : on
observe en effet que les fluctuations transportent un courant électronique net mesuré sur
le cylindre entourant le plasma. Cependant il faut souligner que bien d’autres phénomènes
peuvent également jouer un rôle prédominant. Citons en particulier l’interaction entre les
fluctuations et le mouvement cyclotronique ionique qui pourrait donner lieu à un échange
d’énergie significatif entre l’instabilité et le gaz d’ion puisque certaines ondes instables
sont proches de la condition de résonance. Le traitement précis de la dynamique non-
linéaire et de l’énergétique associée à notre instabilité est certainement un travail de thèse
en soi et nécessiterait l’utilisation de compétences et de méthodes numériques complexes
qui nous font défaut. Nous nous sommes donc bornés à des raisonnements qualitatifs, qui
concordent sur plusieurs points avec les observations expérimentales détaillées plus tôt.
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Conclusion

J’ai tenté dans ce travail, avec une grande modestie et la conscience parfaite de
tout ce qu’il reste à apprendre à un esprit novice, d’apporter quelques lumières sur cer-
tains phénomènes particuliers de la physique des plasmas magnétisés. Ces résultats ne
prétendent pas à l’universalité - idée séduisante mais souvent bien vaine - tant est grande
la variété des phénomènes qui interviennent dans un milieu qui présente presque tous
les écueils qui peuvent se concevoir pour un physicien : fluide donc non-linéaire, à la
fois acteur et sujet de forces électro-magnétiques donc fortement instable, inhomogène,
anisotrope, hors-équilibre et multi-échelle donc nécessitant des modèles de grande di-
mensionnalité et présentant un comportement dispersif très complexe, faisant intervenir
une large variété de résonances. Néanmoins le sujet traité ici concerne une situation très
répandue dans les plasmas magnétisés, où des champs électriques transverses sont cou-
ramment observés, et les questions soulevées - équilibre, transport, instabilité et transition
vers la turbulence - sont de première importance pour un grand nombre de situations
physiques.

La grande idée de la mécanique et de la thermodynamique - qui est peut-être aussi
la grande idée de l’univers - est la recherche de l’équilibre, au sens de la minimisation
de l’énergie. Nul doute que dans n’importe quelle expérience de plasma - depuis nos mo-
destes travaux de laboratoire jusqu’aux fantastiques générateurs d’énergie et de matière
que sont les étoiles et les galaxies - ce principe préside à l’évolution de l’ensemble. Reste
alors à identifier par quel moyen chacun de ces plasmas parvient à dissiper les sources de
matière, de charge et d’énergie qui l’alimentent, en gardant toujours en tête qu’à l’origine
du phénomène le plus complexe qui puisse se manifester il n’y a finalement qu’un prin-
cipe de conservation qui nécessite d’être vérifié. Cette préoccupation première a guidé ce
travail, qui se concentre autant sur la présence d’une instabilité des plasmas en champs
croisés que sur l’origine et la finalité de cette instabilité en terme de bilan de charges et
de particules.

La tâche est ardue pour qui prétend confronter avec un souci de vérité la théorie encore
jeune des instabilités dans les plasmas magnétisés inhomogènes et la réalité expérimentale
qui ne révèle ses secrets qu’avec beaucoup de réticences. L’expérimentateur est toujours
en prise avec ce qu’un esprit superstitieux serait tenté d’appeler la ”méchanceté des
choses” : l’incertitude, l’erreur et les aléas du fonctionnement de ses appareils sont là
pour ruiner la moitié de son travail, et la partie qui lui reste se présente souvent nimbée
du mystère de la mesure. Un travail patient de collection, de défrichage, de confrontation
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et d’astuce l’attend qui révélera après beaucoup d’efforts quelque-chose de l’objet qu’il
observe avec tant de soin, et ce quelque-chose, s’il se présente avec une bienveillante sim-
plicité, donnera peut-être enfin à la théorie qu’il médite un semblant de vraissemblance.
L’esprit, trop humain sans doute, est souvent tenté de ne voir dans l’expérience que la
vérité qu’il y cherche, et c’est la mission la plus ardue et la plus digne d’estime de celles
du philosophe en sciences, au sens de qui aime le savoir, que de discipliner cet esprit
humain pour le forcer à la plus grande honnêteté face à son travail, parce-que ce dont
il a la charge est sans doute le bien le plus précieux et le plus commun de tous. C’est
dans cet esprit, mais aussi avec la joie et parfois l’exaltation de celui à qui il est donné
de vivre pour penser, que j’ai tenté de mener à bien la tâche dont ce manuscrit voudrait
être le compte-rendu fidèle et dont je vous livre ici les conlusions.

Ce qu’il faut retenir in fine de cet ouvrage :

Durant ce travail, nous avons étudié la situation d’un plasma magnétisé qui présente,
sous l’effet des conditions aux limites radiales et axiales qui conditionnent la collection
du courant, un champ électrique transverse à la direction de confinement. Nous avons
cherché à comprendre l’interaction complexe qui existe entre les bilans de charge et de
matière et les champs aussi bien stationnaires que variables qui se manifestent, et qui
déterminent directement la dynamique des espèces chargées. L’originalité de ce travail est
de prendre en compte les effets inertiels qui se manifestent fortement lorsqu’une colonne
de plasma entre en rotation sous l’effet d’un champ électrique radial. Il apparâıt dans
notre modèle, et l’expérience le démontre, que le gaz d’ion dérive azimutalement à une
vitesse nettement inférieure à celle de la dérive électrique classique qui caractérise le gaz
d’électrons. La théorie prévoit qu’une telle situation conduit inévitablement à l’excita-
tion d’une instabilité selon le paradigme de ”Simon-Hoh”, c’est à dire liée à une dérive
différentielle des espèces chargées dans un gradient de densité en sens opposé à celui du
gradient de potentiel. L’effet de la force de Coriolis ajouté à celui de la collisionnalité, qui
induit à la fois un freinage ionique et un amortissement, semblent donc d’après l’analyse
théorique être les facteurs clés de l’apparition de modes instables dans notre situation. La
modélisation fluide utilisée a le grand avantage de permettre une appréciation immédiate
du phénomène instable, ainsi que de prédire dans une certaine mesure ses fréquences
propres et les taux d’instabilité associés. Elle a cependant le défaut de laisser en suspens
l’amortissement des modes à grand nombre d’onde induit par l’effet cinétique de rayon
de Larmor fini des ions. Pour pallier cette insuffisance nous avons qualitativement ana-
lysé l’amortissement RLF ionique au moyen du modèle du champ effectif qui permet de
prévoir une atténuation substantielle des ondes transverses courtes compte tenu du rayon
de Larmor estimé dans la machine. Ce raisonnement permet d’expliquer la sélection du
mode polöıdal l = 1 constatée expérimentalement. Nous avons par ailleurs évoqué les
effets cinétiques liés au voisinage de la résonance cyclotron, qui peut donner lieu à une
interaction onde-particule significative. Cependant comme nous l’avons souligné, il ap-
parâıt qu’un traitement cinétique beaucoup plus complet du gaz d’ion est nécessaire pour
approfondir ces questions.
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L’expérience nous a permis de comparer les caractéristiques de l’instabilité supposée
avec celles observées dans notre plasma de laboratoire et de valider notre théorie sur de
nombreux points. La fréquence mesurée est effectivement proche de celle prévue par la
théorie pour le mode l = 1, et son augmentation est étroitement corrélée à celle du rap-
port Er/B comme prévu par l’analyse. Nous également pu mettre en relation le transport
transverse linéaire théorique - fortement influencé par les effets de polarisation ionique
- avec celui effectivement observé, qui cependant doit être étudié du point de vue non-
linéaire puisque l’état saturé des oscillations à l’ombre du limiteur présente une forte
non-linéarité comme on l’a mesuré. Enfin, sans pouvoir l’affirmer complètement, les me-
sures de LIF font soupçonner la présence d’un chauffage du fluide ionique en présence de
l’instabilité observée et une possible interaction onde particule liée aux modes résonants.
Toute ces mesures ont été réalisées en tirant profit des moyens de diagnostics pour certains
très récents disponibles sur la machine MISTRAL, qui nous permettent une connaissance
nouvelle des caractéristiques du plasma.

Au delà de la validation de nos prédictions théoriques, ce travail a été l’occasion
d’observer et de caractériser l’évolution d’un mode instable vers un état de turbulence
faible associé à une transition depuis un mode de transport régulier vers une situation
de turbulence électrostatique. Le passage par un état intermittent n’est pas sans rap-
peler les phénomènes observés à l’interface entre le plasma central et la SOL dans une
machine de fusion. Sans prétendre aucunement proposer une expérience test pour ce
type de phénomènes nous pensons qu’une étude plus poussée sur le réarrangement de
notre plasma lors d’une transition du mécanisme de transport transverse pourrait ap-
porter quelques éclairages sur la physique de l’intermittence et permettre de confronter
à l’expérience certains modèles de dynamiques non-linéaires.

Pour finir cette étude a permis de mettre en lumière l’importance fondamentale des
effets inertiels, jusqu’ici très souvent ignorés, dans les plasmas magnétisés en rotation
sous l’effet d’un champ électrique transverse et de proposer l’instabilité ISHI comme
possible candidate pour expliquer un certain nombre d’observations témoignant de la
présence de fluctuations basses fréquences dans des plasmas de laboratoire en champs
croisés. L’identification, dans de très nombreuses situations expérimentales, de champs
électriques transverses localisés nous convainc de l’importance et de la pertinence d’une
telle étude. Par ailleurs nous avons souhaité souligner le rôle primordial du bilan de
charges et des conditions de collection dans l’apparition et l’évolution de modes instables
et du transport transverse associé.

Puisqu’une fin n’est jamais que le début d’une nouvelle chose :

Une première question, qui à mon avis réclame une attention particulière dans le
prolongement de ce travail est celle du traitement cinétique du fluide ionique. A des
fréquences (comptées dans le référentiel du fluide tournant) proches de la fréquence cy-
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clotronique et avec un rayon de Larmor ionique qui représente une fraction significa-
tive des longueurs d’ondes observées il est évident que les effets cinétiques interviennent
en plein dans la dynamique des ions. Nous aurions souhaité utiliser une modélisation
cinétique pour la description de notre plasma mais malheureusement l’étude analytique
de tels systèmes dans toute leur complexité est impossible sans consentir à de drama-
tiques approximations et il s’est avéré qu’un traitement numérique était indispensable
à sa réalisation. Devant la diffuculté d’adapter les codes cinétiques actuels à nos condi-
tions nous avons opté pour l’utilisation d’un code particulaire qui s’est révélé inapte à
modéliser nos phénomènes qui réclament la prise en compte simultanée des dynamiques
ioniques et électroniques dont les échelles temporelles sont trop différentes pour aboutir
à un résultat avant la divergence numérique du code. La mise au point d’un traitement
numérique mixte - cinétique pour les ions et fluide pour les électrons - me parâıt re-
commandable pour étudier de tels systèmes. Ce travail présente certainement un grand
intérêt, qui va bien au-delà de l’étude du plasma de MISTRAL, puisqu’il concerne de
façon plus générale la physique des plasmas faiblement magnétisés dont font partie un
grand nombre des plasmas athmosphériques et spatiaux. Cependant comme nous l’avons
souligné, il y a fort à parier qu’une telle modélisation prenne très longtemps à voir le
jour, tant les difficultés sont déjà grandes à aborder ces questions cinétiques ne serait-ce
qu’asymptotiquement 43. Il nous semble donc plus sage d’envisager un portage numérique
de notre modèle fluide qui permettrait de prendre en compte trois données essentielles :
la température finie, la gyroviscosité et la diffusion radiale ioniques.

Une autre question ouverte est celle de la description non-linéaire du plasma instable.
Notre modèle théorique s’arrête à l’aspect linéaire de l’instabilité et nous avons dû nous
limiter à la caractérisation expérimentale ainsi qu’à quelques considérations théoriques
sur l’état non-linéaire saturé. Le modèle analytique exposé dans cette thèse ainsi que
la situation expérimentale se prêtent idéalement à une étude non-linéaire du plasma
en champs croisés qui n’a pas pu être poussée plus avant faute de temps et de moyens
numériques. Nous formons le souhait qu’une telle étude soit menée dans un avenir proche
afin de clarifier sur certains points la question du transport transverse dans les plasmas
magnétisés.

Pour finir l’étude de l’intermittence lors de la transition entre transport convectif
et turbulence n’a pu être qu’amorcée à la fin de cette thèse et n’a pas abouti pour
l’instant à des résultats concluants. Mais les longues séries temporelles que nous avons
enregistré dans les situations de transition, pour peu qu’on veuille bien mener à terme
leur étude statistique qui n’a été jusqu’ici qu’ébauchée, pourraient révéler des propriétés
importantes du mécanisme de dynamique non-linéaire à l’origine de la réorganisation du
transport dans le plasma magnétisé lorsque le champ électrique radial moyen s’annule.
Cette expérience a l’avantage d’être bien diagnostiquée, aisément reproductible et de

43. à l’heure d’aujourd’hui seuls les codes Vlasov et gyro-cinétiques permettent d’avancer vers une
compréhension plus nette des phénomènes cinétiques dans les plasmas inhomogènes, mais au prix d’hy-
pothèses qui les rendre impropres à modéliser la situation de la plupart des expériences à bas champ
magnétique
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fournir une grande quantité d’événements intermittents à l’analyste, situation rêvée pour
qui est en quête du mystère des choses. Et ceci sera le mot de la fin.
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Annexe A

Fréquences de collision dans l’argon

A.1 Collisions coulombiennes :

Les fréquences de collisions coulombiennes dans le plasma sont estimées à partir des
formules données par [Goldston95] d’après l’analyse de Spitzer[Spitzer60]. Nous avons
donc, pour des ions mono-chargés vérifiant Ti < Te :

νee ' νei '
21/2

12π3/2ε20
ne e

4 m−1/2
e (kBTe)

3/2 lnΛe

νii '
21/2

12π3/2ε20
ne e

4 m
−1/2
i (kBTi)

3/2 lnΛi

νie '
me

mi

νei

où le logarithme coulombien lnΛ est déterminé par la formule :

lnΛ ' ln

(
λD
r0

)
avec : λD =

√
ε0kB(Ti + Te)

nee2
la longueur de Debye

et : r0 =
e2

4πε0mv2
th

le paramètre d’impact

Les différentes fréquences de collisions pour nos paramètres (Ti ∼ 0, 1eV et Te ' 3eV )
sont tracées sur la figure A.1 dans la gamme des densités électroniques des expériences
réalisées dur MISTRAL. Pour ne = 1015m−3, notre densité de référence, nous avons donc :

νee ' νei ' 700Hz

νii ' 3, 5kHz νie ' 10−2Hz

Signalons que les fréquences estimées par ces formules ne donnent qu’un ordre de
grandeur des fréquences de collisions réelles entre espèces chargées, dont le calcul, en
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Figure A.1 – Valeur estimée des fréquences des collisions coulombiennes (en Hz) dans nos gammes de
densité électronique. a) collisions A+

r sur A+
r . b) collisions A+

r sur e. c) collisions e sur
A+
r et e sur e.(sources : [Goldston95][Spitzer60]).

particulier lorsque les champs moyens sont significatifs, est infiniment plus complexe.

A.2 Collisions avec les neutres :

Nous donnons ici les fréquences de collisions avec les neutres, pour les espèces se-
condaires (issues de l’ionisation). Sur la figure A.2 sont données les sections efficaces et
fréquences associées pour les collisions électron-neutre (source : [Bartos07]) et sur la fi-
gure A.3 celles des collisions ion-neutre source : [Phelps94] [Maiorov07]), calculées avec
les températures estimées des deux espèces : Te ' 3eV et Ti ∼ 0, 1eV . On voit en particu-
lier que la fréquence de collision électronique dominante est due aux collisions élastiques
avec les atomes neutres : l’ionisation et l’excitation sont négligeables à leur température.

A notre pression de référence P0 = 1, 5.10−4 mbar nous avons donc :

νen ' 50kHz

νin ' 3kHz

les collisions avec les neutres dominent donc largement les collisions coulombiennes.
Concernant la fréquence de collision électronique, on constate que son ordre de gran-
deur est bien inférieur à celui de la fréquence cycloton électronique (420 MHz à B=150
Gauss). Pour les ions on a des fréquences inférieures à la fréquence cyclotron ionique (5,8
kHz à B=150 Gauss) mais du même ordre de grandeur. Cependant le facteur pertinent
pour quantifier les collisions ioniques étant le rapport νin = νin/ωci, on constate que
l’effet des collisions ioniques est relativement négligeable dans nos conditions standards
(P0 = 1, 5.10−4 mbar et B = 150G) puisque νin ' 0, 1. Il peut devenir par contre signifi-
catif à autre pression et bas champ magnétique.
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A.3. COLLISIONS IONISANTES POUR LES ÉLECTRONS PRIMAIRES :

Figure A.2 – Sections efficaces différentielles totales (en m2) et fréquences de collision (en Hz) pour
les collisions électrons-argon neutre. a) collisions élastiques e+Ar → e+Ar. b) collisions
excitantes e + Ar → e + Ar∗. c) collisions ionisantes e + Ar → Ar+ + 2e. (source :
[Bartos07]). Électrons secondaires, Te = 3eV .

Figure A.3 – Section efficace différentielle totale (en m2) et fréquence de collision (en Hz) pour les
collisions ions argon-argon neutre : Ar+ +Ar → Ar+ +Ar. Collisions classiques (source :
[Phelps94]) et collisions avec échange de charge (source [Maiorov07]). Ti = 0, 1eV .

A.3 Collisions ionisantes pour les électrons

primaires :

L’ionisation du plasma d’argon dans la machine est produit par un faisceau d’électrons
énergétiques (dits primaires), de faible densité mais haute énergie : typiquement Tep ≈
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16eV . La figure A.4 donnent leur fréquence de collision ionisante dans l’argon. On obtient :

νion ' 50kHz

à P0 = 1, 5.10−4 mbar, ce qui est largement supérieur à la fréquence d’ionisation des
électrons secondaires (' 2Hz, voir figure A.2-b). Cette différence est due tout simplement
au fait qu’en dessous du premier potentiel d’ionisation de l’argon (EAr

ion = 15, 8eV ) aucune
ionisation n’est possible.

Figure A.4 – Section efficaces différentielle totale (en m2) et fréquence de collisions ionisantes (en Hz)
pour les collisions électrons primaires-argon neutre : ep + Ar → Ar+ + e + ep (source :
[Bartos07]). Tep = 16eV .

A.4 Recombinaison des espèces du plasma :

La valeur des fréquences de recombinaison pour les deux espèces (ions et électrons
secondaires) peut être estimée à l’aide des formules données par [NRL04], on a dans nos
conditions :

recombinaisons radiatives : νrrad ' 1, 5.10−19ne

recombinaisons à 3 corps : νr3c ' 1, 7.10−41n2
e

Pour des densités électroniques de l’ordre de 1015 m−3 ces processus sont donc totalement
négligeables devant les autres processus collisionnels.

Remarquons que dans l’équation de conservation de la masse :

~∇.(ne~V ) = Sion − P

le terme perte pour les ions et les électrons secondaires P = neνrec est insignifiant devant
le terme source dû à l’ionisation du gaz neutre par les électrons primaires qui est de
l’ordre de 1018 m−3s−1 1. Il est donc légitime d’ignorer les processus de recombinaison

1. sachant qu’on estime la densité de primaire à quelques % de la densité de secondaires, d’après les
mesures de sonde et de spectroscopie
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A.4. RECOMBINAISON DES ESPÈCES DU PLASMA :

dans tout ce mémoire : l’équation de conservation du plasma à l’équilibre peut ainsi se
simplifier pour donner :

~∇.(n~V ) = Sion = nepνion

la densité du plasma est donc uniquement fixée par l’équilibre transport/ionisation.
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Annexe B

Compléments sur le modèle à 1
fluide

Commençons par définir les hypothèses essentielles permettant de simplifier les équations
de conservation du modèle à deux fluides, pour aboutir aux relations B.1, B.2, B.3 et
B.4 :

1. l’hypothèse du plasma quasi-neutre (hypothèse valable à l’échelle macroscopique
L∇ >> λD

1 et à basse fréquence ω << ωpe). Le principe d’électro-neutralité se
traduit par l’égalité ρt = 0 soit ne + nep = ni pour un plasma qui contient une
densité nep d’électrons primaires. On peut toutefois la simplifier en ne ' ni si on
considère que nep/ne << 1 (de l’ordre de 1% dans nos conditions, voir section 5.1).

2. l’hypothèse de pression scalaire :
~~Pα = Pα,‖~e‖ + Pα,⊥~e⊥ qui consiste à négliger les

effets visqueux. On remplace donc le tenseur de pression par la pression scalaire
P = Pe + Pi.

3. l’hypothèse d’ions froids 2 : Ti << Te justifiée dans un plasma faiblement ionisé qui
n’atteint jamais l’équilibre thermodynamique global, on a alors : P ' Pe.

4. l’hypothèse de collisions dominantes avec les neutres statiques 3

5. l’hypothèse de dynamique ionique dominante qui se traduit par : (me/mi)~Ve << ~Vi,
valable si la vitesse macroscopique du gaz d’électrons n’excède pas de 4 ordres de
grandeur celle des ions. On a alors ~V ' ~Vi : la vitesse du fluide est celle du gaz d’ion
tandis que la vitesse électronique n’intervient que par l’intermédiaire du courant
puisqu’on a : ~Ve = ~Vi −~j/ene.

1. et L∇ >> RLe dans la direction transverse
2. cette hypothèse n’est pas indispensable, elle n’est par exemple pas adoptée pour l’étude des plasmas

à l’équilibre thermodynamique
3. cette hypothèse n’est pas non plus indispensable, et n’est justifiée que dans un plasma faiblement

ionisé à relativement basse densité électronique, ce qui est notre cas expérimental

225



ANNEXE B. COMPLÉMENTS SUR LE MODÈLE À 1 FLUIDE

Sous ces hypothèses la combinaison des équations de conservation de la densité et de
la quantité de mouvement pour les ions et les électrons 3.25 et 3.26 nous donne alors :

∂tρm + ~∇(ρm~V ) = miSion (B.1)

~∇~j = 0 (B.2)

ρm(∂t + ~V .~∇)~V = ~j × ~B − ~∇P − ρmνin~V (B.3)

(∂t + ~V .~∇)~j +~j.~∇~V − 1

nee
~j.~∇~j − ~Ve.

~∇ne
ne

~j =
nee

2

me

( ~E + ~V × ~B)

− e

me

~j × ~B +
e

me

~∇P − νen~j + ene(νen − νin)~V (B.4)

Tout l’objet de la modélisation à un fluide est de ramener l’équation de conservation
B.4 à la loi d’Ohm B.5 pour les fluides chargés :

~E + ~V × ~B = η~j +
mi

eρm
(~j × ~B − ~∇P ) (B.5)

où η = meνen/nee
2 est la résistivité du fluide, liée à la mobilité des électrons (qui sont

les porteurs de charge dominants dans le milieu).

Les termes correctifs de la loi d’Ohm simple ~E + ~V × ~B = η~j sont liés à l’effet Hall 4

pour le terme en ~j × ~B et à la dérive diamagnétique électronique pour le terme en ~∇P
qui traduit l’existence d’un courant dû à l’inhomogénéité des trajectoires cyclotroniques
dans un gradient de pression (voir section 3.4.1). Dans la loi d’Ohm l’ordre de grandeur
de la vitesse fluide est celui de la vitesse de dérive électrique VE ∼ E/B et les corrections
à cette vitesse sont de l’ordre de : Vη ∼ ηj/B, VH ∼ (1/ene)j et V ∗e ∼ (1/eneB)∇Pe.

B.1 Magnéto-hydrodynamique (MHD) vs

Dynamique de Dérive (DD)

A ce stade il convient de faire intervenir le principe d’échelle pour les phénomènes
étudiés. En effet selon l’ordre de grandeur de la vitesse fluide, qui est celui de la vi-
tesse de dérive électrique comme on vient de le voir, les équations de la modélisation
à un fluide peuvent décrire deux types de dynamiques aux échelles très différentes : la
magnéto-hydrodynamique (MHD) quand VE ∼ vth,e

5 et la dynamique de dérive (DD)
quand VE << vth,e.

Dans le principe d’échelle de la MHD, compte tenu du fait que∇φ/L∇B ∼ (rL,e/L∇)vth,e
- et puisque rL,e/L∇ << 1 - le champ électrique doit nécessairement être de nature
électromagnétique pour donner un flux VE de l’ordre de la vitesse thermique électronique.

4. mis en évidence expérimentalement par Edwin Hall (1855-1938) en 1878 pendant sa thèse de
doctorat à Harvard qui observa l’apparition d’une tension VH = IB/need dans la direction transverse à
celle du passage d’un courant I dans un conducteur placé dans un champ magnétique B perpendiculaire
à sa surface.

5. A ce propos Hazeltine et Meiss ont publié dans [Hazeltine92] : ”MHD is a model for magnetized
plasma dynamics that is based on a single idea : the allowance for large perpendicular electric fields”.
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Cette modèlisation est donc réservée à l’étude des plasmas à forts β où de larges courants
sont susceptibles de se développer pour provoquer les phénomènes rapides et violents qui
sont l’objet de la théorie MHD.

La dynamique de dérive permet quand à elle de modèliser des phènomènes dont
l’échelle de temps est compatible avec l’approximation basse-fréquence et qui sont par
conséquent descriptibles par un modèle électrostatique. Compte-tenu de la mâıtrise de
l’activité MHD dans les machines de confinement actuelles, ce sont ces phénomènes qui
occupent particulièrement la communauté des plasmas chauds dans la perspective d’un
confinement accru.

B.2 Loi d’Ohm dans le modèle DD

Pour utiliser l’équation B.5 il faut se placer dans une situation expérimentale où les
termes additionnels de l’équation B.4 que l’on va noter :

Dt
~j = (∂t + ~V .~∇)~j +~j.~∇~V − 1

nee
~j.~∇~j − ~Ve.

~∇ne
ne

~j

~δe/i = ene(νen − νin)~V

sont négligeables devant les termes de la loi d’Ohm.

On va d’abord s’assurer que les variations spatio-temporelles Dt du courant soient
faibles et donc se limiter aux conditions suivantes :

– Vitesses fluides ioniques et électroniques négligeables devant la vitesse thermique
électronique 6 pour satisfaire à Dt

~j << (nee
2/me)( ~E + ~V × ~B).

– fréquence faible devant la fréquence cyclotronique électronique ωce
7 pour satisfaire

à ∂t~j << (e/me)~j × ~B, (e/me)~∇P .
– Longueurs de gradients grandes devant le rayon de Larmor électronique RLe

8 pour
satisfaire à (Dt − ∂t)~j << (e/me)~j × ~B, (e/me)~∇P .

Considérons maintenant le terme ~δe/i : on a ~δe/i ∼ eneνen~V puisque νen >> νin. Ce

terme est négligeable par rapport à (e/me)~j × ~B, (e/me)~∇P si νen << ωce, par contre il
est comparable à νen~j et il faut donc le conserver dans la direction parallèle.

La loi d’Ohm qui caractérise dans la description à un fluide un plasma faiblement
ionisé où les collisions se font majoritairement avec les atomes neutres s’écrit donc :

~E⊥ + ~V⊥ × ~B =
mi

eρm
(~j⊥ × ~B − ~∇⊥P )

E‖ = ηj‖ −
mi

eρm
∂‖P +

me

e
νenV‖

6. de l’ordre de 108 m/s dans nos conditions
7. évaluée à 108 Hz dans nos conditions
8. dans nos conditions RLe ∼ 0.4 mm
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Annexe C

Fonctions propres radiales et
fonctions de Kummer

Profil de densité Gaussien

Reprenons l’expression 7.22 de l’opérateur radial (∆r +Kn∂r) donnée dans la section
7.1.3 et, partant de là, réécrivons l’équation aux valeurs propres 7.20 pour les oscillations
du plasma sous la forme :

(∆r +Kn∂r − λ(ω, l, k‖))φ̃ =

(
∂2
r +

(
1

r
− 2r

L
2

n

)
∂r −

l2

r2
− λ(ω, l, k‖)

)
φ̃ = 0 (C.1)

où λ représente les contributions axiales et azimutales de l’équation de dispersion :

λ(ω, l, k‖) =

(
−R lΩ

∗
e

ω̃
− (R2 − ω̃2)

k
2

‖

ω̃2
+ (R2 − ω̃2)

ω̃ − iνin
ω̃

χ̃e

)
(C.2)

Le problème se présente alors sous la forme d’une équation aux dérivées partielles en

r. Si on pose z = r2/L
2

n C.1 s’écrit :(
z∂2

z + (1− z)∂z −
l2

4z
− λL

2

n

4

)
φ̃ = 0 (C.3)

On démontre alors facilement que φ̃ est solution de C.3 si et seulement si φ̃′ = r−|l|φ̃ =

L
−|l|
n z−|l|/2φ̃ est solution de :(

z∂2
z + (|l|+ 1− z)∂z −

L
2

nλ− 2|l|
4

)
φ̃′ = 0 (C.4)

L’équation C.4 est une équation de Kummer et admet seulement 2 classes de solutions
linéairement indépendantes :

équation de Kummer :(z∂2
z + (b− z)∂z − a)f(z) = 0 (C.5)

⇔ f(z) = αM(a, b, z) + βU(a, b, z) (C.6)

229



ANNEXE C. FONCTIONS PROPRES RADIALES ET FONCTIONS DE KUMMER

la fonction M(a, b, z) est appellée fonction de Kummer de première espèce et fait partie
des fonctions hypergéométriques confluentes : M(a, b, z) =1 F1(a, b, z). Elle est définie
entre autres par la série hypergéométrique 1F1(a, b, z) =

∑∞
k=0[(a)n/(b)n]zn/n! 1. La

fonction U(a, b, z) est appelée fonction de Kummer de deuxième espèce et se déduit
de M(a, b, z) par :

U(a, b, z) =
Γ(1− b)

Γ(a− b+ 1)
M(a, b, z) +

Γ(b− 1)

Γ(a)
z1−bM(a− b+ 1, 2− b, z) (C.7)

En identifiant C.4 et C.5 on obtient l’ensemble des solutions pour C.1 :

φ̃ω,l,k‖(r) = αr|l|M

(
L

2

nλ− 2|l|
4

, |l|+ 1,
r2

L
2

n

)
+ βr|l|U

(
L

2

nλ− 2|l|
4

, |l|+ 1,
r2

L
2

n

)
(C.8)

Si on prend maintenant en compte les conditions aux limites radiales, on s’aperçoit
que la fonction φ̃ω,l,k‖(r) doit satisfaire à :

φ̃ω,l,k‖(0) = 0 et φ̃ω,l,k‖(Rp) = 0

avec Rp le rayon normalisé de la colonne de plasma. La condition d’annulation en 0 est
assurée pour r|l|M(r) mais pas pour r|l|U(r) qui diverge, on a donc : β = 0. Penchons-
nous sur la C.L en r = Rp en remarquant d’abord que ce choix n’est pas trivial : en toute
rigueur il faudrait écrire : φ̃ω,l,k‖(Rp) = ZgaineĨr avec Zgaine l’impédance complexe de la

gaine périphérique et Ĩr le courant fluctuant. Le choix que nous faisons revient donc à
prendre Zgaine = 0 autrement dit à considérer que la gaine a un potentiel uniquement
statique, ce qui n’est pas très réaliste physiquement. Cependant, vu la complexité d’une
modélisation exacte de la gaine transverse, nous devrons nous contenter de cette approxi-
mation qui ne prend pas en compte la dynamique de la gaine périphérique. L’annulation
du potentiel en r = Rp impose :

M

(
L

2

nλ− 2|l|
4

, |l|+ 1,
R

2

p

L
2

n

)
= 0 soit :

L
2

nλ− 2|l|
4

= al,n , n ≥ 0 (C.9)

où al,n est la (n+1)ème racine de M

(
al,n, |l|+ 1,

R
2

p

L
2

n

)
= 0 (C.10)

d’où : λ = λl,n =
4

L
2

n

(
al,n −

|l|
2

)
(C.11)

Autrement dit de la même façon que dans la direction azimutale le nombre d’onde radial
est quantifié, et l’équation de dispersion n’admet qu’une classe de solution radiale qui
s’écrit :

φ̃ω,n,l,k‖(r) ∝ r|l|M

(
al,n, |l|+ 1,

r2

L
2

n

)
(C.12)

1. avec (a)n le factoriel croissant : (a)n = a(a+ 1)...(a+ n− 1)
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L’équation de dispersion associée au mode radial d’index n s’écrit :

λl,n =
4

L
2

n

(
al,n −

|l|
2

)
= λ(ω, l, k‖) (C.13)

et les solutions ω(n, l, k‖) de cette équation déterminent les fréquences propres et les taux

de croissance des différents modes (n, l, k‖). Pour conclure, signalons d’abord les identités
suivantes :

al,n = a−l,n et donc : λl,n = λ−l,n et ω(l, n, k‖) = ω(−l, n, k‖)
φ̃ω,l,k‖ = φ̃ω,−l,k‖

Ecrivons enfin la décomposition complète des fluctuations :

δφ =
∑

ω(l,n,k‖)

∑
k‖∈R

∑
l∈Z

∑
n∈R+

αω,l,n,k‖r
|l|M

(
al,n, |l|+ 1,

r2

L
2

n

)
eilθ+ik‖z−iωt (C.14)
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Annexe D

Instabilité d’onde de dérive
”classique”, compléments

Nous reprenons l’analyse des ondes de dérive collisionnelles pour le cas des électrons

quasi-adiabatiques - c’est à dire en supposant δe = 1/k
2

‖De << 1 - ébauchée dans la sec-
tion 7.3.1. Pour obtenir les expressions analytiques des fréquences et taux de croissance
nous nous plaçons dans l’approximation d’onde de dérive ω̃ << 1, ce qui suppose un
champ magnétique relativement fort.

D.1 ondes DW à champ électrique et courant nuls :

Dans un premier temps on néglige les collisions ioniques, le champ électrique radial
d’équilibre et le courant parallèle : νin ≈ 0, j‖ ≈ 0, ΩE ≈ 0 et donc R ≈ 1. La relation de
dispersion dans l’approximation d’onde de dérive nous donne alors l’équation cubique :

iδeω̃
3 + [1 + k

2

‖ + lΩ
∗
eλ
∗
ln − iδelΩ

∗
eω̃

2 − lΩ∗eω̃ − k
2

‖ = 0 (D.1)

où la fréquence complexe s’écrit : ω̃ = ω̃r + iδω̃i, avec δω̃i << ω̃r. On obtient à l’ordre 0
l’équation sur les fréquences réelles :

(1 + k
2

‖ + lΩ
∗
eλ
∗
ln)ω̃2

r − lΩ
∗
eω̃r − k

2

‖ = 0 (D.2)

qui a pour solutions :

ω̃r+ =
lΩ
∗
e

2(1 + k
2

‖ + lΩ
∗
eλ
∗
ln)

(1 +
√

1 + 4ε) > 0

ω̃r− =
lΩ
∗
e

2(1 + k
2

‖ + lΩ
∗
eλ
∗
ln)

(1−
√

1 + 4ε) < 0

avec ε =
k

2

‖(1 + k
2

‖ + lΩ
∗
eλ
∗
ln)

l2Ω
∗2
e

> 0
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et à l’ordre 1 la relation entre le taux de croissance et la fréquence réelle :

δω̃i =
ω̃r − lΩ

∗
e

lΩ
∗
e − 2(1 + k

2

‖ + lΩ
∗
eλ
∗
ln)ω̃r

δeω̃
2
r

= ∓ ω̃r± − lΩ
∗
e√

1 + 4ε
δeω̃

2
r±

Le taux de croissance pour ω̃r− est toujours négatif puisque ω̃r− < 0 . La solution
ω̃r+ est par contre potentiellement instable, à la condition que ω̃r+ < lΩ

∗
e. Comme on le

voit sur la figure D.1 cette condition correspond à k‖ < k‖max(l, n). Le taux de croissance

est maximum pour k‖ → 0 1 : si on considère la longueur d’onde la plus longue dans un
plasma de longueur Lp

2, on obtient le nombre d’onde parallèle minimal k‖ ≈ k∗‖ = 2π/Lp.

Avec une machine suffisamment longue - vérifiant Lp >> 2πcsi/ωci
3 - nous avons k

∗
‖ << 1

et l’expression de la fréquence et du taux de croissance se simplifient pour donner :

ω̃r ≈
lΩ
∗
e

1 + lΩ
∗
eλ
∗
ln

(D.3)

δω̃i ≈
λ∗ln

(1 + lΩ
∗
eλ
∗
ln)3

l4Ω
∗4
e

k
2

‖De

(D.4)

nous voyons en particulier que l’approximation d’onde de dérive suppose Ω
∗
e << 1, c’est à

dire une vitesse de dérive diamagnétique électronique faible devant la fréquence cyclotron
ionique.

Dans la limite fort champ magnétique les expressions D.3 et D.4 donnent le résultat
classique pour les ondes de dérive collisionnelles :

ω̃r ≈ lΩ
∗
e (D.5)

δω̃i = δωi0 ≈ λ∗ln
l4Ω

∗4
e

k
2

‖De

(D.6)

l’instabilité est donc très faiblement instable : δω̃i << ω̃r pour des électrons quasi-
adiabatiques dans l’approximation d’onde de dérive.

1. attention, il faut quand même que k‖ >> D
−1/2

e sinon l’hypothèse des électrons quasi-adiabatiques
n’est plus justifiée, et l’équation de dispersion se complique

2. voir section 7.1.4 pour une discussion sur la sélection des modes dans les plasmas périodiques et
finis

3. dans notre situation expérimentale Lp = 1, 2m et 2πcsi/ωci ≈ 0, 5m à 150G, dans
MIRABELLE[Gravier04] par contre, où sont effectivement observées des ondes de dérive à champ
magnétique élevé, on a Lp ≈ 2m et 2πcsi/ωci ≈ 0, 05m à 1000G
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Figure D.1 – Instabilité CDWI : Courbes de dispersion à n = 0 (mode radial fondamental) dans
l’approximation d’onde de dérive ω̃ << 1 pour les premiers nombres d’ondes polöıdaux
l = 1, 2, 3. Plasma confiné (Ln/Rp = 0, 45), fort champ magnétique (B = 0, 1T ), champ
électrique radial et courant axial nuls. Fréquence diamagnétique électronique Ω

∗
e = 0, 12.

D.2 Influence des paramètres du plasma sur

l’instabilité CDWI :

Pour revenir sur les différents phénomènes que nous avons négligé pour établir la rela-
tion D.1, nous nous fondons sur l’analyse publiée par Sosenko [Sosenko04]. Le paramètre
le plus important dans la suite est la valeur du coefficient de Coriolis R : on rappelle qu’il
vaut 1 en l’absence de rotation, et qu’il est croissant et compris entre 1 et +∞ lorsque
le champ électrique centripète crôıt (situation du plasma de MISTRAL).

Influence du champ électrique radial :

En présence d’une rotation du fluide d’ion R 6= 1 la fréquence instable est décalée et
affectée d’un facteur lié à la rotation :

ωr ≈ lΩ
∗
e

R

R2 + lΩ
∗
eλ
∗
ln

+ lΩzi

On constate qu’à fort champ magnétique ωr −→ lΩ
∗
e/R + lΩzi , c’est à dire la vitesse

diamagnétique calculée avec le champ magnétique effectif B′ = RB, décalée par l’effet
Doppler dû à la dérive électrique. La fréquence de l’onde dans le repère des ions en
rotation décrôıt alors proportionnellement à R : cela donne lieu à un freinage lorsque le
champ électrique centripète crôıt A faible champ magnétique par contre le terme Ω

∗
eλ
∗
ln

devient significatif et la fréquence peut crôıtre avec R, mais les fréquences dans ce cas
deviennent rapidement comparables à ωci et on s’éloigne de l’approximation d’onde de
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dérive.
Le taux de croissance est quant à lui égal à la somme de deux termes :

δωi ≈ δωi,R1 + δωi,R2 avec : (D.7)

δωi,R1 = δωi,0
R2(1 + lΩ

∗
eλ
∗
ln)3

(R2 + lΩ
∗
eλ
∗
ln)3

δωi,R2 = δωi,0
R(R− 1)

lΩ
∗
eλ
∗
ln

(1 + lΩ
∗
eλ
∗
ln)3

R2 + lΩ
∗
eλ
∗
ln

(
1 +

R− 1

4Ω
∗
e

)
le premier est le terme calculé dans le cas sans rotation multiplié par un facteur lié à
R qui induit une dépendance en 1/R4 à fort champ magnétique ( ce terme est alors
fortement amorti à champ électrique centripète croissant) et une dépendance en R2 à
champ magnétique faible (attention encore, l’approximation d’onde de dérive tombe vite
alors en défaut). Le second terme est plus complexe mais on peut globalement prévoir qu’il
tend à être déstabilisant à fort champ magnétique et à dominer rapidement le premier
terme.

Influence du courant axial :

L’existence de flux parallèles V ‖e
4 et V ‖i à l’équilibre ajoute un décalage sur la

fréquence :

ωr ≈ lΩ
∗
e

R

R2 + lΩ
∗
eλ
∗
ln

+ lΩzi + k‖V ‖i

et un terme δωi,V e dans le taux de croissance qui peut être stabilisant ou déstabilisant
selon la direction du flux 5 :

δωi,V e =
V ‖e

De

lΩ
∗
e

R3

(R2 + lΩ
∗
eλ
∗
ln)2

(D.8)

cet effet est donc stabilisant si le flux est selon −z et déstabilisant dans le cas contraire (ce
peut être le cas en particulier dans la situation où on augmente le potentiel de collection).
A fort champ magnétique le terme est proportionnel à 1/R (sinon à R3) et il est donc
décroissant à champ centripète croissant et au contraire augmente très vite avec le champ
électrique à champ magnétique faible. Il y a toutes les chances pour qu’il domine les autres
termes si V ‖e >> Ω

∗
e.

Influence des collisions ioniques :

Pour finir et sans surprise on observe que les collisions ioniques ont un effet stabilisant
sur l’instabilité CDW, particulièrement à faible champ magnétique, puisque le terme

4. attention, on parle ici d’un flux d’électrons secondaires, puisque dans tous les cas la contribution
des électrons primaires est négligeable à cause de leur faible densité

5. cette anisotropie est causée par la direction du gradient radial de densité puisque c’est le produit
V ‖eΩ

∗
e qui détermine si le flux est stabilisant ou non
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collisionnel dans le taux de croissance s’écrit :

δωi,in = −lΩ∗eλ∗ln
νin

(R2 + lΩ
∗
eλ
∗
ln)

(D.9)

Ce facteur est en 1/R2 à fort champ magnétique : il sera donc d’autant plus stabilisant
que le champ électrique centrifuge est faible. A faible champ magnétique il ne dépend
pas de R.

En guise de bilan nous voyons que l’effet de la rotation et du flux axial électronique
peut modifier considérablement la relation de dispersion des ondes de dérive et être
à l’origine de l’apparition d’ondes de dérive instables, qui dominent généralement les
instabilités ”flûtes” à fort champ magnétique [Gravier04] dans nos dispositifs. Pour ana-
lyser plus finement ces effets, en particulier dans la situation du plasma à faible champ
magnétique produit dans le dispositif MISTRAL, il convient de résoudre l’équation de
dispersion générale 7.46, ce qui est l’objet de la section 7.3.2 du chapitre 7.
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[Maget98] P. Maget, ”Injection de glaçons et confinement dans le tokamak Tore-Supra”,
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[Ritz89] C.P. Ritz, R .V. Bravenec and al , ”Fluctuation-Induced Energy Flux in the
Tokamak Edge”, Physical Review Letters, 62 1844 (1989).

[Roubin08] P. Roubin, ”Fusion magnétique et interactions plasma-paroi”, présentation
orale SFP - division plasma - 19-21 mai (2008).

[Sakawa93] Y. Sakawa, C. Joshi, P.K. Kaw, F.F. Chen, and V.K. Jain, ”Excitation of
the Modified Simon-Hoh Instability in an Electron Beam Produced Plasma”, Phys.
Fluids B 5, 1681 (1993).

[Sarazin97] Y. Sarazin, ”Etude de la trubulence de bord dans les plasmas de Tokamak”,
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1.7 Schéma synoptique du dispositif MISTRAL . . . . . . . . . . . . . . . . 14
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7.6 Taux de croissance et fréquences ISHI . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 191
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7.15 Fréquences décalées ISHI, collisions rares . . . . . . . . . . . . . . . . . . 207
7.16 Flux et courant radiaux, mode ISHI l = 1 . . . . . . . . . . . . . . . . . 210

A.1 Fréquences de collisions coulombiennes . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 220
A.2 Sections efficaces et fréquences de collision e - Ar . . . . . . . . . . . . . 221
A.3 Section efficace et fréquence de collision Ar+ - Ar . . . . . . . . . . . . . 221
A.4 Sections efficaces et fréquences de collisions ionisantes pour les primaires 222

D.1 Courbes de dispersion CDWI - approximation d’onde de dérive . . . . . . 235
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