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Introduction

La technologie laser permet depuis les années 80 de générer des impulsions de lumiére
cohérente qualifiées d’ultrabréves, avec des durées dans la gamme femtoseconde [1fs =
107'°s]. En outre, grace a la technique d’amplification par dérive de fréquence [CPA],
développée par Strickland et Mourou dés 1985 [1], ces impulsions peuvent aujourd’hui
étre obtenues avec des énergies relativement élevées. Ainsi, on sait actuellement obtenir
des durées de quelques fs seulement, avec des énergies allant jusqu’a quelques m.J, et des
énergies dans la gamme du kJ pour des durées de plusieurs centaines de fs. Ces sources
laser ultrabréves présentent deux intéréts majeurs.

D’une part, leur faible durée permet d’obtenir des puissances laser extrémement éle-
vées, avec des énergies par impulsion modestes. Si 'on concentre par exemple quelques
joules d’énergie sur une durée d’une dizaine de femtosecondes, on obtient une puissance
créte de 'ordre 1007W, du méme ordre que la puissance créte du futur laser mégajoule.
Pour prendre une comparaison liée a la vie courante, la puissance développée par une
tranche de centrale nucléaire est de 1.5GW - mais ceci de fagon continue bien entendu. En
focalisant un tel faisceau laser sur une tache de quelques microns, on obtient une intensité
lumineuse au foyer dans la gamme de 102°W.cm =2, que 1'on peut par exemple comparer
a celle obtenue en focalisant la lumiére du soleil avec une loupe, qui est typiquement de
10*W.cm =2 seulement. Comme nous le verrons, & ces intensités, les électrons d’une cible
soumise au champ laser oscillent a des vitesses relativistes. Ces lasers permettent donc
d’accéder expérimentalement & un régime extréme de l'interaction laser-matiére, qualifié
de relativiste, étudié depuis plus d’une dizaine d’année mais qui reste encore largement a
explorer. Mon travail de thése s’inscrit dans le cadre de ’étude de cette nouvelle physique.
Soulignons qu’outre son intérét fondamental, ce régime ouvre également la voie a des ap-
plications, comme la possibilité de réaliser des accélérateurs de particules trés compacts,
de 'ordre du cm.

Le deuxiéme intérét majeur des impulsions ultra-bréves est leur utilisation pour ré-
soudre temporellement des phénoménes ultrarapides. On les utilise pour cela dans des
expériences dites pompe-sonde, ol une premiére impulsion - la pompe - vient exciter un
systéme, et une seconde - la sonde - vient sonder 'état du systéme un certain temps
aprés l'excitation. Ces expériences ont notamment permis le développement, durant les
deux derniéres décennies, de la femtochimie, qui s’intéresse a la dynamique des réactions
chimiques -la réorganisation des atomes au sein de molécules, dont 1’échelle de temps ty-
pique se situe entre la femtoseconde et la picoseconde. Les travaux précurseurs d’Ahmed
H. Zewail [2] dans ce domaine, ont ainsi été récompensés en 1999 par le prix Nobel de
chimie. Les chercheurs espérent a terme pouvoir appliquer ce type de techniques a ’é¢tude
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Introduction

de la dynamique des électrons dans la matiére, qui a lieu sur des échelles de temps ca-
ractéristiques beaucoup plus courtes, allant typiquement de la femtoseconde a quelques
attosecondes [las = 107¥s|. Afin de pouvoir résoudre cette dynamique, des impulsions
lumineuses encore plus courtes, dans la gamme attoseconde, sont évidemment nécessaires.
D’importants efforts de recherche ont été mis en oeuvre a cette fin depuis une quinzaine
d’années, et ont abouti aux premiéres sources de lumiére attoseconde au début des années
2000. Le travail réalisé au cours de ma these s’inscrit également dans cette thématique en
plein développement, parfois qualifiée de science attoseconde.

De fait, la science des champs forts - qui tire parti des hautes intensités laser fournies
par les lasers femtosecondes - et les sciences ultrarapides - qui tirent parti de leur faible
durée pour résoudre des phénoménes ultrabrefs - sont intimement liées. La problématique
de la génération d’'impulsions attosecondes illustre trés bien ce couplage : ces impulsions,
qui ne peuvent pas étre produites par la technologie laser usuelle du fait des trés grandes
largeurs spectrales mises en jeu, sont générées par interaction de lasers femtosecondes
intenses avec la matiére. En effet, & trés haute intensité, la réponse non-linéaire de la
cible peut induire une déformation temporelle périodique du champ laser, qui est asso-
ciée, dans le domaine spectral, & un peigne d’harmoniques de la fréquence laser initiale.
Ces harmoniques peuvent atteindre des ordres extrémement élevés. Une fois la fréquence
fondamentale filtrée, et si ce spectre d’harmoniques est suffisament large [bande spec-
trale Aw]|, il peut donner naissance, dans le domaine temporel, & un train d’impulsions
[minimum de Fourier At o< 1/Aw|, constitué¢ d’une succession d’impulsions attosecondes,
séparées d’une ou d’une demi [selon la symétrie de U'interaction| période optique du laser.
Ce signal d’harmoniques d’ordres élevés présente deux intéréts principaux. L’un est bien
sir de fournir une source de lumiére cohérente a courte longueur d’onde, avec des durées
d’impulsion potentiellement adaptées a la mesure de la dynamique des électrons dans la
matiére. Ensuite, la déformation du champ laser étant liée aux mouvements des électrons
dans la matiére, ce rayonnement nous donne des informations inédites sur la dynamique
de l'interaction laser-matiére, a I’échelle de temps attoseconde.

Depuis environ 20 ans, la génération d’harmoniques d’ordres élevés est étudiée dans
le cas de l'interaction d’'un laser femtoseconde avec un gaz atomique ou moléculaire,
a des intensités de l'ordre de 10'* — 10"°W.em™2. Dans ce cas, la génération est due
a la réponse fortement non-linéaire des atomes du gaz, et les harmoniques produites
atteignent aujourd’hui des ordres de plusieurs centaines [3]. Ce processus produit des
impulsions attosecondes de lumiére, dont la structure temporelle a pu étre déterminée
grace a des techniques de mesure développées durant la derniére décennie [4, 5]. Ces
impulsions sont naturellement produites sous forme de trains, qu’il est difficile d’utiliser
dans des expériences pompe-sonde attosecondes, du fait du trés faible écart temporel
entre les impulsions successives. C’est pourquoi des efforts importants ont été mis en
oeuvre pour générer des impulsions attosecondes uniques. De telles impulsions ont été
obtenues dés 2000, et ont d’ores et déja pu étre utilisées dans différentes expériences
pompe-sonde. Ces expériences ont permis de résoudre temporellement l'effet Auger [6]
ou encore 'ionisation tunnel d’atomes dans un champ laser intense [7|. En outre, I'étude
du rayonnement harmonique a permis des progrés considérables dans la compréhension
de l'interaction laser-atomes et laser-molécules a haute intensité. Les recherches sur ce
processus ont donc atteint un niveau trés avancé : la compréhension du phénoméne est
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trés poussée, et cette approche était jusqu’a récemment la seule a permettre la génération
d’impulsions attosecondes de fagon fiable et reproductible.

Au cours de mes trois années de thése, je me suis concentré sur ’étude de la génération
d’harmoniques d’ordres élevés, mais par un mécanisme totalement différent, qui met en
jeu l'interaction d’un laser beaucoup plus intense [> 10'1¥/cm?|, cette fois-ci non plus
avec un milieu dilué mais avec une cible solide. Comme dans le cas des harmoniques gé-
nérées dans les gaz, les objectifs sont, d’une part, d’utiliser ce rayonnement pour obtenir
des informations physiques sur la dynamique de l'interaction laser-cible, et d’autre part,
de I'exploiter pour produire des sources de lumiére aux propriétés remarquables. A terme,
on peut notamment espérer que ce type d’interaction permettra d’obtenir des sources at-
tosecondes complémentaires de celles obtenues par interaction avec un gaz, en produisant
des impulsions a la fois de plus hautes énergies, de plus courtes longueurs d’onde et plus
faibles durées, mais a des taux de répétition plus faibles.

Lorsqu’on focalise un laser femtoseconde ultraintense [I > 10'W.cm™2| sur une cible
solide, le champ laser au foyer est suffisant pour ioniser complétement la surface de la
cible durant le front montant de 'impulsion et former un plasma. Ce plasma est trés dense
[densité supérieure a la densité critique pour la fréquence laser|, et réfléchit donc le laser
incident. Lorsque 'impulsion laser est ultrabréve, I’expansion de ce plasma vers le vide
est extrémement faible durant l'interaction, et I'impulsion laser se réfléchit donc sur une
interface abrupte entre vide et plasma. Dans ces conditions, ce plasma se comporte comme
un miroir usuel, et réfléchit le faisceau laser dans la direction spéculaire : ¢’est ce que 'on
appelle un "miroir plasma". Lorsque l'intensité laser est suffisamment élevée, la réponse
de ce miroir plasma devient non-linéaire, ce qui conduit a la génération d’harmoniques
d’ordres élevés dans le faisceau réfléchi.

Lorsque j’ai débuté ma thése, les mécanismes de génération a l'origine de ces harmo-
niques étaient déja bien identifiés. Pour des éclairements de lordre de 10*W.cm™2, le
mécanisme d’émission, mis en évidence par Quéré et al [8], est associé a des oscillations
plasmas électroniques, excitées dans le gradient de densité a la surface du plasma, par des
électrons énergétiques qui le traverse périodiquement aprés avoir été accélérés par le laser.
Lorsque I’éclairement augmente et dépasse 1087 19W.cm ™2, un second mécanisme inter-
vient et domine progressivement le signal harmonique : le mécanisme du miroir oscillant
[9, 10, 11] ou ROM [pour Relativistic Oscillating Mirror|. Dans ce cas, 'oscillation rela-
tiviste du miroir plasma sous l'effet du laser incident, induit une déformation périodique
du champ réfléchi par effet Doppler, associée a4 un spectre d’harmoniques d’ordres élevés.
Les études théoriques montrent que ces deux mécanismes donnent lieu a la génération
de trains d’impulsions attosecondes. Cependant, seules celles produites par le mécanisme
CWE ont pu étre mises en évidence expérimentalement a ce jour.

Les objectifs de ma thése étaient d’arriver & une meilleure compréhension des propriétés
des faisceaux harmoniques produits sur miroir plasma, et de mettre au point de nouvelles
méthodes pour controler ces propriétés, notamment en vue de générer des impulsions
attosecondes isolées au lieu de trains.

Ainsi, nous avons tout d’abord imaginé et analysé, la premiére technique réaliste de
génération d’impulsions attosecondes isolées sur miroir plasma. Cette approche inédite
repose sur un tout nouvel effet physique : "l’effet phare attoseconde". Son principe consiste
a envoyer les impulsions attosecondes du train dans des directions différentes, puis a
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Introduction

sélectionner une seule de ces impulsions en champ lointain a 'aide d’une fente. En plus
de sa simplicité d’implémentation sur une chaine laser de type CPA, cette technique est
trés générale et s’applique non seulement aux miroirs plasma, mais plus généralement
a n’importe quel mécanisme de génération d’harmoniques d’ordres élevés. Au-dela de la
génération d’impulsions attosecondes isolées, cet effet a plusieurs autres applications que
nous discuterons dans ce manuscrit.

Ensuite, nous nous somies intéressés aux propriétés spatiales de ces harmoniques,
dont la caractérisation et le controle sont cruciaux pour pouvoir utiliser cette source
dans de futures expériences d’application. Par exemple, nous verrons que la réalisation de
Ieffet phare attoseconde nécessite de controler précisément la divergence des impulsions
attosecondes. Ces propriétés spatiales sont imposées par la courbure du miroir plasma sous
leffet de la pression inhomogéne du laser sur la cible. Nous avons développé un modéle
complet de cette déformation du miroir plasma, qui permet de calculer analytiquement les
propriétés spatiales du faisceau harmonique. Ce modéle a été validé par des simulations
numériques approfondies.

Ce mémoire de thése est composé de quatre parties. Dans la premiére partie, nous
positionnerons mes travaux dans le contexte scientifique. Aprés avoir introduit quelques
notions essentielles a ’étude de 'interaction laser-plasma a intensité élevée, nous discute-
rons des deux mécanismes qui se sont imposés pour décrire la génération d’harmoniques
issue d’un miroir plasma, a savoir 1’émission cohérente de sillage [CWE pour Coherent
Wake Emission| et I'émission par effet Doppler relativiste [ROM].

La deuxiéme partie de ce manuscrit introduit ’ensemble des outils numériques, de type
code particulaire 1D /2D, que I'on a utilisés pour simuler la génération d’harmoniques par
I'interaction laser-miroir plasma. En outre, nous présenterons, I’ensemble des traitements
numériques que 'on a développés pour propager le champ harmonique dans le vide et
calculer I’ensemble de ses propriétés spatiales.

La troisiéme partie discute de I'effet phare attoseconde et la derniére partie est consa-
crée a ’étude des propriétés spatiales du faisceau harmonique.

Nous conclurons cette étude en présentant les résultats expérimentaux qui valident
I’ensemble des études théoriques développées au cours de cette thése. Nous verrons que
ces travaux ont notamment abouti & la premiére expérience de génération d’impulsions
attosecondes isolées et controlées sur miroir plasma.
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Premiére partie

Mécanismes de génération
d’harmoniques sur miroir plasma
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Chapitre 1

Introduction aux plasmas générés par
un laser ultraintense et ultrabref

A titre d’illustration, on s’intéresse ici a la focalisation d’une impulsion laser ultra-
bréve de durée 7 = 25fs et de puissance P = 100T'W sur une cible solide, le plus souvent
faite de silice, d’aluminium ou de plastique. L’éclairement laser au foyer peut atteindre
dans ce cas, des valeurs I > 10"¥W.ecm 2. A titre de comparaison, le champ électrostatique
du proton vu par un électron sur la premiére orbite de Bohr d’'un atome d’hydrogéne,
E, = e/dmeqr? = 5.1GV.em™", correspond a un éclairement laser I = cegE}7/2 = 3.4 x
10'9W.em™2. Ainsi, lorsque la cible solide est exposée & de tels éclairements, sa surface est
quasi-instantanément ionisée durant le front montant de I'impulsion laser et transformée
en un plasma faiblement collisionel, de température T, ~ 0.5keV et de densité électronique
ne > 10%em=3.

Dans cette section, on rappelle briévement le comportement d’un tel plasma soumis a
une excitation électrostatique, puis nous présentons comment il peut se comporter comme
un véritable miroir pour le champ laser incident.

1.1 Propriétés d’un plasma

1.1.1 Fréquence de Langmuir

On se place dans le cas d’'un plasma froid homogéne, non magnétisé et de densité
électronique n,.. Les ions sont supposés infiniment lourds. Si on perturbe le plasma de
telle sorte qu’a un instant donné ¢ > 0, les électrons initialement situés en z, se trouvent
déplacés d'une quantité £(zo,t) tandis que les ions restent immobiles, le champ électrique
E qui résulte de cette séparation de charges tend a ramener les électrons vers leur position
d’équilibre. En intégrant I’équation de Poisson entre —oo et z = zg + &, on obtient, en
supposant que les électrons ne se croisent pas et restent ordonnés comme dans la condition
initiale [12] :

E(z,t) = Het

£ (1.1)

€0
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I’équation du mouvement des électrons considérés s’écrit alors :
d’¢ nee?
dt? Mme€g

§ (1.2)

Les électrons se mettent & osciller autour de leur position d’équilibre a la fréquence de
Langmuir wy,. donnée par :

nee>

(1.3)

Wpe = Mme€o
Ainsi, lorsqu’une perturbation électrostatique survient et déplace un ensemble de charges,
ces derniéres vont se mouvoir ensemble de maniére & compenser 1’écart local de densité.
Cette pulsation caractérise donc un comportement collectif des électrons et représente
le temps du réponse du plasma a une excitation. Nous allons voir maintenant que cette
fréquence de Langmuir joue également un role essentiel dans la propagation d’une pertur-
bation ¢électromagnétique de fréquence wy, dans le plasma.

1.1.2 Propagation d’une onde électromagnétique dans un plasma

Considérons une onde plane monochromatique de pulsation w venant exciter un plasma
non magnétisé et dans lequel les ions sont immobiles. Les modes (ondes) électromagné-
tiques se propageant dans ce plasma sont couplés aux mouvements des électrons. Dans
ce paragraphe, on analyse les modes dits fluides décrits par les équations de Maxwell-
Faraday et de Maxwell-Ampére qui permettent d’exprimer les champs en fonction du
courant d’électrons J. [13] :

kANE = wuH (1.4)
kANH = jJ. —wegE (1.5)

ainsi que I’équation de continuité, I’équation d’Euler et ’équation d’état isentropique qui
permettent de calculer le courant J. en fonction des champs :

ag:j L V.(neve) = 0 (1.6)
Ov,. B e eflo VP,
5 + (ve.V)ve = _EE o ve x H— o (1.7)
OP,
ane s ,Yk:B e ( 8>
(1.9)

ou P, désigne la pression électronique, v, la vitesse électronique, 7, la température élec-
tronique, kg la constante de Boltzmann et v l'indice adiabatique égal au rapport des
chaleurs spécifiques C,,/C,. Dans le cas présent, on néglige la réponse ionique et les effets
de compressibilité dus a la pression électronique P,. L’amplitude du courant J, est solu-
tion de ’équation d’Euler (1.7) que l'on linéarise en ne conservant que les termes d’ordre

1: 2
Jo=—7 peeoE (1.10)
wr
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1.1. Propriétés d’un plasma

Ce courant est fonction de 'amplitude du champ E, qui est lui-méme fonction de H a
travers I’équation de Maxwell-Faraday (1.4). L’élimination du courant J. puis du champ
magnétique H entre les trois équations (1.4), (1.5) et (1.10) permet d’établir 1’équation
linéaire vérifiée par 'amplitude du champ électrique E :

2 2
kA (KAE)= (kEk-KE=-2E_“F (1.11)

L’équation (1.11) ci-dessus est satisfaite par deux types de modes :

(i) Un mode longitudinal tel que le vecteur champ électrique soit paralléle au vecteur
d’onde k A E = 0. La relation de dispersion (1.11) devient :

w? = w? (1.12)

On retrouve ici les oscillations de Langmuir qui caractérisent le comportement col-
lectif du plasma et que 'on nomme plasmons.

(ii) Un mode transverse a la direction de propagation k i.e tel que k.E = 0. La relation
de dispersion associée est donnée par :

w? = wl, + k*c? (1.13)

— Si w > Wy, il existe un mode transverse de vecteur d’onde k se propageant dans
le plasma. L’indice optique n du plasma s’écrit dans ce cas :

2

w €
n(w)=14/1- w_p? <1 (1.14)

Le fait que n(w) < 1 implique Pexistence d’un angle d’incidence limite A au-dela
duquel il y aura réflexion :

A(w) = arcsin [n(w)] (1.15)

Comme A(w) dépend de la fréquence, le plasma agit comme un filtre dans le cas
d’une onde composée de plusieurs fréquences w.

— Si w < wpe, ce mode transverse devient evanescent sur une distance caractéris-
tique appelée épaisseur de peau l; = c¢/w,. et sa propagation dans le plasma
n’est plus possible. La fréquence de Langmuir est donc une fréquence de coupure.
Considérons a présent le cas d’un laser incident sur un profil de densité réaliste
comme celui représenté sur la Fig.1.1. Ce profil exponentiel correspond physique-
ment & une détente isotherme du plasma vers le vide, qui est due a son chauffage
par le laser incident & une température électronique voisine de quelques centaines
d’eV [14]. Dans ce cas, le champ électromagnétique de fréquence wy, se propagera
pour des densités n, inférieures a la densité critique n.. :

B wimeeo

c
62

)\ —2
~ 1.11 x 10! (—L> em™3 (1.16)
wm
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FIG. 1.1 — Profil de densité schématique d’un plasma créé par un laser femtoseconde 100TW.
Le plasma & la densité du solide n, > 10%n,. créé par le front montant de I'impulsion laser femtoseconde est
chaud T, = 0.5keV et se détend dans le vide & la vitesse acoustique ionique. Apparaissent alors un profil
de densité exponentiel possédant une zone sous-critique pour laquelle n, < n. et une zone sur-critique
ne > N opaque pour le laser incident.

Il sera réfléchi pour n, > n.. Il est commode d’introduire la notion de surface
critique qui est le lieu des points (z,y, z) tels que n.(x,y,2) = n.(wr) et qui
correspond qualtiativement & la surface a laquelle 'onde laser est réfléchie par le
plasma de la cible. Dans la suite, on détaille dans quelles conditions cette surface
peut se comporter comme un miroir réfléchissant pour le laser incident appelé
"miroir plasma".

1.2 Miroir plasma

Maintenant que nous avons présenté dans quelles conditions un plasma peut-étre ré-
fléchissant pour une onde de fréquence wy, intéressons-nous par exemple, a la formation
d’un "miroir plasma" lors de I'interaction d’une impulsion laser de durée 7, = 25fs foca-
lisée & 108W.cm =2 sur une cible d’aluminium. Dans ces conditions, ’amplitude du champ
est suffisante pour totalement ioniser les atomes d’aluminium & la surface de la cible. La
densité électronique est alors donnée par n, = Zn; = pZNy/M, avec Z le nombre de
charge, n; la densité ionique, N4 le nombre d’Avogadro, p la densité du solide et M la
masse atomique. Avec N, = 6.02 x 108mol~!, p = 1.99/cm?, M = 27 et Z = 13, on
obtient n, = 5.5 x 102em ™3 ~ 500n,. Ainsi, le plasma est largement surcritique pour le
laser incident et peut le réfléchir.

On peut alors se demander si le plasma se comporte comme un miroir pour le laser
incident, sans dégrader sa phase spatiale. Pour cela, il devra remplir deux conditions
évidentes :

(i) La zone sous-critique avec laquelle le laser interagit avant de se réfléchir sur la surface
critique et qui pourra introduire des termes de phase complexes devra étre trés petite
devant sa longueur d’onde Ajp. Ceci impose d’avoir des gradients de densité L treés
petits devant \j.
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1.3. Mécanisme de Brunel

(ii) La surface de la cible est de trés bonne qualité optique, avec une planéité et des
défauts de surface bien inférieurs a A\ afin d’éviter la diffusion du champ incident.

Pour vérifier si la condition (i) est validée, il faut estimer la distance sur laquelle s’est
détendu le plasma chaud depuis sa création par le front montant de I'impulsion. On peut
montrer que cette expansion se déroule a la vitesse acoustique ionique ¢; = \/ZkgT,./m;
[15] ot kp est la constante de Boltzmann et m; la masse ionique. Si on suppose que la
détente est isotherme, on obtient un profil de densité exponentiel de longueur caractéris-
tique L = ¢47r. Pour un laser de durée 7, = 25fs et T, = 0.5keV on a ¢, = 0.2nm/fs
et L = A\;/70 — A1/130 pour une longueur d’onde laser A;, = 800nm. Ainsi, en utilisant
une cible usinée avec une qualité optique suffisante et en supposant que cette qualité est
conservée apreés ionisation de la cible par I'impulsion laser, on pourra considérer que le
laser forme bien un miroir plasma.

En réalité, les impulsions femtosecondes que 'on sait générer expérimentalement sont
accompagnées d'une composante de faible puissance qui s’é¢tend sur plusieurs nanose-
condes. La puissance de cette composante est en général de 6 & 8 ordres de grandeurs en
dessous de celle de I'impulsion principale pour les lasers actuels. Pour des intensités de
I = 10"¥W.cm™2 et un contraste de 'ordre de 10° | I’éclairement de ce piédestal atteint
102W.cm™2 ce qui est suffisant pour partiellement ioniser la cible solide. Par conséquent,
si on se contente d’un contraste temporel de 10°, le laser interagit avec un plasma dé-
tendu possédant une grande zone sous-critique et non pas avec un miroir plasma comme
on vient de le définir. Expérimentalement , on utilise un dispositif appelé double mi-
roir plasma (DMP) qui agit comme un interrupteur a I’échelle femtoseconde, capable de
séparer le piédestal du reste de 'impulsion [14, 16, 17, 18]. Ce systéme DMP, qui a été im-
plémenté sur UHI100 a permis de gagner 4 ordres de grandeur dans le contraste temporel
et d’obtenir sur cible, des miroirs plasmas de trés bonne qualité optique [19].

1.3 Meécanisme de Brunel

1.3.1 Principe

Maintenant que nous avons montré comment il est possible de former un miroir plasma,
nous nous intéressons a son interaction avec I'impulsion laser incidente. Nous présentons ici
un mécanisme qui joue un role crucial dans les mécanismes de génération d’harmoniques
sur miroir plasma : l'effet Brunel [20, 21]. Nous verrons également que 'effet Brunel est
également un mécanisme important d’absorption de I'énergie laser par le plasma.

Pour mieux appréhender la physique de cet effet, on considére le cas d’une onde plane
en incidence oblique # = 45° sur un miroir plasma [situé dans la région z > 0| et polarisée
dans le plan d’incidence [polarisation p|. Comme nous I’avons vu précédemment, le champ
incident ne pénétre quasiment pas a l'intérieur du miroir plasma et le champ électrique
y est donc nul. Physiquement, cela signifie que la dynamique des électrons de surface
est telle qu’elle permet d’écranter parfaitement le champ a 'intérieur du miroir plasma.
Le champ total vu par les électrons de surface est donc la somme des champs incident
E; et réflechi E, projetés sur la normale a la cible, E;, = 2sin|E;| o on suppose pour
simplifier que |E;| = |E,|. Afin d’illustrer la dynamique des électrons de la surface du
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FIG. 1.2 — Schéma du mouvement des électrons de Brunel et simulation particulaire a ’aide
du code EUTERPE. (a-d-g) Schéma de principe de 'accélération des électrons de Brunel par le champ
laser incident & différents instants dans le cycle laser (b-c-e-f-h-i) Espace des phases (z,p.) des électrons
de la simulation EUTERPE. Les électrons en rouge représentent les électrons de Brunel.

miroir, on a réalisé une simulation particulaire a I'aide du code EUTERPE! pour un profil
de densité exponentiel |L = Ar,/70,%¢ maz = 200n.| et une amplitude laser normalisée af, =
eEr/mewrc = 0.1 correspondant a une intensité I = 1.37a% x 10'®¥(\g/um)*W.em™2 =
2.14 x 10'W.cm =2 pour un laser de longueur d’onde A\, = 0.8um. Grace & ce code, on
peut obtenir la distribution des électrons dans I'espace des phases (z,p,). Les impulsions
p. > 0 correspondent a des électrons qui vont vers le plasma et p, < 0 & des électrons qui
vont vers le vide. La Fig. 1.2 présente les résultats de cette simulation et schématise le

mécanisme de Brunel en trois étapes :

1. Lorsque Ey > 0 des électrons [en rouge sur la Fig. 1.2] sont extraits du plasma
vers le vide [Fig. 1.2 (a-c)|. Ces électrons écrantent parfaitement le champ laser a
lintérieur du plasma et sont soumis a deux forces qui s’opposent : le champ laser
qui tend a les éloigner du plasma et le champ de rappel purement électrostatique
qui tend a les ramener vers le plasma.

2. A mesure que le champ laser diminue, la force électrostatique devient prépondérante
et des électrons commencent & revenir vers le plasma.

3. Lorsque Ej change de signe et devient négatif [Fig. 1.2 (d-g)|, tous les électrons
sont poussés vers l'intérieur du plasma sous l'effet cumulé du champ laser et du
champ électrostatique. Dans le plasma dense, ces électrons ne ressentent plus de
champ laser et traversent le plasma animés d’un mouvement balistique [Fig. 1.2
(h-i)]. L’énergie cinétique de ces électrons de Brunel correspond a une énergie cédée
par le champ laser au plasma. C’est 'absorption Brunel.

Voir la partie suivante pour une présentation détaillée des codes particulaires.
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1.3. Mécanisme de Brunel
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F1G. 1.3 — Trajectoires et temps de retour des électrons de Brunel. (a) Trajectoires z(t) des
électrons de Brunel obtenus & partir de la méme simulation que la Fig. 1.2 (b) Temps de retour ¢, des
électrons de Brunel & l'intérieur du plasma en fonction du temps de départ t; & partir duquel ils sont
arrachés vers le vide par le champ incident (c) vitesse de retour v, des électrons de Brunel en fonction de
leurs temps de début ;.

Sur la Fig. 1.3 (a) on a représenté les trajectoires z(t) des électrons de Brunel en fonction
du temps. L’échelle de couleur correspond aux temps de départ t; & partir desquels ces
électrons sont tirés vers le vide par le champ laser Ey. Sur les panneaux (b-c) on a tracé
I’évolution du temps de retour ¢, et de la vitesse de retour v, des électrons de Brunel
dans le plasma en fonction de leur temps de départ ¢;. On voit que les premiers électrons
[t; < 0.0477| ne reviennent pas dans le plasma sur I'échelle de temps considérée [1.57%].
Pour t; > 0.0777,, les électrons arrachés le plus tot reviennent le plus tard et le plus vite.
Les trajectoires électroniques vont donc se croiser a l'intérieur du plasma. On observe sur
le panneau (a) que les lieux de croisement des électrons se déplace suivant une caustique
dans le temps. Nous allons voir dans la suite que ces croisements électroniques jouent un
role dans I’émission d’harmoniques du champ laser.

1.3.2 Validité du mécanisme de Brunel

Nous avons décrit 'effet Brunel dans un cas assez réaliste ot la densité du plasma
évolue a la surface sur une longueur caractéristique L = Ay /70. Dans son article original,
Brunel discute cet effet dans le cas idéal d'un plasma possédant un profil de densité a
interface raide [20]. Tel que son auteur le décrit, ce mécanisme est pertinent pour décrire
la dynamique de surface si 'excursion des électrons ¢ dans le vide est grande devant L.

Pour estimer un ordre de grandeur de cette excursion ¢, on évalue 'amplitude de
déplacement d’un électron libre soumis au champ laser incident a ’aide du principe fon-
damental de la dynamique :

dp
dt
ot on a négligé I'influence du champ magnétique et supposé une excursion faible devant la
longueur d’onde laser [pas de dépendance spatiale de la force|. L’amplitude d’oscillation
vaut dans ce cas pyse = apmec. L'excursion vaut § = vys./C avec Uyge = Pose/Me7y OU ON

a introduit le facteur de Lorentz v = 1/4/1 — (v/c)? = /1 + (p/m.c)? = \/1+a2. On

aboutit & la relation :

= eEp coswyt (1.17)

) ar,

A 2my/1 + a3

(1.18)
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Ainsi, dans le cas d’un laser de longueur d’onde A\, = 800nm et pour un gradient de
L = \1/70, I'absorption par effet Brunel deviendra importante pour I > 1.7x10*W.cm™2.
Si I’excursion § devient au contraire faible devant L, le mécanisme dominant d’absorption

devient I’absorption résonante [22, 23].
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Chapitre 2

(Génération d’harmoniques sur miroir
plasma

Nous venons d’expliquer comment, en focalisant une impulsion laser ultracourte sur
une cible, un miroir plasma se forme et réfléchit le champ incident. Dans ce deuxiéme
chapitre, nous présentons comment ce miroir déforme périodiquement le champ incident
et introduit de nouvelles fréquences harmoniques, multiples de la fréquence laser wy.

Avant cela, nous effectuons tout d’abord un bref rappel sur la dualité temps-fréquence
et montrons que si toutes ces harmoniques sont émises en phase, le profil temporel du
champ réfléchi est constitué d’un train d’impulsions attosecondes [las = 10718s] [24].
Nous étudions également comment ce train est modifié si les harmoniques ne sont plus en
phase ou si elles présentent une dérive de fréquence individuelle.

Ensuite, nous calculons les courants électroniques engendrés par le laser incident dans
le miroir plasma et montrons qu’ils sont sources de nouvelles fréquences harmoniques dans
le spectre du champ réfléchi.

Enfin, nous présentons plus en détail les deux principaux mécanismes de génération
d’harmoniques qui ont été clairement identifiés et modélisés & ce jour : I’émission cohérente
de sillage et 1'effet Doppler.

2.1 Harmoniques et impulsions attosecondes

2.1.1 Domaine temporel vs. Domaine spectral

Il s’agit ici de montrer comment un spectre d’harmoniques peut conduire & un train
d’impulsions attosecondes. Nous allons pour cela nous appuyer sur la Fig. 2.1 ou sont
représentées quatre fonctions dans le domaine spectral [ligne du haut| et leurs transformées
de Fourier inverse dans le domaine temporel [ligne du bas|.

Sur le premier panneau de la ligne du haut, on observe un spectre d’harmoniques S (w)
de la fréquence du laser wy,. Cette fonction S(w) peut se décomposer sous la forme :

S(w) = A(w) x [H(w) ® E(w)] (2.1)
ot A(w) est Penveloppe du spectre, H(w) un peigne de Dirac qui a la périodicité wy, et

E(w) le profil d’une harmonique individuelle. La transformée de Fourier inverse de S(w),
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Chapitre 2. Génération d’harmoniques sur miroir plasma
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Fic. 2.1 — Spectre d’harmoniques et train d’impulsions attosecondes. La ligne du haut illustre
le fait que S(w) = A(w) X [H(w) ® E(w)]. On passe a la ligne du bas par simple transformée de Fourier
inverse de la ligne du haut, ce qui donne S(t) = A(t) ® [H(t) x E(t)].

S(t) est représentée sur la ligne du bas de la Fig. 2.1, dans le cas d’une phase spectrale
constante. Elle se décompose en :

S(t) =A(t) ® [H(t) x E(t)] (2.2)

A(t) = TF'[A(w)] est une impulsion attoseconde. Sa durée est fixée par la largeur du
spectre At = 1/Aw, soit At = 28as pour Aw = 15wy, = 15(2m¢c/Ar) et A\, = 800nm. La
TF inverse du peigne de Dirac H(w) est un peigne de Dirac H (t) de périodicité 2r /wy, = Ty,
ou T, est la période laser. Ce peigne est convolué avec A(t) si bien que I'on observe un
train d’impulsions attosecondes dans le domaine temporel, de périodicité T7,. Ce train est
modulé par I'enveloppe E(t) = TF'[E(w)].

Ainsi, pour une phase spectrale plate la durée totale de I’émission est reliée a la
largeur spectrale des harmoniques et la durée des impulsions attosecondes est donnée par
la largeur du spectre. Toutefois, nous allons voir maintenant que ces propriétés ne sont
plus vérifiées pour une phase spectrale quelconque et que pour s’assurer de I’émission
de structures sub-femtosecondes, il est nécessaire de caractériser complétement le champ

[module et phase| émis par le miroir plasma.

2.1.2 Importance de la phase spectrale

Phase relative et dérive de fréquence attoseconde des impulsions

On considére le cas ol les harmoniques ont une phase spectrale plate mais une phase
relative ¢(w) quadratique [2.2 (a)] de la forme ¢(w) = w?7Z€/2. Cette phase introduit un
décalage temporel entre les différentes ordres harmoniques, qui se traduit par une dérive

de fréquence de l'impulsion attoseconde [2.2 (b)]. Cette dérive de fréquence ou chirp a

26



2.1. Harmoniques et impulsions attosecondes

10 ‘ "
o (a) _ (b)
had
ﬂ m (\ ° 115 2
ﬂ (\ ) g ‘
3 10 o :10%
n
4 1
— (c)
15 L\n’ 0
o |o| (o) o] [o g o (o n o o T
° e« 1
o _ ‘ ‘ ‘ ‘
102lelle][® ‘ ‘ {\ 440 -0.4 -0.2 0 0.2
25 30 35 40 T/T
ww L

L

F1G. 2.2 — Phase relative et chirp attoseconde. (a) Spectre harmonique (S)(w) et phase relative
entre les harmoniques ¢(w). Les points bleus correspondent a une phase spectrale quadratique ¢(w) =
0.1 x (w/wy, — 25)? et les points rouges & une phase spectrale plate ¢(w) = 7. (b) Module |S(t)| dans le
cas d’une phase spectrale quadratique [ligne bleue] et plate [pointillés rouges]. (¢) Zoom du panneau (b),
ol on a représenté cette fois-ci le profil temporel [Partie réelle de S(¢)] de la TF inverse de S(w) dans le
cas ol ¢(w) est quadratique.

pour effet d’allonger la durée d’impulsion par rapport au cas d’une phase spectrale plate
[2.2 (c)]. Dans le cas d’impulsions attosecondes gaussiennes, leur durée vaut désormais
Te = Toy/ 1 + 2. Ainsi, on constate que la largeur du spectre ne permet d’estimer la durée
des impulsions attosecondes que si celles-ci elles sont émises en phase.

Phase harmonique et dérive de fréquence femtoseconde

La phase variable considérée précédemment évolue d’une harmonique a l'autre mais
presque pas au sein d’une harmonique. En conséquence, ’émission est parfaitement pé-
riodique a 'amplitude prés. En réalité, les processus a l'origine de 1’émission peuvent
évoluer pendant la durée de l'interaction, ce qui engendre un défaut de périodicité du
train d’impulsions. Spectralement, cela se traduit par ’évolution de I'amplitude et de la
phase spectrale au sein méme des harmoniques. Par exemple, la Fig. 2.3 montre I’évolution
du spectre en présence d'une dérive quadratique des temps d’émission t.(k) = kT + ak?
des impulsions attosecondes du train avec le cycle optique k [Fig. 2.3 (a)]. Sur les Fig.
2.3 (b-c), on observe a présent que la largeur du profil harmonique augmente avec Iordre
harmonique et que sa phase est désormais quadratique. Nous verrons dans la partie sur les
propriétés spatiales des harmoniques qu’une variation de ces temps d’émission peut étre
due notamment & 'enfoncement du miroir plasma sous l'effet de la pression de radiation
du laser au foyer.

En résumé, un spectre d’harmoniques est la manifestation d’une déformation pério-
dique d’un champ sinusoidal qui est potentiellement associée & I’émission d’un train d’im-
pulsions attosecondes. On voit & travers I'exemple ci-dessus que la caractérisation com-
pléte de cette déformation pourra donner des informations importantes sur la physique
a Dorigine de ’émission harmonique. Pour atteindre cet objectif, nous avons vu qu’il est
nécessaire de mesurer a la fois "amplitude et la phase spectrale du champ. La mesure de
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F1G. 2.3 — Phase harmonique et dérive de fréquence femtoseconde. (a) Module|S(t)| dans le cas
d’une dérive quadratique des temps d’émission t.(k) = kTr + ak? des impulsions attosecondes du train
avec le cycle optique k (b) Module |S(w)| de la TF du champ S(t) sans dérive des temps d’émission du train
te(k) = KTy, Vk [pointillés rouges| et avec une dérive quadratique des temps d’émission t. (k) = kT, + ak?
[ligne bleue]. (¢) Phase ¢(w) de la TF du champ S(t) avec une dérive quadratique des temps d’émission
des impulsions attosecondes t.(k) = kTy, + ak? .

¢(w) est une étape particuliérement délicate & mettre en oeuvre expérimentalement et n’a
pas encore été réalisée dans le cas de l'interaction laser-miroir plasma.

2.2 Sources harmoniques dans un plasma surcritique

On montre maintenant comment les courants électroniques dans le miroir plasma
peuvent émettre des ondes électromagnétiques et on identifie les effets physiques res-
ponsables de la génération d’harmoniques du laser dans le champ qui est émis.

2.2.1 Etude de l'interaction laser plasma en incidence oblique

On suppose ici pour simplifier que le laser incident est une onde plane. En toute
rigueur, I’étude de I'interaction laser-plasma en incidence oblique € nécessite la prise en
compte d’au moins deux dimensions spatiales : 'une dans la direction normale Z & la cible
et I'autre dans la direction paralléle a sa surface X [Fig 2.4 (a)]. Bourdier [25] a montré
que dans le cas d’'une onde plane, cette étude peut étre ramenée a une seule dimension
dans un référentiel (M), choisi de tel sorte que le laser est en incidence normale sur le
plasma [Fig 2.4 (b)]. Ceci correspond & un référentiel se propageant a la méme vitesse
Vo = csin#xX que 'onde laser le long de la direction X paralléle a la surface de la cible.
Dans la suite, on annote d'un exposant M les grandeurs physiques dans le référentiel de
Bourdier et d’un exposant L celles dans le référentiel du laboratoire. Les transformations

—

de Lorentz pour la fréquence w™ et le vecteur d’onde k  s’écrivent :

wM = 4 (wL — Uok‘£>
k%\j = ’Y% (k£ - ’UowL) (23)
kZ - kz
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Plasma

Plasma
en mouvement

au repos

FIG. 2.4 — Technique de Bourdier pour une interaction laser-plasma en incidence oblique.
(a) Référentiel du laboratoire (L) dans lequel le laser est en incidence oblique sur le plasma (b) Référentiel
de Bourdier (M) dans lequel le laser est en incidence normale sur la cible et le plasma dérive a la vitesse
Vo = —csin 0X.

. ~M . .
Avec vy = csin 6, la composante kX de k s’annule et les transformations (2.3) ci-dessus
se résument a :

wM = wl/yg =wlcost
kY =0 (2.4)
KM = K| = kv = kL cosd
ou :
02\ ~1/2
Yo = (1 - c_g) = sec (2.5)

Dans le référentiel de Bourdier, le champ laser est en incidence normale sur la cible et
le plasma n’est plus au repos mais dérive a la vitesse v. En utilisant la transformation
relativiste des champs pour une onde plane polarisée p on obtient :

- . = — [, -
E = FEy(—Zsinf+ Xcosh) cB = Eyy
E

- (2.6)
M EoX cost CBM = Fyy cosf

L’amplitude des champs électrique et magnétique est donc réduite d’un facteur 1/vy dans
(M). On remarque toutefois que Iamplitude laser normalisée ag = eEy/mwyc demeure
inchangée. La densité plasma dans (M) ngy = noryo est multipliée par le facteur g
comparée a celle dans (L).

Dans toute la suite de I’étude, on se place dans le référentiel de Bourdier et on raméne
le probléme 2D a une seule dimension 1D. Pour plus de lisibilité on abandonne le suffixe
M.

2.2.2 Equation d’onde du potentiel vecteur et courant retardé

Dans la jauge de Coulomb définie par la condition V.A = 0, on peut établir I’équation
d’onde suivante pour le potentiel vecteur A a partir des équations de Maxwell [26] :

1 . .
(83 - —a) A1) = —pod. (2.7)
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Chapitre 2. Génération d’harmoniques sur miroir plasma

ol jL est la composante transverse du vecteur courant, i.e telle que V.J, = 0. L’équation
(2.7) nous montre que le terme source du champ réfléchi est le courant transverse J.. Les
courants longitudinaux J [tels que V A J=0], n’interviennent donc pas dans les termes
sources du potentiel vecteur A. On retrouve le résultat obtenu a partir de la relation de
dispersion (1.11) selon laquelle les oscillations électroniques dans un plasma homogéne
non magnétisé ne peuvent rayonner, car les électrons qui les composent oscillent toujours
parallélement & la direction du champ électrique.

Pour obtenir le champ réfléchi par le miroir plasma, on intégre ’équation d’onde (2.7)
en utilisant la fonction de Green 1D g(z,t) = O(t + |z|/c) solution de I’équation [26] :

1 0
2
(az - 0—2@) g(tr —t, 21 — 2) = —ped(z — 21)0(t — tr) (2.8)
ot © désigne I'échelon de Heaviside et § la distribution de Dirac. On obtient ainsi :
Ag(z,t) = Aoz, t) — po //g(t/ —t, 20— 2)J (21, t)dtrdz (2.9)
400 pt—|z—2/|/c
= Ap(z,t) — ,uo/ / Jy1 (=1, th)dtrdzr (2.10)

ou le premier terme Agy(z,t) est solution de I'équation (2.7) sans second membre qui
décrit le champ incident dans le vide et le second terme correspond au champ réfléchi. En
utilisant la relation E,(z,t) = —0A,(z,t)/0t, on en déduit 'expression E,.(z,t) du champ
réfléchi par le miroir plasma :

E.(z,t) = ,uo/ Ji(Zt— |z —2|)e)d? (2.11)

Afin de déterminer I'expression du champ réfléchi par U'intégration de 'équation (2.7),
on doit donc d’abord calculer I'expression du courant de charge J, dans le référentiel de
Bourdier.

2.2.3 Courants de charge dans le référentiel de Bourdier

Dans le référentiel de Bourdier, le courant transverse a pour expression :
J, =—enve 1 + Zenv, | (2.12)

ou Z est le nombre de charge des ions du plasma, n.(z,t) [n;(z,t)] la densité électronique
[ionique| et V. (z,t) [Vi (2, )| la vitesse transverse éléctronique [ionique]. On suppose
ici pour simplifier que les ions sont balistiques, de densité n;(z,t) = n;(z,0)vt. Dans ce
cas, leur vitesse dans (M) est donnée par v; | = —v(V(z > 0,¢). Par ailleurs, on suppose
que pour t < 0, le potentiel vecteur est nul dans le plasma considéré comme un fluide
d’¢électrons froids. Dans ces conditions, I'impulsion électronique transverse p, | = ym.Ve,1
vérifie ’équation du mouvement :

dy (ﬁe,J_ - 61&) =0&p,, = ﬁgL +eA (2.13)
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2.3. Emission Cohérente de Sillage (CWE)

ol me est la masse de I'électron, v = \/1 + (B./mec)? le facteur de Lorentz et 15(;l =
—mectan X 'impulsion initiale qui décrit la dérive du plasma. Finalement, en utilisant
I'expression de la vitesse électronique transverse fournie par I’équation (2.13) on aboutit
a:

Ne ,_, S e

J, =ec [—e (& — tan 6X) + Zn; sin 6X (2.14)

Y
ol d = eA /mec est le potentiel vecteur normalisé. En utilisant 'expression de p, | donnée
par 'équation (2.13) dans le calcul de «y on obtient :

S o 2
o \/1 + (8 — Xtan#) (2.15)

152

ol 3, = v, /c désigne la vitesse électronique longitudinale normalisée.

De prime abord, il apparait que deux grandeurs pourront introduire de nouvelles fré-
quences dans le terme source J, : les variations de densité n. et le facteur de Lorentz ~.
Nous verrons notamment dans la section suivante qu’un mécanisme de génération d’har-
moniques d’ordres élevés est associé aux variations de densité électroniques : I’émission
cohérente de sillage (CWE).

Toutefois ce mécanisme n’est pas le seul puisque pour obtenir le champ réfléchi E,.,
I’équation 2.11 montre qu’il faut également intégrer le courant transverse J,. Nous ver-
rons que cette opération est responsable de la génération d’harmoniques par un autre
mécanisme : U'effet Doppler.

2.3 Emission Cohérente de Sillage (CWE)

Dans cette section, on détaille un mécanisme de génération d’harmoniques associé a
des oscillations de densité électronique dans le gradient de densité : ’émission cohérente
de sillage.

2.3.1 Meécanisme d’émission

L’émission CWE [pour Coherent Wake Emission| est le mécanisme dominant & des
intensités modérées de I'ordre de 101 — 10'"W.cm?. Elle a lieu a l'intérieur du gradient de
densité et est excitée par les électrons de Brunel. Nous avons vu dans la section précédente
que ces électrons sont renvoyés dans le plasma lorsque le champ ¢électrique du laser Ep,
normal a la cible s’inverse. Au sein d’un cycle optique, au fur et & mesure que le champ
laser augmente, les électrons de Brunel sont arrachés du plasma. L’électron e; arraché au
début du cycle laser va retourner plus tard dans le plasma avec une vitesse plus grande que
I’électron ey arraché plus tard dans le cycle laser. Leurs trajectoires vont donc se croiser
en z; a 'intérieur du gradient plasma en créant localement un pic de densité électronique.
La variation de densité électronique suite & ce croisement d’électrons est représentée sur
la Fig.2.5 (¢). Ce pic excite le plasma et déclenche une oscillation de densité a la fréquence
de Langmuir locale wye(21). Ces oscillations en z; émettent alors, par conversion de mode
linéaire, une onde lumineuse a la fréquence w,. dans la direction spéculaire [8].

31



Chapitre 2. Génération d’harmoniques sur miroir plasma
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F1G. 2.5 — Mécanisme d’émission cohérente de sillage (CWE) (a) Champ laser initial normal &
la cible (b) Trajectoires de deux électrons de Brunel 4 la surface du plasma et se croisant dans le gradient
de densité en z; a la densité ny > n. (¢) Evolution de la densité électronique en z = z; en fonction du
temps t (d) Carte de variation de la densité électronique du plasma sous l'effet du croisement des électrons
de Brunel dans le plasma : leurs trajectoires [ligne noire| forment une caustique [pointillés rouges| qui
déclenche les oscillations plasma. Comme le plasma est de plus en plus dense en profondeur [profil de
densité exponentielle similaire & celui de la Fig. 1.1], la fréquence de Langmuir de ces oscillations wpe
augmente également.

En appliquant ce raisonnement a ’ensemble des électrons de Brunel, on constate qu’ils
vont se croiser & différentes profondeurs z dans le plasma. Un pic de densité électronique
se déplace alors au sein du gradient de densité le long de la courbe en pointillés rouges
sur la Fig. 2.5 (d). Dans son sillage, le pic de densité excite le plasma a une fréquence de
Langmuir qui dépend de la profondeur. Les oscillations plasmas sont ainsi de plus en plus
rapides a mesure que 'on s’enfonce dans le plasma. Celui-ci émet donc une distribution
de fréquences allant de wy, pour la densité n, = n. & wpe pour n. = ne. En outre, comme
ces différentes fréquences sont quasiment émises en phase [8], le plasma émet pendant une
durée trés courte inférieure au cycle optique du laser.

2.3.2 Propriétés de I’émission CWE

Discutons a présent des différentes propriétés du rayonnement émis via ce mécanisme.
Ces propriétés ont toutes été mises en évidence expérimentalement [8, 19, 27, 28].
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2.3. Emission Cohérente de Sillage (CWE)

Coupure du spectre a w,

L’émission cohérente de sillage est principalement caractérisée par un spectre dont la
fréquence de coupure est limitée a wye. Cette fréquence de coupure dépendra bien sir
du matériau utilisé. Par exemple, la Fig. 2.6 montre un spectre CWE obtenu récemment
dans cadre de la thése de S. Monchocé, en focalisant le laser UHI100 sur une cible en silice
pour laquelle w,ep ~ 20wy,. Dans cette expérience, I'amplitude laser sur cible est de I'ordre
de ap, = 0.6 [I; ~ 4 x 10'"W.cm™2|. On voit trés clairement sur cette figure qu'aucune
harmonique CWE n’est émise au dela de la coupure du spectre située en w.o = 20wy..
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FiG. 2.6 — Spectre expérimental d’harmoniques CWE obtenu sur l’installation laser
UHI100. Spectre obtenu en focalisant le laser UHI100 sur une cible en silice pour laquelle wpeg ~ 20wy,
L’amplitude laser sur cible dans cette expérience est de 'ordre de ay, = 0.6.

Variation des temps d’émission avec ’intensité

Temporellement, 'instant d’émission d’une impulsion attoseconde dans un cycle op-
tique laser dépend de I’éclairement laser. L’émission a lieu d’autant plus tot dans le cycle
que I'éclairement est élevé. Ceci est dii & la premiére étape du processus de génération : la
vitesse a laquelle les électrons de Brunel sont renvoyés vers le plasma et se croisent aug-
mente avec I'éclairement. Au voisinage du maximum de I'impulsion laser, I’éclairement
est sensiblement constant et la période d’émission entre deux impulsions attosecondes
est quasiment identique et égale & la période laser T;. Avant le maximum, ’éclairement
augmente au cours du temps et la période entre deux impulsions successives diminue.
A Tinverse, aprés le maximum, I’éclairement diminue et la période d’émission augmente.
Nous avons vu que cet effet est responsable d’'une dérive de fréquence femtoseconde a
I'origine d’un élargissement des harmoniques individuelles [Fig. 2.3].

En outre, cet effet a aussi une conséquence spatiale. Comme [’éclairement laser varie
au sein de la tache focale, I'instant d’émission des impulsions attosecondes augmente
lorsqu’on s’¢loigne du centre de la tache. Il en résulte une courbure des fronts d’onde et
d’intensité des impulsions émises, responsable d’une divergence relativement élevée des
harmoniques de sillage.
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2.4 Harmoniques Doppler

Lorsque I’éclairement augmente et dépasse 10 W.cm ™2, un second mécanisme de

génération d’harmoniques intervient et domine progressivement le signal XUV : D'effet
Doppler. Dans un premier temps on montre comment cet effet introduit de nouvelles fré-
quences lorsqu’on calcule analytiquement le champ réfléchi par 'intégrale des courants
retardés. Ensuite, on décrit cet effet plus physiquement en modélisant la réflexion d’une
onde électromagnétique sur un miroir en mouvement relativiste uniforme. Enfin, on pré-
sente les différentes modélisations qui ont été proposées jusqu’a ce jour pour modéliser
I'effet Doppler induit par le mouvement oscillant relativiste du miroir plasma. Il convient
de noter que méme si elles sont différentes, ’ensemble des approches présentées ici tentent
a chaque fois de rendre compte du méme effet physique : la génération d’harmoniques par
effet Doppler.

2.4.1 L’effet Doppler dans l’intégrale des courants retardés

La Fig. 2.7 illustre comment l'effet Doppler peut modifier la fréquence vue par un
observateur fixe lorsqu’une source se déplace a vitesse relativiste v &~ c¢. On rappelle tout
d’abord que pour calculer le champ FE,(z = 0,¢) recu par un observateur en z = 0, il
faut calculer I'intégrale (2.11) du courant sur les demi-droites de pente 4c passant par
(0,%). En (a), la source que 'on suppose parfaitement ponctuelle est placée en zy. Comme
elle est fixe, le signal détecté est identique au signal émis. En (b), la source a une vitesse
de T'ordre de c. On observe que durant le temps dt, I'observateur en z = 0 voit trois
oscillations complétes du champ alors qu’il n’en voyait qu'une et demie en (a). Les deux
paires de droites d’intégration en t et ¢ + dt encadrent en effet (b) a une fréquence deux
fois plus élevées qu’en (a), c’est le principe de Peffet Doppler : un observateur immobile
recoit les signaux émis par une source de fréquence w qui se déplace dans sa direction,
4 une fréquence w/ > w. Dans la suite de cette section, on présente les différentes ap-
proches qui ont été utilisées jusqu’a présent pour modéliser la génération d’harmoniques
sur miroir plasma par ce mécanisme. Il est important de noter que méme si les modéles
analytiques développés pour le mouvement du miroir plasma sont parfois trés différents,
ces approches tentent cependant toutes de rendre compte d’un seul et méme effet : Ieffet
Doppler relativiste.

2.4.2 Le modéle du miroir oscillant
Cas d’un miroir en mouvement uniforme

Avant de décrire 'effet Doppler induit par un miroir oscillant, intéressons-nous au
décalage de fréquence induit par un miroir en mouvement uniforme a la vitesse v constante

sur lequel se réfléchit une onde plane de fréquence w;. Les champs électriques incident FE;
[en rouge] et réfléchi E,. [en bleu] (de fréquencesw; et w,) s’écrivent :
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F1G. 2.7 — Illustration du calcul des courants retardés en 1D [29]. En (a) une source harmonique
placée en z = zg émet pendant trois périodes optiques. Le courant transverse associé a cette source est
tracé en échelle de couleur. En (b) cette source est animée d’une vitesse de 'ordre de c. les droites en traits
continus représentent les chemins d’intégration en (0,¢) et (0,t + dt), celles en pointillés correspondent
au cas ou on considére que l'information se déplace & vitesse infinie.
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-

FiG. 2.8 — Effet Doppler électromagnétique créé par un miroir en mouvement uniforme a
la vitesse v. Le champ réfléchi F, a une fréquence w, supérieure a celle w; du champ incident F;, dans
le cas ou le miroir se déplace vers le champ incident.

Ei(z,t) o< cosw; (t + f) (2.16)
c

E.(z,t) o« cosw, (t - E) (2.17)
c

(2.18)

A la surface du miroir (supposé parfait), on a E;(z,,t) = —E,.(zs,t), ou z, = vt désigne

la position du miroir. On en déduit la relation :

wr  1+p 2.2

T _N1 2.19

o 1.5 (1+8)"y (2.19)
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Chapitre 2. Génération d’harmoniques sur miroir plasma

avec 3 =v/c et v =1/4/1 — 2. Pour une vitesse relativiste v > 1, on obtient :
wy = 472 (2.20)

On voit ainsi que la fréquence du champ réfléechi augmente avec la vitesse du miroir :
c’est l'effet Doppler. Cette augmentation devient extrémement forte lorsque v est proche
de c. C’est pourquoi ce mécanisme de génération devient dominant pour des intensités
I > 10"8W.cm™2, associées a une oscillation relativiste des électrons du miroir plasma
sous l'effet du champ laser. Par ailleurs, dans le cas d’un mouvement oscillant avec une
vitesse v variant continument, nous verrons dans la suite que le miroir va émettre une
distribution continue de nouvelles fréquences.

Le modéle ROM

Le principe du modéle du miroir oscillant a été énoncé pour la premiére fois par Wilks
[30] et al ainsi que Bulanov et al [31], qui attribuérent la génération d’harmoniques d’ordres
élevés a 'effet Doppler produit par ’oscillation relativiste du miroir plasma sous ’effet du
champ incident trés intense.Trois ans plus tard, Lichters et al [9] proposérent un modéle
analytique 1D, le modéle ROM [Relativistic Oscillating Mirror en anglais|, qui décrit le
mécanisme de génération d’harmoniques Doppler par un laser de polarisation linéaire |p
ou s, en incidence oblique  sur un plasma surcritique en échelon de densité n..

Supposons que la source d’émission harmonique est localisée a la surface du plasma
en z = Z,(t). Cette hypothése est raisonnable ici car le plasma posséde une interface
raide et une densité électronique n, trés importante, si bien que I'épaisseur de peau [y =
¢/wpe << Ar. Dans cette approximation, le champ F,(z,t) réfléchi par le miroir plasma

s’écrit donc :
Z'm (tret)+ls

Eu(zt) ~ o / Ti(Zon(trer) s by )2 (2.21)

Z’m (tTEt)

OU tret =t — Zm(trer)/c+ z/c est le temps retardé au point Z,, qui tient compte du temps
mis par la lumiére pour aller de la source a I’observateur. Il en résulte que :

Er(zat) ~ MOlth(Zm(tret)atret) (222)

En utilisant expression de la source J; [équation (2.14)] et celle de v [équation 2.15], on
obtient dans le cas d’une onde polarisée p en incidence oblique 6 sur le plasma :

Er(z,t) _ Wp \/1 B (Zm(tﬂ?t)/0>2 %

2w \/1 + a(Zy(tret), tre)? €08 02 — a(Zpy (tret), trer) Sin 260

(a(Zun(trer), trer) — tan §) + tan 0 <1 + @)1 % (2.23)

S

ol on a supposé que le potentiel vecteur dans (2.14) est uniquement di au champ incident
et que n, = n. en z = Z,, |la source étant située au niveau de la surface critique|. Pour
déterminer lexpression du champ réfléchi E,.(z,t), il nous reste a déterminer ¢,., = f(t)
pour déduire Z,,(t,.;) connaissant le mouvement du miroir oscillant Z,,(t). Z,, étant
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2.4. Harmoniques Doppler

définie de fagon récursive par la relation Z,,(tyet) = Zm(t — Zn(tret)/c + z/c¢), on peut
approcher numériquement t,.; par la méthode du point fixe, en cherchant pour chaque
couple (z,t) la limite de la suite définie par Zy = Z,,(t) et Vn > 0, Z,,1 = Z(t—(Z,—2)/c).
Le modéle de Lichters ne permettant pas de déterminer rigoureusement Z,,, on se place
dans le cas approché ot le mouvement du miroir est dominé par 1’oscillation de sa couche
électronique sous 'effet de la composante w;, du champ laser incident normale & la cible :

Um
Zm(t) = —cos ¢ (2.24)

wr,
oll p = wrl+ ¢y désigne la phase du laser incident sur la cible en z = 0, ¢g = cst sa phase
absolue et v, la vitesse d’oscillation des électrons sous 'effet des champs laser incident et

réfléchi :

Uy 2asinfc 2asin 0

c Ty N\/1—|—(2asin9)2

Sur le panneau de la Fig. 2.9 (b), on a tracé la trajectoire du point de réflexion Z,,,(¢)

(2.25)

‘ 1
10
u)/wl_

10

F1G. 2.9 — Calcul du champ réfléchi par le miroir plasma a I’aide du modéle ROM (a) Champ
incident & § = 45° sur le miroir plasma en z = 0, avec a = 3exp(—t2/72) et 7 = 5fs (b) Trajectoires Z,, (t)
(trait pointillés bleus) et Z,, (¢ ) (trait plein rouge) (c) La courbe en traits pointillés bleus représente le
champ laser a,.(t) réfléchi calculé par le modéle ROM, vu par un observateur en z = —\. La courbe en
trait plein rouge correspond au champ réfléchi filtré entre [15wy,, 60wy, ] (d) Intensité spectrale du champ
réfléchi par le miroir plasma. Cette courbe a été normalisée par sa valeur maximale.

de I'équation (2.24), pour une impulsion gaussienne de profil a(t) = ar, exp(—t%/7%) que
I'on a représentée Fig. 2.9 (a). On a également représenté, sur ce panneau, 1’évolution de
cette trajectoire aux temps retardés Z(t,.;) vue par un observateur fixe en z = —\. 1l
apparait que le mouvement de la suface vu par cet observateur n’est pas sinusoidal. a,
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Chapitre 2. Génération d’harmoniques sur miroir plasma

étant proportionnel & Jy(Z(tyet),t — Z(trer)/c + z/c), la phase du courant est modulée de
fagon ultra-rapide par le terme d’oscillation de la surface wyZ(t,«)/c a la fréquence wy,,
qui introduit de nouvelles fréquences multiples de w; dans son spectre. Cet effet est mis
en valeur par la panneau (c), sur lequel on a tracé le champ réfléchi a,.(¢,2) en z = —Ap.
On voit que ce champ est fortement distordu par la modulation de phase et qu’il présente,
avec la période du champ incident, des fronts trés raides (qui sont associés aux instants ot
le miroir se déplace dans la direction de I’observateur). Cette forme en dent de scie suggére
que le signal est riche en ordres harmoniques, ce que 'on peut vérifier sur le panneau (d).

Afin de montrer que ces hautes fréquences sont émises au moment ot le champ réfléchi
présente des fronts raides, on a superposé au champ réfléchi en (d), le champ filtré entre les
harmoniques 15 et 60. On voit que ces harmoniques sont effectivement produites durant
un intervalle de temps trés court, aux instants ou la vitesse de la surface en direction de
I'observateur est maximale. On vérifie ainsi que le spectre d’harmoniques en (d) est bien
associé, dans le domaine temporel & un train d’impulsions sub-femtosecondes [~ 170as a
mi-hauteur en intensité|.

Limites du modéle ROM

Méme si cette approche présente I'avantage de donner un sens physique clair a Z(t)
[position de la surface critique|, elle présente 'inconvénient majeur de n’avoir aucun ca-
ractére prédictif. Par exemple, le modéle ROM ne donne aucune information directe sur
'allure du spectre [sa loi de décroissance et sa coupure].

8.2 2x10°
@
8.3 0z
(D.
1 o>
8.4 <
la)
P 1072
S 85 1
0O
8.6 § %3,
-= Iﬁ
8.7 5 E:
@
. 0

135 14 14.5 15

F1G. 2.10 — Oscillations de densité électronique et impulsions attosecondes. Carte de densité
électronique n.(z,t) [niveaux de rouges| et champ émis par le miroir plasma [niveaux de gris| issu d’une
simulation PIC EUTERPE ou le champ laser d’amplitude ay, = 10 est incident sur un plasma a la densité
maximale n,0 = 200n,. et de profil exponentiel de gradient L = A, /8.

En outre, le fait d’imposer le mouvement de la surface critique par une fonction ad hoc
composée d’une seule ou de deux harmoniques est peu satisfaisant. On voit par exemple
sur la Fig. 2.10 que le mouvement de la surface critique est trés anharmonique. On voit
également que la surface critique effectue deux oscillations durant chaque cycle optique
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2.4. Harmoniques Doppler

mais n’émet pourtant qu'une seule impulsion attoseconde. Il est ainsi nécessaire de déve-
lopper un modéle sans hypothése sur le mouvement de la surface critique.

2.4.3 Le modéle Baeva-Gordienko-Pukhov (BGP)

Présentation

Quelques années aprés Lichters, Baeva et al [10] reprennent I'idée du miroir oscillant
et déterminent 1’allure du spectre a 'aide d’un minimum d’hypothéses sur la dynamique
de la surface du plasma. Ils supposent, a chaque instant, I’existence d’un point Z(t) du
plasma ou la réflexion de ’onde incidente est parfaitement localisé. Le champ transverse
est nul au dela de ce point de réflexion [pour z > Z(t)|. En z = Z(t), ou 'onde réfléchie
est émise, les champs incident et réfléchi se compensent exactement. Le champ réfléchi
vu par un observateur en z = 0 & un instant ¢, se calcule a partir du champ incident,
en écrivant la nullité du champ électromagnétique au point de réflexion et la propagation
d’une onde dans le vide. On aboutit aux relations suivantes :

E(z=0,t) = —Eitt,z= Z(t1)) (2.26)
t = t+2Z()/c (2.27)

ou la réflexion a lieu & l'instant retardé ¢/ et a la position Z(#/). Baeva et al ne remettent
donc pas en cause le principe du miroir oscillant mais pousse son principe a ’extréme en
supposant qu'il existe quel que soit ¢, un point de coordonnée Z(t) ou la somme des champs
incidents et réfléchis est nul dans le référentiel de Bourdier. Il est néanmoins important
de noter qu’ils ne relient ce point a aucune quantité physique alors que Lichters et al
supposent, eux, que ce point correspond a la position de la surface critique.

Remarquons que la condition (2.26), n’est rien d’autre que la conservation de I’éner-
gie au point de réflexion apparent. A tout instant, les flux d’énergie entrant et sortant du
plasma s’annulent en z = Z(¢). En d’autres termes le plasma restitue instantanément sous
forme du champ réfléchi E,., 'énergie que lui a cédé le champ F;. En utilisant cette hy-
pothése forte, les auteurs dérivent analytiquement deux principales propriétés du spectre
harmonique dans la limite ultra-relativiste ay > 1. Il prédisent d’abord que l'intensité
spectrale des harmoniques décroit selon une loi de puissance n=%% avec Iordre harmo-
nique n. Ensuite, ils montrent que cette loi de puissance s’applique jusqu’a la fréquence
de coupure w, qui varie en 2 . 01l Ynae est le facteur de Lorentz maximal du point de
réflexion apparent Z (/).

Ainsi, Pextension du spectre varie comme ~2 . Elle reste donc efficace au-dela de
4~2 . En d’autres termes, le décalage en fréquence est plus important lors de la réflexion
sur un miroir oscillant que sur un miroir en translation uniforme. En effet, dans le cas ou
le miroir oscille, I’émission des harmoniques d’ordre élevé ne se produit que pendant le
bref intervalle de temps 0t & 1/7maz [10]. Comme la source se déplace vers I'observateur,
ce dernier voit une impulsion comprimée par effet Doppler relativiste, dont la durée est
proportionnelle & 0t/472, ... Le spectre s’étend par conséquent jusqu’a la coupure w, o

3
Ymaz-
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Chapitre 2. Génération d’harmoniques sur miroir plasma

Limites

I’approche de Baeva et al est a priori puissante car 'allure du spectre est obtenue a
'aide d’hypothéses minimales sur le point de réflexion : existence de Z(t) et connaissance
de l'allure de Z(t) au voisinage de I'instant ot 7 est maximum. En outre, elle a un caractére
prédictif sur 'extension du spectre. De récentes mesures réalisées sur I'installation Vulcan
du Rutherford Appleton Laboratory [RAL] par Dromey et al. & des éclairements laser de
102'W.cm ™2, semblent confirmer cette loi de décroissance du spectre en n=%/% [32].

En revanche, la loi de coupure est beaucoup plus délicate a confronter avec ’expérience
ou les simulations numériques car elle fait intervenir Z(t) via Yinq.. Or Z(t) ne correspond
a rien de physique et n’est pas prédite par le modéle. D’un point de vue expérimental,
il est donc impossible de prévoir la coupure du spectre a partir de grandeurs mesurables
de lexpérience. Par ailleurs, il apparait que ce modéle n’est pas pertinent pour rendre

2.5 ‘
incident ====-
ol réfléchi
T I
3 15
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o 1y
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FIG. 2.11 — Densités d’énergie magnétique incidente et réfléchie par le miroir plasma. Les
courbes montrent ’évolution de |B,|? & la distance z = 8.3\, dans les mémes conditions de simulations
que celles de la Fig. 2.10.

compte de la génération d’harmoniques d’ordres élevés d’un laser ultra-intense a; > 10
en incidence oblique 6 > 0 sur un plasma de profil exponentiel possédant une longueur
de gradient L non nulle. Dans ce cas, nous avons constaté que l'existence de Z(t) n’est
généralement pas vérifiée : la Fig. 2.11 montre que le champ de I'onde réfléchie peut étre
d’amplitude supérieure au champ de 'onde incidente, ce qui est formellement impossible
dans ce modéle qui prend uniquement en compte les modulations de phase du champ
réfléchi par le mouvement apparent Z(t) du miroir oscillant. L’hypothése qui est mise en
échec ici est I'équilibre instantané qui existe entre les flux d’énergie électromagnétique
entrant et sortant du plasma. En effet, on voit qu’a I’échelle d’un cycle optique, le plasma
émet 'énergie incidente que lui a cédée le laser sur une durée beaucoup plus courte que 77,
Entre 'instant ou elle est cédée puis restituée, cette énergie est en fait stockée initialement
dans le plasma sous forme d’énergie cinétique des électrons |vitesse v,| et de champ de
charge d’espace [champ électrostatique E, normal a la cible] lorsque le champ incident
pousse les électrons du miroir vers le plasma. Cette énergie est ensuite restituée sous forme
d’un burst électromagnétique au moment ot les électrons sont fortement accélérés vers le
vide et rayonnent. Dans la suite, nous présentons les derniers développements théoriques
effectués en 2011 par Gonoskov et al [11]| qui ont élaboré un modéle analytique beaucoup
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2.4. Harmoniques Doppler

plus complet incluant ces considérations énergétiques.

2.4.4 Le modéle du ressort électronique relativiste ou RES
Dynamique du miroir plasma en régime ultra-relativiste

On se place a nouveau dans le référentiel de Bourdier (M) de la Fig. 2.4. Les densités
électroniques n.g = Zn,o et ioniques n;g ainsi que la fréquence du laser wy, sont exprimées
dans le référentiel du laboratoire (L). Les positions z et temps ¢ seront quant a eux
exprimés en unités c¢/wy, et 1/wy. On rappelle par ailleurs que la valeur de aj, est la méme
quelle que soit le référentiel (M) ou (L). Considérons une onde plane d’amplitude aj,

électrons n

vide ions

0 Zs z

FIG. 2.12 — Déplacement des électrons du miroir plasma sous ’effet du champ laser incident
en régime ultra-relativiste.

polarisée p en incidence oblique # sur un plasma en échelon de densité maximale n.y. Les
ions sont considérés immobiles. Dans ce référentiel et aux intensités/densités envisagées,
la force pondéromotrice du laser incident pousse si fortement les électrons de la cible vers
lintérieur du plasma & une distance z, que ceux-ci se regroupent sous la forme d’une
couche ultra-fine d’épaisseur L, < Ay [Fig. 2.12|. A Vinstant ¢,,,, ou le déplacement de
la couche électronique est maximum, le champ de séparation de charge exercé par les
ions compense exactement la force pondéromotrice du laser. I.’énergie du laser incident
est alors entiérement convertie en énergie cinétique des électrons |vitesse transverse v,
principalement| et en séparation de charges et courants.

Calcul du champ réfléchi par le miroir plasma

Gonoskov et al [11] ont dérivé un modele décrivant la dynamique de cette surdensité
électronique et la génération des impulsions attosecondes par cette surdensité. Pour cela,
les auteurs formulent trois hypothéses :

(i) Tout d’abord ils supposent qu’a chaque instant, la population des électrons du
plasma est divisée en deux groupes : un premier groupe constitué d’un pic de densité
électronique situé en z = z, qui est infiniment fin et regroupe tous les électrons de la
région de Pespace 0 < z < z, [Fig. 2.12] ainsi qu’une seconde population d’électrons
non perturbée en z > z,

(ii) Ensuite, ils supposent que les électrons du pic de densité ont la méme vitesse [3,.
Dans I'approximation ultra-relativiste 32 = 1 — (32 ils ont également la méme vitesse
transverse (3,
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Chapitre 2. Génération d’harmoniques sur miroir plasma

(iii) Enfin ils émettent ’hypothése que le mouvement du pic de densité électronique et le
courant J; = n;o/ cos0Zevy non compensé des ions dérivant a vy = —csinfx dans
la zone de charge d’espace 0 < z < z, sont a lorigine d’un champ réfléchi a,(z, 1),
qui compense totalement le champ laser incident a;(z,t) = ap sin(z — t) a la limite
de la zone non-perturbée du plasma en z > z.

Le champ émis par la surdensité d’électrons s’obtient a 1'aide des formules de Lienart-
Wiechert [26] en calculant le champ rayonné par un plan chargé en mouvement selon z,
de charge totale 0. On peut montrer qu'un tel plan émet dans les directions +z et —z des
radiations électromagnétiques d’amplitudes 2703, /(1 — 3,) et 2me 3, /(1 + 3.). En outre,
le champ magnétique B; émis par le courant d’ions J; non compensé entre 0 < z < z;
s’obtient simplement en intégrant ’équation de Maxwell-Ampére entre z =0 et z = 2 :

dB;
d’ou :
A 150
B; = tan0—z[c/w) (2.29)

C
ou on a utilisé la normalisation B; = eB;/m.wy. En z = z, la compensation du champ

incident s’écrit :

Ga

B, (zs,t) + Bine(2s,t) = 0 < apsin(zs — t) = nytanz, — 270 (2.30)

z

ol B, est la somme du champs B rayonné par le courant d’ions J; et du champ rayonné
par la surdensité d’électrons dans la direction +z. La charge o de la surdensité est calculée
en appliquant la conservation de la charge :

o= Ls X N(z)/cost = nygzs/ cost (2.31)

En remplagant cette expression de o dans 'équation (2.30), il en résulte que :

sin(zs — t) =

{Siné’ 1 fxﬁz] Zs (2.32)

avec S = ar/n;y. Le terme de gauche de I’équation ci-dessus correspond a 'onde laser
incidente tandis que le terme de droite décrit les radiation émises par le courant d’ions J;
et le pic électronique en z = z,. De maniére analogue, on calcule le champ électrique émis
par le plasma dans la direction —z au temps retardé t,.., = z(t) + ¢ et on obtient :

S { B
L9cost |1+ 8.

2cos b

Apltret = 2(t) +t] = a — sin 91 z(t) (2.33)

La dynamique du pic électronique est déterminée par I’équation :

dzs
dt

= . (2.34)
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avec la condition initiale z,(0) = 0. Aux équations (2.32) et (2.34) s’ajoute I’hypothése
ultra-relativiste 32+ 3? ~ 1 ce qui fait au total un systéme de trois équations a 3 inconnues
(Be, B2, zs) que 'on va pouvoir résoudre numériquement. Pour ce faire, on introduit les
variables réduites u = 3,/(1 — 3.) et n(7) = 2,5/(2cosf) avec 7 = tS/(2cosf) et on
réécrit les équations (2.32, 2.34) sous la forme suivante :

sin {(n - 7)2‘3259] — (sinf—u)y (2.35)
dn u? —1
R (2.36)

en dérivant la premiére équation par rapport a 7 et en y substituant ’expression connue
de dn/dr, il vient finalement :

du (u? — 1)(sin — u) £4cos0/S\/1 — n?(u — sin )2

I 2.37
dn u? —1
B — 2.
dr u?+1 (2.38)
avec les conditions initiales 1(0) = 0 et u(0) = —csinf [La vitesse & 7 = 0 est en fait la

vitesse de dérive des électrons dans le référentiel de Bourdier|. Le signe 4+ dans I’équation
(2.37) dépend du signe de cos((n — 7)2cos0/S) = £4/1 — n?(u — sin)? calculé a partir
de 'équation (2.35).

Le systéme (2.38) est un systéme autonome d’équations différentielles du premier ordre.
Lorsque sa forme le permet, un calcul simple consiste a intégrer analytiquement la fonction
dn/du = x(u) par rapport & u. Toutefois, la fonction x est trop complexe dans le cas
présent et on doit intégrer le systéme (2.38) a l'aide de méthodes numériques. Dans ce
cas, nous avons choisi une méthode du type Runge-Kutta d’ordre 4. Nous avons calculé
les différentes valeurs de S et 6 pour lesquels le systéme autonome admet une solution
stationnaire [Fig. 2.13]. Les solutions stationnaires sont associées, dans l'espace (n,u) a
des cycles limites représentés sur les Fig. 2.13 (b-d).

On remarque que I’émission d’une impulsion attoseconde dans le temps correspond
dans l'espace (n,u) au croisement de la solution stationnaire avec I'axe des abscisses
u = 0, ou de maniére équivalente & un changement de signe de la vitesse transverse (3,(t)
dans la zone z, > 0 [ > 0]. En effet, a cet instant, comme u =0et 5> ~1—32=1,0na
forcément 3, = —1 et I’équation (2.33) devient singuliére. On s’apercoit ainsi sur la Fig.
2.13, qu’en fonction des paramétres S et 6, il peut survenir ’émission de deux [Fig. 2.13
(b-¢)] ou d’une seule impulsion attoseconde par cycle [Fig. 2.13 (d)].

Nous avons généralisé le calcul ci-dessus au cas d’un plasma de profil de densité
exponentiel n;(2) = nyexp[(z — Zmaz)/L], 00 njo est la densité ionique maximale et
Zmaz = LIn(neg/ny), ol ny, est la densité minimale en z = 0. Nous avons obtenu le
systéme autonome suivant :

du (u® — 1)(sinf — u)g(n) £ 4cos0f(n)/S\/1—n?(u—sind)? f(n)2

= = 2.39
dr n(u?+1) (2.39)
dn u? — 1

e | (240)
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F1G. 2.13 — Solutions du systéme autonome (7, u) en fonction des paramétres S et 0. (a) Les
points rouges représentent les différentes couples de parameétres (S, 0) pour lesquels nous avons calculé les
fonctions (n, u) solutions du systéme d’équations (2.37) et (2.38). Les domaines bleu et rouge de I’espace
(S,0) correspondent & des zones ou la forme des solutions (1, u) est différente. (b) Solution du systéme
d’équations (2.37) et (2.38) représentée dans I’espace (1, ), pour des paramétres S = 1 et § = 0°. Dans
Pencart, on a représenté le champ réfléchi a,. calculé en injectant cette solution dans l’équation (2.33).
(c) Méme chose qu’en (b) mais pour des paramétres S = 1/2 et 6 = 20°. (d) Méme chose qu’en (b) mais
pour des parameétres S = 1/4 et § = 60°.

ol les fonctions f et g sont données par :

2 3
f(n) = €exp |— CSOZ e(n_nmax) (241)
2cos’ 6
gn) = 1+ —— (2.42)

et S = ny/ar. Sur la Fig. 2.14, on a représenté la solution du systéme d’équation (2.40)
dans l'espace (n,u) pour les paramétres ap, = 10 correspondant & une intensité relativiste
I =137 x 10®W.em™2, 0 = 45°, n.0 = 30 |[S = 1/3] et L = A\;/8. On voit que le
gradient de densité change considérablement la forme de la solution en comparaison de
celle calculée dans des conditions similaires [S = 1/3, 6 = 45°|, mais dans le cas d’un
plasma a bord raide [Fig. 2.13 (¢)].
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2.4. Harmoniques Doppler

F1G. 2.14 — Solution du systéme autonome dans le cas d’un gradient de densité. Solution
du systéme d’équation (2.40) dans lespace (n,u) pour les paramétres ay = 10, 0 = 45°, n.0 = 30 et
L=X\./8.

Intéréts et limites de cette approche

A la différence des approches précédentes, le modéle RES tient compte du fait que
I’émission du champ réfléchi a, se produit durant une toute petite fraction du cycle op-
tique. Au cours d'un cycle, ’énergie du laser est d’abord convertie en énergie cinétique
et en champ/courant de séparation de charge. Cette énergie est ensuite restituée sous la
forme d’impulsions de lumiére tres bréves, lorsque la vitesse 3, de la surdensité d’élec-
trons change de signe et la composante 5, — —1. Cette approche est donc beaucoup plus
compléte que le modéle BGP et ne repose sur aucune hypothése forte trés difficilement
vérifiable numériquement par le biais de codes numériques ab-initio du type code parti-
culaire. Gonoskov et al ont montré [11], en comparant les résultats de ces codes a ceux
du modéle RES, que celui-ci se révéle particuliérement efficace pour prédire les instants
d’émission des impulsions attosecondes pour une large gamme de paramétres 6 et S.

Toutefois, il ne permet pas de déduire directement les amplitudes et durées des impul-
sions attosecondes émises par le miroir plasma en régime relativiste. En 1’état, leur calcul
nécessite de connaitre précisément 1’épaisseur L, de la surdensité d’électrons. Si L, peut
étre plus ou moins correctement estimée a 'instant t,,,, du déplacement maximum du pic
d’électrons dans le plasma, elle demeure en revanche inconnue au moment de I’émission.

Le manque de modéle analytique complet permettant de décrire, & la fois les instants
d’émission et I'amplitude des impulsions attosecondes, impose aujourd’hui d’utiliser des
codes de simulation ab-initio tels que les codes particulaires : comme nous le détaillons
dans la deuxiéme partie de ce manuscrit, ces codes permettent de calculer le mouvement
de I'’ensemble des particules du plasma sous 'effet du champ laser incident ainsi que le
champ résultant émis par ces particules.
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Deuxiéme partie

Outils numériques pour 1’étude des
harmoniques générées sur cible solide
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Chapitre 3

Simulation numérique de la génération
d’harmoniques sur cible solide

Dans ce chapitre, on rappelle tout d’abord les équations qui régissent le comportement
des plasmas sous l'effet d’un champ laser intense et nous analysons les différentes méthodes
numériques qu’il est possible d’utiliser pour modéliser leur évolution dans le temps.

Ensuite, nous présentons la modélisation la mieux adaptée pour décrire la génération
d’harmoniques sur cible solide : le systéme d’équations couplées de Vlasov-Maxwell. Nous
introduisons le principe du schéma numérique le plus réaliste en termes de temps de calcul
pour résoudre ce systéme couplé : le schéma particulaire de type Particule-Maille (PM).

Enfin, nous déterminons quels sont les paramétres numériques minimaux de ce schéma
lordre d’interpolation, taille du maillage spatio-temporel, nombre de macroparticules de
plasmal, que I'on devra choisir pour assurer une description physique la plus réaliste
possible du mécanisme de génération d’harmoniques. Nous étudions notamment I'influence
de ces parameétres sur deux effets numériques non physiques : la dispersion numérique et
le chauffage numérique.

3.1 Modélisation de l’'interaction laser-plasma

3.1.1 L’état plasma

Les plasmas de laboratoire et les plasmas naturels sont caractérisés par une trés large
variété de densités n. et températures T, |Fig 3.1] : de 102cm ™3 pour le vide inter-
stellaire & 1032cm™ pour une naine blanche [13]. En résultent des échelles de temps et
d’espaces trés diverses, représentées essentiellement par la période plasma électronique
qui représente le temps de réponse des électrons du plasma a une excitation extérieure et
la longueur de Debye Ap. traduisant la distance maximale de séparation de charges dans
le plasma. Ces grandeurs sont représentatives de la dynamique électronique collective.
On définit également la longueur de Landau \r.;, comme la distance a partir de laquelle
I’énergie potentielle d’interaction entre un ion et un électron est égale a 1’énergie cinétique
de I'électron, de méme que la fréquence de collision électron-ion. Ces deux grandeurs
déterminent la dynamique binaire ou collisionnelle du plasma.
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Malgré leur grande diversité, on s’accorde toutefois & regrouper les plasmas en deux
grandes catégories selon les valeurs relatives entre la longueur de Landau Ar.; et la lon-
gueur de Debye électronique \p, :

— Les plasmas collectifs ou non-collisionnels A;.; < Ap. : C'est le cas des plasmas
générés a l'aide d’un laser ultra-intense tel qu’UHI 100. Dans ces plasmas, 1’énergie
thermique d’un électron est beaucoup plus importante que ’énergie potentielle d’in-
teraction électron-ion. Les électrons hors de la sphére de Debye ne pergoivent qu’une
force d’interaction coulombienne de longue portée qui est & l'origine de phénoméne
collectifs tels que les ondes plasmas.

— Les plasmas collisionnels A\;.; > Ap. : La sphére de Debye contient peu d’électrons
et I’écrantage des ions disparait, laissant place a de nouvelles interactions binaires
charge-charge. Dans ce cas, ce sont les interactions particule-particule & courte por-
tée qui dominent.

32
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F1G. 3.1 — Conditions de températures T, et densités n. d’un plasma.

3.1.2 Les principaux types de modélisation

Les multiples échelles spatio-temporelles |[période plasma électronique/ionique T ;,
longueur de Debye électronique Ap| et la nature des interactions entre les particules du
plasma, pourront donc varier considérablement selon les conditions de densité n, et tem-
pérature T,. Par conséquent, afin de déterminer la modélisation a adopter, on devra avant
tout déterminer le degré de détails avec lequel on veut décrire le plasma. Plusieurs facteurs
entrent en jeu, dont notamment la nature collisionellle ou non du plasma, les grandeurs
spatiales et temporelles d’intérét ainsi que la nature des phénoménes physiques que 1’on
souhaite observer, tels que par exemple, des changements de densité/température, des
ondes, ou encore la production de particules [ions ou électrons| trés énergétiques. Les
principales modélisations utilisées aujourd’hui en Physique des plasmas [33| sont repré-
sentées sur la Fig. 3.2. On distingue :

(i) Le modéle a N Corps classiques ou quantiques pour les plasmas fortement
collisionnels [Are; < Ape|- Dans ce cas on doit tenir compte des interactions e-e et e-
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(i)

3.1. Modélisation de I'interaction laser-plasma
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Fic. 3.2 — Différentes modélisations utilisés pour décrire un plasma.

noyau. On fait interagir les particules via les potentiels retardés de Lienart-Wichert
dans le vide ou bien des potentiels corrigés tentant compte de ’écrantage. Dans sa
version classique électrique la plus simple, le modéle & N corps consiste a résoudre
pour chaque particule les équations du mouvement de Newton. La force qui s’exerce
sur chaque particule est calculée par sommation sur les N-1 autres particules : au
total on doit réaliser N(N — 1)/2 calcul d’interactions. Aujourd’hui, on arrive a
modéliser un systéme composé au maximum de 800 atomes d’hydrogéne a 'aide de
méthodes de dynamiques moléculaires simplifiées qui permettent des simulations en
temps raisonnable. Cette méthode devient en revanche inutilisable pour modéliser un
plasma généré par laser. En effet, pour décrire I'interaction d’un laser ultra-intense
de longueur d’onde A\;, = 0.8um et de tache focale de rayon 10um pénétrant sur
0.2um dans un plasma a la densité du solide, on aurait a calculer le mouvement
d’un nombre réel de 10*? particules en interaction coulombienne. Dans ce cas, on
devra plutot adopter une modélisation cinétique/hydrodynamique.

Le modéle cinétique pour des plasmas faiblement collisionnels [Aze; > Ape|. On
néglige ici les collisions e-e et les électrons suivent un mouvement collectif dirigé par
le potentiel d’interaction coulombien de longue distance. Dans ce cas, la connais-
sance exacte de I’état microscopique donné par le modéle a N corps est superflue
et seules les propriétés macroscopiques sont intéressantes. On adopte une démarche
statistique et on définit un continuum f appelée distribution de macroparticules,
fonction du temps ¢, de 'espace r et de I'impulsion p. Les macroions ou macro-
électrons représentent une densité d’électrons ou d’ions qui possédent les mémes
position et impulsion. Cette simplification permet de réduire le nombre total d’ob-
jets & modéliser [ici, des macroparticules| en comparaison du nombre de particules
réelles. Nous verrons dans la suite que I'évolution de f est déterminée de maniére
auto-consistante par la conservation du nombre total de particules, les équations de
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Chapitre 3. Simulation numérique de la génération d’harmoniques sur cible solide

Maxwell et 1’équation de Newton pour le mouvement des particules.

(iii) Le modéle hydrodynamique est une simplification du modéle cinétique ou la
fonction de distribution est approchée par un nombre fini de ses moments. Dans le
cas ol le plasma est a 1’équilibre thermodynamique local, ces moments sont suffi-
sants pour décrire I’état du plasma et peuvent étre associés a des grandeurs macro-
scopiques locales : les densités électroniques/ioniques n./n;, les vitesses moyennes
électronique /ionique, les températures électroniques/ioniques T, /T;. Cette modélisa-
tion est utilisée pour suivre le comportement dynamique du plasma sur des échelles
de temps assez grandes, suffisamment grandes pour pouvoir supposer un équilibre
thermodynamique. Les durées d’intérét sont données par le temps caractéristique du
mouvement des ions, allant de la ps a la ns pour les plasmas créés par laser.

Dans le cas de la génération d’harmoniques par un laser d’éclairement I > 10'8W.cm =2

de quelques 25 f's, le plasma est trés faiblement collisionnel et les mécanismes de génération
impliquent des croisements de particules [effet Brunel| ainsi que de grandes amplitudes
d’oscillations des électrons. Pour cette raison, on ne peut utiliser de modéle hydrodyna-
mique et on adopte plutdét une modélisation cinétique plus riche et pour laquelle aucune
hypothése d’équilibre thermodynamique n’est formulée.

3.1.3 Le Modéle cinétique de Vlasov

On considére le cas d’un plasma non-collisionnel décrit par la fonction de distribution
f(r,p,t) composée de N, macroparticules [électrons ou ions| ol :

+00 +00
N, = / f(r,p, t)dpdr (3.1)

On peut montrer que f vérifie :

& _0f  Ofde 0fdp

dt — ot Ordt %dt_o (32)
ou :
dp
E:q[E%—VxB] (3.3)

et v = dr/dt désigne la vitesse de la macroparticule. On en déduit I’équation d’évolution
de la fonction de distribution appelée équation de Vlasov :

af of . of
=t A =0 (3.4)

(i) s = (r,p),
(i) A = (v,q[E+ v x B]J)
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3.2. Modélisation numérique a I'aide d’un code de type Particle-In-Cell (PIC)

Les champs électromagnétiques (E, B) sont donnés par les équations de Maxwell :

VE = P
€o
0B
E = E— 3.5
V % = (3.5)
1 OE
| VXB = ml+ 55

L’évolution du plasma est donc régie par un systéme couplé composé des équations 3.4 et
3.5. Dans la section suivante, on s’intéresse a la résolution numérique du systéme couplé
de Vlasov-Maxwell a 'aide d’un schéma particulaire du type Particle-In-Cell (PIC).

3.2 Modélisation numérique a I’aide d’un code de type
Particle-In-Cell (PIC)

3.2.1 Contraintes liées au temps de calcul

Le systéme couplé Vlasov-Maxwell peut étre résolu numériquement par une tech-
nique de discrétisation aux différences finies en temps-espace-impulsion. Un décompte du
nombre de mailles nécessaires pour résoudre ces équations permet de se rendre compte de
la limite de la technique. Imaginons que chaque axe en espace et en impulsion nécessite
100 mailles. En géomeétrie 1D1V, cela donne 10* mailles dans lespace (z,p,). En 2D, ce
nombre devient 10® pour arriver a 10'? mailles en 3D. Dans ce dernier cas, il faudrait
mémoriser et traiter 10'2 scalaires donnant les valeurs de f. En supposant 8o par scalaire
sur une machine 64 bits, on arrive & un total de 87’0 d’espace mémoire nécessaire a chaque
pas de temps de la simulation. En outre, en supposant que le calcul sur une maille ne
prenne que 0.1ps sur un processeur d’'une machine multicoeurs actuelle, on arrive a un
temps de calcul de 28 heures CPU par pas de temps. Méme si 'on opérait une paralléli-
sation parfaite du calcul de la fonction de distribution sur un millier de processeurs, on
obtiendrait un temps total de 60 jours pour 50000 pas de temps. On voit immédiatement
le probléme du traitement numérique direct d’une telle équation.

Pour contourner ce probléme, on utilise une méthode particulaire qui consiste a dé-
couper la fonction de distribution initiale dans I’espace (r, p) en N, tranches numeériques
appelées macroparticules. Ce nom provient du fait que dans 'espace réél, ces pseudo-
particules sont associées & un groupe d’électrons ou d’ions qui possédent la méme position
r et la méme impulsion p. Au cours de la simulation, ces macroions et macroélectrons vont
explorer ’espace des phases en fonction des champs électromagnétiques auxquels elles sont
soumises. A la différence de la méthode Eulérienne précédente, la méthode particulaire est
une approche Lagrangienne dans ’espace des phases. On distingue principalement deux
types de méthodes particulaires :

1. La méthode Particule-Particule (PP) qui représente la forme la plus élémen-
taire des méthodes particulaires car trés proche du modéle & N corps. On fait évoluer
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Chapitre 3. Simulation numérique de la génération d’harmoniques sur cible solide

chacune des IV, macroparticules sous la force exercée par les N, — 1 autres particules
et la présence d’une force extérieure. L’interaction entre particules passe donc par
le calcul des forces a distance et non via les champs calculés par les équations de
Maxwell. Il y a donc O(NZ?) opérations numériques a réaliser a chaque pas de temps
de la simulation ce qui limite considérablement le nombre de macroparticules que
I’on pourra utiliser.

2. La méthode Particule-Maille (PM) ou Particle-In-Cell (PIC). Les forces
sont calculées par I'intermédiaire de champs connus aux noeuds d’un maillage de
Iespace. Les macroparticules bougent & travers ce maillage et la force qui s’exerce
sur chacune d’elles est calculée par interpolation des valeurs de ces champs connues
aux noeuds du maillage. En retour, une macroparticule contribue aux densités de
charge p et de courant J définies sur le noeud des mailles environnantes, en se
répartissant sur ces noeuds suivant un certain schéma d’assignation. Dans ce schéma
la complexité du calcul du mouvement des particules varie en O(N,,) et le calcul des
champs a l'aide des équations de Maxwell en O(NN), N étant le nombre de mailles.
En général on prend 100 fois moins de mailles que de macroparticules ce qui réduit
le nombre total d’opérations & 1.1N, au lieu de Ng pour la méthode PP.

Dans la suite, on détaille la résolution de I’équation de Vlasov par la méthode particulaire
de type PM.

3.2.2 Reésolution du systéme Vlasov-Maxwell par la méthode PIC

Le but de cette section est de fournir une vue d’ensemble de la méthode PM. On
trouvera une preuve mathématique compléte de cette approche dans la référence [34].
Equation de Vlasov

Si fo(s) = f(s,0) désigne la fonction de distribution initiale, la solution a 'instant t
s’écrit :

f(s,t) = fols — Q(t)] (3.6)
avec Q = (x,p) et : ]
% = A(s,t)

Dans un code PIC, on approche alors la distribution initiale fy(s) par une mesure :

fols) ~ fi(s) = Z apd(s — sp) (3.7)

d(s —s,) est appelée macroparticule p, a laquelle on affecte un poids a,, choisi en fonction
de sa contribution a la fonction de distribution totale. Son évolution au cours du temps
est alors régie par 1’équation :

fs.t) = ay6(s — Q1)) (3.8)

p
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3.2. Modélisation numérique a I'aide d’un code de type Particle-In-Cell (PIC)

En termes physiques, cette opération consiste a suivre le déplacement des macroparticules,
dont le mouvement Qp(t) est régi par les mémes équations que les particules ponctuelles
réelles :

dr
— P 'V
d dt
Q _ A(s,t) = (3.9)
dt dp
- = q(E+v x B)

Afin de pouvoir en déduire la fonction de distribution qui nous intéresse et de pouvoir cal-
culer ses moments (densité de charge, vitesse moyenne etc.), on la régularise en convoluant
la mesure f" avec des fonctions de poids W (r)2.

f(rp,t) = W(r) ® f(r,p.t) = Y a,Wlr —r,(t)]5[p — p,(1)] (3.10)

Physiquement, cela revient & affecter un volume fini de I'espace a chaque macroparticule.
Comme nous allons le voir dans la suite, ces fonctions de poids doivent étre choisies de
telles sorte qu’elles conservent la physique du probléme.

Couplage avec les équations de Maxwell

Le calcul du premier moment de la fonction de distribution donne :

p(r,t) = Q/OO dpf(r.p,t) = QZP apW(r —rp) (3.11)

ou NV, désigne le nombre de macroparticules. On voit ainsi que a, a la dimension d’une
densité et que les fonctions poids vont réaliser le couplage avec les équations de Max-
well par 'intermédiaire de I'assignation des charges et courants au niveau des noeuds du
maillage spatial et I'interpolation des champs sur les macroparticules :

Np

pig = 4 aW(r, — 1) (3.12)
p=1

Ji,j = pz‘vij (313)

Calcul des fonctions de poids

Comment déterminer les fonctions de poids adaptées a la physique de notre probléme ?
Il existe une multitude de fonctions de poids ayant des propriétés trés différentes les unes
des autres. On s’intéresse ici & celles calculées par Hockney et Eastwood [35], en utilisant
les trois critéres physiques suivant :

1. La variation du champ en un point éloigné de la source doit étre faible lorsqu’on
bouge la source sur la distance d’'une maille. Cette régle permet en fait de minimiser
I'écart entre le potentiel coulombien généré par une source ponctuelle en z; par
rapport a celui créé par une charge étalée sur plusieurs points du maillage autour
de z;,

2 Aussi appelées cut-off functions.

%)



Chapitre 3. Simulation numérique de la génération d’harmoniques sur cible solide

2. La variation du champ doit étre réguliére d’une maille & une autre afin d”éviter
les sursauts dans les forces s’exercant sur une macroparticule lorsqu’elle change de
maille,

3. La quantité de mouvement totale doit étre conservée afin d’éviter I’apparition d’auto-
forces exercées par les macroparticules sur elles-méme. Cette condition impose en
fait de choisir la méme fonction poids pour I'assignation des charges sur les noeuds
du treillis en espace que pour U'interpolation des champs sur les macroparticules (cf.
Annexes).

Hockney a montré que les fonctions splines Ny [36] définies par I’équation ci-dessous
respectent ces trois conditions :

Nk(t) = (Nk—l * Nk)(t) = /t1 Nk_l(Z)dZ (314)

ol pour simplifier, on a réduit notre analyse au cas 1D. Les fonctions poids obtenues sont

de la forme : k
z

kfois

ou Wy désigne la fonction de poids d’ordre k. Sur la Fig. 3.3 sont représentés les trois
premiers ordres NGP, PIC et TSC des fonctions poids. L’ordre k& correspond au nombre
de noeuds du maillages sur lesquels la fonction de poids est non nulle, i.e le nombre de
noeuds sur lesquels la macroparticule apporte sa contribution en courant et en charge.
Plus k est élevé et moins on commettra d’erreurs dans le calcul des forces. Nous verrons
dans la suite de ce chapitre, que ces erreurs sont des sources de bruit blanc non physique
qui viennent entacher les spectres harmoniques.

1 1 1
< < <
g g g
=, 05 .05 Z, 05
= = =
0 0 0
-2 -1 0 1 2 -2 -1 0 1 2 -2 -1 0 1 2
XIA X XIA X XIA X

F1G. 3.3 — Fonctions poids W}, (a) Fonction poids d’odre k = 1 Nearest Grid Point (NGP) (b) ordre
k = 2 Particle-In-Cell (PIC) (c) ordre k = 3 Triangular Shape Cloud (TSC).

3.2.3 Les codes PIC
Principe d’un code PIC

La Fig. 3.4 résume le principe d’'un code reposant sur la méthode PM. Les macropar-
ticules se déplacent au sein d’un treillis en espace, aux noeuds ¢ duquel sont connus les
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3.2. Modélisation numérique a I'aide d’un code de type Particle-In-Cell (PIC)

champs électromagnétiques (E;, B;), la densité de charge et les distributions de courant
p; et J;. Les macroparticules n’interagissent pas directement entre elles comme dans la
technique PP mais communiquent uniquement via leur contribution aux charges, aux cou-
rants et donc aux champs, calculés sur le maillage. Au cours d’une itération temporelle
n, leur déplacement est calculé en 4 étapes® :

) connus aux noeuds du maillage sur les macro-
particules en r; [Etape d’interpolation],

1. Interpolation des champs (E}, B}

2. Déplacement des macroparticules selon les équations du mouvement et calcul de

leurs nouvelles positions et impulsions (rp*!, prtt),

3. Calcul de la contribution de chaque macroparticule a la charge p?**

; et aux courants
J"*1 des noeuds du maillage spatial [Etape d’assignation,

4. Calcul de la nouvelle valeur des champs électromagnétiques (Ef™' Bt sur les
noeuds du maillage a partir des équations de Maxwell.

Il est & noter qu’a l'itération n = 0, on initialise les positions/impulsions des particules
aux valeurs (rg, p,) afin de calculer les sources (p?,J?) puis les champs (EY, BY). Dans la
suite, on présente succintement les deux codes PIC que I'on a utilisés pour étudier la gé-
nération d’harmoniques sur miroir plasma : les codes 1D EUTERPE et 2D CALDER. On
s’'intéressera tout particuliérement au schéma de discrétisation des équations de Maxwell
qui s’avérera trés utile dans la section suivante.

Itération n=0

Initialisation
(ryp,)

Sources
(0 J)

Assignation Maxwell

Particule/Maille

Interpolatation

Equation Maille/Particule

du mouvement

F1G. 3.4 — Principe d’un code PIC. r et p désignent la position et 'impulsion des macroparticules.
(ro, Po) sont les position/impulsion des macroparticules a l'itération n = 0 et (rp, p,,) & l'itération n. E,
et B, sont les champs électriques et magnétiques calculés au niveau des macroparticules et E; et B; au
niveau des noeuds du treillis en espace.

3les notations n et n + 1 sont employées ici au sens d’instants précédent et suivant pour chacune
des grandeurs. En réalité, les maillages temporels et spatiaux employés dans la résolution numérique des
équations peuvent étre différents pour p, J et les champs E, ,, B, comme dans le schéma de Yee utilisé
pour résoudre les équations de Maxwell dans le code CALDER.
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Chapitre 3. Simulation numérique de la génération d’harmoniques sur cible solide

Le code 1D EUTERPE

EUTERPE est un code 1D (une seule dimension d’espace z) développé par Guy BON-
NAUD. Toutes les grandeurs sont indépendantes des directions transverses z et y. Les ma-
croparticules sont considérées comme des plans perpendiculaires a I’axe d’évolution (I’axe
des z). Numériquement, on peut créér trois différents modéles a une dimension d’espace :

(i) Modeéle 1D : on ne prend en compte que z et p,, la coordonnée selon z de 'impulsion.
Cette configuration est suffisante pour I’étude de problémes sans champ magnétique
et purement électrostatiques,

(ii)) Modeéle 1D1/2 : on prend en compte z, p, et p,. Cette configuration sera utilisée
pour étudier I'interaction d’une onde électromagnétique de polarisation linéaire avec
un plasma,

(iii) Modéle 1D2/2 : on prend en compte 2, p,, p, et p,. Cette derniére configuration per-
met I’étude de 'interaction d’une onde électromagnétique de polarisation quelconque
avec le plasma.

Les équations de Maxwell sont discrétisées selon un schéma de Newmark [37] pouvant
étre explicite ou implicite suivant la valeur d'un paramétre 3. Dans cette thése, le schéma
a toujours été en mode explicite et sa stabilité impose de prendre un pas spatial Az et
temporel At tels que Az > cAt. Le schéma d’assignation /interpolation particule-champ
utilisé est un schéma d’ordre k.45 réglable, 1 < kppias < 8.

Bien qu’il soit 1D, ce code permet également d’étudier I'interaction d’une onde plane
de polarisation linéaire en incidence oblique d’angle 6 sur le plasma en se placant dans
le référentiel de Bourdier introduit dans la premiére partie de ce manuscrit. Pour une
simulation de génération d’harmoniques sur cible solide, on utilise en général des pas
spatiaux et temporels trés faibles [pour résoudre les fréquences élevées| de Pordre de
At ~ Az/c ~ 107%T}, et des boites de simulations d’une dizaine de longueur d’onde
Az [soit 10000 mailles|. Avec ces paramétres, le temps par itération temporelle et par
macroparticule est de 'ordre de la ps sur une machine multi-coeurs classique. Pour N, =
500000 macroparticules et pour une durée de simulation de 'ordre de 15 cycles laser 17,
on voit que le temps de calcul nécessaire est de I'ordre de 25h CPU.

Le code 2D CALDER

Le code CALDER est un code PIC 1D /2D /3D écrit par Erik Lefebvre et son équipe,
qui a été entiérement parallélisé sous protocole MPIL. Dans une géométrie 2D, le schéma
d’assignation /interpolation particule-champ utilisé est un schéma d’ordre 4. Cela signifie
qu'une particule contribue aux charges et courant des 16 noeuds du maillage les plus
proches, avec un poids dépendant de la distance macroparticule-noeud. Les équations de
Maxwell sont discrétisées selon un schéma explicite 2D centré plus connu sous le nom de
schéma de Yee [38] dans lequel les champs E et B sont calculés sur des grilles décalées.
Nous montrons dans la suite que cette approche le rend conditionnellement stable. On
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3.3. Etude de la génération d’harmoniques a l'aide des codes EUTERPE ET CALDER

rappelle d’abord son expression dans le cas d’une onde TM [B selon y] :

/ n—+1 _ n+1/2 n+1/2
E%’+1/2,j E?i+1/2,j o (CBy)i+1/2,j+1/2_(CBy)z‘H/z,j—l/z 1 gqntl/2
cAt - Ax egc ” #id
n+1 _ n+1/2 n+1/2
Briiip =B 11 _ By B gy 1 gt/ (3.17)
cAt - Az egc Tisg
n+1/2 n—1/2 _ _
©By)ivi/ogaryo=(Bulivrjo 12 _ e RV M R TSV R TRV R RS M ERVER|
cAt - Az Ax
Pour s’assurer de la stabilité de ce schéma numeérique, on a réalisé une étude fréquentielle
. o Fntl . Fntl . pgrti/2 (ke
en calculant le gain spectral g(k., k) = - =% = BZ*W = ¢@(k=k2) Le but est de
z T Yy

voir si le schéma n’introduit pas des modes susceptibles de créer une instabilité numérique
Im(w) < 0. Dans le vide |absence de courants|, la transformée de Fourier discréte en
(x,y,t) du systéme d’équations (3.17) donne I’équation matricielle suivante :

g—1 0 2ingS, @; 0
0 g—1 —2ings, Em =10 (3.18)
2ins, —2ins, g—1 cByt? 0

ot on a supposé Az = Az, n = cAt/Ax [paramétre de Courant-Friedrichs-Lewy ou CFLJ|,
s, = sin(%2=) et s, = sin(%2+). Le calcul du déterminant nous donne alors I'équation
suivante pour g :

P 22042+ s3) —1g+1=0 (3.19)
Afin que le schéma soit stable, on doit s’assurer que g n’est pas réel. Cela implique que le
discriminant de I’équation 3.19 ci-dessus soit strictement négatif :

A <0+ 160°(s2+s2)[(s2+s2) -1 <0=n< % (3.20)
Cette condition de stabilité n’est pas trés contraignante dans 1'étude de la génération
d’harmoniques car on doit résoudre les harmoniques aussi bien en temps qu’en espace.
Par conséquent, on devra dans tous les cas choisir des pas spatiaux et temporels normalisés
du méme ordre de grandeur. Une simulation type de génération d’harmoniques sur cible
solide & 'aide de CALDER met en jeu des pas spatiaux Az = Ay = 2.5 x 1073\,
et temporel At = 1.25 x 10737}, des boites de simulation de tailles 10A; x 207, [soit
3.3 x 107 mailles| et des durées de Pordre de 707y [soit 56000 itérations|. Le temps de
calcul nécessaire est de I'ordre de 16000h CPU réparties sur 512 processeurs, soit environ
30h par processeur.

3.3 Etude de la génération d’harmoniques a P’aide des
codes EUTERPE ET CALDER

3.3.1 Introduction

Le but de cette section est de fournir un jeu de paramétres numériques [pas d’échan-
tillonnages spatial et temporel, ordre d’interpolation/assignation, nombre de macropar-
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Chapitre 3. Simulation numérique de la génération d’harmoniques sur cible solide

ticules par maille] qui vont permettre de réaliser une étude numérique rigoureuse du
phénomeéne de génération d’harmoniques et de s’affranchir des artefacts numériques non
physiques, liés notamment & la méthode particulaire et & 'emploi de schémas aux diffé-
rences finies.

En particulier nous nous intéressons a deux phénoménes purement numériques pou-
vant fausser significativement l'interprétation des résultats de simulation : la dispersion
numeérique dans le vide des harmoniques, issue principalement de la discrétisation des
équations de Maxwell, ainsi que le bruit numérique non-physique qui vient entacher les
spectres harmoniques et dont 'origine peut étre trés diverse.

3.3.2 Influence de la dispersion numeérique

Dans le cas ’EUTERPE, le schéma explicite utilisé pour résoudre les équations de
Maxwell n’introduit pas de dispersion numérique. Afin de quantifier I'effet de la dispersion
numeérique sur la propagation des harmoniques dans le vide dans le cas du code CALDER,
on reprend 1’étude fréquentielle du schéma de Yee entamée dans la section précédente et
on calcule la relation de dispersion w = f(k) avec k = \/k2 + k2. Pour ce faire, on résout
I'équation 3.19 donnant le gain g(k., k,) = e®(*=*2) dans le cas stable < 1/v/2 :

g = 1= 22(s2 + 52) & 2iny/ T2 + ST (2 + 52) — 1] = eietheit (3.21)
On en déduit que :
w(k., k) = arg(g) = arccos [1 — 2n°(s> + s2)] (3.22)

L’équation (3.22) n’est rien d’autre que la relation de dispersion (w, k) des fréquences
dans le vide. La valeur de w en fonction des vecteurs d’onde k. Az et k,Ax est représentée
sur la Fig. 3.5 (a). Sur ce graphe, 'angle polaire 6 représente la direction de propagation
de la lumiére dans Pespace (z,y), la distance a lorigine la norme du vecteur d’onde k
et ’échelle de couleur la fréquence w. Nous en avons déduit la relation de dispersion
w = f(k,0) pour différents angles 6 de propagation des fréquences dans le vide |[Fig. 3.5
(d)]- Nous avons également calculé les vitesse de phase v,(6, k) [Fig. 3.5 (b)-(e)] et de
groupe v, (60, k) [Fig. 3.5 (c)-(f)] a partir des équations suivantes :

Vg = (323)

Q| &
El

Vg = o (3.24)

Pour 6 = 45°, le schéma de Yee décrit correctement la relation physique de dispersion
des fréquences dans le vide w = ke quelle que soit la valeur de KAz ou Az/A. Dans ce
cas, on peut voir sur les Fig. 3.5 (b)-(c)-(e)-(f) que les vitesse de groupe v, et de phase
vy des fréquences sont égales a c. En revanche des que 6 se rapproche de 0° ou 90°,
ce qui correspond au cas d'une onde lumineuse se propageant selon les axes z ou y de
Iespace, la relation de dispersion numérique devient erronée pour des valeurs KAz > 1.5
i.e Az > \/5. Dans ce cas, on observe :
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Fréquence Vitesse de phase Vitesse de groupe

3 ] 1 — 1
(d) 6=45 (e) 6=45° (f) 9=45°
8= 0.8
2 6=0° 0.9
(9]
N o v 06 <20°
g > R0 e
1 08 0.4 \
6=0 0.2 6=
7
00 1 2 3 0 1 2 3 0 1 2 3
kA z kA z kA z

F1G. 3.5 — Variation de la vitesse de phase et de la relation de dispersion numérique avec
I’angle de propagation dans le vide 6(°).

— Une vitesse de phase v,(\) différente de la vitesse de groupe vs(\) ce qui entraine
une variation de la phase absolue de la fréquence porteuse [abbrégée en CEP dans la
suite pour Carrier Enveloppe Phase| dans I'enveloppe des impulsions attosecondes
au cours de leur propagation dans le vide,

— Une vitesse de groupe v,(\) qui varie avec A entrainant un étalement temporel [ou
chirp temporel| des composantes spectrales des impulsions attosecondes au cours de
leur propagation dans le vide.

Nous avons illustré ces deux effets en réalisant des simulations CALDER de génération
d’harmoniques en régime relativiste dans une configuration ot la cible est inclinée & 45°
dans la boite de simulation (z,z) et le champ laser est incident sur le plasma le long
de 'axe x. Nous expliquerons l'intérét de cette configuration dans le chapitre suivant
traitant de ’analyse numérique du champ réfléchi. Dans ce cas de figure, 'impulsion
laser est réfléchie par la cible dans la direction spéculaire, le long de 'axe z, et le train
d’impulsions atttosecondes généré par le miroir plasma se propage avec un angle 6 = 0°
dans l'espace (z, z). A I'aide du code CALDER, nous avons obtenu le profil spatial (z, 2)
du champ a l'instant t = 207}, aprés sa réflexion par la cible en ¢ = 0, que nous avons
filtré spatialement entre les ordres harmoniques H10 et H20. Le champ filtré est représenté
sur la Fig. 3.6 pour trois valeurs différentes du maillage spatial Az = 0.036¢/w;, (a),
Az =0.072c/wy, (b) et Az = 0.144¢/wy, (¢), qui correspondent & des valeurs moyennes de
kAz = 0.5, kAz = 1 et kAz = 2 ou k désigne le vecteur d’onde de la longueur d’onde
centrale A5 = A/15 du champ réfléchi filtré :

(i) Dans le cas kAz = 1, la dispersion de vitesse de groupe %i,f reste faible par rapport
au cas kAz = 0.5 [Fig. 3.5 (f)] et n’induit pas de déformation significative des
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kAx=0.5 kAx=1 kAx=2
26 26 26
(a) (b) (c)
N 28 N 28 N 28
<' ol < -~ = < T A 14 <' i = = <
< 30 < 30 < 30
32 32 32
765 77 775 78 785 765 77 715 78 785 765 77 775 78 785
z\) z(\) z\)
2 2 2
(d) (e) (f)
1 1 1
© 0 © 0 © 0
-1 -1 -1
—2 -2 —2
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F1G. 3.6 — Effets de la dispersion numérique sur la propagation des impulsions attosecondes.
(a-c) Profil spatial (z,z) du champ a 'instant ¢t = 207}, aprés sa réflexion sur la cible, que I’on a obtenu a
I’aide du code CALDER, pour plusieurs valeurs du paramétre kAx = kAz. Dans la simulation, le champ
réfléchi par le miroir plasma se propage le long de ’axe z de la boite de simulation avec un angle 6 = 0
dans le plan (z,x), a une amplitude ay, = 10. A chaque fois, Le plasma a un profil de densité exponentiel
de longueur de gradient L = Ap/8 et de densité maximale n.g = 200n.. Les panneaux (d), (e) et (f)
représentent des coupes des panneaux (a),(b),(c) le long de la droite d’équation x = 29y, [pointillés noirs
sur les cartes de couleur].

impulsions attosecondes du train. En revanche, la différence entre vitesse de groupe
et vitesse de phase induit un décalage de la CEP du champ [Fig. 3.6 (a,d)-(b,e)].

(ii) Dans le cas kAz = 2, la dispersion de vitesse de groupe %i,f est maintenant trés
importante |Fig. 3.5 (f)] ce qui entraine un étalement du profil d’amplitude de 1'im-

pulsion, une augmentation de sa durée et une diminution de sa valeur maximale
[Fig. 3.6 (c)-(f)]
Dans la suite, on veillera donc a choisir un pas spatial Az tel que kAz < 1, ce qui donne

la condition suivante :

Az < —— (3.25)

ot n désigne I'ordre harmonique que 'on souhaite observer dans la simulation. Ainsi, si
on observe 30 ordres harmoniques, on devra choisir Az < 0.034¢/wy, pour ne pas observer
d’effets liés a la dispersion numérique des fréquences du champ réfléchi.

3.3.3 Etude du bruit numérique

Dans la suite, on définit par bruit numérique, tout artefact numérique non physique
qui vient fausser 'interprétation des observables de la simulation, dont notamment les
spectres harmoniques. Remarquons que ’on exclut de cette définition la dispersion numé-
rique qui concerne plutot la propagation du champ harmonique dans le vide et non son
émission par le plasma. Le bruit est en général issu des multiples discrétisations opérées
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dans le code particulaire : discrétisation de la fonction de distribution sous forme de ma-
croparticules et maillage de 'espace. Il dépend donc essentiellement de la taille du treillis
en espace Az ainsi que du nombre N, et de la forme [ordre d’interpolation k,uqs| des
macroparticules utilisées pour décrire I’évolution de fonction de distribution du plasma.
Dans ce paragraphe, on réalise une étude paramétrique de la dépendance du bruit en ces
paramétres, le but de ce travail étant de fournir un jeu de paramétres numériques per-
mettant la réduction du bruit non physique pouvant fausser I'interprétation des spectres.
Etant donné le grand nombre de simulations a effectuer, nous réaliserons cette étude a
I’aide du code 1D EUTERPE.

Origine du bruit numérique

On s’intéresse ici aux harmoniques générées par une impulsion laser polarisée linéai-
rement, en incidence oblique sur le plasma. Les fluctuations électromagnétiques dans le
champ B, proviennent du courant de charge des électrons/ions du plasma J = pv et ont
donc pour origine [39] :

— les fluctuations numériques < p >, de densité p issues a la fois de I'utilisation
d’un nombre fini N, de macroparticules, de la taille du maillage spatial Az et de
I'ordre des fonctions d’assignation de la charge de ces macroparticules sur les noeuds
du maillage a t,

— les fluctuations numériques < F >, dans le calcul de la force de Lorentz F
utilisée dans le pousseur de particules pour déduire la vitesse v des ions/électrons
du plasma. Le terme < F' >,,,;s est calculé a I'aide des champs électromagnétiques
et des vitesses des itérations précédentes. Il dépend donc de toutes les fluctuations
numériques de densité accumulées aux instants inférieurs a t.

L’ensemble de ces fluctuations numeériques aboutissent & des erreurs de calcul dans les
trajectoires des macroélectrons et macroions qui composent le plasma et dont une partie
contribue au courant J a 'origine du rayonnement harmonique. On s’intéresse maintenant
4 une analyse du bruit numérique en termes de fréquences.

Chauffage numérique du plasma

D’un point de vue fréquentiel, le maillage spatial et I'introduction de fonctions poids
dans la résolution de ’équation de Vlasov entrainent une modification de la relation de
dispersion w = f(k) du plasma. Dans le cas purement électrostatique et pour un plasma
non collisionnel [40], la relation physique s’écrit :

w2 w
1+ peX( ):0 3.26
k2v?, |k |vgn ( )

oll vy, est la vitesse thermique des électrons et X désigne la fonction :

X(z) = \/LQ_W / ! exp (—“;) du (3.27)

Dans le cas discrétisé, on peut montrer [35] qu’elle devient :

A ~ w2 w ~
1 —iD(k)G(k)Z . X< >W2,k—m =0 3.28
( ) ( ) l(]{:_lkg)thh |k_lkg|vth kpmds( g) ( )
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ol Wk
Les opérateurs fréquentiels D et G associés a la discrétisation de I’équation de Poisson et
au calcul des forces sont définis de la maniére suivante :
sin kAz

‘ Az

A k Az/2 1\

Glk) = 1 <kg> <sin kAz/Q) (3:30)
ot II est la fonction porte sur la zone principale de Brillouin |k| < k,/2. On voit dans
I'équation (3.28) que la fonction poids et les opérateurs de discrétisation D et G modifient
la relation de dispersion physique en créant de nouveaux modes numériques w. Selon les
valeurs de Az/Ape et kpoigs, ils pourront créer des valeurs de J(w) < 0 non nulles qui
correspondent & des modes instables non physiques. Ces modes instables sont associés
au bruit causé par les différentes discrétisations qui créent un chauffage numérique du
plasma : I’énergie cinétique du plasma augmente dans le temps.

Dans le cas électromagnétique, la relation de dispersion devient plus complexe et
I’augmentation du bruit numérique va également dépendre des conditions de I'interaction
laser-plasma |ay, gradient L et densité ne| ce qui rend I’étude plus complexe.

est la TF par rapport & z de la fonction poids d’ordre k45 €t k; = 2m/Az.

poids

D(k) = (3.29)

Effet du bruit d’autochauffage sur le spectre harmonique

Un effet du bruit d’autochauffage sur le spectre harmonique est représenté sur la Fig.
3.7. Sur le panneau (a) on a représenté I’évolution du spectre harmonique en fonction du
paramétre Az/Ap., oit Ap. désigne la longueur de Debye électronique (échelle de couleur).
Cette carte de couleur a été obtenue a partir de 20 simulations EUTERPE réalisées pour

10 15 20 25
wL

Fi1G. 3.7 — Influence du rapport Az/\p. sur le spectre harmonique. (a) La carte de couleur
représente le spectre harmonique en fonction du ratio Az/Ap. exprimé dans le repére de Bourdier. Pour

obtenir ce ratio dans le référentiel du laboratoire, il suffit de le diviser par 72’/ Y 1.6, va =1/ cosf = V2
étant le facteur de Lorentz associé au changement de référentiel. (b) Evolution du chauffage numeérique
AE/E; |E; étant I’énergie initiale totale dans la boite de simulation] en fonction du paramétre Az/Ape.

20 paramétres Az/Ap. entre 2 et 8 avec a chaque fois :
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(i) Un laser d’amplitude a;, = 6 en incidence oblique § = 45° sur un plasma de tem-
pérature T, = 0.5keV, de profil de densité exponentiel, de longueur de gradient
L = A1 /20 et de densité plateau n, = 200n,,

(i) Un nombre total de macroparticules N, = 500000 constant,
(iii) une fonction d’assignation/interpolation d’ordre kpyiqs = 4.

Le paramétre Az/Ap. a été exprimé dans le référentiel de Bourdier. Sur le panneau (b),
on constate que la variation d’énergie totale du plasma AFE exprimée en pourcentage
de I’énergie initiale est quasiment constante pour Az/Ap. < 4 puis augmente ensuite
brusquement jusqu’a atteindre 10% pour Az/\p. ~ 8. En paralléle on voit sur le panneau
(a) que ce chauffage numérique du plasma pour Az/A\p. > 4, s’accompagne de Papparition
d’une résonance non physique en w, ~ 20wy, et d’une chute de I'intensité des harmoniques,
voire méme de leur disparition pour les ordres les plus élevés n > 20. La réduction du bruit
d’autochauffage est donc essentielle pour pouvoir correctement interpréter les spectres
harmoniques.

Comment réduire le bruit et éviter le chauffage numérique ?

Afin de limiter I'influence du bruit numeérique sur le spectre, on devra donc maintenir
un rapport AFE/FE; constant et le plus faible possible tout au long de la simulation. Nous
avons étudié 'évolution de ce rapport avec le pas spatial Az/Ap., le nombre de macropar-
ticules N, et l'ordre de la fonction poids kppqgs & 'aide du code EUTERPE. Dans toutes
les simulations réalisées, on considére une impulsion laser polarisée p, d’amplitude ar, = 6
et de durée 7, = 24T} pied a pied, incidente avec un angle § = 45° sur un profil de
densité plasma exponentiel, de longueur de gradient L = A;/20 et de densité maximale
nep = 200n.. La durée totale de la simulation est de 55 périodes laser Ty, et on a choisi
une température électronique\ionique, T, = 0.5keV\T; = 0.05keV. Dans ces conditions,
la longueur de Debye dans le repére du laboratoire vaut Ap. = 3.6 x 1074\ .

Sur les Fig. 3.8 (a-b) on a représenté I’évolution du chauffage numérique AE/FE; |en
%] en fonction de l'ordre de la fonction d’assignation\interpolation kp,q4s et du ratio
Az/Ape exprimé dans le référentiel mobile. Pour kpy4s < 3, le chauffage numérique est
trés important avec une valeur AE/E; > 10% : dans cette zone, on voit sur le panneau
(a) que le ratio AE/E; décroit fortement avec l'ordre k,pqs et dépend trés peu de la
taille du maillage spatial Az/Ap.. Pour kp,q4s > 4 en revanche, le chauffage numérique
devient inférieur a 5% et a présent le ratio AE/E; dépend surtout du maillage Az/Ap..
Il se stabilise pour Az/Ap. < 4 [courbe verte sur le panneau (b)|. Par ailleurs, pour
kpoias = 4, on voit sur le panneau (c) que AE/E; décroit faiblement avec le nombre de
macroparticules N, de la simulation.

Ainsi, on voit qu’il est beaucoup plus efficace d’augmenter I'ordre de la fonction poids
kpoias pour réduire le chauffage numérique plutot que de diminuer le maillage spatial
Az/Ape ou augmenter le nombre de macroparticules NV,,. En outre, il apparait sur le pan-
neau (d) que cette solution augmente trés peu le temps de calcul comparé a I’augmentation
induite par la diminution du maillage spatial Az/\p. [panneau (e)] ou 'augmentation du
nombre de macroparticules N, [panneau (f)]. Dans ces conditions d’interaction laser-
plasma [a;, = 6,L = \;/20], on pourra choisir kppias = 4, N, = 4 x 10° et Az/\p, = 4
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Chapitre 3. Simulation numérique de la génération d’harmoniques sur cible solide

dans le référentiel mobile pour maintenir un ratio AE/E; inférieur a 0.1%. Le temps de
calcul dans ce cas est de 'ordre de 6h CPU. Méme si nous avons constaté que pour des
valeurs Az/Ape, N, et kppias fixées le chauffage numérique dépend des conditions d’inter-

action (ar,L), les valeurs précédentes suffisent dans tous les cas & maintenir une valeur
AE/E; < 1% acceptable.
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AE/E;. (a) Evolution du chauffage numérique AE/E; [en %] avec l'ordre kpsiqs de la fonction d’as-
signation/interpolation pour deux ratios Az/Ap. = 5.7 et Az/Ap. = 2.9 différents [exprimeés dans le
référentiel mobile]. Dans les deux cas, on a choisi N,, = 4 x 10° macroparticules. (b) Evolution du chauf-
fage numérique AE/E; [en %] avec le ratio Az/Ap. = 5.7 pour trois ordres kpoigs = 2, Kpoids = 3 €t
kpoiazs = 4 de la fonction d’assignation\interpolation. Le nombre de macroparticules vaut N, = 4 x 10°
macroparticules. (¢) Evolution du chauffage numérique AE/FE; [en %] avec le nombre de macroparticules
N, pour kpeigs = 4 et Az/Ap. = 3 fixés. (d) Evolution du temps total de simulation t¢.,, en heures
en fonction de lordre kpoiqs pour des parametres Az/Ap. = 3.8 et N, = 4 x 10° fixés. (e) Evolution
du temps total de simulation f.p, en heures en fonction du ratio Az/Ap. = 3.8 pour des paramétres
Epoids = 4 et N, = 4 x 10° fixés. (f) Evolution du temps total de simulation ¢, en fonction du nombre
de macroparticules NV, pour des paramétres Az/Ap. = 3 et kpoigs = 4 fixés.
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Chapitre 4

Calcul des propriétés spatiales du
champ harmonique généré par le miroir
plasma

Dans ce chapitre, on détaille les traitements numériques que I'on a appliqués sur le
champ harmonique fourni par le code PIC 2D CALDER afin d’obtenir ses propriétés
spatiales et spectrales en champ proche et en champ lointain. Dans un premier temps, on
s’'intéresse a la propagation d’un champ électromagnétique E dans le vide et on montre que
la donnée de son profil spatio-temporel E(x,y,t, 2 = 2zy) dans un plan z = 2z, orthogonal &
sa direction de propagation, suffit & déterminer son profil E(z,y,t, z) dans n’importe quel
autre plan z a l'aide d’une simple transformée de Fourier. On illustre ensuite comment
nous avons calculé I’ensemble des propriétés spatiales du champ harmonique issu du code
CALDER en utilisant cette méthode de propagation.

4.1 Propagation d’'un champ électromagnétique

Dans cette section, on détaille comment propager un champ électromagnétique connu
initialement dans un plan z = z; vers un plan situé en z, a ’aide d’une approche scalaire,
beaucoup moins cotiteuse en temps de calcul que I'approche vectorielle utilisée dans le
code CALDER [schéma de Yee|.

4.1.1 Approche scalaire ou vectorielle ?

Les équations de Maxwell dans le vide sont le point de départ de notre analyse :

0B
OE
VxB = —/,L()EOE (42)
VE = 0 (4.3)
VB — 0 (4.4)
(4.5)
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Chapitre 4. Calcul des propriétés spatiales du champ harmonique généré par le miroir plasma

ou E = (E,, E,, E,) désigne le champ électrique et B = (B,, B, B,) le champ magnétique
dans le vide, de permittivité ¢y et de perméabilité u. A partir des équations de Maxwell-
Faraday et de Maxell-Ampére :

0
Vx(VxE) = —,uoeoa(v x B)

_ .9 (0E
- THoos \ o

= V(V.E) - AE
En utlisant I’équation de Maxwell-Gauss V.E = 0, on obtient finalement :

1 0’E
AE — 2or 0 (4.6)
De méme, pour le champ magnétique H, on dérive 1’équation suivante :
1 0°B
2 Ot?
On s’apercoit que 1’équation scalaire suivante est vérifiée pour toutes les composantes u
du champ électromagnétique (E,, E,, E,) et (B, By, B,) :

—0 (4.7)

1 0u(Pt)
2 Ot?

ou P = (z,y, z) un point de 'espace. Ainsi, le comportement de toutes les composantes du
champ électromagnétique dans le vide, est régi par I'unique équation différentielle scalaire
ci-dessus. L’absence de couplage entre ces composantes permet d’étudier leur évolution
indépendamment les unes des autres. Dans le vide et loin de tout obstacle matériel, on
pourra donc se contenter de cette approche dite "scalaire", beaucoup moins cotiteuse
en temps de calcul que 'approche vectorielle, qui implique la résolution compléte des
équations de Maxwell. Notons toutefois que 'approche scalaire nécessite de propager les
6 composantes du champ (E,, E,, E,) et (B, By, B.) pour avoir le champ total car elle
ne permet pas de déduire le comportement d’une composante a partir d’une autre.

On s’intéresse maintenant a deux méthodes intégrales qui permettent de résoudre
I'équation scalaire (4.8). On se limite a un cas 2D (z, z) et on note E,.(x,t,z = 0) le profil
spatio-temporel transverse d’une composante du champ [E ou B| connue dans le plan
d’équation z = 0, que I'on souhaite propager au niveau du plan en z.

Au(P,t) — —0 (4.8)

4.1.2 Meéthode de la décomposition en ondes planes
Principe

On montre ici comment propager le champ E,.(z,t,z = 0) connu en z = 0 vers le plan
z. Le champ FE,(z,t,z) en z vérifie 'équation (4.8)

1 0?E,(z,t, 2)

AE,.(z,t,2) — = Yo

—0 (4.9)
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4.1. Propagation d’un champ électromagnétique

En prenant la transformée de Fourier 2D de I’équation ci-dessus, par rapport aux variables
(x,t), on en déduit :

82

8 . B
+ @Er(kx,w,z) —w B, (kyyw,2) =0 (4.10)

kB (ki w, 2 = 0)
ol :

E(ky,w,z) = TF.:{E(z,t,2)} (4.11)

= f_t:o ffoc;o E.(x,t,2)exp jlwt — kyz]dzdt

est une onde plane de vecteur d’onde k = (k,, k,) et de fréquence w. en posant k = w/c
on en déduit :

0% - 2 2\ F
ﬁET(kx,w,z) = (k* = k) E,(ky,w, 2) (4.12)

L’équation (4.12) a pour solution :
By (ky,w,2) = Ep(ky,w, 2z = 0) expljk.2] (4.13)

avec :
[ — (4.14)

la composante selon z du vecteur d’onde k. On obtient ainsi ’expression de la transformée
de Fourier 2D du champ réfléchi dans le plan z, en appliquant le terme de propagation
exp[jk.z] a chacune des ondes planes qui le constituent. Le champ FE,(z,t,z) en z se
déduit enfin en appliquant une transformée de Fourier inverse du champ Er(k:x,w, z) de
I'équation (4.13) :

Ey(w,t,2) = TF;, {ET(k;x,w, 2= 0) X exp [j(bz(kx,w)]} (4.15)

avec la phase :

O, (ky,w) = k2 — k22 (4.16)

Temps de calcul

L’intérét de cette méthode est qu’elle est trés facilement implémentable numérique-
ment en utilisant un algorithme de Transformée de Fourier Rapide (FFT) [41]. Pour une
matrice champ [E,(z;,t", 2 = 0)]1<i<n, 1<n<n, carrée de dimension N, x N; avec N, = 2F
et IV, = 2! puissances de 2, le nombre total d’opérations a effectuer comprend :

(i) Le calcul de la FFT 2D de la matrice [E,(z;,t", 2z = 0)]1<i<n, 1<n<n, dont la com-
plexité varie en O(N,NyIn Ny + N;N,In N,),

(ii) Le calcul de [E,(k;;,w", z)] égal au produit terme & terme de [E,(k,;,w", z =
0)]1<i<nv, 1<n<nv, €t de la matrice de phase [, (kyi, w™)]1<i<n, 1<n<y, - Sa complexité
varie en O(N,N,),

(iii) Le calcul de la FFT 2D inverse de [E,(k;;,w™, 2)] qui comprend O(N,N;In N; +
N;N,In N,) opérations.

69



Chapitre 4. Calcul des propriétés spatiales du champ harmonique généré par le miroir plasma

--0-0O"
0 -0~ < - ©
10 B g - o—
@ OO 4 /0
4
a @/
£ Do’
S 107G
'—
1
1
1
1
ZI.O_4 : : : :
0 2000 4000 6000 8000 10000

N

FIG. 4.1 — Evolution du temps de calcul CPU en fonction de la dimension N x N de la
matrice champ a propager. Les points bleus sont les temps CPU réels pour la propagation de la
matrice champ de taille N x N sur une machine 8 coeurs possédant 16Go de RAM. La courbe rouge
correspond au temps théorique ¢y (s) = 8.107YN?log N.

Dans le cas ou la matrice champ [E,(z;,t", z = 0)] & propager est carrée N = N, = N, la
complexité totale du calcul de propagation varie en O(N?In N). Les temps de calcul ¢y
en fonction de la dimension /N sont représentés sur la Fig. 4.1 pour une machine 8 coeurs
possédant 16Go de RAM. Méme pour une matrice de N x N = 10® réels [double précision],
ce qui correspond a la taille standard des matrices ligne de champ [E,(x;,t", z = 0)] que
I'on enregistre dans une simulation CALDER, le temps de calcul pour la propagation
depuis la cible en z = 0 vers le plan d’équation z = 20\ est de seulement 8 CPU!
A titre de comparaison, la propagation du champ réfléchi par le plasma avec le schéma
de Yee nécessite 1h sur 512 CPU soit un total de 512h CPU. Nous utiliserons donc
systématiquement la méthode de décomposition en ondes planes dans la suite de I'étude
pour propager un champ électromagnétique dans le vide.

Exemple de propagation a P’aide de cette technique

On considére un champ monochromatique de longueur d’onde A = 27¢/w et d’expres-
sion :
E(z,z=0,t) = Ey(x, z = 29) expligo(x, z = 0) + jwi] (4.17)

ou Ey(z,z = 0) est son profil spatial et ¢o(x, z = 0) sa phase spatiale dans le plan z = 0.
Nous avons calculé I’évolution du profil spatial Ey(z, z) a différents z > 0 pour des phases
spatiales ¢g(z, z = 0) différentes. Les résultats sont représentés sur la Fig. 4.2.

Par exemple, une phase spatiale plate correspond & un faisceau peu divergent et bien
collimaté sur une distance égale & sa longueur de Rayleigh z, = mw?/\ [Fig. 4.2 (a)],
oll wy désigne 'étendue spatiale du faisceau en z = 0. Dans ce cas, sa divergence 6, est
imposée par sa diffraction 6y = \/mw, et dépend uniquement de sa longueur d’onde et de
son étendue spatiale wy.

Une phase quadratique ¢g(x, 2z = 0) = 22/2f, correspond a la focalisation du faisceau
a une distance focale f [Fig. 4.2 (b)]. En revanche, si la phase spatiale n’est pas initiale-
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F1G. 4.2 — Influence de la phase spatiale ¢o(r,z = 0) d’un faisceau gaussien en z = 0 sur
I’évolution de son profil spatial Ey(x,z) au cours de sa propagation en z > 0. Nous avons
représenté 1’évolution du profil spatial du champ électrique d’un faisceau gaussien de longueur d’onde A,
possédant des phases spatiales différentes. Le diamétre initial du faisceau vaut wg = 5\ (a) Cas d’une
phase spatiale ¢o(z,z = 0) = 0 plate. Le faisceau diffracte librement dans I'espace (y,z). (b) Cas d’une
phase spatiale quadratique ¢o(x,z = 0) = 22/2f avec f = 28)\. (¢c) Cas d’une phase spatiale ¢o(z, z = 0)
possédant un terme de phase quadratique identique au cas (b) auquel on a ajouté un terme de phase
d’ordre 4 [aberration sphérique].

ment plate mais posséde des termes d’ordres supérieurs a 2, on obtiendra des aberrations
qui pourront entrainer la focalisation de différentes parties de I'impulsions & des zones
différentes de lespace (z, z). Ces aberrations entrainent généralement un étalement de la
tache focale et une diminution de l'intensité aprés focalisation [aberration sphérique dans
le cas de la Fig. 4.2 (¢)).

Ainsi, on voit que les propriétés spatiales [divergence, étendue spatiale, propagation|
d’un champ électromagnétique sont essentiellement déterminées par sa phase spatiale
¢o(, 2 = zg) et son profil spatial Ey(z,z = z) connues en z = 2. ¢p détermine comment
différentes parties du faisceau monochromatique se propagent dans l'espace (x,z) et Ej
détermine I'étendue spatiale du faisceau a z = 2.

4.1.3 Intégrale d’Huygens-Fresnel

On présente maintenant une autre méthode de propagation simple dans le cas de fais-
ceaux faiblement divergents. Cette approche sera utile dans la suite pour déterminer sim-
plement les expressions analytiques d’un champ électromagnétique faiblement divergent,
que l'on souhaite propager a une distance z en champ proche. Cette méthode reprend
I’approche précédente mais on se place désormais dans le cadre de 'approximation pa-
raxiale. La divergence 6 = k,/k de chacune des composantes fréquentielles est supposée
trés petite devant 1. Le développement limité a l'ordre 2 en 6 de I’équation (4.14) donne :

k,=k— % + 0(6%) (4.18)
Avec cette approximation, la phase de I’équation (4.16) se réécrit :
2
O, (ky,w) =~ kz — iz (4.19)
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Dans D'expression (4.19), le terme exp[jkz] avec k = w/c traduit la propagation des
composantes fréquentielles w du champ réfléchi de z = 0 a z. Il introduit simplement un
délai égal a z/c. Le terme de phase quadratique exp[jck?/2wz] en k2 est responsable de
la modification du profil spatial du champ réfléchi au cours de la propagation, entre les
plans z = 0 et z. En prenant seulement la transformée de Fourier inverse de Er(k‘x, w, 2)
donnée par 'équation (4.13) par rapport a k., on obtient une expression du spectre résolu
en espace du champ FE, dans le plan z :

R 1 +oo 2
E(r,w,z) = 4/ 5 EXP [7kz] / E,.(ky,w,z=0)exp {—jl;—;:z +jk:xx] dk,
T

—00

° 2
= exp|jkz] TF/I;E1 {Er(kxawv Z = 0)} *TFk_zl {eXp {_‘7]2{_22} }

ol x désigne 'opérateur de convolution. Aprés simplification on obtient :

: 0 R
E(r,w,z) = \/é exp [jkz]/ E,(xg,w,z =10)exp [—jk‘M] dxg (4.20)

o 2z
qui n’est rien d’autre que 'intégrale de diffraction d’Huygens-Fresnel. Notons que le terme

”k;i devant l'intégrale (4.20) devient kl pour 2 coordonnées transverses [i.e en 3D].
z z

Numériquement, on peut calculer l'intégrale (4.20) en la mettant sous la forme d’une
transformée de Fourier :

Bo(z,w,2) = /2 Thia /ME I 0) x [k‘”“} d (4.21)
(T, w, 2) =/ —exp |—jk— (xo,w, 2 = ex — | dz :
W . p|—J 2| ) 0 b |J > 0
ou :
~ N 12
E. 1z, w,z =0) = E.(xg,w,z = 0)exp [—jk‘2—0} (4.22)
z

Le champ E’T(:U,t,z) s’obtient finalement en prenant la TF inverse de ET(x,w,z) par
rapport a w :

E(x,t,2) =TF;! {Er(x,w, z)} (4.23)

Avec cette méthode intégrale, on réalise seulement trois transformées de Fourier 1D au
lieu de 4 dans la méthode de composition en ondes planes. Dans le cas N = N; =
N, > 1 la complexité demeure toutefois la méme et varie en O(N?In N). Numériquement,
cette méthode devient surtout intéressante lorsque 1’on souhaite déterminer le champ
E,(xp,t, 2) en une seule position transverse xj et non dans tout le plan z. Dans ce cas, la
complexité du calcul par I'intégrale d’Huygens-Fresnel varie en O(N In N) alors que celle
du calcul par décomposition en ondes planes varie en O(N?1n N).

4.1.4 Etude en champ lointain et diffraction de Fraunhofer

On considére ici le cas ou z,z — 400 avec x/z = k,/k, = 0 = cst dans 'intégrale de
Fresnel. 0 correspond a Pangle d’émission de 'onde lumineuse [Fig. 4.3].
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k

|

k, z

Fi1G. 4.3 — Calcul en champ lointain.

En utilisant I'expression de l'intégrale d’'Huygens-Fresnel (4.21), associée a la propa-
gation du champ FE,(z,w,z = 0) depuis le plan z = 0 vers le plan z en et en effectuant le
changement de variable :

k., =
— = — 4.24
e = (4.24)

on obtient :

2 400
E.(r,w,z) < exp {—jk;—} / E.(xg,w,z=0) x exp [jk. 0] dzo
2
e (4.25)

1w rE Li ~0) 20
o exp |~k | TFu  Ey(w0, 0,2 = 0)exp | —jk]

2
En champ lointain, i.e lorsque z — +00, le terme de I'intégrale ci-dessus exp [—jkg—g} — 1
tend vers 1 et on en déduit :

~

E(x,w,2)]imq00 X TFy 4 {Er(xo, t,z = O)} (4.26)

Lorsque z — 400, I'expression du champ réfléchi en champ lointain est donc simplement
donnée par la transformée de Fourier 2D du champ E,(x,t, z;) connu en un plan z = z
par rapport a xy et t. En pratique la condition z — +o00 correspond a z > z, ol z, est
la longueur de Rayleigh du faisceau. On parle dans ce cas de diffraction a I'infini ou de
Fraunhofer. Lorsque z < z,, on est en champ proche et on doit en plus tenir compte du

2
terme de courbure exp [— Ji k;—g} dans la transformée de Fourier.

4.2 Calcul des propriétés spatiales du champ harmo-
nique issu du code CALDER

4.2.1 Diagnostic de champ dans CALDER

Dans les simulations de génération d’harmoniques Doppler sur cible solide, on utilise
une cible en biais positionnée & 45° dans le plan (z,z) [Fig. 4.4 (a)]. Le champ incident
polarisé p [B selon y|, est injecté par le biais de conditions aux limites sur le bord haut
de la boite, et fait un angle d’incidence # = 45° par rapport & la normale & la surface
de la cible. Tl est réfléchi par le miroir plasma dans la direction spéculaire, le long de
I’axe z. Dans cette configuration simple, le champ réfléchi se propage selon z et = est la
coordonnée transverse a la propagation. Dans toutes nos simulations, nous avons choisi
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F1G. 4.4 — Diagnostic de champ utilisé dans CALDER. (a) Schéma de la boite de simulation
et de la configuration d’interaction entre le laser et le plasma dans une simulation type de génération
d’harmoniques Doppler réalisée & 1’aide du code CALDER. (b) Champ B,(x,t,z0 = 24\1) enregistré
au niveau de la ligne de champ en z = 2y du panneau (a). Dans cette simulation, une impulsion laser
polarisée p, de profil spatial gaussien [waist wy, = 3.12A1] , d’amplitude a;, = 8, de durée 7, = 24T,
pied & pied est focalisée avec un angle § = 45° sur un profil plasma exponentiel de longueur de gradient
L = X\ /20 et de densité maximale n.y = 200n..

d’enregistrer et de propager le champ magnétique B car il posséde une unique composante
B,. En effet, dans le cas du champ électrique E et pour des faisceaux harmoniques de
grande ouverture numérique, le vecteur d’onde k de leur champ électrique peut posséder
une composante transverse et il nous faudrait donc propager les deux composantes F, et
E. pour obtenir le champ total E.

Dans CALDER, on enregistre le vecteur [By(x;,,t", 2 = 2p)| a chaque pas de temps
t", le long d’une ligne en z = z,, appelée "ligne de champ" afin d’étudier ses propriétés
spatiales. On choisit toujours d’enregistrer le champ B, & une position z = 2y loin du miroir
plasma pour éviter du bruit physique dans les spectres harmoniques, lié au plasma et a
la présence d’¢lectrons rapides accélérés vers le vide. Un exemple de diagnostic de champ
[By(xi, , 1", 20 = 25A1)] enregistré en zy = 25\, dans la boite de simulation [panneau (a)],
a été représenté sur le panneau (b) de la Fig. 4.2.

Dans la pratique, on souhaite connaitre les propriétés spatiales du champ réfléchi au
niveau de la cible en z = 0, 1a ou survient la génération d’harmoniques. Pour ce faire,
on propage le champ connu au niveau de la ligne de champ en z = zy vers la cible en
z = 0 & laide de la méthode de décomposition en ondes plane exposée dans la section
précédente. Dans la suite, on présente quelques traitements numériques effectués sur le
champ au niveau de la cible pour calculer ses propriétés spatiales.

4.2.2 Etude du champ dans le plan de la cible en z =0

On détermine ici les propriétés spatio-spectrales du champ E,(z,t,z = 0) = By(x,t,z =
0) que l'on suppose connu en z = 0, juste aprés sa réflexion par le miroir plasma.

74



4.2. Calcul des propriétés spatiales du champ harmonique issu du code CALDER

Spectre du champ résolu en espace et tailles de source des harmoniques

Afin de calculer I’étendue spatiale w,, de chaque ordre harmonique n a la distance z,
on calcule le spectre résolu en espace E,.(z,w, z) de E.(z,t,z) par :

+oo
Er(x,w,z:O):/ E.(x,t,z =0)exp (iwt) dt (4.27)
_.3*..’...0....0...0..070
(b)7 nu(u.a)
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F1G. 4.5 — Spectre résolu en espace du champ réfléchi E,.(z,t,z = 0). Les paramétres de la
simulation sont les mémes que ceux de la Fig. 4.4. (a)L’échelle de couleur représente le module de la
transformée de Fourier par rapport a ¢t de E,.(x,t,z = 0). (b) Etendue spatiale w,, des harmoniques (c)
Profils spatiaux h,(x) de trois ordres harmoniques n = {2,6, 15}. L’étendue spatiale en (b) est calculée
en prenant la largeur & mi-hauteur des profiles h,, (z).

Cette transformée de Fourier est calculée numériquement en utilisant un algorithme
FFT deétaillée dans la référence [41]. Son module est représenté sur le panneau (a) de
la carte de couleur Fig. 4.5. On déduit ensuite la taille de source w, |Fig. 4.5 (b)| de
chaque ordre harmonique, en calculant par exemple la largeur a mi-hauteur de leur profil
spatial h,(z) [Fig. 4.5 (c¢)] obtenu en intégrant spectralement E,(z,w, z) autour de chaque
fréquence nwy, :

nwr+wr, /2
() = / 1By (i, , 2)|dw (4.28)
nwr—wr,/2
On observe sur la Fig. 4.5 (b) que la taille de source dépend peu de 'ordre harmonique,
ce qui suggere qu’a ces amplitudes laser, les harmoniques sont générées efficacement sur
environ toute la tache focale de taille w;, = 3.12)\}.

Phase spatiale des harmoniques

La phase spatio-spectrale ¢, (z,w) du champ réfléchi est donnée par I'argument du
spectre E,.(x,w, z = 0). Numériquement, on doit au préalable centrer la matrice de champ
[E.(x;,t", z = 0)] en l'instant t” _ pour lequel 'amplitude du champ est maximale, puis
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Chapitre 4. Calcul des propriétés spatiales du champ harmonique généré par le miroir plasma

permuter les sous-matrices de part et d’autre de ce maximum afin d’éviter des termes de
phase hautes fréquences dans sa transformée de Fourier par rapport au temps. Sur la Fig.
4.6, on a représenté la phase spatio-spectrale du champ E,.(z,tm0 — T1/2 < t < tpes +
T1/2,z = 0) émis par le miroir plasma durant un cycle optique laser, autour de I'instant
auquel son amplitude est maximale. On remarque que pour les ordres harmoniques n > 3
représentés, la phase spatiale est de la forme |Fig. 4.6] :

2
x

r,nwy) = — +b 4.29

( L) 2f + n ( )

avec f = 25\, et b, est une constante qui dépend de 'ordre harmonique seulement pour

les ordres n < 4. Cette phase quadratique correspond a une focalisation des harmoniques

devant la cible. Cet effet sera expliqué et modélisé dans la partie 3 de ce manuscrit.
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F1G. 4.6 — Phase spatio-spectrale ¢,(z,w) du champ réfléchi par le miroir plasma. Les condi-
tions de simulation sont les mémes que celles de la Fig. 4.4. (a) Carte de couleur représentant la phase
¢r(x,w) (b) Coupes de la carte représentée en (a) pour différents ordres harmoniques n.

Spectre résolu en angle et calcul de la divergence des harmoniques

On obtient le spectre résolu en angle ET(H, w) en interpolant la TF2D du champ réfléchi
Er(k‘x, w, z = zp) connue en z = zq, par rapport aux nouvelles coordonnées polaires (0 =
ky/k = cky/w,w) [Fig. 4.7 (a)-(b)]. Remarquons que le spectre résolu en angle | E,.(6, w)| est
indépendant de I’abscisse zy en laquelle est calculée la TEF2D Er(kx,w, z = zp). Comme
dans le calcul de I'étendue spatiale w,, la divergence 6,, des harmoniques s’obtient en
calculant, par exemple, la largeur & mi-hauteur des profils de divergence 6,,(x) avec :

nwr+wr, /2

00 (z) = / 1B, (0, w, 2)|dw (4.30)
nwr—wr, /2

L’évolution de 6,, avec 'ordre n est représentée sur la courbe de la Fig. 4.7 (c¢). On constate

que la divergence harmonique ne décroit pas selon la limite de diffraction 6,, = A, /7w,

1/n |pointillés noirs| mais devient quasiment constante a partir de 'ordre n > 4 [points

rouges|. Par ailleurs, on constate dans 'encart (i) de la Fig. 4.7 que :

76
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F1G. 4.7 — Spectre résolu en angle et divergence des harmoniques. Les paramétres de la si-
mulation sont les mémes que ceux de la Fig. 4.4. (a) TF 2D E,(k,,w) du champ réfléchi par le miroir
plasma. Sur ce graphe, la distance & Porigine représente la fréquence et I’angle polaire 6 représente ’angle
d’émission de la lumiére dans I’espace (z, z). (b) Spectre résolu en angle E,.(,w) obtenu en interpolant
la TF2D E,(k,,w) en les points (6 = k, /k = cky/w,w). L’encart (i) représente un zoom du spectre résolu
en angle autour des harmoniques 16 4 19. (¢) Evolution de la divergence des harmoniques 6,, en fonction
de lordre n. Les points rouges représentent les divergences issues du code PIC et les pointillés noirs
représente la divergence 6,, = A\, /mw,, calculée en utilisant les tailles de sources w,, de la Fig. 4.6 (b).

— Les harmoniques ne sont pas symétriques par rapport & la direction spéculaire 6 = 0
de réflexion du champ,
— La fréquence harmonique w,, est inférieure a sa valeur nwy, ce qui traduit la présence
d’un décalage vers le rouge du champ réfléchi,
— ce décalage vers le rouge n’est pas le méme dans toutes les directions 6.
Nous verrons dans la derniére partie de manuscrit que I’ensemble de ces caractéristiques
spatio-spectrales sont en fait dues a I'enfoncement du miroir plasma sous 'effet de la
pression de radiation du champ laser. Elles seront modélisées finement puis validées nu-
mériquement en utilisant I’ensemble des outils d’analyse numérique développés au cours
de ma thése et présentés dans ce chapitre.
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Troisiéme partie

L’effet phare attoseconde

79






Lorsqu’un laser intense de plusieurs cycles optiques interagit avec un plasma a la den-
sité du solide ou un gaz, un train d’impulsions attosecondes associé & un spectre constitué
d’harmoniques de la fréquence laser est généralement émis dans la direction donnée par
les fronts de phase du champ incident. La premiére démonstration expérimentale de la
génération d’un tel train a été¢ obtenue dans un milieu gazeux et a donné naissance a une
toute nouvelle branche de la physique appelée "Science Attoseconde"[4, 42].

L’objectif principal de ce nouveau domaine réside dans 1’observation et la compré-
hension du mouvement des électrons dans les atomes, les molécules et la matiére dense,
qui a lieu sur des échelles de temps caractéristiques allant de ’attoseconde a quelques
centaines d’attosecondes (période de révolution des électrons sur leur orbite de Bohr). En
effet, avoir un apercu et un controle de la dynamique électronique a I’échelle atomique
est la clé pour mieux appréhender le fonctionnement des systémes biologiques, développer
des sources de rayons X efficaces ou encore améliorer la rapidité des systémes électro-
niques actuels. Toutefois, afin de pouvoir observer le mouvement des électrons dans la
matiére, les chercheurs doivent plutot disposer d’impulsions attosecondes isolées qui sont
bien plus adaptées pour linterprétation d’expériences résolues en temps |6, 7, 43, 44].
Par exemple, dans le cas d’expériences pompe-sonde attosecondes, on souhaite d’abord
faire interagir un milieu matériel avec une seule impulsion attoseconde trés énergétique
appelée "pompe" puis sonder ’état de ce milieu avec un délai 7 a 'aide d’une deuxiéme
impulsion, "la sonde", suffisamment énergétique pour étre & la fois détectable et ne pas
modifier I’état du milieu que 'on souhaite étudier.

Dans cette seconde partie, nous nous intéresserons d’abord a I’ensemble des propo-
sitions théoriques qui ont été formulées jusqu’a présent pour isoler une seule impulsion
attoseconde du train. Toutes ces approches sont des techniques dites de "fenétrage tem-
porel", qui consistent & éliminer toutes les impulsions du train sauf une seule en confinant
le mécanisme de génération d’harmoniques pendant un demi-cycle dans le cas des harmo-
niques gaz ou un cycle laser dans le cas des harmoniques CWE /Doppler. Si ces techniques
ont été démontrées expérimentalement dans les gaz [45, 46, 47|, nous verrons en revanche
qu’aucune d’entre elles n’a pu étre adaptée efficacement au cas de la génération d’har-
moniques sur cible solide qui pourtant, s’avére étre aujourd’hui I'un des moyens les plus
prometteurs pour obtenir des impulsions attosecondes beaucoup plus énergétiques que
dans les gaz.

Ensuite, je présenterai une toute nouvelle approche a la génération d’impulsions atto-
secondes isolées, l'effet "phare attoseconde", qui consiste plutdt a séparer angulairement
les impulsions attosecondes du train et a en sélectionner une seule a ’aide d’une fente
placée en champ lointain [48]. Nous verrons qu’a la différence des techniques développées
jusqu’a présent, cet effet physique entiérement nouveau est a la fois trés général car il s’ap-
plique a n’importe quel mécanisme de génération d’harmoniques, mais aussi extrémement
simple & mettre en oeuvre sur une chaine laser de type CPA.

Enfin, nous montrerons que 'effet phare attoseconde ouvre la voie & de nombreuses
autres applications qui étaient considérées jusqu’a présent comme irréalisables par les
scientifiques du domaine. Citons par exemple, la mesure de la CEP* au foyer des lasers les
plus énergétiques ou encore la possibilité de réaliser des expériences pompe-sonde dans le

4La CEP (Carrier Envelope Phase) désigne la phase porteuse dans I'enveloppe laser.
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régime sub-femtoseconde avec une seule impulsion laser de départ.
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Chapitre 5

Etat de I’art des techniques de
génération d’impulsions attosecondes

uniques

Le principe du fenétrage temporel est représenté sur la fig. 5.1. Il consiste a isoler
temporellement une impulsion du train a ’aide d’un filtre ou "porte" représenté par une
courbe en pointillés sur les panneaux [a,d,g| de la figure 5.1. La largeur de la porte § va
fixer le nombre d’impulsions du train sélectionnées (cf. panneaux [b,e,h]). Spectralement,
lorsqu’on réduit la largeur , on diminue le contraste des pics harmoniques. Lorsqu’on
sélectionne une seule impulsion attoseconde, on obtient un spectre continu (i).

Train d'impulsions Train filtré 10° Spectre du train filtré
1 s (@) 1 (b) (c)
T J ‘TR T \ )
S 0.5 ' . 305 S .40
= \ = =10
0 o l [u oLt l I I 1
-5 0 5 -5 0 5 10 20 30 40 50
uT, uT, Harmonic order
10
1 @ 1 @ )
5 E o o]
=} =} =]
305 J : 'JJJ 305 3.
0 L l.l.l_l I.A.A 0
-5 0 5 -2 0 2 10 20 30 40 50
14N 4N Harmonic order
10" .
1 (9) 1 (h) (i)
=" ll I, =
ol ull L,
-5 0 5 —8.5 0 0.5 10 20 30 40 50
uT, uT, Harmonic order

F1G. 5.1 — Fenétrage temporel du train d’impulsions attosecondes.
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Chapitre 5. FEtat de I'art des techniques de génération d’impulsions attosecondes uniques
5.1 Le fenétrage temporel par intensité

5.1.1 Principe

Cette technique repose sur le fait que l'efficacité nxyy du mécanisme de génération
d’harmoniques a une forte dépendance non-linéaire en I’amplitude du champ laser incident
ar, prés de la coupure du spectre w,.. Afin de comprendre 'origine de cette tendance, on se
place dans le cas particulier de la génération d’harmoniques Doppler sur miroir plasma. On
définit Pefficacité nxyy de génération d’une bande spectrale [, Nmaz] comme le rapport
de la puissance spectrale contenue dans cette bande par la puissance laser incidente P, :

1 NmazWL
nxuvv = / I(w)dw (5.1)

Pinc minWL
ol I(w) désigne l'intensité spectrale, soit le module carré du spectre |F(w)[?. Sur la Fig.
5.2 (a), on a tracé la variation de nxyy en fonction de 'amplitude du laser aj pour 3
filtrages passe-haut [n;, +00];—1 25 différents de fréquences de coupure n;.
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FI1G. 5.2 — Principe du fenétrage temporel par intensité. Simulations EUTERPE réalisées pour
un laser d’amplitude ay variable, de profil temporel gaussien de durée & mi-hauteur 7, = 27, incident
avec un angle 6 = 45° sur un profil de densité exponentiel de longueur de gradient L = A /5 et de
densité maximale n.o = 200n.. (a) Evolution de lefficacité de génération nxyy d’une bande spectrale
[n;, +00]i=1,2,3 en fonction de I'amplitude du laser incident ay,. (b) Profil temporel d’intensité du champ
réflechi par le miroir plasma filtré [trait bleu] dans la gamme [n; = 3,+o0c]. Dans cette simulation le
champ laser incident [courbe rouge] a une amplitude a;, = 10. La ligne en pointillés bleus représente la
porte temporelle nxyyv (ar(t)) calculée a partir du profil d’amplitude ar(t) du laser [courbe rouge| et
de lefficacité nxyy calculée sur le panneau (a). (c-d) méme légende qu’en (b) mais pour les gammes
spectrales [ng = 20, +00] et [n3 = 80, +00].
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5.1. Le tenétrage temporel par intensité

Pour une gamme spectrale [n;, +00] donnée, on peut voir que nxyy augmente d’abord
fortement lorsque I'amplitude laser a; augmente, puis sature a une valeur 7; a partir
d’une amplitude seuil a;, > a;. Afin d’expliquer cette variation, on a tracé sur la Fig.
5.3, les intensités spectrales du champ réfléchi par le miroir plasma, pour 3 amplitudes
lasers différentes a;, = 6,20,100. On définit la coupure du spectre comme la fréquence
n. au dela de laquelle 'intensité spectrale atteint 107% fois sa valeur maximale obtenue
pour n = 1. On voit ici que la fréquence de coupure du spectre n. augmente lorsque
Iamplitude du champ incident a; augmente. Notons a; ’amplitude pour laquelle n,. est

égale a la fréquence de coupure du filtre passe-haut. On distingue deux régimes selon
I’amplitude du laser ay, :
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F1G. 5.3 — Evolution de Pintensité spectrale I,, = |E(nwr)|? en fonction de Pordre harmonique
n pour différentes amplitudes laser a; = 3, ar, = 10 et ay = 100. Mise & part 'amplitude laser
ar, les conditions de simulations sont les mémes que celles de la Fig. 5.2. A chaque fois, les intensités
spectrales ont été normalisées par leur valeur maximale atteintes en n = 1.

1. ap < a; = n. < n; : dans ce cas, aucune harmonique n’est générée dans la gamme
spectrale [n;, +o0] et D'efficacité de génération nxyy es nulle,

2. ar, = a; = n. ~ n; : des harmoniques d’ordre n > n; commencent a apparaitre et
'efficacité de génération augmente alors fortement,

3. ar, > a; = n. > n; : dans ce dernier cas, le spectre aux alentours de n; décroit
fortement avec l'ordre n selon une loi de puissance ~ n~%/3 indépendante de ay,
comme le montre la Fig. 5.3. L’efficacité de génération dépend alors uniquement de
la fréquence de coupure n; du filtre.

C’est la forte dépendance non linéaire de efficacité nxyy en Pamplitude du laser aj,
décrite ci-dessus qui va jouer le role de porte dans notre cas. En effet, dans le cas d’une im-
pulsion laser d’amplitude ay(t) variant dans le temps, des impulsions attosecondes dans
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Chapitre 5. FEtat de I'art des techniques de génération d’impulsions attosecondes uniques

la gamme de fréquences [wy,;, +00| seront générées efficacement lorsque ar(t) > a;. En
revanche, pour ar(t) < a;, Vefficacité chute et on observe des impulsions attosecondes
beaucoup moins intenses. Pour obtenir une impulsion attoseconde a ’aide de cette tech-
nique, il faut donc que ar(t) > a; sur une durée d’au plus un cycle optique laser Ty. En
approchant la porte par une fonction puissance nxpv(ar) = aj lorsque ar, < a;, on déduit
une expression simple de sa largeur 6 dans le cas d'un profil temporel gaussien ar(t) de
durée 77, :
TL

) N (5.2)
Sur les courbes de la figure 5.2 (a), on constate que le paramétre v est d’autant plus
élevé que la fréquence de coupure du filtre n; augmente. Par exemple, sur les Fig. 5.2
(b-d), on a tracé les formes théoriques nxyv (ar(t)) des portes temporelles associées a une
impulsion laser de profil temporel gaussien et de durée a mi-hauteur 7, = 5fs pour les
3 filtrages passe-haut [n;,4+00];=123. On a également représenté les trains d’impulsions
attosecondes associés, que I'on a obtenu apreés un filtrage en fréquence du champ réfléchi
issu des simulations PIC, dans la gamme [n;, +0c|. Lorsque n; augmente, on voit sur la
Fig. 5.2 (a) que la non-linéarité v augmente ce qui entraine une diminution de la largeur
de la porte § selon I'équation (5.2). Pour n; = 70, on mesure v ~ 3.2 et on observe sur
le panneau (d) que la porte temporelle de largeur § ~ 1.17}, est suffisamment petite pour
isoler 'impulsion centrale du train.

5.1.2 Limites de cette méthode

La premiére limite de cette technique provient du fait qu’il est trés difficile d’obtenir des
impulsions laser de 5fs trés énergétiques. La principale raison est que la bande spectrale
de ces impulsions est trés large et qu’on ne dispose d’aucun cristal d’amplification avec
un gain spectral uniforme sur de si larges gammes de fréquence. L’utilisation de cette
méthode dans le cas des harmoniques générées sur miroirs plasma qui nécessitent de
fortes amplitudes laser au foyer reste donc trés limitée.

La seconde limitation majeure provient de la CEP ¢y du laser dont le controle s’avére
crucial pour pouvoir disposer d’une source attoseconde aux caractéristiques stables (nombre
d’impulsions, intensité, durée d’impulsion, etc.). Par exemple, on a représenté sur la Fig.
5.4 le train d’impulsions attosecondes obtenu apres filtrage du champ réfléchi, pour deux
CEP différentes. Lorsque ¢g = 0 (a), 'amplitude du champ laser est maximale et une im-
pulsion attoseconde unique est générée entre les ordres harmoniques 30 et 40 . A I'inverse,
pour ¢y = 37/2 (b), on obtient deux impulsions attosecondes de méme intensité et non
une seule.
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5.2. Le fenétrage temporel par polarisation
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FI1G. 5.4 — Effet de la CEP avec la technique de fenétrage par intensité. Simulation EUTERPE
réalisée dans le cas d’une impulsion laser d’amplitude ay = 10, de profil temporel gaussien de durée a
mi-hauteur 7, = 277, en incidence oblique # = 45° sur un plasma de profil exponentiel possédant une
longueur de gradient L = A1 /20 et une densité maximale n.,y = 200n.. La courbe rouge est le champ
réfléchi filtré entre les harmoniques 30 et 40, normalisé & chaque fois par sa valeur maximale. On a
superposé en bleu le champ électrique du laser incident. (a) CEP ¢g = 0 (b) ¢ = 37/2

5.2 Le fenétrage temporel par polarisation

5.2.1 Bref rappel sur I’état de polarisation de la lumiére

— —
Soit E le champ électrique et B le champ magnétique d’une onde électromagnétique

é
se propageant selon le vecteur d’onde k = k'z’. Les composantes de E selon les axes du
repére (z,y) orthogonal & 'axe de propagation z s’écrivent :

E, = FEycos(kz —wrt)
E, Eo, cos(kz —wrt + ¢€)

ol € désigne le déphasage entre les composantes E, et E,. A partir des équations (5.3) et
(5.4), on obtient trés facilement I’équation de la courbe paramétrée que décrit le champ
électrique au cours du temps dans le plan (z,y) [49] :

)+ (5) —2(5) (5 woe=w
St -2 = —— ] cose = sin” € 9.5
(EOy EOx EOy EO?E ( )

C’est I’équation d’une ellipse d’excentricité x = Ey,/Eo, sin € communément appelée po-
larisation’ du laser. y = 0 ou x = 400 correspondent & une onde polarisée linéairement et
|X| = 1 & une onde polarisée circulairement. Une lumiére sera dite non-polarisée lorsque
X varie aléatoirement au cours du temps.

5.2.2 Principe du fenétrage par polarisation

Cette technique repose cette fois sur la dépendance de I'efficacité de génération harmo-
nique nxyy [plasma ou gaz| en Pellipticité x du laser. Par exemple, la figure 5.5 montre la
variation de cette efficacité pour les harmoniques Doppler, en fonction de la polarisation
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FiG. 5.5 — Evolution de l’efficacité de génération avec lellipticité xy du laser. Les points
bleus représentent lefficacité de génération des ordres harmoniques 70 & 80 pour différentes valeurs de
Pellipticité x du laser incident. Chaque point correspond & une simulation EUTERPE, dans laquelle un
laser de polarisation elliptique x, d’amplitude a;, = 20, de profil temporel gaussien de durée 4 mi-hauteur
71, = 577, est incident avec un angle § = 0 sur un plasma & bord raide de densité maximale n.y = 50n..
Les pointillés bleus correspondent & un fit gaussien associé aux points de simulation.

du laser incident x. On voit que nxyy est maximale lorsque y = 0 puis décroit fortement
a mesure que x augmente. Cette tendance s’explique simplement dans le cas d’'un laser
ultra-intense en incidence normale sur un plasma a la densité du solide. Lorsque y — 1, la
partie oscillante de la force de Lorentz a 'origine de la génération d’harmoniques diminue
progressivement jusqu’a s’annuler lorsque la polarisation x du champ incident devient
circulaire.

Dans la suite, on nomme Y, la valeur seuil d’ellipticité au-dela de laquelle Vefficacité
de génération chute & 10% de sa valeur maximale, atteinte en y = 0. En faconnant une
impulsion laser dont la polarisation reste a ’état linéaire (i.e xy < xo) durant au plus un
cycle optique on sera en mesure de générer une seule impulsion attoseconde. Cette idée fut
proposée pour la premiére fois dans le cas des harmoniques gaz par Corkum et al [50] qui
suggérérent d’utiliser deux impulsions avec des fréquences légérement différentes et des
polarisations croisées pour générer la porte. Les impulsions attosecondes les plus courtes,
générées a l'aide de cette technique dans un milieu gazeux (=~ 130as), ont été obtenues
par Sansone et al [46]. Détaillons briévement son principe.

Si 'on combine deux impulsions laser d’enveloppes temporelles identiques f(t), de
fréquences centrales w; et wy différentes et de polarisations orthogonales dans le plan
transverse (z,y) a leur direction de propagation z, le champ électrique total s’écrit :

- F
E =2
V2
Le champ de I’équation 5.6 peut étre construit expérimentalement par l'utilisation de
techniques de fagconnage d’impulsions ultra-bréves comme par exemple celle proposée par

A. Weiner et al [51]. En posant w = 27/T = (w; +w2)/2 et Aw = w; —ws et en se plagant
dans le repére de référence (z’,1') tel que la direction de polarisation du laser soit selon

(t) [coswitX + coswaty] (5.6)

=
x> at=0,il vient :

— — —

E = Eyf(t) |cos (wt) cos (Awt/2) x’ + sin (wt) sin (Awt/2) y’] (5.7)
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F1G. 5.6 — Technique du fenétrage par polarisation (a) Evolution de Iellipticité x(¢) au cours du
temps avec Aw/w = 0.15 (b) Représentation de la trajectoire de 'extrémité du vecteur champ électrique
dans lespace (x,y,2) toujours avec Aw/w = 0.15 et une impulsion laser gaussienne de demi-largeur a 1/e
T, = TX = 5TL.

Dans I'hypothése ot Aw << w on obtient une ellipticité x qui dépend du temps selon :

E Awt

. w

W) = 2 _tam (—) (5.8)
E x’ 2

L’évolution temporelle de x est représentée sur la Fig 5.6 (a). C’est une fonction périodique
de période T, = 7/Aw. Aux instants t = nT,, la polarisation est linéaire et elliptique pour
t # nT,. Sil’on souhaite générer une seule impulsion attoseconde, une premiére condition
est que la durée totale de I'enveloppe f(t) ne dépasse pas 27). Sur la ﬁgire Fig 5.6 (b),

on a représenté la trajectoire de 'extrémité du vecteur champ électrique E de I’équation
5.6 dans l'espace (x,y, z), pour une enveloppe f(¢) gaussienne de demi-largeur 7, = 7.
On s’apercoit que la polarisation x reste inférieure au seuil yo = 0.3 de génération des
harmoniques Doppler (partie rouge) pendant une durée :

% = %Aiw arctan yo ~ 1.9 (5.9)
ol on a choisi la valeur Aw/w & 0.15 proche de celle réalisable expérimentalement. Cette
durée détermine la largeur du fenétrage temporel. Deux impulsions attosecondes étant
séparées par un seul cycle optique T dans le cas des harmoniques Doppler générées a
0 = 45°, on pourra considérer que le fenétrage est efficace si sa largeur 0 n’excéde pas
2T. Pour une valeur de x, fixée, on pourra augmenter le paramétre Aw/w pour réduire
0 mais au prix d’une diminution de la période T, et donc d’une réduction de la durée
de l'enveloppe f(¢) de I'impulsion laser. On remarque que 'intérét majeur du fenétrage
temporel par polarisation par rapport au fenétrage par intensité est que 'on pourra utiliser
des impulsions laser un peu plus longues. Par exemple, pour Aw/w =~ 0.15, on pourra
utiliser une impulsion d’au maximum 7, = 27\ ~ 17fs pour un laser de période T" =
2.55fs.

En revanche, si cette technique a été démontrée expérimentalement dans les gaz
[52, 46, 53], elle reste toujours & 'état d’ébauche théorique dans le cas des harmoniques
générées sur miroir plasma. La premiére étude numérique a été menée par Baeva et al [54],
dans le cas d’une impulsion laser faconnée avec la technique ci-dessus, de durée 7, = 12fs
en incidence normale sur un échelon de plasma a la densité du solide. Cette étude montre
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qu’il est effectivement possible d’obtenir une impulsion attoseconde unique avec une im-
pulsion laser dont la polarisation est a 1’état linéaire pendant un cycle optique. Toutefois
aucune étude numérique n’a été publiée pour le moment afin d’établir si cette technique
est envisageable dans des conditions expérimentales réalistes, pour lesquelles le laser est
incident avec un angle 6 # 0 sur un plasma de profil de densité exponentiel et de longueur
de gradient L. Dans le paragraphe suivant, on propose une méthode nouvelle et originale
afin d’étudier si le fenétrage par polarisation est applicable aux harmoniques Doppler dans
ces conditions.

5.2.3 Application au cas des harmoniques Doppler

Il s’agit ici de calculer la largeur de la porte temporelle §(6, L) que 'on peut obtenir via
la technique de fenétrage par polarisation appliquée aux harmoniques Doppler, pour une
amplitude laser a; = 20, une large gamme d’angle d’incidence 0° < 6 < 45° et de longueur
de gradient A\ /80 < L < Ar/10. Dans cette optique, nous avons calculé a I’aide du code
EUTERPE, lefficacité seuil xo pour chaque couple de paramétre (6, L), puis nous en
avons déduit la largeur du fenétrage (6, L) correspondant, a partir de I’équation (5.9). En
pratique, le calcul de x a nécessité pour chaque couple (6, L), 7 simulations réalisées avec 7
ellipticités laser y = {0,0.1,0.2,0.3,0.5,0.7,0.9} différentes. A partir de ces simulations et
d’un fit non-linéaire analogue a celui de la courbe de la Fig. 5.7, on a pu en déduire la valeur
de x0(0, L). Pour 10 valeurs de § = {0°,5°,10°,15°,20°,25°,30°, 35°,40°, 45°} et 9 valeurs
de longueur de gradient L = {\;/80,Ar/70, /60, Ar/50, AL /40, A1/30, Ar/20, A /10},
nous avons da lancer 630 simulations de 6h CPU chacune, ce qui donne un total de 159
jours CPU sur une station de travail de 16 coeurs et 16Go de mémoire RAM. Grace a un
script de lancement des threads par flots de 15 cas en paralléle (chaque cas tournant sur un
coeur différent), nous avons pu achever 1’ensemble des simulations en environ 159/15 ~ 10
jours. Les résultats sont tracés sur la Fig. 5.7.

Lorsque # augmente, la partie oscillante de la force de Lorentz a l'origine de la généra-
tion d’harmoniques par effet Doppler décroit moins vite avec I’ellipticité qu’en incidence
normale. Ceci entraine une augmentation de la durée du fenétrage comme nous pouvons
le voir sur le panneau (a) représentant I’évolution de §/77, avec 6 et L. De méme, lorsque
la longueur de gradient L augmente, l'efficacité de génération pour une ellipticité donnée
augmente, comme nous pouvons le voir sur le panneau (b) de la Fig. 5.7 dans le cas d'une
polarisation linéaire [y = 0]. Ceci a pour effet d’augmenter la valeur de yo et donc de 4.

Au final, on s’apercoit que le domaine de 0 et L pour lesquels la largeur de fenétrage
est inférieure & 277, est réduit aux trés faibles valeurs de 0 < 10° et L < A;/50 [Fig.
5.7 (a)]. Pour ces valeurs, on voit sur la Fig. 5.7 (b) que les efficacités de génération
harmonique 7xyy dans la gamme [60wy, 80wy] sont trés faibles (=~ 107%), ce qui limite
considérablement l'intérét de la technique du fenétrage par polarisation dans le cas des
harmoniques Doppler.
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F1G. 5.7 — (a) Evolution de la largeur de la fenétre temporelle § (en périodes laser T, sur I'échelle
de couleur) pour les harmoniques [60wy,80wr] et Aw/wy, ~ 0.15, en fonction de ’angle d’incidence 6
du laser sur le plasma et de la longueur de gradient L du profil plasma. La courbe en traits pointillés
rouges représente les valeurs de 6 et de L pour lesquelles 6 < 2T}, = 5.3fs. (b) Evolution de Defficacité
de génération nxpy de la bande spectrale [60wy,, 80wy ] en fonction de angle d’incidence 6 du laser sur
le plasma et de la longueur de gradient L du profil plasma, pour un laser polarisé linéairement, (y = 0).

5.3 Le fenétrage spatial dans le régime \3

5.3.1 principe

Cette technique utilise la focalisation extréme du laser sur un plasma de faible densité
pour déformer sa surface critique et changer 'angle de réflexion du laser sur le plasma
au cours du temps [55]. Dans ces conditions, les impulsions attosecondes du train sont
générées dans des directions différentes et deviennent isolées spatialement les unes des
autres en champ lointain. On parle dans ce cas de fenétrage spatial et non plus de fenétrage
temporel.

Dans un premier temps, on montre comment la focalisation extréme d’une onde laser
polarisée linéairement conduit & des champs qui peuvent déformer la surface du miroir
plasma. Afin d’illustrer cela, nous avons simulé la focalisation, dans le plan (z, z), d’une
onde laser monochromatique TM |B selon y| et de profil transverse gaussien, a ’aide
du code CALDER. Le champ est introduit au bord gauche de la boite de simulation [axe
z = 0], par le biais de conditions aux limites sur B,,. La focalisation correspond simplement
a T'ajout d’un terme de phase quadratique exp(—jkz?/2f) dans I'expression du champ
de bord B, ot f désigne la distance de focalisation et k& = 27/X le vecteur d’onde. Les
résultats sont illustrés sur la Fig. 5.8 pour deux ouvertures numériques O.N = D/f
différentes, ot D désigne le diamétre du faisceau avant focalisation :

(i) Faible ouverture numérique O.N = 0.1rad [Fig. 5.8 (a-b)] : dans ce cas le
vecteur d’onde reste parallele a 'axe de propagation z et la composante du champ
E. reste trés faible au cours de sa propagation. Le champ électrique E reste donc
principalement transverse au cours de sa propagation avec un ratio F,/FE, mesuré
dans la simulation est de l'ordre de 2%.

(i) Grande ouverture numérique O.N = 0.4rad [Fig. 5.8 (c-d)] : cette fois, la fo-
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F1G. 5.8 — Focalisation d’un faisceau gaussien a ’aide du code CALDER. (a-b) Les cartes
de couleurs représentent des instantanés des champs E, et E, dans l’espace (z, z) pour une faible ouver-
ture numérique O.N = 0.1rad du faisceau. (c-d) méme chose que précédemment mais pour une grande
ouverture numérique O.N = 0.4rad du faisceau.

calisation est tellement forte que Le champ E n’est plus purement transverse et le
ratio E,/FE, vaut maintenant 33% au foyer.

Dans le cas d’une focalisation trés forte, c’est la composante F, normale a la cible
qui va déformer le miroir plasma tous les demi-cycles et changer 1'angle d’émission des
impulsions attosecondes. Pour le montrer, nous avons effectué une deuxiéme simulation
PIC 2D dans ce régime, ot on focalise une impulsion laser ultra-intense (ay, = 3) et ultra-
bréve (17 ~ 5fs) en incidence normale sur une surface de l'ordre de A%. Le plasma de la
cible posséde un bord raide et une densité légérement surcritique (ne ~ 4.5n.). Comme
on peut le voir sur les panneaux (b), (c¢) et (d) de la Fig. 5.9, la déformation induite par
la composante E, entraine un changement de I'angle de réflexion du champ laser sur le
plasma d’un demi-cycle optique sur 'autre.

Cette déformation dépend essentiellement de la densité plasma et de I'intensité laser.
La densité étant fixée, on voit sur la Fig. 5.9 (e) qu’au début de 'impulsion, lorsque 'in-
tensité laser varie, les impulsions attosecondes sont émises dans des directions différentes
a mesure que le temps évolue. Ensuite, prés du maximum d’intensité, I’'intensité laser ne
varie plus et les impulsions attosecondes sont émises dans des directions quasi-identiques
a chaque demi-cycle-optique. Dans le cas ou la durée de I'impulsion laser est réduite a
deux cycles optiques, l'intensité laser varie beaucoup d’'un demi-cycle optique au suivant
et on pourrait envisager d’utiliser cet effet afin de séparer angulairement les impulsions
attosecondes du train.

5.3.2 Limites de cette méthode

Cette technique souffre de trés nombreux inconvénients et limitations qui la rendent
quasi-inapplicable expérimentalement :
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(1)

FiG.

5.3. Le fenétrage spatial dans le régime \3

Il est impossible de controler la direction d’émission des impulsions attosecondes qui
dépend de plusieurs paramétres [intensité laser, densité plasma, CEP|,

En pratique, il est impossible d’obtenir un plasma en échelon a la densité n.g = 4.5n,,
a partir d’éléments solides connus. Cette condition est pourtant critique dans ce cas,
car une trop forte densité réduit considérablement la déformation de la surface,
a l'origine de la séparation angulaire des impulsions attosecondes. Une possibilité
pourrait étre d’utiliser des mousses pour obtenir des densités de quelques n. mais
en pratique ces cibles sont difficiles a réaliser et a utiliser,

Elle est pour le moment irréalisable expérimentalement car comme nous I’avons
décrit dans le cas du fenétrage temporel par intensité, on ne sait pas produire des
impulsions de 2 cycles optiques trés énergétiques,

Elle n’est pas générale et s’applique uniquement aux harmoniques Doppler dans un
régime bien particulier : le régime A3, pour lequel on focalise une impulsion d’un
cycle laser \/c sur une tache de surface A\?. Elle est inapplicable dans le cas des
harmoniques gaz et des harmoniques CWE.

107 10
< 105 vde | £ 105
N N

11

z/\

5.9 — Simulation PIC 2D de la génération d’impulsions attosecondes dans le régime

A3. En niveaux de gris est représentée la densité électronique n. du plasma et en échelle de couleur, le
champ réfléchi par le miroir plasma, filtré entre les ordres harmoniques H4 et H15 & différents instants (a)
t = 0 juste avant D’arrivée du laser (b) ¢t = 3T, (¢) t = 3.617 et (d) t = 4.2T. = désigne ici la coordonnée
normale & la cible et z la coordonnée transverse. L’impulsion laser d’amplitude a; = 3 et de durée

TL —

277, &4 mi-hauteur en intensité est en incidence normale # = 0° sur un plasma en échelon de densité

légerement surcritique neo = 4.5n.. Son diamétre au foyer, & mi-hauteur en intensité vaut wg = Ar. (e)
Amplitude du champ réfléchi dans 'espace (z, 2), filtré entre les ordres H8 et H14 et propagé loin de la

cible.

Les fleches schématisent la direction de propagation des impulsions attosecondes émises & chaque

demi-cycle optique.
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Chapitre 6

L’effet phare attoseconde

Dans ce deuxiéme chapitre, nous proposons une toute nouvelle approche au probléme
de la génération d’impulsions attosecondes uniques dans un plasma ou dans un gaz. Cette
approche consiste a séparer angulairement les impulsions attosecondes du train, puis a en
sélectionner une seule a I'aide d’une fente placée en champ lointain.

Tout d’abord, nous verrons que ’on peut réaliser trés simplement cet effet que 'on a
baptisé "phare attoseconde", en induisant simplement une rotation des fronts d’onde du
laser lors de son interaction avec la cible au foyer.

Ensuite, nous validerons numériquement cet effet dans le cas des harmoniques Doppler
qui s’avérent étre une des sources X-UV les plus prometteuses pour obtenir des impulsions
attosecondes trés énergétiques, puis nous discuterons enfin de ses applications potentielles.

6.1 Principe de 'effet phare attoseconde

éibite cibsie

F1G. 6.1 — Principe du phare attoseconde (a) Train d’impulsions attosecondes émis lorsqu’une
impulsion laser conventionnelle (i.e dont les fronts d’onde sont paralléles) interagit avec une cible solide
ou gazeuse (b) Trains d’impulsions attosecondes émis lorsque 'impulsion laser présente, cette fois, une
rotation de fronts d’onde au niveau de la cible.

On a schématisé sur la Fig. 6.1, le principe de l'effet phare attoseconde dans le cas de
la génération d’harmoniques du laser incident par un milieu non-linéaire [plasma sur le
schéma| représenté par la cible en orange. Le panneau (a) représente le schéma d’interac-
tion classique ot une impulsion laser intense [impulsion rouge|, dont les fronts d’onde sont
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paralléles, interagit avec un tel milieu. Dans ce cas, un seul faisceau harmonique conte-
nant un train d’impulsions attosecondes |en violet| est émis dans la direction donnée par
la normale aux fronts d’onde instantanés du laser incident. Imaginons a présent que 'on
puisse mettre en forme les fronts d’onde du champ incident, de telle sorte que ces derniers
tournent dans le temps au foyer du laser, 1a ot survient la génération d’harmoniques.

Dans I’hypothése ot le processus de génération d’harmoniques est une transformation
non-linéaire du champ laser incident Ey(z,t), pour laquelle la phase spatio-temporelle du
champ harmonique ¢,, est directement liée & la phase spatio-temporelle ¢y (z,t) du laser
incident par ¢, (x,t) = n¢r(x,t), les impulsions attosecondes du train sont alors également
émises dans des directions différentes & mesure que le temps s’écoule. Par analogie avec un
phare maritime qui tourne en émettant des flashs lumineux dans des directions différentes,
nous avons baptisé cet effet, "l'effet phare attoseconde". Si la vitesse de rotation des
fronts de phase du laser au foyer est suffisante pour séparer correctement les impulsions
attosecondes du train en angle, on peut alors en filtrer une seule spatialement en placant
une fente sur son trajet en champ lointain comme le suggére le schéma du panneau (b).

A la différence de la séparation angulaire d’impulsions dans le régime \3, 'effet "phare
attoseconde" est donc trés général puisqu’il s’applique en principe & n’importe quel méca-
nisme de génération d’harmoniques satisfaisant la condition de phase ¢, (z,t) = nop(z,t).
En outre, nous verrons dans la suite qu’il permet de contréler précisément la direction
d’émission des impulsions attosecondes par le biais de la phase absolue du laser. Enfin, a
la différence du régime A3 de Naumova et al [55], I'effet phare attoseconde peut étre mis
en oeuvre avec des paramétres laser et plasma réalistes.

6.2 Couplages spatio-temporels et rotation de front d’onde

Détaillons a présent comment il est possible d’obtenir de la rotation de front d’onde
au foyer du laser incident. Dans cette perspective, on introduira tout d’abord la notion
de couplage spatio-temporel d'un champ électromagnétique.

Ensuite, nous verrons que la rotation de front d’onde est un couplage spatio-temporel
bien particulier que 1’on peut obtenir trés simplement en focalisant une impulsion laser
possédant un tilt de son front d’intensité. Partant de ce constat, nous calculerons analy-
tiquement la vitesse de rotation v,.(£)[mrad/ fs]| des fronts de phase du champ laser que
I'on peut obtenir au foyer en focalisant une impulsion avec un tilt £[fs/mm] de son front
d’impulsion.

6.2.1 Couplages spatio-temporels d’un champ électromagnétique
Définition

Dans la suite, on considére une onde électromagnétique se propageant dans la direc-
tion donnée par son vecteur d’onde kj et on note z la coordonnée selon la direction de
propagation k; du champ E, (x,y) les coordonnées dans le plan perpendiculaire a kj, et
t le temps. L’onde est entiérement caractérisée par la phase ¢(x,y,z = zg,t) ainsi que

lamplitude E(x,z = 2,t) de son champ électrique dans le plan z = z,. On dira que
des faisceaux de lumiére ultra-brefs présentent un couplage spatio-temporel, lorsque leurs

96



6.2. Couplages spatio-temporels et rotation de front d’onde

propriétés spatiales dépendent du temps et réciproquement. Formellement, cela signifie
qu’on ne pourra pas écrire le champ électrique E dans le pan z = z;, comme un produit
d’une fonction de l'espace (z,y) et du temps ¢ :

E(x,y,z = 20,1) # Ei(t) exp(in (1)) x Ey(z,y) exp(iga(z,y)) (6.1)

~
Temps FEspace

Pour simplifier, on se limite dans la suite & une représentation du champ suivant une
seule coordonnée transverse x. L’équation (6.1) montre qu'un couplage spatio-temporel
du champ électrique peut étre issu, soit d’un couplage de phase ou d’amplitude, soit des
deux en méme temps. Néanmoins, bien que trés intuitive, cette définition n’est pas la seule
possible car il existe 3 autres représentations du champ électrique E dans les espaces de
Fourier (z,w), (k,t) et (k,w), k étant le vecteur d’onde associé a la coordonnée transverse
X

1. une représentation espace - fréquence (r,w) donnée par la Transformée de Fourier
(TF) du champ par rapport au temps :

+oo
E(z,w) = /_ E(x,t) exp(iwt)dt (6.2)

o)

|E(x,w)| nous donne le contenu spectral de 'impulsion & différentes positions trans-
verses = dans le faisceau.

2. une représentation fréquence spatiale - temps (k,t) donnée par la TF du champ en
espace seulement :

E(k,t) = / E(z,t)exp(ikz)dz (6.3)
Dans le cas d’une onde monochromatique Ay, ou d’une onde avec une bande spectrale
étroite AN/A, < 1, E(k,t) peut s’interpréter comme le champ au foyer E(xy,1)
d’une optique de focale f, avec k = kpzs/f et x; la coordonnée transverse au foyer.

3. une représentation fréquence spatiale - fréquence (k,w) donnée par la TF du champ
en espace et en temps :

~ +00 +00
E(k,w) = /_ /_ E(x,t) exp(i(kx + wt))dxdt (6.4)

Cette représentation donne un apercu de la distribution angulaire en 0 = k/kp, de
chaque couleur w.

Ainsi, on voit qu’il existe au total 8 couplages différents |[quatre couplages de phase et
quatre couplages d’amplitude| dans I’ensemble des quatre espaces de Fourier. En outre,
nous verrons que la représentation d’'un couplage spatio-temporel dans les autres domaines
de Fourier sera trés utile pour mieux appréhender 'origine de ce couplage.
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Couplages spatio-temporels du premier ordre

Akturk et al ont montré [56] qu’il existe seulement 2 couplages indépendants du pre-
mier ordre dans le cas de faisceaux-impulsions gaussiens. Démontrons-le succintement
en considérant I'expression du champ électrique F(z,t) d’une impulsion laser gaussienne
possédant un couplage spatio-temporel du premier ordre xt :

E(z,t) = Eyexp(apex® + agat + ayt?) (6.5)

ol (gg, Gut, az) € C3. La signification physique de ces coefficients est la suivante :
1. ®{a..} est proportionnel a la taille du faisceau & un instant ¢ donnés,

2. X{ag.} est le terme de courbure du front d’onde associé a la propagation du faisceau
gaussien hors de son foyer,

3. R{ay} est proportionnel & la durée de 'impulsion,
4. 3{ay} est proportionnel au chirp temporel,

5. R{a..} est a lorigine d’un couplage du profil d’intensité dans le domaine (x,t). Cet
effet, connu sous le nom du tilt du front d’intensité (Pulse Front Tilt en anglais
abrégé en PEFT), correspond & un délai d’arrivée du maximum d’intensité de I'im-
pulsion le long de sa direction transverse. Cet effet est illustré sur la Fig. 6.2 (a).
Nous détaillerons une de ses origines possibles dans le paragraphe suivant,

6. S{ay} se traduit par une dépendance en espace et en temps de la phase du faisceau-
impulsion. Physiquement, cette distorsion de la phase entraine une rotation du
front d’onde de I'impulsion dans le temps. Ce phénoméne appelé "rotation de front
d’onde" (abrégé en WFR pour WaveFront Rotation en anglais) est illustré sur la

Fig. 6.2 (b).
x'104 ‘ ‘ c
(a) (b)
5
< o ..". < o0
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-5 0 5 - -5 0 5
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F1G. 6.2 — Couplages du premier ordre dans l’espace (z,t) (a) Carte d’amplitude (z,t) du
champ de I'impulsion avec tilt de son front d’intensité par rapport a ses fronts de phase (®{a,:} # 0 et
aqt} = 0). (b) Carte d’amplitude (z,t) de I'impulsion avec rotation de ses front d’onde au cours du
temps ( §R{aact} =0et %{amt} 7é 0)

Le champ dans l'espace (z,w) se déduit ensuite simplement par la transformée de Fourier :

E(z,w) = /_ m E(x,t) exp(—iwt)dt (6.6)

[e.9]
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En utilisant I'intégrale complexe de Fresnel :

/_oo exp (—pa® + qz) dz = exp (q—2> VT (6.7)

p|

o0 4p
avec p = —a,, et ¢ = ayt, il vient :
- T
E(x,w) = E, ol exp (bye®® 4 20y 1w + buuw?) (6.8)
a’af$
ol : )
R Azt
bmz = Qgg + a_tt
b:z:w = _%Z_ﬁ (69)
1
bww - _m

Physiquement, ces coefficients ont la signification suivante :
1. R{b,.} est proportionnel a la taille du faisceau a une fréquence w donnée,

2. S{bys} est le terme de courbure du front d’onde associé a la propagation du faisceau
gaussien hors de son foyer,

3. R{b,w} est proportionnel a la largeur de bande spectrale de I'impulsion,
4. 3{b.w} est proportionnel & la dérive de fréquence |ou chirp|,

5. R{by,} traduit un couplage du profil d’intensité du champ dans l'espace (z,w). Ce
couplage en amplitude, connu sous le nom de chirp spatial est le pendant dans I'es-
pace (x,w) du tilt du front d’intensité dans I'espace (z,t). Il signifie que la fréquence
centrale de I'impulsion varie avec sa coordonnée transverse x,

6. 3{b..} entraine, a I'instar de la rotation de front d’onde dans espace (x,t), un
tilt du front d’onde d’une quantité dépendant cette fois de la fréquence w et non
du temps. Ce couplage est plus communément appelé dispersion angulaire des fré-
quences abrégé en dispersion angulaire dans la suite de I’étude.

On constate d’abord que I'expression du champ électrique dans 'espace (z,w) donnée
par I’équation (6.8) est rigoureusement de la méme forme que celle dans Pespace (x,t)
donnée par (6.5). Seules les valeurs des coefficients de pondération des coordonnées z et
w dans le nouvel espace de Fourier changent. Ceci est valable quel que soit le domaine de
Fourier dans lequel on se place. Le tableau ci-dessus 6.1 résume les relations de passage
entre les coefficients de couplages d’'un domaine de Fourier a un autre.

Ainsi, une fois que les couplages en amplitude et en phase sont déterminés dans un
domaine de Fourier, on peut déduire les couplages dans les 3 autres domaines par simple
TF. 11 est intéressant de noter que dans le cas o S{ay} = 0 [pas de chirp temporel|, la
relation b, = —ia./2ay du systéme d’équations (6.9) montre qu’un couplage en ampli-
tude dans un domaine de Fourier, se traduit par un couplage de phase dans le domaine
dual et réciproquement. Par exemple, dans cette relation, un tilt du front d’intensité dans
I'espace (x,t) [terme a,; réel| correspond & une dispersion angulaire des fréquences de
I'impulsion dans le domaine (z,w) [terme b,,, imaginaire|, de méme que de la rotation de
front d’onde dans I'espace (x,t) [terme a,; imaginaire| est associée a du chirp spatial dans
I'espace (z,w) [terme ay, réel].
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(2,1) (z,w) (k,w) (k,t)
1 bxw 1 Clw 1 dkt
Gy —— - ———
t 2 bww 4 CkkCow + Czw 2 dkk
1 At b [ Ckw 1 dk’t
2 Qtt e 2 Ckk 4 dkkdtt + dit
1 Aot 1 bxw { dkt
4 agpay + a2, 2 by § 2 dy
i amt 1 bkw Z Ckw
Ya b b 2 2e. At
2 Ay 4 bxxbww + bxw 2 Cow

TAB. 6.1 — Relations entre les coefficients de couplages des 4 domaines de Fourier.

En outre, nous avons vu dans le paragraphe précédent que E (k,t) peut s’interpréter
comme le profil spatio-temporel E(zs,t) du champ au foyer d’une optique de focale f,
avec k = krxs/f et xy la coordonnée transverse au foyer. La relation [tableau (6.1)] :

i dpt

_ 2 Okt 6.10
2 (6.10)

Ayt =

suggére ainsi que pour obtenir de la rotation de front d’onde au foyer d’une optique
de focale f |partie imaginaire du terme dj, dans (k,t)|, une méthode trés simple est
d’induire du tilt du front d’impulsion [partie réelle du terme a,; de couplage dans (z,t)]
avant focalisation. Dans la suite, on s’intéresse a la formation d’un tilt du front d’intensité
par un prisme.

Un exemple de couplage spatio-temporel : le tilt du front d’intensité (PFT)

Le tilt du front d’impulsion ou d’intensité est un couplage spatio-temporel en am-
plitude [R{a,:} # 0] qui survient par exemple lorsqu’une impulsion laser ultra-bréve
[a spectre large| traverse un élément optique introduisant de la dispersion angulaire
[S{b.} # 0] de ses fréquences, comme un prisme ou un réseau de diffraction. On dé-
signe ici par "front d’intensité" ou "d’impulsion" les instants ¢,,,.(x) dans l'espace (z,t),
auxquels I'intensité est maximale en x, x désignant toujours ici la coordonnée transverse
a la propagation du laser.

Afin de mieux comprendre l'origine de ce couplage spatio-temporel, on a schématisé
sur la Fig. 6.3 le passage d’une impulsion laser gaussienne ultra-bréve a travers un prisme.
Avant la traversée du prisme, on voit sur le graphe (i) représentant le profil spatio-temporel
du champ E(x,t), que ses fronts de phase |pointillés noirs| sont paralléles a son front
d’intensité [trait continu rouge|. Comme la vitesse de groupe de I'onde v, est différente de
sa vitesse de phase vy dans le verre et comme différentes parties de I'impulsion traversent
différentes épaisseurs de verre d(z), on aura un tilt entre les fronts de phase et le front
d’intensité de 'impulsion & la sortie du prisme. Dans ce cas, on voit sur le graphe (ii) que
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L

FIG. 6.3 — Tilt du front d’intensité d’une impulsion laser ultra-bréve induit par la traversée
d’un prisme. (i) Profil E(z,t) du champ électrique avant la traversée du prisme (ii) Profil du champ
E(z,t) ala sortie du prisme. Sur ces deux cartes de champ, on a matérialisé les fronts de phase du champ
en trait pointillé noir et son front d’intensité (z,t,ax(x)) en trait plein rouge.

le front d’intensité est une droite faisant un angle ¢ avec les fronts de phase. On préférera
dans la suite exprimer 0 dans l'espace (z,t), comme le rapport £ en [fs/mm] d'un délai
d’arrivée du front d’impulsion entre les deux extrémités du faisceau :

eolo Lo (6.11)

Ug Vg

ol L, désigne ici la largeur de la base du prisme et ol on a supposé que les extrémi-
tés du faisceau coincidaient avec les extrémités du prisme. Dans le cas d’une impulsion
gaussienne, nous avons vu que le champ électrique F(z,t) possédant un tilt de son front
d’intensité a la forme donnée par 1’équation (6.5). En nommant w le waist laser et 7 la
durée d’impulsion, on obtient I’expression suivante :

2 2
t_
51:] R (6.12)
T w

E(x,t) = Eyexp | —2 {

L’équation ci-dessus est 'unique représentation physiquement acceptable du champ apreés
la traversée du prisme, car elle seule conserve I’énergie initiale de I'impulsion FEj;,
f_Jr;o fj;o |E(z,t)|*dzdt, qui doit étre constante et indépendante de la valeur de & choisie.
Cette expression correspond a la situation physique ou I'impulsion s’étale de plus en plus
selon I'axe temporel [et non I’axe spatial] & mesure que I'on augmente &.

Nous avons illustré ici la notion de PFT dans le cas particulier d’un prisme mais on
trouve également du PFT aprés réflexion de I'impulsion laser sur un réseau de diffraction
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[Fig. 6.4]. Dans ce cas, comme l’angle d’incidence et de diffraction de I'impulsion ur le
réseau ne sont pas égaux, le chemin optique accumulé varie avec la coordonné transverse
x sur le réseau et induit un délai variable entre le front d’intensité et le front d’onde du

laser.

reSeau \X

F1G. 6.4 — Tilt du front d’intensité d’une impulsion laser ultra-bréve induit par un réseau
de diffraction.

Plus généralement, on peut montrer que n’importe quel dispositif optique introdui-
sant une dispersion angulaire des fréquences d’une impulsion laser induit inévitablement
du PFT dans le domaine spatio-temporel [57]. On peut dériver simplement ce résultat
en écrivant I'impulsion laser comme une superposition d’ondes planes de fréquences w
différentes :

E(\) = Ey(\) sin(wt — k.r 4+ ¢g) = Ep(N) sin ¢ (6.13)

Si on suppose qu’a la sortie du dispositif dispersif, le champ électrique E est situé dans

Iy
k

F1G. 6.5 — Représentation des fronts de phase (traits pleins noirs) et du front d’intensité (trait pointillé
rouge) du laser dans le plan (x, z) et pour la longueur d’onde . Les fronts de phase font un angle I" avec
I’axe z. Le front d’intensité est incliné de § par rapport aux fronts de phase.

le plan (z, z) et se propage avec un angle I' par rapport a z [Fig. 6.5], on obtient :
¢ =wt —kyx —k,z+ ¢ (6.14)

ou k, = —27” sinl' et k, = 27” cosI'. Dans le plan (z, z) les points ayant la méme phase se

trouvent sur des droites d’équation :

¢ — ¢pg = wt — kyx — k,z = cst (6.15)
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Leur pente est définie par :

ks
ap=—7"-= tan T (6.16)

De méme, le lieu des points ou Iintensité est maximale (front d’impulsion) est atteint
lorsque toutes les fréquences w du laser sont en phase i.e :

2 (6.17)

Ces points sont donc, 1a aussi, répartis sur une droite de pente :

dk, —d(k,tanT) k, dI'
- _ — A r — 1
= Tk, dk ot o T dk, (6.18)
Placons-nous a présent dans un repére tel que I' = 0 pour la fréquence centrale X. Dans
ce cas, k, = k et oy = —tan¢ [Fig. 6.5]. Il en résulte que :
7] R—)
tand = —Qy = —k% = )\5 (619)

soit avec § = £ :

—dI’
tan ¢ = /\Z—)\ (6.20)

ot dI'/d\ n’est rien d’autre que la dispersion angulaire des longueurs d’onde A du laser
introduite par le dispositif [prisme ou réseau de diffraction par exemple|. I’équation (6.20)
nous permettra dans la section suivante de calculer de maniére tres simple le PET £ induit
par n’importe quel assemblage d’éléments optiques dispersifs.

Il convient cependant de remarquer que si la dispersion angulaire des fréquences de
I'impulsion laser est bien a 'origine d’un tilt de son front d’intensité, la réciproque n’est
pas vraie. En effet, selon le tableau 6.1, le terme de couplage en amplitude R{a,;} dans
I'espace (z,t) exprimé en fonction de celui dans Iespace (z,w) vaut :

%@w}:m{%%f} (6.21)

Si ${b,w} = 0 i.e si I'impulsion ne posséde pas de chirp temporel, on a R{a,;} # 0 si
b} # 0 et on retrouve le cas détaillé précédemmment ot le PET est associé & de
la dispersion angulaire. En revanche, on peut également avoir du PFT [R{a,:} # 0] si
I{bwwt # 0 et R{bsw} # 0, i.e si 'impulsion posséde du chirp temporel et du chirp spatial.
A partir de 'équation (6.21), on peut donc écrire la relation qualititative suivante :

PFT = AD + SC x TIC (6.22)
—~— ~~ =~ 7 =~

Pulse Front Tilt Angular Dispersion  Spatial Chirp  Temporal Chirp

La Fig. 6.6 (a) illustre simplement comment le deuxiéme terme SC x T'C de I’équation
ci-dessus conduit a du PFT dans le domaine (x,t).

En effet, on voit trés clairement sur ce graphe qu’en présence de SC et de T'C, la
localisation des fréquences a différentes positions x dans le faisceau et a différents instants ¢
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(a) (b)
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FIG. 6.6 — Tilt du front d’intensité d’une impulsion possédant un chirp spatial et un chirp
temporel. (a) Profil d’intensité du champ E(x,t) possédant un chirp temporel (¢(2) = 300f5?) et un chirp
spatial (¢ & 0.064wr,/um). L’échelle de couleur représente les fréquences w/wy, du champ normalisées &
la fréquence centrale wy, de 'impulsion. (b) Lame de verre induisant un chirp temporel & une impulsion
possédant initialement du chirp spatial.

impose forcément un tilt du front d’intensité par rapport aux fronts de phase. En pratique,
on pourra rencontrer ce couplage lorsqu’une impulsion laser possédant un chirp spatial
initial traverse une lame de verre. Comme la vitesse de groupe v, diminue avec la fréquence
w dans le verre, la partie rouge de 'impulsion sur la Fig. 6.6 (b) émergera plus tot de la
lame que la partie bleue (de fréquence plus haute). Il en résulte un tilt du front d’intensité
de I'impulsion aprés la traversée du verre.

Si les deux termes AD et SC' xT'C' permettent d’obtenir du PFT nous verrons toutefois
dans la suite de cette étude que seul le terme de PFT induit par de la dispersion angulaire
permet d’obtenir de la rotation de front d’onde au foyer d’une optique.

Origine des couplages spatio-temporels

Dans 'étude sur le tilt du front d’intensité, il apparait que les couplages spatio-
temporels sont introduits par la dispersion des fréquences optiques qui composent I'im-
pulsion. Cette dispersion [temporelle, angulaire, spatiale| entraine inévitablement une dé-
pendance spatiale des propriétés spectrales du champ [amplitude et/ou phase|. L'effet de
ces couplages sera d’autant plus important que la durée 7 de I'impulsion est courte ou
que son contenu spectral est grand. Par exemple dans le cas d’'un PFT induit par de la
dispersion angulaire dans un prisme, le ratio

ar _ w8 (6.23)
T T

entre le délai A7 introduit par le prisme entre les deux extrémités du faisceau et la durée
d’impulsion 7 est d’autant plus grand que 7 est petite. Par conséquent, méme si dans
I’absolu, la valeur qui quantifie le PFT & ne varie pas avec 7, la déformation induite par

ce couplage sera d’autant plus observable que la durée d’impulsion sera petite.
En réalité, méme en I'absence de composants optiques dispersifs, toute impulsion laser
initialement sans couplage, contractera inévitablement des couplages spatio-temporels au
cours de sa propagation dans le vide. En effet, considérons un faisceau-impulsion sans
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F1G. 6.7 — La diffraction comme source de couplages spatio-temporels (a) Diffraction dans
lespace (x,z) des composantes spectrales A d’une impulsion laser de durée finie 7. Sur le schéma, on a
A1 > A2 > A3. (b) Spectre résolu en espace |E(z,w)| au foyer d’une impulsion initialement sans couplage
(c) Spectre résolu en espace |E(x,w)| de Pimpulsion propagée a une distance d = 2z,.

couplage en son foyer [z = 0] et calculons I’évolution de son spectre résolu en espace
E’(x,w, z) au cours de sa propagation dans ’espace libre. On note w son waist en z = 0
et 7 sa durée d’impulsion. Sur la Fig. 6.7 (b) on a tracé le spectre du champ au foyer
|E’(I,w, z = 0)] dans le cas extréme ou 7 = 1.57, et w = Az. On peut voir qu’il ne dépend
pas de la position x dans le faisceau et on peut écrire E(a:,w, z = 0) comme le produit de
2 fonctions de z et w.

Comme la diffraction d’un faisceau monochromatique dépend de sa longueur d’onde
et que 'impulsion laser est composée de plusieurs longueurs d’onde A, ses composantes
spectrales auront une divergence 0y = \ /7w différentes. A une distance z > z, = mw?/\r,
on voit sur la Fig. 6.7 (a) que la fréquence du champ dépend a présent de la coordonnée
transverse x aux extrémités du faisceau. On obtient ainsi du chirp spatial ¢ donné par :

d9>\ z
Z) =2 X —— = — 6.24
() =2x D= (624
Ce chirp augmente avec la distance z au foyer. Sur la Fig. 6.7 (c¢) représentant le spectre
|E(z,w,z = 2z.)| du champ en z = 2z,, on voit effectivement qu’au centre du faisceau
toutes les fréquences qui composent 'impulsion sont présentes et son spectre est identique
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4 celui en z = 0. Sur les bords en revanche, la fréquence centrale dépend maintenant de
la coordonnée transverse x [pointillés noirs| et la bande spectrale diminue & mesure que
I'on s’éloigne du centre du faisceau. En outre, les longueurs d’onde faibles divergeant plus
que les longueurs d’onde élevées [Fig. 6.7 (a)], il apparait que le profil spatial du spectre
|E(z,w, z)| dans le plan z et & une fréquence donnée w, est plus étalé sur sa partie rouge
[w/wr, < 1] que sa partie bleue |w/wy > 1] .

6.2.2 Du tilt du front d’intensité i la rotation de front d’onde

Etudions maintenant la focalisation d’une impulsion avec PFT induit par de la dis-
persion angulaire. Dans ce cas 'expression de son champ avant focalisation est donnée
par 'équation (6.12) :

Ti

(2

2 2
t—&x; F
E(x:,t) = Eyexp <—2 { s ] e zth> (6.25)
w

oll x; désigne ici la coordonnée transverse avant focalisation, 7; la durée TF de 'impulsion
a une position donnée dans le faisceau, w; le diamétre du faisceau a 1/e et £ le paramétre de
tilt du front d’intensité. Toute durée/largeur est définie dans la suite comme durée/largeur
totale a 1/e du profil d’intensité du faisceau-impulsion. Dans une chaine laser CPA, ce
PFT pourra étre par exemple généré par le désalignement d’un des réseaux du compresseur
optique qui induit une dispersion angulaire résiduelle [Fig. 6.8 (a)]. Dans Iespace (z;,w),
le champ est donné par la transformée de Fourier par rapport a t de I’équation 6.25 :

. Eor; 2 2
Bla,w) = ;T exp (—2% _ % w — wp]? + i€ [w — w] :1:) (6.26)

ou on retrouve que le PFT dans 'espace (z;,t) correspond a de la dispersion angulaire
dans Pespace (z;,w).

Calcul du champ électrique au foyer d’une optique de focale f

En raison de cette dispersion angulaire résiduelle induite par le compresseur désaligné,

le faisceau aura un spectre E(xf, w) qui dépend de P'espace aprés sa focalisation par une
optique de focale f. Son expression analytique s’obtient en calculant la transformée de

Fourier E(l{:,w) de EA(xi,w) par rapport & x;, puis en remplacant k& par son expression
k = krxyf en fonction de la coordonnée transverse au foyer z; :

~ Ey cw; x5 \° 77 x5
E(xfw) = — WiTi exp [— ((w —wp) + 477710_]0) o Qw_} (6.27)

soit aprés simplification :

A

E 2 72
E(rp,w) = Zowm exp (— w — we(z)]? S 2—2) (6.28)
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F1G. 6.8 — Focalisation d’une impulsion possédant un tilt de son front d’impulsion (a)
illustre comment un compresseur & 4 réseaux légérement désaligné induit un tilt du front d’intensité
résiduel (b) Champ électrique E(x;,t) avant focalisation, possédant un tilt de son front d’intensité. Les
zones bleues correspondent & un champ E > 0 et les zones blanches & E < 0. (c) Distribution d’intensité
et spectre au foyer. La tache focale est allongée et le spectre du champ varie spatialement le long du
grand axe de lellipse. (d) Champ électrique E(xy,t) au foyer de Poptique (L) avec rotation de ses
fronts d’onde. Les paramétres du faisceau-impulsion avant focalisation sont 7; = 25fs, w; = 7T0mm et
& =1;/w; = 0.36fs/mm. Avec f = 200mm, il en résulte que wy = 2.6\, 75 = 35fs et v, = Tmrad/fs.
Ces paramétres sont typiques d’un laser femtoseconde de puissance standard.

avec :
we(x) =wp — Cxy (6.29)
ou :
L (6.30)
TTEW

est le paramétre de chirp spatial et ot la durée 7; d’impulsion, et la taille de faisceau wy
au foyer sont donnés par :

Tp/Ti = wpfwe = /1 + (w§/7;)? (6.31)

avec wy = 2(Arf/mw;) le waist du faisceau au foyer lorsque £ = 0. A présent, la fréquence
centrale we(xyr) dépend de la coordonnée z; au foyer. Ce couplage en amplitude briéve-
ment présenté dans la section d’introduction 6.2.1 est appelée chirp spatial. Lorsque &
augmente, la dispersion angulaire augmente avant focalisation et ’étalement des compo-
santes spectrales devient de plus en plus important. Spatialement, la tache focale devient
elle, de plus en plus elliptique dans la direction du chirp spatial [Fig.6.8 (c)|. Paralléle-
ment, la durée d’impulsion 7 augmente elle aussi, en raison de la réduction de la bande
spectrale locale : les fréquences étant étalées spatialement au foyer, le contenu spectral a
une position donnée z; diminue.

Dans le domaine temporel, ce chirp spatial est associé & une rotation des fronts de
phase du champ F(x;,t) au foyer [Fig. 6.8 (d)]. En effet, si on calcule la transformée de
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Fourier inverse de E(xf, w) par rapport a w, on obtient 1’expression E(a:f, t) du champ au
foyer de 'optique :

- 2 x> »
E(xg,t) o exp (—27_—]% — 2w—§> X exp(ip(zy,t)) (6.32)
o(xs,t) = Capt+wpt

Pour comprendre qualitativement comment du chirp spatial dans le domaine spatio-
spectral (zy,w) correspond a de la rotation de front d’onde dans le domaine spatio-
temporel (zy,t), nous avons représenté le profil temporel du champ de I'équation (6.32),
en différents points de la tache focale [courbes de la Fig. 6.9]. En présence de chirp spa-
tial, on peut voir sur la Fig. 6.9 que la fréquence du champ est plus élevée dans la partie
basse de la tache focale que dans sa partie haute. En conséquence, les zéros du champ
seront plus espacés dans la partie haute que dans la partie basse du foyer. Si 'on trace
maintenant les zéros du champ sur I’ensemble de la tache focale, qui correspondent en fait
aux fronts de phase du laser, on constate que leur direction tourne dans le temps.

fronts d'onde

1
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FIG. 6.9 — Chirp spatial et rotation de front d’onde au foyer. Les courbes en couleur représentent
le profil temporel du champ de ’équation (6.32) en différents points de la tache focale. Les lignes en

pointillés, qui matérialisent les points de l’espace (z,t) ou le champ est nul, correspondent & ses fronts
d’onde.

Calculons a présent la vitesse de rotation de ces fronts d’onde. La direction instantanée
de propagation de la lumiére 3(t) est simplement donnée par 3 ~ k, (t)/k; on k,(t) =
Op/0xs est la composante transverse du vecteur d’onde laser k;, = wy/c. Le terme de
couplage z st dans la phase ¢ implique que [3 et par conséquent, le front d’onde instantané
du laser, tournent dans le temps a la vitesse v, = d3/dt donnée par :

vy = cw—CL (6.33)
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En utilisant la valeur de ¢ donnée par I’équation (6.30) on obtient finalement :

w; ¢

o= i1+ (wig/7)° (6.34)

Dans le tableau 6.2 ci-dessous, on résume les couplages de I'impulsion dans les 4 do-
maines avant (z;,t), (x;,w) et aprés focalisation (zy,t), (xf,w) ainsi que les paramétres
de couplage associés.

Espace Avant focalisation Foyer
(i, 1) (zi,w) (1) (zf,w)
Couplage PFT AD WFR SC
Paramétre 19 « Uy ¢
Valeur arctan ()\Lj—l;> Z—l; ;;l;_i; T (Uiﬁ/ﬂ)Q w—CLvr

TAB. 6.2 — Tableau récapitulatif des couplages et des paramétres associés. Les acronymes
utilisés PFT, AD, WFR et SC désignent respectivement le tilt du front d’intensité (Pulse Front Tilt en
anglais), la dispersion angulaire (Angular Dispersion), la rotation de front d’onde (Wavefront Rotation)
et le chirp spatial (Spatial Chirp).

Vitesse de rotation maximale

Sur la Fig. 6.10, on a tracé ’évolution de la vitesse de rotation v, au foyer en fonction
du tilt du front d’intensité ¢ avant focalisation. Pour £ = 0, la vitesse de rotation est nulle
et on retrouve le cas d’un faisceau usuel sans rotation de front d’onde. Ensuite, lorsque
¢ > 0 croit, v,(§) augmente d’abord jusqu’a atteindre un maximum en & = &, puis décroit
au-dela et s’annule lorsque & — +o00. En dérivant la vitesse de rotation de 1’équation
(6.34) par rapport a £ et en cherchant la valeur du PFT qui annule cette dérivée, on

obtient :
o = Ti/wi
{ ot = /2fT =0 /27 (6.35)

T

La présence de ce maximum peut s’expliquer plus intuitivement en écrivant v, ~ Af/At
comme le rapport de 'angle Af balayé par le vecteur d’onde k;, durant Uintervalle de
temps At. La vitesse de rotation maximale v]"** sera atteinte lorsque la lumiére balaye
Iangle le plus grand possible, & savoir la divergence du laser Af = 0, pendant la durée
la plus courte possible pour cette impulsion qui n’est rien d’autre que sa limite de Fourier
At = 7;. On retrouve ainsi le fait que v"** 0, /7;. Cette vitesse de rotation maximale est
atteinte pour un tilt du front d’intensité &;, correspondant a un délai égal a la durée 7; de
I'impulsion entre les deux "extrémités" du faisceau [distantes de w;|, avant focalisation.

Au-dela de ce maximum, pour des valeurs de & > & élevées, la lumiére balaye toujours le
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r

v_(mrad/fs)

|
|
-4 -3 -2 -1 0 1 2 3 4

F1G. 6.10 — Evolution de v, et w; avec le tilt du front d’intensité ¢ exprimé ici en unités
7;/w;. Les courbes ont été tracées pour une durée 7; = 25fs, une taille de faisceau w; = 60mm et une
focale f = 300mm. Dans ce cas la divergence laser vaut 0, = w;/f = 200mrad et la vitesse maximale
oMt = 4mrad/ fs.

méme angle Af = 0, mais pendant la durée At = 74(§), qui augmente significativement
avec £ : ceci entraine une diminution de la vitesse de rotation v,.

Notons enfin que pour £ = &y, on a wy = V2w; |Fig. 6.10] et TF = V/27;, ce qui entraine
une réduction d’un facteur deux seulement de l'intensité laser au foyer.

Calcul du champ électrique hors foyer

Dans la pratique, on ne réalise pas toujours la génération d’harmoniques au foyer. Dans
la partie 3 de ce manuscrit, nous verrons par exemple que pour controler la divergence
des harmoniques Doppler a 'aide de la phase du laser, il est nécessaire de déplacer la
cible hors de son foyer. De plus, dans le cas des harmoniques gaz, la condition d’accord
de phase impose également de placer le jet de gaz en dehors du foyer laser.

Dans cette optique, nous avons calculé, a I'aide de l'intégrale d’Huygens-Fresnel |cf.
Partie 2|, ’'expression analytique E(x, w, z) du spectre du champ a une distance z du foyer
[situé en z = 0] :

. i

+oo ke
E(r,w,z) = \//\_LZ/ E(zt,w,z = 0)exp [_@2_;; (a1 — :IZ‘)Q‘| dxt (6.36)

ol z désigne ici la coordonnée transverse a la propagation du champ et E(m, w,z=0) le
spectre de 'impulsion laser au foyer d’une lentille de focale f calculé en (6.27) :

A

E 22 42
BE(zf,w,z=0) = —2wr; exp <— w—wp — 2> L — 2—2) (6.37)
4 8 wy

avec ( le paramétre de chirp spatial au foyer. L’équation (6.36) s’intégre en utilisant la
formule (6.7) donnant U'intégrale complexe de Fresnel :
A x? 7(2)?

E(z,w,z) o« exp _Qw(z)Q ~—g (w—wL—C(z):c)}

x exp [i€(2)aw — i¢® (2)(w —wr)?]  (6.38)

110



6.2. Couplages spatio-temporels et rotation de front d’onde

. 7(2) est le paramétre suivant :

2 2
1+ (il) +4 (—)
. (6.39)
144 (2)

Lorsque z = 0, on a 7(z = 0) = 74 et lorsque £ = 0 on retrouve 7(2) = 7;,Vz. En
outre, lorsque z — oo, on vérifie bien que 7(z) = 7.

T(2) =7

. w(z) est la taille du faisceau a 'abscisse z :

w(z) = wo\/l + (5;1})2 +4 (23)2 (6.40)

avec z, = mwg /Ar, lalongueur de Rayleigh du faisceau en ’absence de chirp spatial au

foyer. En z = 0, on a w(z = 0) = woy/ 1 + (€w;/7;)” = wy et pour € = 0 on retrouve
Iévolution avec z du waist d’un faisceau gaussien usuel : w(z) = woy/1 + 4 (2/2.)°.

. ((2) le paramétre de chirp spatial en z :

_ ¢
14 (woz/ws2.)”

¢(2) (6.41)

en z = 0, on vérifie que ((z = 0) = (. Lorsque z — o0, on retrouve en remplacant
x par zx;/f dans Péquation (6.36) ci-dessus que le chirp spatial avant focalisation
Gi(z) =((2) x z/f — 0 est bien nul.

Z— 00

. &(2) le paramétre défini par :

£(e) = Lo

“TTIGAT (6.42)

en z =0, on a £(z = 0) =0 et on retrouve le fait que 'impulsion n’a pas de tilt
de son front d’intensité. Avant focalisation, la valeur de &;(z) = £(2) x z/f — &

correspond au PET initial. Toutefois, entre ces deux cas limites, £(z) ne correspond
pas a la valeur du PFT dans l'espace (z,1).

. Le terme ¢ (2) correspond au chirp fréquentiel, issu de la propagation des compo-
santes fréquentielles du laser dans différentes directions :

(Zr/f)2 £z

@ (z) = 6.43

ST 1+4(z/z)" (643)
Ce chirp est nul au foyer ¢ (z = 0) = 0 et avant focalisation par la lentille
¢ (z) — 0.
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6. En effectuant la transformée de Fourier inverse par rapport a w de E(z,w, z), nous
avons également calculé la vitesse de rotation v,.(z) des fronts de phase du champ

en 2z e (2)7(2) + 328(2)9P(2)
wE) = T G o

En z = 0, on retrouve v,.(z = 0) = (¢/wr. Avant focalisation ou en champ lointain,
on vérifie également v, (z — +00) = 0.

(z)/vr(z:O)

r

Vv

-2 0 2
z/zr

FIG. 6.11 — Evolution de la vitesse de rotation v, hors du foyer. Les courbes verte, rouge et
bleue représentent I’évolution de la vitesse de rotation v,.(z) des fronts de phase du champ en fonction de
la distance z au foyer du laser (situé en z = 0) pour des valeurs &yerre = 0.17; /Wi, Erouge = 0.67;/w; et
Ebiewe = Ti/w; du tilt du front d’intensité avant focalisation. Dans chaque cas, on a normalisé v,.(z) par

sa valeur en z = 0.

L’ évolution de v, (z)avec z est représentée sur la courbe Fig. 6.11, pour 3 valeurs différentes
du tilt du front d’intensité initial £. Dans le cas £ = 7;/w; [courbe bleue|, on constate
d’abord que la vitesse de rotation en z = z, est diminuée de 30% seulement par rapport
a sa valeur en z = 0. Cette diminution dépend de la valeur de £ : elle est d’autant plus
importante que la valeur de £ est petite. Ainsi, pour £ = 0.67;/w; [courbe rouge|, on
observe une diminution de 50% et jusqu’a 60% dans le cas £ = 0.67;/w; [courbe verte].
Cette tendance est issue du fait que la tache focale du laser w(§) croit lorsque £ augmente,
ce qui accroit la longueur de Rayleigh effective du faisceau i.e la distance sur laquelle le
faisceau reste focalisé. Dans la suite, on calcule le PET £ pour lequel la vitesse de rotation
des fronts de phase est maximale au foyer de l'optique en z = 0.

6.2.3 Reéalisation pratique d’une impulsion avec tilt de son front
d’intensité

On détaille ici une technique expérimentale trés simple permettant d’obtenir du tilt

du front d’intensité sur une installation multi-TW. Cette méthode non invasive repose sur

le désalignement d’un des réseaux du compresseur optique dont on rappelle d’abord trés
briévement le fonctionnement.
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6.2. Couplages spatio-temporels et rotation de front d’onde

Principe d’un compresseur optique

Dans un laser basé sur la technique CPA [1], on étire 'impulsion femtoseconde tempo-
rellement avant de 'amplifier, dans le but d’éviter des effets non-linéaires et le claquage
de certains composants de la chaine optique. On recomprime ensuite cette impulsion avec
un dispositif similaire & celui qui réalise son étirement, que 'on appelle un compresseur
optique. Un étireur/compresseur est composé d’éléments dispersifs [réseaux le plus sou-
vent|, qui introduisent un chemin optique différent pour les fréquences qui composent le
spectre de 'impulsion laser.

Dans le cas de I’étireur, on sépare d’abord temporellement ces fréquences [chirp tem-
porel| en les faisant parcourir des chemins optiques différents. L’impulsion laser devient
alors plus longue et peut étre amplifiée sans risque d’endommager les autres composants
optiques de la chaine laser. Le compresseur recombine ensuite les différentes fréquences
temporellement, en effectuant 'opération inverse de I’étireur afin d’obtenir une nouvelle
impulsion femtoseconde, beaucoup plus énergétique que la premiére. Dans les installations
laser actuelles, on distingue principalement les configurations suivantes :

1. compresseur a 2/4 réseaux [trés courant],

2. compresseur a 4 prismes [plus rare|.

Dans la suite, on quantifie la dispersion angulaire % introduite par le désalignement d’un
angle 6 d’un des réseaux d’un compresseur a 4 réseaux de la Fig. 6.8 (a). Les applications
numeériques seront réalisées pour des paramétres réalistes, conformes a ceux d’une des
principales installations femtosecondes multi-TW du Plateau de Saclay : le laser UHI100

(durée 7 = 25fs FWHM, diamétre D=50mm FWHM).

Cas d’un compresseur a 4 réseaux

La configuration d’un compresseur a 4 réseaux représentée sur la Fig. 6.8 (a) a déja
été introduite précédemment. Lorsqu’on désaligne le dernier réseau de la chaine de com-
pression, on introduit un tilt du front d’impulsion que 'on souhaite calculer. On suppo-
sera que les deux premiers réseaux sont correctement alignés et qu’ils n’introduisent, par
conséquent, aucune dispersion angulaire. Pour calculer &, il suffit de calculer la dispersion
angulaire introduite par les 2 derniers réseaux désalignés d’un angle 6. On a les relations
suivantes pour les deux réseaux [Fig. 6.12] :

A
sini +sinr = m-— (6.45)
a
A
sin(r —6) +sinll = ¢— (6.46)
a

En différentiant les deux équations ci-dessus, on obtient :

dr m
B 6.47
d\ aCcosT ( )
dl’ q dr
73 €08 r = i cos(r — 8)5 (6.48)
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F1G. 6.12 — Desalignement de la deuxiéme paire de réseaux du compresseur d’un angle

soit

dr 1 (q B mw) (6.49)

ﬁ:aCOSF cosT

ar
Lorsque 6 = 0, on a oo 0 soit ¢ = m. Cela impose de travailler au méme ordre pour les

deux réseaux. Dans la suite, on travaille & I'ordre m = 1. D’aprés la relation 6.46 on a :

cosT = \/ = [3 ~sin(r — 9)] 2 (6.50)

a

Il en résulte que :
cos(r — 0)
dr L
o= cosr (6.51)
a\/l — [2 —sin(r — 0)}2

Dans 'approximation des petits angles, on obtient, & 'ordre 1 en 6 :

dFN tanr tanr
dA acosi a\/l—(g—sinry

0 (6.52)

le PFT £ nous est alors donné par 1’équation (6.20) liant dispersion angulaire et tilt du

front d’intensité :

Atanr
tancé =~ —— :
a cos i

0 (6.53)

Application numérique

Dans le cas du compresseur a réseaux de la chaine laser UHI100 :
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6.2. Couplages spatio-temporels et rotation de front d’onde

— le réseau comporte 1400 traits/mm (i.e a =~ 0.7um) ,
— le laser a un angle d’incidence ¢ = 47° et un angle de réflexion r = 17.6° a 'ordre
m=1 sur le premier réseau [Fig. 6.12],
— la longueur d’onde centrale \ vaut 0.8yum.
1

La courbe de la Fig. 6.13 montre I’évolution du tilt du front d’impulsion £ en fs.mm™",
en fonction de 'angle de désalignement 6 en ° du dernier réseau . Pour 'impulsion laser
d’UHI 100 (Diameétre D = 50mm FWHM en intensité et durée 7 = 25fs FWHM en
intensité), le tilt du front d’impulsion maximisant la vitesse de rotation des fronts de
phase du laser apreés sa focalisation vaut :

gmax = % = 0-5f5-mm71 (654)

Pour atteindre cette valeur, la courbe représentée figure 6.13 montre qu’il faudra tourner

& (fs/mm)
1.5

1.0f

0.5} -~

0.01 0.02 0.03 0.04 0,059 ©)

F1G. 6.13 — Evolution du tilt du front d’impulsion £ en fs.mm™! avec I'angle de désalignement 6 en
degrés du compresseur (courbe en trait plein rouge). La courbe en pointillés bleus correspond & un tilt du
front d’impulsion de 0.5fs.mm ™!, nécessaire 4 I'obtention d’une vitesse maximale de rotation des fronts
de phase aprés focalisation de I'impulsion laser UHI100 (D = 50mm,m = 25fs) par une parabole.

le dernier réseau d’un angle 6,,,, ~ 0.015°! Les moteurs pas & pas actuels permettent
d’atteindre des précisions de ordre de 1074°. Cette valeur d’angle 6,,., est donc accessible
expérimentalement.

Autres méthodes

Il existe de nombreuses autres méthodes qui reposent cette fois sur I'ajout de com-
posants optiques dispersifs dans la chaine laser [prismes et réseaux|. En particulier, nous
avons étudié la dispersion angulaire introduite par un prisme seul et un réseau seul. Il
ressort de cette étude qu’il est en général préférable d’utiliser une paire d’optiques dis-
persives [prismes ou réseaux| plutot qu’une seule optique dispersive, car cela permet de
controler beaucoup plus précisément le tilt du front d’intensité par un léger désalignement
du systéme.
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6.3 Conditions d’obtention d’impulsions attosecondes
séparées angulairement

Dans cette section, on établit dans quelles conditions il est possible d’isoler angulaire-
ment les impulsions attosecondes du train a ’aide d’une impulsion laser possédant de la
rotation de front d’onde au foyer, la ot survient le processus de génération d’harmoniques.

6.3.1 Critére général de séparation angulaire

(L)

..
H

FIG. 6.14 — Séparation d’impulsions attosecondes i ’aide du mécanisme du phare attose-
conde. Un faisceau laser de N, cycles optiques, avec tilt de son front d’intensité est focalisé a I'aide
d’une optique (L) sur une cible solide ou gazeuse. En raison de la rotation des fronts de phase du laser
au foyer de (L) et de la cohérence du processus de génération d’harmoniques, N faisceaux harmoniques
centrés sur la fréquence nwy, et de divergence 6,, sont émis dans des directions différentes données par la
direction de propagation du laser aux instants de génération. Chaque faisceau harmonique contient une
impulsion attoseconde unique. Af est ’angle duquel a tourné le front d’onde du laser pendant Uintervalle
de temps At entre I’émission de deux impulsions attoseconde successives.

Le schéma de la Fig. 6.14 illustre comment l'effet phare attoseconde peut étre utilisé
pour produire N faisceaux harmoniques séparées angulairement, chaque faisceau conte-
nant une impulsion attoseconde unique. Ce schéma de principe donne également un apercu
des conditions que devront pour cela remplir la vitesse de rotation v, des fronts d’onde et
la divergence 6,, du faisceau harmonique.

En effet, pour pouvoir séparer deux impulsions du train, 'angle de rotation Af = v, At
du front d’onde du laser, pendant 'intervalle de temps At entre I’émission de deux impul-
sions attosecondes successives doit étre supérieur a la divergence du faisceau harmonique
0,, centré sur la fréquence nwy, :

AO = v. At 2 0, (6.55)

Comme v, ne peut excéder v"** = 0, /27;, le vecteur d’onde laser balaiera au maximum

un angle A% = v™M @At pendant Uintervalle At = Ty /p, ou p désigne ici le nombre
d’impulsions attosecondes émises pendant chaque cycle optique 77,. La condition a remplir
peut donc s’exprimer sous la forme :

(6.56)

SIS
= |
N
3
=

116



6.3. Conditions d’obtention d’impulsions attosecondes séparées angulairement

ou N, = 7;/T;, désigne le nombre de cycles optiques du laser sur la cible. Le critére (6.56)
étant approché, on se propose maintenant de déterminer quantitativement le ratio maxi-
mum 6, /60, acceptable, pour pouvoir séparer angulairement les impulsions attosecondes
du train.

6.3.2 Vers un critére plus quantitatif
Problématique

Une fois les impulsions séparées angulairement en champ lointain & I'aide de WFR
au foyer, la Fig. 6.15 illustre comment I'adjonction d’une fente sur le trajet d’une de
ces impulsions permet d’en isoler une seule spatialement. A la sortie de la fente, on a

Phare
attoseconde

F1G. 6.15 — Filtrage spatial d’une impulsion émise par le mécanisme du phare attoseconde.

représenté le profil temporel du champ filtré spatialement. On distingue une impulsion
attoseconde principale et des pics satellites & 77, /p qui correspondent en fait aux parties
des faisceaux adjacents qui traversent eux aussi la fente.

Le choix de la largeur de la fente qui permet de filtrer spatialement une seule impulsion
attoseconde va résulter d’'un compromis entre deux contraintes principales [Fig. 6.15] :

1. Tout d’abord, plus la fente est étroite, et plus le contraste 1/ entre I’énergie conte-
nue dans 'impulsion attoseconde principale et celle de ses satellites issus des fais-
ceaux adjacents (& £77/p) sera important,

2. Ensuite, plus la fente sera large, et plus la fraction f de I’énergie totale retenue dans
le faisceau par la fente sera importante.

Une fois la fente introduite dans le faisceau harmonique que 'on souhaite sélectionner, le
contraste v dépend du ratio entre la divergence 6,, du faisceau et 'angle A = v, At entre
deux faisceaux harmoniques adjacents [Fig. 6.15] déterminé par la vitesse de rotation v, :
plus la divergence harmonique est importante et plus le contraste 7 sera faible. De méme,
plus v, et donc Af = v, At est grand et plus 7 sera important. La fraction d’énergie f, elle,
dépend uniquement de la divergence 6,. Plus 6, augmente et plus la fraction d’énergie
retenue par la fente sera faible. Dans la section qui suit, on se propose de calculer pour la
vitesse de rotation v, = v***  le ratio maximum 6, /0, acceptable qui permet d’obtenir
des valeurs données de v et f. Formellement, ceci revient également a déterminer la borne
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supérieure du rapport 6, /A0 = 0,,/0;,pN, pour laquelle on obtient un contraste -y et une
énergie f, soit & déterminer a = O(1) telle que :

0, 1
In < .
5, S oszC (6.57)

Calcul du ratio 60,,/0; maximum dans le cas de faisceaux gaussiens

Pour des paramétres lasers fixés, la valeur de Af maximale, est déterminée par la
vitesse de rotation maximale v"** = 61 /27; de v, et est donnée par A" = 0, /2pN..
Dans la suite, on se place dans ce cas optimal qui peut étre facilement réalisé expérimen-
talement. Notons E; I’énergie de I'impulsion attoseconde principale aprés la fente (zone

(b)

R\

3 -2 -1

F1G. 6.16 — (a) Profils angulaires de 3 impulsions attosecondes adjacentes générées par ’effet de phare
attoseconde. Les gaussiennes en traits bleus correspondent aux profils angulaires de chacune des trois
impulsions attosecondes voisines. La courbe en pointillés rouges, qui correspond & la somme des trois
courbes bleues, est le signal qui pourrait étre enregistré par un détecteur placé sur un écran placé en
champ lointain. En introduisant une fente dans le faiseau harmonique, on filtre spatialement la partie jaune
de l'impulsion centrale mais aussi les pieds des faisceaux satellites (portions rayées bleue et orange). (b)
Profil temporel d’intensité intégré angulairement aprés filtrage par la fente représentée en (a). L’impulsion
jaune centrale correspond a la zone jaune en (a), tandis que ses satellites en orange/bleu correspondent
aux aires orange/bleue en (a). Ici, le contraste d’intensité entre I'impulsion centrale et ses satellites vaut
v=0.1.

jaune sur la Fig. 6.16), et Ey Iénergie d’un des satellites (zone bleue ou orange sur la
figure 6.16 (a), suposées identiques). Nous supposons que toutes les impulsions attose-
condes générées sont gaussiennes, avec la méme énergie totale Ep et la méme largeur a
1/e, 0,. Le principal faisceau harmonique est supposé centré en 6 = 0 de telle sorte que
ses satellites sont eux, centrés en =A0™%, Le contraste entre 'impulsion centrale et ses
satellites vaut v = Fy/E; ou E; et E, sont donnés par :

E, = fEr (6.58)
E 2A¢7GABmaz
B, = —L Toedr (6.59)

/T J_gaetagmas
—2 82+ as

ou nous avons fait le changement de variable I' = 2(6 — Ap™*)/0,,. Ici, 'angle Ad
correspond a la demi-largeur angulaire de la fente. Cet angle peut étre déterminé en
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fonction de la fraction f d’énergie retenue du faisceau principal :

ADd  _4p2/p2
e 460 /endQ

—AdD
f: foo 6_492/0721d9 (660)

En utilisant la fonction d’erreur de Gauss

2 2
() = ﬁ/o e (6.61)

1

et son inverse Y~ ', nous obtenons :

Ad = () (6.62)

Il en résulte que :

By x(2A8m /0, + x7H(f)) — x2AB™ /0, — x ' (f))
B, 2f

(6.63)

Cette équation donne v en fonction de 6, et f. Nous avons utilise Mathematica afin
d’inverser cette fonction et de déterminer la valeur de 6, /6, requise pour obtenir des
valeurs données de ~ et f. Le résultat de ce calcul est tracé sur la Fig. 6.17(a), pour
une impulsion de N, = 9 cycles optiques et pour p = 1 (correspondant au cas de la
génération d’harmoniques sur miroir plasma). Il a été exprimé en fonction du rapport
01,/60° ou, 0° désigne la divergence harmonique sans tilt du front d’intensité car ce rapport
est celui effectivement mesuré dans les expériences de génération d’harmoniques sur cibles
solides ou gazeuses. En général I'introduction d’un tilt du front d’intensité & # 0 avant
focalisation du faisceau-impulsion augmente la taille de la tache focale le long de I'axe de
chirp spatial et la divergence 6,,(€) tend & étre inférieure a la divergence harmonique 69
sans tilt du front d’intensité. Fn supposant que la divergence harmonique est inversement
proportionnelle & sa taille de source on obtient :

0.(6) = 00/ 1+ (wil/7)? (6.64)

ie.

O0n(§ = 7i/w;) = 92/\/5 (6.65)

pour le tilt du front d’intensité & = 7;/w; qui maximise la vitesse de rotation des fronts
de phase du laser au foyer.

Lorsque 1'on souhaite augmenter les valeurs de contraste v et d’énergie f pour une
taille de fente donnée, on observe comme prévu que le ratio 67 /0% requis augmente lui
aussi. Par ailleurs, les lignes de niveau 01, /0° de la Fig. 6.17 peuvent étre interprétés d’une
maniére différente. En effet, physiquement, la plus petite divergence que pourra avoir un
faisceau harmonique d’ordre n est donnée par sa diffraction 92 = \p/Tw, ou A, = A /n est
sa longueur d’onde et w, son waist. Lorsque la taille de source w, est identique a la tache
focale du laser et indépendante de n, on obtient 8% = ; /n et les lignes de niveaux de la Fig.
6.17 (a) peuvent étre interprétées comme l'ordre harmonique minimum au-dela duquel des
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F1G. 6.17 — (a) Valeur requise de 01,/6° pour obtenir des valeurs données de 7 et f, dans le cas d’une
impulsion laser de N, = 9 cycles optiques et p = 1 (b) Paramétre a défini dans I’équation (6.57) tracé en
fonction du contraste désiré v, pour f = 60 %.

valeurs données de f et v pourront étre obtenues par I'effet du phare attoseconde. Enfin,
nous pouvons relier ces résultats au paramétre o qui apparait dans I’équation (6.57). La
valeur de a requise pour obtenir des valeurs de f et de v données peut étre déduite d’un
graphe tel que celui de la Fig. 6.17 (b), a travers la relation a = 61,/60,pN.. Ce graphe
montre 'évolution de o« = O(1) en fonction du contraste souhaité -y, pour une fraction
d’énergie retenue par la fente f = 60%.
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Chapitre 7

Etude numérique de l'effet phare
attoseconde

Dans ce chapitre, nous validons d’abord V'effet du phare attoseconde dans le cas des
harmoniques Doppler a 'aide d’un modéle simple développé par Lichters et al que 'on
a généralisé en 2D : le modeéle du miroir oscillant ou ROM (pour Relativistic Oscillating
Mirror en anglais). Cette premiére validation numérique nous permettra de mieux ap-
préhender le fonctionnement de cet effet. Toutefois, pour des intensités ultra-relativistes
(a, > 3), ce modéle ne reproduit pas I’enfoncement du miroir plasma sous l'effet de la
pression de radiation du laser au foyer qui, comme nous le verrons dans la partie 3 de ce
manuscrit, agit comme un miroir courbe qui focalise les harmoniques Doppler en avant
de la cible et augmente fortement le ratio 6,,/0;.

Afin de nous assurer que l'effet phare attoseconde peut étre effectivement réalisé dans
ce régime de génération pour des impulsions laser conventionnelles d'une dizaine de cycles
optiques, nous avons ensuite effectué une expérience numeérique sur supercalculateur a
laide du code particulaire 2D CALDER, pour des paramétres expérimentaux réalistes.
Cette deuxiéme validation numérique montre que ’effet phare attoseconde peut-étre uti-
lisé pour générer des impulsions attosecondes isolées en régime relativiste, qui est I'un des
mécanismes les plus prometteurs pour obtenir des impulsions attosecondes trés énergeé-
tiques.

7.1 Etude a I’'aide du modéle du miroir oscillant

7.1.1 Généralisation du modéle ROM & 2 dimensions

On généralise a présent le modéle ROM 1D [cf. partie 1] & une géométrie 2D en
I'appliquant en chaque point de la tache focale z;. Cette fois-ci, le mouvement de la
surface du miroir plasma a la position transverse z; décrit, en présence de WFR, une
oscillation donnée par :

UM(:Ef7 t)

Anls ) = we(zy)

cos p(xy,t) (7.1)

121



Chapitre 7. Etude numérique de Ieffet phare attoseconde

olt we(xy) = 4v,(&)z s + wi, ¢(zr,t) = wr(xs)t est la phase du laser sur la cible donnée
par I'équation (6.32), en présence de rotation de ses fronts d’onde a la vitesse v,.(£) au
foyer et ot vy, (xy,t) la vitesse d’oscillation du miroir plasma = donnée par :

U(Ty,t)  2a(zp,t)singd 2a(zys,t)sind

~~ ~~ 7.2
c y(xs,t) \/1+4a(a:f,t)2 sin 62 (7.2)
oll,
2 72
a(zg,t) = L do exp —2t— —2-L (7.3)
we(xy) 2 7w
1+ (w;/7;) f f

désigne 'enveloppe du laser en z; et ay correspond a 'amplitude laser lorsque § = 0.

7.1.2 Séparation angulaire des impulsions attosecondes

Approche spectrale

Reprenons a présent le cas de la Fig. 6.8, ot 'on focalise une impulsion avec un tilt de
son front d’intensité £ = 7;/w; qui maximise la vitesse de rotation des fronts de phase du
faisceau v,.(£) au foyer. Le profil spatio-temporel du champ réfléchi par le miroir plasma
au foyer a été représenté sur la Fig. 7.1 (a). Juste aprés la cible, le profil spatio-temporel

@

xf/)\l_
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xf/)\l_
o

e

2 4
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L t/T L

(d)
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0 10 39 30 40 10° 10* Nsep 10>
L

F1G. 7.1 — Calcul du champ réfléchi E,(zy,t)) par le miroir plasma a ’aide du modéle ROM
2D pour ar = 10 et § = 45° (a) Champ réfléchi par le miroir plasma ou nous avons utilisé les mémes
paramétres laser que sur la Fig. 6.8 (b) Champ réfléchi filtré entre les ordres harmoniques 5 et 50 (c)
Spectre 1D B, (z5,w) = fj:oo E(xy,t) exp(—iwt)dt (d) Intensité spectrale du spectre 1D E,(z,w) intégré
spatialement.
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du champ réfléchi filtré [Fig. 7.1 (b)] est toujours constitué d’un train d’impulsions atto-
secondes et non d’impulsions attosecondes spatialement isolées. Ces impulsions semblent
cependant étre émises dans des directions différentes, égales a la direction du front d’onde
instantané du laser aux instants de génération. Par ailleurs, on observe sur la Fig. 7.1 (c)
que le spectre résolu en espace du champ réfléchi E,,(r f,w) est constitué d’harmoniques
d’ordre n de la fréquence wy(zy) du laser incident. Comme cette fréquence varie dans
'espace [chirp spatial (]|, on obtient des harmoniques inclinées dans l'espace (zf,w) [Fig.
7.1 (c)] et leur inclinaison dépend bien sir de 'ordre harmonique selon n¢. Sur la Fig. 7.1
(c), on a représenté le spectre intégré spatialement E, (w) du champ réfléchi défini par :

o0

E(w) = / (2, w)Pde; (7.4)
—0oQ

I1 apparait que ce spectre est continu & partir d’un certain ordre harmonique ng.,. Comme
le spectre intégré du champ se conserve au cours de sa propagation dans le vide, ceci
suggére qu’a une certaine distance z de la cible, la structure temporelle du train est
brisée et les impulsions attosecondes isolées spatialement les unes des autres. Comme
nous allons le voir dans le paragraphe suivant, les impulsions attosecondes du train se
séparent effectivement en angle au cours de leur propagation dans le vide et en champ
lointain, il devient possible d’en sélectionner une seule a I'aide d’une fente et d’un filtre
en fréquence sélectionnant les ordres harmoniques 1 > 1.

Influence de la vitesse de rotation v,

Dans cette section, on étudie U'influence de la vitesse de rotation v,(£) des fronts
d’onde du laser au foyer sur la séparation angulaire des impulsions attosecondes en champ
lointain.

On se place la encore dans les mémes conditions que le cas de la Fig. 6.8. Les prédictions
du modéele ROM 2D sont représentées sur la Fig. 7.2. Comme prévu, en 'absence de
rotation (v, = 0) de front d’onde au foyer, des harmoniques de la fréquence laser sont
émises dans un seul faisceau collimaté [Fig. 7.2 (b)], avec une divergence plus faible que
celle de la fréquence fondamentale. Ces harmoniques sont associées, dans le domaine
temporel, a un train d’environ 10 impulsions attosecondes.

Lorsqu’on augmente le tilt du front d’intensité £, v,.(£) augmente au foyer et ce faisceau
unique se sépare progressivement en un ensemble de plusieurs faisceaux [Fig. 7.2 (e), (h) et
(k)|. A la vitesse de rotation maximale v/"** ces faisceaux sont bien séparés angulairement
|[Fig. 7.2 (e)| et chacun d’eux est constitué d’un spectre continu & partir d’un certain ordre
harmonique ng.p, associé dans le domaine temporel, & une impulsion attoseconde unique
[Fig. 7.2 (i)].

Si on continue d’augmenter le tilt du front d’intensité ¢ au dela de la valeur optimale
& = 7;/w;, on remarque qu'il est est toujours possible de séparer des impulsions angu-
lairement. A priori, ce résultat semble surprenant puisqu’a présent, la vitesse de rotation
v-(§) diminue. Au vu du critére de I’équation (6.56), on pourrait penser qu’on ne sépare
plus correctement les impulsions attosecondes en angle.

En réalité, dans le cas d’harmoniques limitées par diffraction, nous avons vu que leur
divergence est donnée par 6, = \,/mw,, ol w, désigne la taille de source harmonique
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Fi1G. 7.2 — Résultats du modéle ROM appliqué a ’effet phare attoseconde. Les paramétres du faisceau laser sont les mémes que ceux de la
Fig. 6.8 pour un vecteur potentiel normalisé a;, = 6. La premiére ligne correspond au cas £ = 0, la deuxiéme a & = 0.27; /w;, la troisiéme a £ = 7; /w;
(pour lequel on a une vitesse de rotation v,.(§) maximale) et la derniére & £ = 1.27; /w;. Les panneaux de gauche montrent la vitesse de rotation du
champ des fronts d’onde du champ sur la cible. La deuxiéme colonne montre le champ réfléchi E,.(z,t) par le miroir plasma vu par un observateur
en z = —Ar. Les panneaux de la troisiéme colonne, montrent la transformée de Fourier & deux dimensions du champ E (xf,t), aprés son interaction
avec la cible. Dans ces graphes, la distance a lorigine correspond a la fréquence w et 'angle polaire 4 la direction de propagation du champ. Enfin, les
panneaux de droite montrent des instantanés du profil spatial d’intensité des impulsions attosecondes, obtenues aprés un filtrage du champ réfléchi
entre les ordres harmoniques 70 et 80, en fonction des coordonnées transverse = et longitudinale z, & une distance de la cible correspondant & plusieurs
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qui peut étre considérée comme égale a celle du waist laser wy a ces intensités. Comme
le waist laser wy(§) du laser augmente également avec &, la divergence harmonique 6,,(§)
diminue et satisfait ainsi toujours le critére (6.56) de séparation angulaire méme si v,.(§)
diminue. Cependant, 'augmentation de w¢(€) et 74(£) avec £ entraine une forte réduction
de I'intensité au foyer et I’extension spectrale s’en trouve par conséquent fortement réduite.
Il n’y a donc a priori que peu d’intérét a utiliser 'effet du phare dans ce régime.

Propriétés spatio-spectrales des impulsions attosecondes générées

On détermine maintenant les propriétés spatio-spectrales des impulsions attosecondes
générées en présence de rotation de front d’onde/chirp spatial au foyer. Cette étude est
cruciale pour établir si la rotation de front d’onde au foyer induit des couplages spatio-
temporels qui distordraient les impulsions attosecondes du train. Pour mieux identifier les
effets a D'origine de ces couplages, on s’affranchit de la variation d’intensité laser au foyer
et on calcule, a I'aide du modéle ROM, le champ harmonique généré par une impulsion
laser de profil spatial "top hat" en incidence 8 = 45° sur la cible :

wr, t2 .
a(zys,t) = apll,,———exp | —2— +iw¢(xf)t (7.5)
Twe(zy) 7}

et dont la fréquence we(zy) = wr + (ry dépend de la position transverse xy, avec ( le
parameétre de chirp spatial. II,,, désigne ici une fonction top hat centrée en z; = 0 et
de largeur wy. Filtrons temporellement le cycle optique du champ réflechi [Fig. 7.3 (a)],
pour lequel amplitude du champ incident est maximale et intéressons-nous a son spectre
résolu en espace au foyer [Fig. 7.3 (b)]. On distingue trois zones :

1. La zone de coupure w = w,. La fréquence de coupure w,., correspond a la
fréquence maximum contenue dans le champ réfléchi et s’obtient simplement en
calculant le maximum de sa variation de phase instantanée ¢, (t) = wr(zs)t +
2k Zm (s, tret) en z = 0, juste aprés sa réflexion par la cible. En utilisant ¢,., =
t — Zp(xf,tret)/c on obtient dye;/dt =1 — dZ,,/dt et :

d r 1— mazx
Weo(Tf) = wp, X max {d_cpt} R~ WC(If)H (7.6)
ou : B "
g = 2a(zs,t = 0)sin (7.7)

1+ 4a(zy,t =0)2sin6?

est 'amplitude de la vitesse d’oscillation du miroir au maximum du champ incident
en t = 0. Dans 'approximation ag > 1, on aboutit a :

2
8ag

T oo (7.8)

Weo (T f) A Wymaz () we () =
On voit donc qu’en présence de WER au foyer I’extension du spectre dépend de la

coordonnée au foyer z;. Cette dépendance provient, d’une part, de la variation de la
fréquence w¢(xy) du laser qui subit le shift Doppler et, d’autre part, de la variation
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F1G. 7.3 — Propriétés spatio-spectrales des impulsions attosecondes en présence de WFR
au foyer. (a) Profil spatio-temporel du champ réfléchi a,(zy,t) par le miroir plasma. Le champ incident
a une durée 75 = 8fs, un waist wy = 10.4\r, une amplitude ag = 3 et un chirp spatial ¢ = 0.039wr /L.
(b) Spectre résolu en espace du cycle optique du champ réfléchi contenu dans la boite en traits pointillés
sur le panneau (a). (c) Phase spectrale ¢,(6,w) du champ sélectionné en (a) en champ lointain. (d) Profil
spatio-temporel du champ sélectionné en (a) en champ lointain et filtré entre les ordres harmoniques H65
et H75 (e) les ordres harmoniques H35 et H45 et (f) les ordres harmoniques H10 et H20. La ligne en
pointillés blancs représente le front d’intensité de I'impulsion.
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de I'amplitude de ce shift Doppler v,q.(2f) avec zf, du fait de la dépendance de la
vitesse maximale d’oscillation du miroir plasma (3,4, en la fréquence w¢(xf). Sil'on
filtre le spectre du champ réfléchi autour de cette zone, on obtient une impulsion
attoseconde qui posséde du chirp spatial au foyer. En champ lointain (0,w), ce
couplage d’amplitude se transforme en un couplage de la phase spectrale ¢,.(6,w)
du champ [Fig. 7.3 (¢)] : les fronts de phase des différentes fréquences n’ont pas la
méme direction. Nous avons déja vu que cette dispersion angulaire des fréquences
est associée a un tilt du front d’intensité de I'impulsion attoseconde dans le domaine
spatio-temporel (0,t) [Fig. 7.3 (d)].

zone intermédiaire w < w,,. Le chirp spatial diminue a mesure que 'on s’éloigne
de la zone de coupure [Fig. 7.3 (b)]. Si lon filtre une gamme de fréquences dans
cette zone, on obtient en champ lointain une impulsion attoseconde avec un tilt de
son front d’intensité beaucoup plus faible que précédemment |Fig. 7.3 (e)].

zone de génération efficace w < we,(zyf), Vrs. Le spectre ne dépend pas de x¢
et nous avons vu dans le chapitre 5 que pour de fortes valeurs de ag, son amplitude
suit une loi de décroissance en w?. Dans ce cas, les impulsions attosecondes générées
ne possédent plus de tilt du front d’intensité [Fig. 7.3 (f)] en champ lointain et leur
phase spatio-spectrale est plate [Fig. 7.3 (¢)].
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En conclusion, on pourra considérer que les impulsions attosecondes générées par le méca-
nisme ROM sont dépourvues de couplages spatio-temporels a condition que les fréquences
qui les composent satisfassent la condition w < we,(xf), Vs, ce qui équivaut a :

N file 1
ncoff l—i-wa/wL

(7.9)

ol n gy désigne 'ordre harmonique sélectionné et n.,¢ le cut-off harmonique sans rotation
de front d’onde. Dans le cas de la Fig. 7.2 on a ( = 0.0175w; /A, et wy = 2.6\, et on
vérifie bien a travers la condition n i /nepr & 5 % 1072 < 1/(1 + Cwy/wr) ~ 1 que les
impulsions attosecondes posseédent de trés faibles couplages.

7.2 Etude a I'aide du code PIC 2D CALDER

7.2.1 Cas des harmoniques Doppler
Paramétres de simulation

Les principaux paramétres de simulation sont résumés dans le tableau 7.1. Le laser
de polarisation p est en incidence oblique # = 45° sur le plasma. Sa tache focale est
gaussienne et son enveloppe temporelle en cos®. Sans tilt de son front d’intensité ¢ avant
focalisation [cas wirprl2], le faisceau impulsion a une durée 74 = 6.57;, = 17fs et un
diamétre wy = 5.7\, = 4.6pm. Pour le tilt du front d’impulsion §, = 7;/w; qui maximise
la vitesse de rotation des fronts de phase, on a wy = 6.5um et 74 = 23fs.

Laser Plasma Maillage

Cas ap, | 0 wy Tt & Neo Grad. ox ot ppm

wirprl | 6 | 45° | 8\, | 8.51% | 7:/w; | 100m. | Az/200 | A,/350 | 1./500 | 20 | 30000/

whprl2 | 6 | 45° | 5.7A, | 657, | 0 | 100n. | Ap/200 | /350 | T,/500 | 20 | 30000

TAB. 7.1 — Paramétres des simulations CALDER de D’effet phare attoseconde en régime
relativiste.

Le plasma a un profil exponentiel qui sature & une densité maximale n.y = 100n.. Sa
longueur de gradient L est trés petite devant la longueur d’onde laser afin d’éviter les effets
d’augmentation de la divergence des harmoniques par I’enfoncement du plasma. Ce point
sera explicité dans la derniére partie du manuscrit traitant des propriétés spatiales des
harmoniques Doppler. On a représenté la boite de simulation sur la Fig. 7.4. On a choisi
des pas spatial dx et temporel 0t trés fins qui permettent de résoudre des harmoniques
d’ordres trés élevés (=~ 250 dans ce cas). Pour cette valeur de dx et une température
électronique T, ~ 1keV, on vérifie que le ratio dx/Ape ~ 4.7 est suffisamment faible pour
ne pas induire de chauffage numérique. La cible est inclinée & 45° dans le repére (z, z) de
la boite et contient 10° particules en tout, soit 20 particules par maille. Le champ incident
avec rotation de front d’onde, donné par I’équation (6.32) est injecté avec un angle nul en
haut de la boite de simulation par le biais de conditions de bord. On enregistre ensuite la
composante E,.(z, 2 = Zgrear, t) du champ réfléchi tous les deux pas de temps, le long de
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Fi1G. 7.4 — Boite de simulation

la ligne de champ placée en z = zgpeqr |Fig. 7.5]. Grace a ce diagnostic, nous serons en
mesure de propager ensuite le champ a une distance arbitraire z de la cible en utilisant
la méthode de décomposition en ondes planes que nous avons détaillée dans la deuxiéme
partie de ce manuscrit.

Séparation angulaire des impulsions attosecondes

La simulation wfrprl nous a permis tout d’abord d’obtenir le champ réfléchi par le
miroir plasma au niveau de la ligne de streak E,.(z,2z = zZgear, t) dans le cas on la vitesse
de rotation des fronts de phase (v,) du champ incident au foyer est maximale.

Ensuite, nous avons filtré ce champ réfléchi E,.(x, 2 = zZgreak, t) entre les harmoniques
15 et 30 et nous 'avons propagé a une distance z de la cible, trés grande devant la longueur
de Rayleigh des ordres harmoniques filtrés. Dans cette simulation, le critére de séparation
angulaire est satisfait puisque le ratio 0;/6, = 7 pour la gamme d’harmoniques filtrées
est supérieur aux nombres de cycles optiques N. = 6 du laser incident.

On observe ainsi trés clairement Ueffet phare attoseconde sur le panneau (a) de la
Fig. 7.5. Dans ce cas, la vitesse de rotation est suffisamment grande et la divergence du
faisceau harmonique généré suffisamment petite pour pouvoir isoler une impulsion atto-
seconde a l'aide d’une fente placée en champ lointain [Fig. 7.5(b)]. Ici, la fente sélectionne
approximativement 60% de ’énergie de I'impulsion principale. Il est toujours possible
d’augmenter le contraste entre I'impulsion centrale et ses satellites en réduisant la largeur
de la fente mais au prix d’une perte d’énergie dans 'impulsion centrale. Cette "expé-
rience numérique” montre donc qu’il est tout a fait possible de satisfaire la condition de
I'équation (6.56) dans le cas des harmoniques Doppler générées sur miroir plasma.
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F1G. 7.5 — Simulation particulaire 2D de I’effet phare attoseconde en régime relativiste.. (a)
Le panneau de gauche montre la distribution d’intensité des impulsions attosecondes (ordres harmoniques
15-30) en champ lointain (b) Le panneau de droite, montre le profil d’intensité du champ en (a), que I'on
a intégré angulairement aprés filtrage spatial par le diaphragme schématisé en rouge sur le panneau de
gauche. La courbe bleue correspond au profil temporel obtenu & partir d’une simulation PIC réalisée dans
les mémes conditions d’interaction, mais sans rotation de front d’onde [cas wirprl2]. Les deux courbes
ont été normalisées par l'intensité maximale du train sans rotation de front d’onde.
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F1G. 7.6 — Propriétés spatio-spectrales des impulsions attosecondes générées en présence
de WFR au foyer. (a) Spectre résolu en angle (6,w) de 'impulsion attoseconde générée au maximum
d’amplitude du champ incident. La ligne en traits pointillés noirs est la ligne des maxima du spectre. (b)
Phase spatio-spectrale ¢,.(6,w) d”impulsion (c) Profil spatio-temporel de I'impulsion attoseconde filtrée
entre les fréquences H15 et H22.

Propriétés spatio-spectrales des impulsions attosecondes

Pour déterminer les propriétés spatio-spectrales des impulsions attosecondes générées
avec une vitesse maximale des fronts de phase au foyer, on adopte ici la méme démarche
que dans le cas du modéle ROM 2D : on filtre temporellement I'impulsion attoseconde
générée au maximum du champ incident, puis on étudie les propriétés d’amplitude et de
phase de son champ électrique en champ lointain dans l'espace (6, w). On constate ici que
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le contenu spectral du champ réfléchi ne dépend pas de 'angle d’émission (0, w) |Fig7.6(a)].
Ceci signifie que dans le cas wirprl, le chirp spatial au foyer est si petit que le contenu
spectral du champ réfléechi par le miroir plasma ne dépend pas de la coordonnée transverse
au foyer z;. A la différence du cas de la Fig. 7.3, nous n’observons par conséquent aucun
couplage de la phase spatio spectrale ¢, (z,w) en champ lointain [Fig7.6(b)| et donc¢ aucun
tilt du front d’intensité du champ dans son profil spatio-temporel [Fig7.6(c)].

Ainsi, dans les conditions typiques de génération d’harmoniques Doppler sur cible
solide, on constate que l'effet phare attoseconde n’induit pas de distorsions [ou couplages|
significatives des impulsions attosecondes.

7.2.2 Cas des harmoniques CWE
Conditions de simulation

Les principaux paramétres de simulation sont résumés dans le tableau 7.2. Le laser
de polarisation p est en incidence oblique 6§ = 45° sur le plasma. Sa tache focale et son
enveloppe temporelle sont gaussiennes. Sans tilt de son front d’intensité £ avant focalisa-
tion [cas Light CWEL], le faisceau-impulsion a une durée 7 = 277 = 5fs et un diamétre
wy = 4\, = 3.2pm. Pour le tilt du front d’impulsion §, = 7;/w; qui maximise la vitesse
de rotation des fronts de phase, on a wy = 5.6\, = 4.48um et 7 = 2.83T, = 7.5fs [cas
Light CWE2]. Dans les deux cas du tableau 7.2, le plasma a un profil de densité exponen-

Cas Laser Plasma Maillage Topr

ar, | 6 wy Ty ¢ ne | Grad. ox ot ppm
Light CWE1 | 0.4 | 45° | 4\, 2.T7, 0 200m. | Ap/50 | A\p/425 | T1,/630 | 100 | 3000h
Light CWE2 | 0.4 | 45° | 5.6\ | 2.83TL | 7:/w; | 200n, | Ar/50 | Ar/425 | T1,/630 | 100 | 3000h

TAB. 7.2 — Paramétres des simulations CALDER de l’effet phare attoseconde en régime
CWE.

tiel qui sature & une densité maximale n.y = 200n, et de longueur de gradient L = A\ /50.
En outre, nous avons choisi des pas spatial dx et temporel dt trés fins qui permettent de
résoudre des harmoniques d’ordres trés élevés (= 315 dans ce cas). Pour cette valeur de
dx et une température électronique T, ~ lkeV, on vérifie que le ratio 0x/Ap. ~ 4 est
suffisamment faible pour ne pas induire de chauffage numérique.

Séparation angulaire des impulsions attosecondes

Dans le cas sans rotation de front d’onde [Fig. 7.7 (a)], on observe comme prévu la
génération d’un train de trois impulsions attosecondes [panneaux (1) et (i)] se propageant
dans la méme direction et au sein d’'un méme faisceau, dont le profil spatial est repré-
senté sur le panneau (ii). Spectralement, ces impulsions interférent constructivement pour
former un spectre d’harmoniques nettement visible sur le panneau (2).

Lorsque 'on induit de la rotation de front d’onde au foyer du laser [Fig. 7.7 (b)], on
observe toujours trois impulsions attosecondes [panneau (2)], dont la durée est inchangée
comparée au cas sans rotation de front d’onde. Cependant, ces impulsions se propagent
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F1G. 7.7 — Simulation particulaire 2D de I’effet phare attoseconde dans le cas d’harmoniques CWE Les panneaux (a) et (b) correspondent
respectivement aux cas sans et avec WFR. Dans les deux cas, la carte de couleur centrale (1) représente le champ électrique obtenu apreés filtrage
du champ réfléchi entre les ordres harmoniques 11 et 14. Ce champ est tracé en fonction des coordonnées spatiales z [direction de propagation] et
y [direction transverse| aprés que l'on a propagé les impulsions & une distance z = 1400}, de la cible, grande devant la longueur de Rayleigh des
harmoniques correspondantes. Les panneaux de droite (i) montre le profil spatial du champ obtenu en intégrant temporellement les cartes de couleur
(1), tandis que les panneaux du haut (i) montrent une coupe temporelle [pointillés noirs] des cartes (1) a une position donnée y dans le faisceau.
Enfin, les panneaux du bas (2) montrent le spectre du champ réfléchi intégré spatialement et sur tout le faisceau en (a) sur une portion autour de
Pimpulsion centrale en (b).
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Chapitre 7. Etude numérique de Ieffet phare attoseconde

désormais dans des directions différentes et se séparent spatialement en champ lointain,
i.e a des distances trés grandes devant la longueur de Rayleigh des harmoniques qui com-
posent ces impulsions. En conséquence, le profil spatial du champ réfléchi est composé
de trois faisceaux harmoniques bien distincts et le spectre [panneau (ii)], qui était com-
posé d’harmoniques dans le cas sans rotation de front d’onde, est maintenant continu. Ce
continuum correspond au spectre de I'impulsion attoseconde centrale qui est isolée spa-
tialement des autres impulsions du train. Cette deuxiéme "expérience numérique" montre
donc qu'il est également possible de satisfaire la condition de I’équation (6.56) dans le cas
des harmoniques CWE générées sur miroir plasma.
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Chapitre 8

Applications

Dans ce dernier chapitre, on détaille les nombreuses autres applications que pourraient
avoir I'effet phare attoseconde, au-dela de la génération d’impulsions attosecondes uniques.

8.1 Expériences pompe-sonde

L’effet de phare attoseconde fournit, par exemple, une configuration idéale [Fig. 8.1]
pour réaliser des expériences pompe-sonde dans le régime attoseconde. En effet, en pré-
sence de WFR des fronts de phase du champ incident au foyer, nous avons vu qu’il est
possible de générer une collection d’impulsions attosecondes séparées angulairement et
parfaitement synchronisées, a partir d’une seule impulsion laser de départ. Il suffit alors
d’introduire un masque spatial en champ lointain afin de sélectionner deux impulsions
attosecondes et les recombiner ensuite avec un délai variable sur une cible en utilisant,
par exemple, des optiques X-UV comme celles développées par C. Bourassin-Bouchet et
al [58, 59, 60].

. Variable delay
Spatial Mask P

[

Thin filters 7 Target
(™

T )

Fi1G. 8.1 — Schéma d’expérience pompe-sonde dans le régime attoseconde utilisant I’effet
phare attoseconde.

Attosecond
Lighthouse

sando Buisnooy

133



Chapitre 8. Applications

8.2 Mesure de la CEP

8.2.1 Principe

La deuxiéme application la plus évidente de cet effet est la mesure de la CEP au foyer
du laser. En présence de WFR au foyer, la direction d’émission 6, d'une impulsion atto-
seconde est donnée par la direction des fronts de phase du laser a l'instant de génération
te :

0. x v,t, (8.1)

oll v, est la vitesse de rotation des fronts d’onde du champ. La structure temporelle
du train est donc encodée dans le profil angulaire des faisceaux harmoniques en champ
lointain, comme on peut le voir sur le schéma de la Fig. 8.2 (a-b).

(a) ¢=0

0

wavﬂ \/[\/

(b) Q=T
/N

%

F1G. 8.2 — Mesure de la CEP par l’effet phare attoseconde (a) La courbe en trait plein rouge
correspond au profil temporel du champ incident au centre de la tache focale, pour une impulsion sin
[i.e ¢ = 0]. En bleu, on a tracé les impulsions attosecondes générées par le champ incident ainsi que les
fronts de phase de ce champ aux instants de génération [traits continus bleus]. En champ lointain on a
tracé une coupe du profil angulaire [courbe bleue] selon la direction transverse z ainsi que le profil total
selon les deux directions transverses x et y [carte de couleur] (b) Idem mais cette fois pour une impulsion
cos [i.e g = 7.

Lorsque la CEP ¢q du laser varie, le temps d’émission ¢, d’une impulsion donnée varie
lui aussi linéairement avec ¢, ce qui entraine un changement des directions d’émission
des impulsions attosecondes du train et une modification du profil angulaire des faisceaux
harmoniques. Ainsi, mesurer le profil angulaire d’impulsions attosecondes produites par
le mécanisme du phare attoseconde fournit un moyen simple de mesurer les variations de
CEP au foyer du laser. Ceci permettra d’analyser correctement des données expérimentales
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8.3. Métrologie attoseconde et diagnostic de I'interaction laser plasma

obtenues par différents tirs lasers en connaissant cette-fois la valeur de la CEP du laser
au moment du tir.

Pour nous assurer que le profil angulaire dépend effectivement de la CEP, nous avons
effectué des simulations PIC 2D pour deux valeurs de CEP différentes ¢y = 0, 7 et avec
les mémes paramétres physiques que dans les cas wirprl. Sur la Fig. 8.3, nous avons tracé
le profil angulaire du faisceau harmonique issu de ces simulations, que nous avons intégré
entre les harmoniques 25 et 30.

1
:fo 8
@
>10.6
B}
-
n 0.4
c
b
0.2
|_|

F1G. 8.3 — Sensibilité du profil angulaire a la CEP laser. Les deux courbes tracées sur cette figure
sont issus de simulations PIC, dans les mémes conditions d’interaction que le cas wirprl. Elles montrent
le profil angulaire du faisceau harmonique intégré entre les ordres 25 & 30 en champ lointain, pour deux
valeurs de CEP du laser incident : ¢o = 0 [trait plein rouge| et ¢o = 7 [traits pointillés].

Dans les deux cas, on identifie bien des pics séparés par des angles A0 = v}, ~
10mrad, ou la vitesse de rotation des fronts de phase du champ au foyer vaut v"** ~
10mrad/Ty,. Lorsqu’on change la CEP du laser de 0 a 7, le temps d’émission des impulsions
attosecondes est avancé d’une demi-période laser et on observe bien, sur la Fig. 8.3 que le
profil angulaire, lui, est décalé de Af/2 ~ 5mrad. Cependant, le fait que le profil angulaire
dépende de la phase absolue du laser implique aussi qu’il faudra stabiliser cette derniére

afin d’obtenir une source attoseconde stable tir a tir.

L

8.3 Meétrologie attoseconde et diagnostic de l'interac-
tion laser plasma

On peut enfin utiliser le phare attoseconde a des fins de métrologie d’un phénoméne

physique ultra-rapide ou encore pour mieux comprendre les mécanismes de physique fon-

damentale sous-jacents a la génération d’harmoniques d’ordres élevés dans les plasmas et
les gaz.
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Chapitre 8. Applications

8.3.1 Schéma de principe

En effet, nous avons vu précédemment que les directions de propagation des N im-
pulsions attosecondes produites par I'effet phare sont directement reliées a leurs temps
d’émission. Sur la Fig. 8.4 (a), on a représenté les spectres angulaires des N faisceaux
harmoniques produits par 'effet ROM dans les mémes conditions que la Fig. 7.2. On voit

10f (b)

"'"""lh., [ )

0 1 2

10 10 10
u)/wL

F1G. 8.4 — Metrologie a I’aide de 1’effet phare attoseconde. (a) Transformée de Fourier 2D du
champ réfléchi par le miroir plasma calculé & partir du modéle ROM. Les conditions d’interaction sont
les mémes que celles de la Fig. 7.2, pour un tilt du front d’intensité ¢ avant focalisation qui maximise la
vitesse de rotation v/"** des fronts de phase au foyer. (b) Les spectres représentés en différentes couleurs
correspondent a des coupes de la TF 2D du champ réfléchi, le long des lignes de méme couleur représentées
sur le panneau (a).

qu’en effectuant des mesures sur chacun de ces N faisceaux harmoniques, nous sommes
en mesure de déterminer la divergence, le spectre ou encore I’énergie relative de chaque
impulsion attoseconde du train. Par exemple, on voit sur la Fig. 8.4 (b) représentant les
spectres de trois impulsions attosecondes en début, au milieu et a la fin de 'interaction,
que la coupure du spectre change, ce qui nous donne une information sur l'intensité laser
a ces instants de génération. Grace a cet effet, on voit qu’il devient trés simple d’obtenir
des informations sur le mécanisme de génération ou le milieu générateur tout au long de
I'interaction entre le laser et la cible.

Par ailleurs, en plus de nous donner une information sur le mécanisme de génération
des harmoniques, I'effet phare attoseconde sera particuliérement utile dans le cadre d’ex-
périences qui utilisent la génération d’harmoniques comme une sonde du milieu générateur
(plasma ou gaz), puisqu’il constitue un stroboscope qui pourrait par exemple enregistrer
I’évolution temporelle des orbitales atomiques d’une molécule avec une résolution attose-
conde sur toute la durée de I'impulsion laser incidente.
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8.3. Métrologie attoseconde et diagnostic de I'interaction laser plasma

8.3.2 Autre exemple d’application en métrologie plasma : I’effet
gyromagnétique
Dans cette section, on illustre comment il serait possible d’utiliser expérimentalement

leffet phare attoseconde, afin d’observer directement la manifestation d’un phénoméne
plasma particulier : I'effet gyromagnétique.
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Fi1G. 8.5 — Effet gyromagnétique en présence de rotation de front d’onde au foyer. Résultats
d’une simulation CALDER, dans laquelle une impulsion laser polarisée p, d’amplitude a;, = 6, de profil
temporel gaussien et de durée & mi-hauteur 77, = 577, est focalisée avec un angle § = 45° sur un profil
de densité plasma exponentiel, de longueur de gradient L = Ar,/20 et de densité maximale n.g = 200n...
Au foyer, le waist laser vaut wy, = 9\ [largeur & mi-hauteur|. (a) carte de densité électronique n.(x,y)
a linstant t,,4; pour lequel l'intensité laser est maximale au foyer. Les fléches rouges matérialisent les
directions des champs laser incident et réfléchi. (b) Profil temporel du champ réfléchi au niveau de la
cible, que l’on a filtré entre les ordres harmoniques 35 et 45 [courbe bleue]. En rouge, on a représenté le
profil temporel d’amplitude de ’enveloppe laser. (¢) Transformée de Fourier 2D du champ réfléchi par
la cible. (d) Profil angulaire du faisceau harmonique, que I’on a obtenu en intégrant selon k, la TF 2D
représenté en (c), entre les ordres harmoniques 35 et 45.

Cet effet a été modélisé pour la premiére fois par J.P Geindre et al dans [61], qui mirent
en évidence 'influence du champ magnétique laser B normal au plan d’incidence, sur les
trajectoires des jets électroniques du miroir plasma, responsables de I'effet Doppler induit
sur le champ incident. En particulier, les auteurs ont montré que pour des amplitudes
laser a; importantes au foyer et des longueurs de gradient plasma L faibles, le terme
v x B de la force de Lorentz courbe les trajectoires des électrons de ces jets et réduit
par conséquent leur excursion vers le vide ainsi que leur facteur de Lorentz ,,. L’étendue
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Chapitre 8. Applications

spectrale du champ réfléchi ainsi que 'efficacité de génération des harmoniques dépendant
fortement de 7,,, ceci implique une chute brutale, voire une disparition totale du signal
harmonique, pour de fortes valeurs de ay, .

Nous avons simulé cet effet, & 'aide du code CALDER, en présence de rotation de front
d’onde au foyer |Fig. 8.5]. Sur le panneau (a) représentant la densité électronique du miroir
plasma, on observe des doubles jets d’électrons caractéristiques de I'effet gyromagnétique.
On remarque qu’au centre de la tache, la o I'intensité du laser est maximale, efficacité
de génération des impulsions attosecondes chute fortement en raison de l'effet gyroma-
gnétique. Sur le profil temporel du champ réfléchi au niveau de la cible [panneau (b)],
on observe également une chute de I'intensité des impulsions attosecondes [trait continu
bleu| générées prés du maximum d’intensité de I'impulsion laser [pointillés rouges|. En
présence de rotation de front d’onde au foyer, cette structure temporelle singuliére se re-
trouve aussi dans le profil angulaire du faisceau réfléchi, intégré entre les harmoniques 35
et 45 [panneau (c)]. On vérifie donc bien, sur ce cas particulier, qu’en présence de WFR au
foyer, la structure temporelle du train est parfaitement encodée dans son profil angulaire,
ce qui rendrait possible 'observation expérimentale de I'effet gyromagnétique a ’aide du
phare attoseconde.

En conclusion de cette partie, nous avons vu que l'effet phare attoseconde permet
de générer simplement, par le désalignement d’un des réseaux du compresseur optique,
des impulsions attosecondes isolées avec une impulsion laser de départ potentiellement
longue [environ 9 cycles laser|. La condition a vérifier pour pouvoir correctement isoler
les impulsions attosecondes les unes des autres est le critére de I'équation (6.56) qui lie le
ratio entre la divergence harmonique et la divergence laser 6, /60, et le nombre de cycles
optiques N, de I'impulsion laser. En plus de sa simplicité, I'effet phare attoseconde est
trés général, puisqu’il s’applique en principe a n’importe quel mécanisme de génération
d’harmoniques, y compris les harmoniques générées dans les gaz. Cet effet sera particu-
liérement intéressant dans le cas des harmoniques Doppler générées sur cible solide, pour
lesquelles on espére obtenir des impulsions attosecondes trés énergétiques [32]. Dans cette
perspective, la connaissance et le controle de la divergence 6,, de ces harmoniques s’avérent
trés importants.
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Quatriéme partie

Etude des propriétés spatiales des
harmoniques Doppler
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Afin de pouvoir exploiter pleinement la source harmonique dans de futures expériences
d’interaction lumiére-matiére, il est nécessaire de connaitre et controler précisément ses
propriétés de divergence. Par exemple, dans la troisiéme partie de ce manuscrit, nous
avons montré que les faisceaux harmoniques devaient étre faiblement divergents afin de
pouvoir séparer angulairement les impulsions attosecondes du train & I’aide de 'effet phare
attoseconde.

Pour modéliser les propriétés spatiales des harmoniques Doppler, on doit déterminer
la phase spatiale ¢, (y) et le profil d’amplitude h,(y) de 'harmonique d’ordre n générée
par le miroir plasma dans le plan de la cible en z = 0, ol a lieu le processus de génération
d’harmoniques |Fig 8.6]. Il est ensuite possible de déduire les caractéristiques du faisceau
harmonique & n’importe quelle distance z en propageant le champ réfléchi depuis la cible
en z = 0 vers le plan z en utilisant une méthode de décompositions en ondes planes
[cf. Partie 2]. Pour le moment, nous ne disposons pas de modéle complet permettant de

X
A y

y

Fi1G. 8.6 — Modélisation des propriétés spatiales des harmoniques. Afin de dériver un modéle
analytique pour les propriétés spatiales des harmoniques Doppler, on modélise & la fois ’étendue spatiale
des harmoniques w,, d’ordre n ainsi que leur phase spatiale ¢,(y) dans le plan source en z = 0, 1a ou
survient la génération d’harmoniques. L’ensemble des propriétés spatiales du faisceau harmonique [en
violet] & une distance arbitraire z ou en champ lointain z — +o00, dont notamment sa divergence 6,,, se
déduisent ensuite par simple TF [cf. Partie 2].

déduire les efficacités de génération des harmoniques en fonction de 'amplitude laser ay,
sur la cible [cf. partie 1]. Par conséquent, on obtiendra le profil h,, des harmoniques dans le
plan source, a partir des résultats des simulations PIC 2D. Pour la phase spatiale ¢, (y) en
revanche, nous avons dérivé un modéle analytique totalement prédictif que ’on se propose
de détailler et valider dans cette derniére partie.

Dromey et al [62] ont suggéré pour la premiére fois que cette phase spatiale était
due au fait que le miroir plasma s’enfonce et se courbe sous l'effet de la pression de
radiation inhomogeéne qui régne au foyer du laser. Dans le cas ot 'enfoncement deviendrait
comparable a la longueur d’onde des harmoniques générées, ce miroir plasma courbe
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focaliserait les harmoniques & une certaine distance de la cible et leur divergence ne serait
plus imposée par la diffraction du faisceau harmonique mais par la courbure géométrique
du miroir plasma.

Aucun travail de simulation ou de modélisation détaille n’ayant été effectué pour
confirmer ou infirmer 'hypothése de I'équipe de Dromey, nous validerons d’abord celle-ci
numériquement a l'aide du code PIC Calder 2D et nous montrerons I’effet de I’enfoncement
du miroir plasma sur le profil spatial et la divergence des faisceaux harmoniques générés.

Ensuite, nous calculerons analytiquement ’enfoncement de la surface du miroir plasma
sous l'effet du champ laser incident puis nous dériverons de cet enfoncement un modéle
analytique complet pour la phase spatiale ¢,, des harmoniques. Grace au modéle obtenu
pour la phase spatiale, nous dériverons un second modéle qui donne ’ensemble des pro-
priétés spatiales des harmoniques.

Enfin, nous validerons cette modélisation numériquement a l’aide de simulations PIC

2D, réalisées sur les supercalculateurs du Grand Equipement National de Calcul Intensif
(GENCI).
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Chapitre 9

Simulation numérique des propriétés
spatiales des harmoniques Doppler

9.1 Effet d’enfoncement dans les simulations PIC 2D

Afin de montrer numériquement que le miroir plasma s’enfonce et se courbe sous 'effet
de la pression de radiation du laser, nous avons réalisé deux simulations CALDER dont
les paramétres sont résumés dans le tableau 9.1 ci-dessous. Dans le cas a010c45L8P20,
'intensité est ultra-relativiste a;, = 10 et le gradient de densité plasma L = A /8. Dans le
second cas a06c45L.20P20, I'intensité est toujours relativiste a; = 6 mais le gradient est
plus court L = Ap,/20. Dans les deux simulations, les ions sont mobiles. Remarquons que

Laser Plasma Maillage

T
Cas ar | 6 Wy TI ne | Grad. ox ot ppm cru

a010c45L.8P20 | 10 | 45° | 4\ | 24T, | 200n. | Ar/8 | A/350 | T1,/500 | 20 | 30000Ah

a06c45L20P20 | 6 | 45° | 4\ | 24T, | 200n. | A\/20 | A\r/350 | 77,/500 | 20 | 30000Ah

TAB. 9.1 — Paramétres des simulations particulaires des propriétés spatiales des harmo-
niques Doppler. Dans le tableau ci-dessus, ay, est ’amplitude laser, 0 I’angle d’incidence du laser sur la
cible, wq est le waist laser, 7, la durée d’impulsion pied & pied, n.g la densité maximale du profil plasma,
Grad sa longueur de gradient et ppm le nombre de particules par mailles de la simulation.

dans ces deux simulations, I'intensité au foyer du laser est de l'ordre de 10*°W.em=2 et
les harmoniques Doppler sont générées beaucoup plus efficacement que les harmoniques
CWE pour tous les ordres harmoniques.

9.1.1 Enfoncement de la cible

Intéressons-nous dans un premier temps au cas a010c45L8P20. Sur la Fig. 9.1, on
a représenté, sur une méme carte de couleur, la densité électronique du plasma lorsque
'intensité laser est maximale, et le champ réfléchi [Composante B,| a différents instants,
filtré entre les ordres harmoniques 8 et 11. On constate tout d’abord que les impulsions
attosecondes sont focalisées par le miroir plasma a 'instant (2), & une distance f d’environ
251, de la cible.
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Chapitre 9. Simulation numérique des propriétés spatiales des harmoniques Doppler

Ensuite, dans l'encart (i) représentant un grossissement de la densité électronique prés
de la cible, on observe que la surface du miroir plasma s’enfonce le long de la direction
normale & la cible et se courbe effectivement sous l'effet de la pression de radiation in-
homogéne du champ laser qui régne au foyer. Entre le centre de la tache et les bords
du faisceau, on mesure un enfoncement 6 ~ 0.5\, quatre fois supérieur aux longueurs
d’ondes filtrées sur la Fig. 9.1, ce qui nous laisse penser que la courbure géométrique du
miroir est responsable de la focalisation du train observée en (2).

Dans le cas a06¢45L.20P20 [non représenté ici|, nous avons mesuré un enfoncement
0 ~ 0.20\; inférieur et une distance de focalisation des harmoniques f =~ 60A; plus
grande. Il y a donc un effet direct des paramétres plasmas [longueur de gradient L] et
laser [amplitude ay, durée 77| sur enfoncement du miroir plasma, qui modifie & son tour
les propriétés spatiales des harmoniques.
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FIG. 9.1 — Focalisation du train d’impulsions attosecondes par le miroir plasma. On a repré-
senté, dans la figure ci-dessus, la carte de densité électronique du plasma (en niveau de gris) a l'instant
ot intensité laser sur la cible atteint son maximum. La densité est exprimée en n.. L’encart (i) est un
zoom sur la surface de la cible & cet instant, montrant I’enfoncement du plasma § au centre de la tache
focale de taille wy, ~ 4\;. La carte de couleur représente 'amplitude du champ réfléchi par le miroir
plasma, filtré entre les ordres harmoniques 5 et 9, & différents instants, (1) sur la cible (2) & z &~ 25\, et
(3) a z = 50\, de la cible. L’amplitude du champ a été normalisée par sa valeur maximale atteinte en

(2).

9.1.2 Effet de ’enfoncement du miroir plasma sur le faisceau har-
monique

Afin d’illustrer plus quantitativement I'influence de 'enfoncement de la cible sur les
harmoniques Doppler, nous avons représenté en rouge l’évolution de la divergence harmo-
nique 6,, avec I'ordre n dans le cas a06c¢451.20P20 [Fig. 9.2]. La courbe bleue représente la
taille de source w, de ’harmonique n, que ’on pourra considérer dans un premier temps
indépendante de 'ordre n. Ces résultats montrent que 6, décroit d’abord avec 'ordre n
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9.1. Effet d’enfoncement dans les simulations PIC 2D
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FiG. 9.2 — Divergences et tailles de source des harmoniques issues de la simulation

a06c45L20P20. (a) Les points rouges représentent la divergence des harmoniques 6,, en fonction de
Pordre harmonique n. Les pointillés rouges représentent la divergence harmonique 6,, = A, /7w, dans le
cas idéal ou le miroir plasma est plan. La taille de source des harmoniques w,, [panneau (b)] a été tirée des
simulations PIC. En pointillés bleus, nous avons tracé la divergence des harmoniques 6,, = w,/f si celles-
ci étaient focalisées par un miroir courbe de focale f = 60Xy (b) Tailles de sources w,, des harmoniques
Doppler issues des simulations PIC.

puis devient quasi-constant a partir de I'ordre ngy = 4. Cet ordre correspond en fait a une
longueur d’onde A\; = 0.2\, du méme ordre de grandeur que ’enfoncement 6 = 0.2)\;, du
plasma au centre de la tache focale. Afin d’expliquer cette tendance, nous avons repré-
senté, sur les panneaux (a-d) de la Fig. 9.3, leffet de la courbure du miroir sur le faisceau
harmonique dans les deux régions A\, < § et A\, > 4.

Lorsque la longueur d’onde harmonique A\, > J est grande devant ’enfoncement ¢ de
la cible, les harmoniques ne voient pas la courbure du miroir plasma et sont émises par une
surface quasi-plane [Fig 9.3 (a) et (c)]. Dans ce cas elles possédent une phase spatiale plate
et diffractent librement depuis la cible. Dans le cas d’'un faisceau harmonique gaussien,
sa divergence 0, représentée en pointillés rouges sur la Fig. 9.2 (a) est donnée par la
relation :

)\n
0, = (9.1)

TWy,

ol w, est I'étendue spatiale de ’harmonique d’ordre n représentée sur la Fig. 9.2 (b),
An = Ar/n la longueur d’onde de I’harmonique n et 0, = A; /7wy, la divergence du laser.
Comme w,, décroit faiblement avec I'ordre harmonique, la divergence décroit avec 'ordre
harmonique selon la relation 6,, o< 1/n.

A T'inverse, lorsque la longueur d’onde harmonique \, < 0 devient inférieure ou com-
parable a 'enfoncement 0 de la cible, le faisceau harmonique subit cette fois la courbure
du miroir plasma, qui le focalise a une distance f ~ 60um de la cible [Fig. 9.3 (b) et (d)].
Sa divergence 6,, n’est alors plus donnée par sa diffraction naturelle mais imposée par la
courbure géométrique du miroir plasma selon :

an% .
7 (9.2)

Comme w, varie peu avec 'ordre harmonique, la divergence des harmoniques devient
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Chapitre 9. Simulation numérique des propriétés spatiales des harmoniques Doppler
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F1G. 9.3 — Focalisation du faisceau harmonique par le miroir plasma (a) Cas oi la longueur
d’onde harmonique A, est trés grande devant ’enfoncement du plasma d§ : A, > 4. Le miroir plasma
agit comme un miroir plan et le faisceau harmonique diffracte librement depuis la cible. Sa divergence
est donnée par la limite de diffraction 6,, = A\, /7w, ot w, désigne la taille de source de I’harmonique
au niveau de la cible. (b) Cas A\, < J. Le miroir plasma est courbé et focalise le faisceau harmonique
a une distance f de la cible. Sa divergence est donnée cette fois par 6, = w,/f. (c) Profil spatial (z, z)
simulé [cas a06c45L.20P20] du champ de ’harmonique 2 obtenu en propageant la ligne de champ fournie
par CALDER entre z = 0 [cible] et z = 150\, par une méthode de décomposition en ondes planes [cf.
Partie 2]. Dans cette simulation, on a 6 = 0.2\, & 5. (d) Profil spatial (z,z) simulé de ’harmonique 10
obtenue par la méme méthode qu’en (c¢) et pour laquelle on a §/A1p = 2.

quasi-constante et indépendante de 1'ordre harmonique, comme le montre la courbe en
traits pointillés bleus de la Fig. 9.2 (a).
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Chapitre 10

Modéle d’enfoncement du miroir
plasma

Dans ce chapitre, on modélise finement les dynamiques électronique et ionique a I’ori-
gine de 'enfoncement total du miroir plasma. Dans toute la suite, on désigne par = la
coordonnée normale & la cible et (y,2) les coordonnées transverses, y étant la coordonnée
dans le plan d’incidence du laser. On se place d’abord dans le cas simple d’un plasma
dont les ions sont immobiles. On considére une onde plane de profil d’amplitude a(t),
polarisée p |B selon z| et en incidence oblique d’angle 6 sur le plasma.

10.1 Cas d’un plasma avec ions immobiles

10.1.1 Dynamique électronique

Pour décrire la dynamique des électrons du plasma en incidence oblique, on bascule
dans le référentiel de Bourdier introduit dans la partie 1 de ce manuscrit. On rappelle que
dans ce référentiel, le laser est en incidence normale sur la surface du plasma. Nous avons
réalisé une simulation dans les conditions laser-plasma suivantes : un laser de polarisation
p et d’amplitude a; = 10 est incident avec un angle § = 45° sur une cible de longueur de
gradient L = A\ /8 et de densité maximale n.y = 30n. dans le référentiel du laboratoire.

Sur la Fig. 10.1 (a), on a représenté I’évolution de la densité électronique n.(z,t)
pendant deux cycles laser. A chaque cycle optique, on constate que durant la premiére
moitié du cycle, la partie magnétique F ), = —ev, B, x de la force de Lorentz |en bleu sur
la Fig. 10.1 (d)] pousse les électrons de la surface de la cible a une distance x;, dans le
plasma, sous la forme d’un pic ou surdensité de profil N(x) et d’épaisseur L, trés inférieure
a la longueur d’onde laser Aj, [Fig. 10.1 (b)|. Pendant cette période, on constate en effet
sur le panneau (c) que la vitesse 5, = v,/c de ces électrons, induite par la composante
E, du laser, est proche de —1 et que la composante B, du laser augmente. Les ions restés
immobiles exercent alors une force de rappel F.; = —eFE,x [en rouge sur la Fig. 10.1 (d)]
qui tend a ramener les électrons du pic vers leur position initiale.

Pendant toute cette premiére phase de poussée [16.57, < t < 17T}, on constate sur le
panneau (c) qu’il y a un équilibre instantané des forces magnétiques et électrostatiques :
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FiG. 10.1 — Dynamique électronique en régime ultra-relativiste a; > 1. (a) Dénsité élec-
tronique n.(x,t) dans le référentiel mobile. Les pointillés blancs représentent la surdensité d’électrons
créée par la composante magnétique v, X B, de la force de Lorentz. (b) Coupe de la densité électronique
ne(x,t.) [rouge] et ionique n;(z,t.) [bleue] représentée en (a) au temps t, = 17.087 dans le référentiel
mobile. Les densités sont exprimées en unités n. dans le référentiel du laboratoire, au facteur de Lorentz
%21 = 1/cos? 0 = 2 prés. (c) Evolution des composantes de vitesse 3, et By ainsi que de la vitesse totale

B = \/B%+ Bz en fonction du temps t. (d) Evolution des composantes magnétiques F, = 3, x B, et

électrostatique F.; = E, s’appliquant sur la surdensité d’électrons représentée en pointillés blancs sur le

anneau (a). Les champs B, et E, sont en unités normalisées B, — eB,/m.wM ot wM = wy, cosf est la
L L

fréquence du laser dans le référentiel mobile M.

F(t)+F.s(t) = 0. Les ions immobiles agissent donc, via la force de rappel électrostatique,
comme un ressort mécanique, tiré par la force magnétique du laser.

Ensuite, une fois que I'enfoncement z;, du pic atteint sa valeur maximale x, = 8. 17\,
lorsque B, est lui aussi maximum, la force magnétique diminue et les électrons du pic
sont brusquement accélérés vers le vide |3, < 0 sur la Fig. 10.1 (d)]. En t = 17.1777,
leur vitesse transverse 3, change de signe et leur vitesse longitudinale atteint des valeurs
proche de ¢ [3, = —1|. Nous avons vu dans la partie 1 de ce manuscrit, qu’autour de cet
instant, le pic de densité visible sur le panneau (a) sous la forme d’un jet d’électrons, agit
comme un miroir relativiste pour le champ incident et génére des harmoniques du laser
par effet Doppler.

Sur la Fig. 10.2 on a représenté cette fois ’évolution de la densité électronique du
plasma n.(z,t) pendant toute la durée de I'impulsion laser. On observe que lorsque la
valeur de l'amplitude laser a; augmente [Fig. 10.2 (a)] d’'un cycle laser T}, = kT au
cycle suivant T}, excursion maximale x, augmente également. A l'inverse, x, revient
vers sa position initiale lorsque a; diminue dans la deuxiéme partie de 'impulsion. Ce
mouvement de dérive x4(T},) des électrons du plasma est responsable de Penfoncement du
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10.1. Cas d’un plasma avec ions immobiles

miroir plasma et nous montrerons son influence sur les structures spatiale et temporelle
du train dans la suite de ce manuscrit.

LU ‘ 05

Fi1G. 10.2 — Variation de I’enfoncement maximal z, avec I’amplitude laser. Les conditions
de simulation sont les mémes que pour la Fig. 10.1. (a) Profil temporel d’amplitude de ’enveloppe laser
ar(t). (b) carte de densité électronique n.(z,t). La courbe bleue schématise ’évolution de ’excursion
maximale zs au cours du temps.

A présent, on détaille le calcul de x. dans le cas d’un profil de densité plasma expo-
nentiel de longueur de gradient L [Fig. 10.3]. Comme I'impulsion laser arrive sur la cible
avec un angle 0, elle se propage dans le plasma jusqu’a la densité seuil ngy, = n.cos? Oy
dans le référentiel mobile, a partir de laquelle elle commence a se réfléchir [15]. n, désigne
ici la densité critique dans le référentiel du laboratoire. On se restreindra donc au profil
de densité suivant exprimé dans le référentiel mobile :

e
e —Tle Z Lln ———
(@) =neovs g " n. cos?
ne(x) =n,. cos 0*y4e®t Lln _ 0 >z>0 (10.1)
n. cos? 6
ne(z) =0 <0

avec 74 = 1/cos@ le facteur de Lorentz associé a la transformation relativiste vers le
référentiel de Bourdier et n.y est la maximum du profil de densité dans le référentiel du
laboratoire.
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Chapitre 10. Modéle d’enfoncement du miroir plasma

F1G. 10.3 — Interaction d’une onde plane polarisée p [E,, E,, B.] avec un gradient de densité
plasma.

10.1.2 Calcul de I’enfoncement maximal z, des électrons du mi-
roir plasma
Calculons le déplacement (1), des électrons du pic durant la phase de poussée 1777, >

t > 16.5T}, de la Fig. 10.1. On suppose qu’a tout instant ¢, les électrons du plasma sont
divisés en deux populations :

(i) Un pic de profil de densité N(z,t) entre les abscisses x(t) et z(t) + Lg(t) ot x; est
I’abscisse du premier électron de la couche et L, son épaisseur,

(ii) Une population non perturbée en z > x,(t) + Lg(t)

Pour plus de simplicité, on omet le temps ¢ dans les notations des grandeurs physiques et
on suppose les calculs réalisés 4 un temps ¢ donné durant la poussée. Dans le référentiel
mobile, les forces agissant sur un électron de la couche a ¢ sont :

1. La force de Lorentz F; = —ev,B.x olu B, contient les trois contribution sui-
vantes :

(i) La composante By, des champs lasers incident et réfléchi d’expression :
By, = 2acos (10.2)

ol a est le potentiel vecteur normalisé a 'instant ¢ et ot on a utilisé la norma-
lisation By, = eBr/mewr.

(ii) La composante B; du champ magnétique induit par le courant non compensé

J; = n;(x)Zev, des ions dérivant a vy = —csinfly entre x = 0 et x = ;. Sa
valeur s’obtient simplement en intégrant I’équation de Maxwell-Ampére entre
r=0etz: > 4B .
/0 dxo dl’o ,u()/o Jldﬂfo <103>
s0it
Bi(x) = poecsin@Ln,. cosf [exp(x/L) — 1] (10.4)

150



10.1. Cas d’un plasma avec ions immobiles

oll nous avons supposé pour simplifier que le pic de densité ne sortait pas du
gradient. Nous verrons dans la suite que pour des valeurs 3 < ay < 20 réalistes
et des densités maximales n.,0 = 200n,, cette hypothése est bien vérifiée. En
utilisant la normalisation E}, = eB;/m.wr, on obtient finalement :

B;(x) = Lsin 6 cos Hw—cL lexp(z/L) — 1] (10.5)

(iii) La composante B, du champ magnétique induit par le courant non compensé
J. = —eN(x)vy(x)y de la surdensité d’électrons entre x = z}, et © = x, + Ls.
Sa valeur se calcule cette fois-ci en intégrant 1’équation de Maxwell-Faraday
entre x = xp et x :

T dBe /x
- = Uo Jedl’o (106)
b dIQ z
soit : .
Be(x) = ,uoe/ N (x0)vy(x0)dzg (10.7)
Tp
et : > N
B.(z) = ﬂ/ (z0) (20)dao (10.8)
c Ne
2. La force électrostatique de rappel F,, = —cE., exercée par les ions restés
immobiles, ot E., est le champ de charge d’espace qui vérifie I’équation de Poisson :
dE. P
= 10.9
dx €9 COs 0 ( )

avec p est la densité de charge totale. En intégrant 1’équation (10.9) entre x = 0 et
T < xp+ L, il vient :
ccosfel
Buy = 2O o p (/L) — 1] — —/ N (0)dzo (10.10)

€0

En utilisant cette fois la normalisation Ees = E.s/mewrc, on obtient :

Nzo) 41, (10.11)

Ees—LCOSQ— lexp(xy/L) — 1] __/

En écrivant 1’équilibre des forces Fos(tmaz) + Fr(tmaz) = 0 |justifié par la Fig. 10.1 (d)]
s’appliquant sur un électron de la couche en x > z;, on a :

= —fy(z) x (BL +B; + Be> (10.12)

En utilisant les équations (10.2), (10.4), (10.8) et (10.11), I’équilibre (10.12) s’écrit :

wr, * N(z LW
L— . lexp(xp/L) — 1] — P ioz)ed:ro = —uy(z) (2@,; + Lsin Q?L lexp(z/L) — 1] ...
2 S CARTY
¢ Jy mecost ¢

(10.13)

151



Chapitre 10. Modéle d’enfoncement du miroir plasma

On estime le déplacement maximum z en prenant r = z, = z, dans ’équation ci-dessus,
a = ay, 'amplitude laser maximale dans le cycle et en supposant que les électrons de la
surdensité sont relativistes v, (z5) ~ —c [justifié par la Fig. 10.1 (c)]. On obtient :

L“’—CL lexp(zs/L) — 1] = ¢ <2aL + Lsmew—(f lexp(xs/L) — 1]) (10.14)
d’ou :
25(t) = Ln [1 + %L/iaé(? — 9)} (10.15)

F1G. 10.4 — Effet de la longueur de gradient L sur I’enfoncement x, du pic d’électrons. Les
cartes de couleurs représentent la densité électronique n.(x,t) obtenue a partir du code EUTERPE dans
le cas d’un laser d’amplitude maximale a; = 6 en incidence d’angle § = 45° sur un gradient de plasma
de longueur L = A1, /8 (a) et L = A1 /16 (b) et de densité maximale neg = 200n.. Dans les deux cas, le
laser a un profil temporel ar,(t) en cos? de durée 77, = 24T, pied & pied et les ions sont immobiles.

Sur la Fig. 10.4, nous avons confronté le modéle aux simulations PIC EUTERPE pour
un laser d’amplitude maximum a; = 6, en incidence oblique d’angle 6 = 45° sur deux
gradients plasmas de longueurs L = A1 /8 (a) et L = A\;/16 (b) et de densité maximale
ney = 200n.. Dans chaque simulation les ions sont immobiles et le profil temporel du
laser ay(t) est en cos?, de durée 7, = 247}, pied a pied. On peut voir que 'enfoncement
z4(t) [pointillés blancs sur les Fig. 10.4 (a) et (b)] calculé au moyen de ’équation (10.15)
reproduit parfaitement 'enfoncement du pic d’électrons des simulations PIC. On constate

par ailleurs que pour une amplitude laser donnée, s augmente avec la longueur de gradient
L.

10.2 Cas d’un plasma avec ions mobiles

10.2.1 Dynamique ionique

Dans la modélisation précédente, nous avons supposé que les ions de la cible étaient
immobiles a I’échelle de la durée d’impulsion laser 7;,. Cependant, nous allons voir qu’aux
amplitudes lasers a;, > 3, cette hypothése n’est vraie que pour une gamme restreinte de
durées d’impulsions 7, et de longueur de gradient plasma L. Par exemple, nous avons
réalisé une simulation EUTERPE pour un laser de profil temporel en cos? de durée 7, =
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10.2. Cas d’un plasma avec ions mobiles

24Ty, pied a pied, d’amplitude a;, = 10 et un plasma de longueur de gradient L = A1 /8.
Les ions sont mobiles, de charge Z = +1 et de masse m; = 2m,,

Sur la Fig. 10.5, on a représenté 1’évolution temporelle des densités ionique (a) et
électronique (b) sur toute la durée de la simulation. En (a), nous avons représenté en
pointillés blancs I’évolution de 'enfoncement maximum x. du pic de densité d’électrons
calculé & partir du modéle précédent qui ne tient pas compte du mouvement des ions.
Au départ, pour t < 1577, les ions beaucoup plus inertes que les électrons ne sont pas
encore accélérés par la pression de radiation du laser et on voit que le modéle décrit bien
la dynamique d’enfoncement du plasma.

FiG. 10.5 — Enfoncement du miroir plasma avec ions mobiles. Cas a; = 10, L = \;/8 et
7, = 2077, en ions mobiles. (a) carte de densité électronique n.(x,t) en fonction du temps ¢ et de la
coordonné normale & la cible z. La ligne en pointillés blancs représente ’évolution de I’enfoncement =z
du pic de densité électronique, calculé a partir de 1’équation (10.15), dans le cas d’ions immobiles. (b)
Densité ionique n;(z,t). La courbe en trait plein noir sur les panneaux (a) et (b) correspond a I’évolution
temporelle de ’enfoncement des ions initialement situés en x;9, au niveau de la densité n;(z;0) = 25n..

Ensuite, lorsque ¢t > 157, on voit sur le panneau (b), que les ions des différentes
couches de densité du plasma s’enfoncent progressivement sous l’effet de la pression de
radiation du laser a mesure que celui-ci pénétre et se réfléchit sur le pic d’électrons en
(a). A titre d’illustration, on a représenté en noir le mouvement de dérive des ions x;(t)
initialement situés en x;9, au niveau de la densité n;(z;0) = 25n.. A la différence du cas
de la Fig. 10.4 pour lequel les ions étaient immobiles, on voit sur le panneau (a) que le
mouvement du pic de densité électronique n’est cette fois plus symétrique par rapport au
maximum de 'amplitude laser [situé en ¢ = 1577], du fait du mouvement des ions de la

cible.

En effet, si 'enfoncement maximal z, de la nappe d’électrons augmente bien selon
la formule donnée par I’équation (10.15) au début de 'impulsion [pointillés blancs], elle
ne revient cependant pas a sa position initiale aux temps ¢ > 157, mais continue de
s’enfoncer avec un mouvement de dérive donné cette fois par 'enfoncement z;(¢) de la
densité ionique du panneau (b). Dans la suite, on modélise cet enfoncement z; puis on
développe un modéle plus complet pour 'enfoncement x, du pic d’électrons, qui tient
compte de z;.
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Chapitre 10. Modéle d’enfoncement du miroir plasma

10.2.2 Meécanisme d’accélération des ions de la cible

Afin de comprendre le mécanisme d’accélération des ions du plasma par le laser, nous
avons réalisé deux simulations EUTERPE, 'une en polarisation circulaire et ’autre en
polarisation linéaire.

Polarisation circulaire

Dans la premiére simulation, le champ laser polarisé circulairement est en incidence
normale [0 = 0°] sur un plasma & bord raide de densité constante n,, = 30n. pour
x > xo. L’impulsion laser a également un profil temporel en échelon et son amplitude
vaut az, = 10. Dans ce premier cas, le terme pondéromoteur v, A B o< a?x de la force de
Lorentz F;, = E 4+ v A B est constant dans le temps, ce qui permet de mieux comprendre
le mécanisme d’accélération des ions.

Sur la Fig. 10.6 (a), nous avons représenté les champs électrique E, [en vert| et ma-
gnétique B, [en mauve| ainsi que les densités électroniques n, [en rouge| et ioniques n; [en
bleu| qui régnent a l'interface vide-plasma en x > x, a 'instant ¢ = 5.25T, on 'impulsion
laser frappe la cible. Comme nous ’avons déja illustré dans la section précédente, on voit

t=5.25T|_ Electrons lons
(a) 15 -(vxB)_ (b 15 (c)
l50 _:e 30 10 e X EX
s | 3 10
Q
culm "% 03 g QEJ
< L o 5 0 <}
—> i L L
50 o -5 5
s 10
R vt L N e e (WxB),
0 -15 0
78 X0 8 8. 82 0 5 10 0 20 40
xb/X/ )\LIx\b+ Ls v vt

F1G. 10.6 — Mecanisme d’enfoncement des ions de la cible. (a) Densités électronique [en rouge]
et ionique [en bleu] en unités n. et dans le référentiel du laboratoire, a l'instant ¢t = 5.25T, ou 'impulsion
laser frappe la cible. La courbe violette représente la composante B, (x) du champ et la courbe verte le
champ électrostatique E,(x). (b) Evolution temporelle des forces F' en unités 1/m.wyc s’appliquant sur
les électrons du pic visible en (a) et situé en = . La courbe rouge représente la composante selon x
de la partie magnétique de la force de Lorentz — (v, A B).x ol v, est en unités ¢ et B en unités e/m.wrc.
La courbe bleue représente la force de rappel électrostatique exercée par les ion restés immobiles sur les
électrons. (c) Evolution temporelle des forces s’appliquant sur les ions au niveau du pic d’électrons en
2 = xp(t). La courbe bleue représente la force électrostatique exercée par les électrons du pic et la courbe
rouge la composante magnétique de la force de Lorentz.

en (b) que la partie magnétique de la force de Lorentz Fy; = —ev,B.x [en rouge| déplace
d’abord trés fortement les électrons de 'interface initialement en x = zy vers 'intérieur
de la cible en & = 13, sous la forme d’une surdensité d’électrons nettement visible en (a).
Les ions restés immobiles du fait de leur plus grande inertie [m; > m,| exercent alors un
champ de rappel —FE, [en bleu sur le panneau (b)| sur les électrons qui compense rapide-
ment la force F ;. En (a) on voit qu’a cet instant, I'épaisseur Ly est trés petite devant la
longueur d’onde laser et sa densité N atteint presque 5 fois celle du plasma non perturbé.
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10.2. Cas d’un plasma avec ions mobiles

Le champ laser B, est entiérement réfléchi sur le pic d’électrons ol son profil d’amplitude
devient évanescent entre x = x;, et x = x, + L, puis s’annule au-dela.

Le champ de rappel électrostatique £, > 0 qui s’instaure a I’équilibre décrit ci-dessus
va tendre a ramener les électrons vers leur position initiale en x = xy d’une part, mais
aussi a accélérer les ions du plasma. En effet, comme les ions, plus lourds que les électrons,
ne bougent pas sous l'effet du champ électrique laser E, leur vitesse transverse v ; ainsi
que la partie magnétique de la force de Lorentz sont nulles [Fig. 10.6 (c)]. Ainsi, a la
différence des électrons, les ions subissent uniquement le champ de rappel électrostatique
E, > 0 qui va les accélérer vers l'intérieur du plasma. A partir du profil du champ fourni
par le code EUTERPE en (a), on voit que ce champ E, va agir difféeremment sur les
deux populations d’ions positionnées respectivement dans la zone dépeuplée d’électrons
entre x = xg et x = x; et celle positionnée dans la surdensité d’électrons entre x = x;, et
r=2xp+ LS.

Dans la premiére zone, il apparait que E,(z) est positif et croit linéairement avec
I’abscisse x dans le plasma : les ions situés en z = zy n’atteindront jamais ceux en z = xy,.
Dans ce cas, on observe sur les encarts (a-c) de la Fig. 10.7 un "étalement" de cette
population d’ions en x < x; a l'arriére du pic d’électrons, sous la forme d’un plateau de
densité dont la valeur maximale diminue dans le temps.

=21, 5T, =T,
200 200 200/
£ 100 £ 100 £ 100
0 ,sjr 8.5 03 8.5 08 82 84 86
A XA R
0.08; 0.08 0.08;
006 006 006
O_ / O_ O_ P
£ 004 / £ 004 £ 004
& 002 & 002 5 002,
0 0 0
8 8.5 8 85 8 4 86

8.2 8.
XN, X/A XIN,

F1G. 10.7 — Densités et espace des phases ioniques a différents instants. (a-c) Densités ionique
[bleu] et électronique [rouge] & différents instants. La courbe verte représente le profil du champ E,(z)
(d-f) Espace des phases (z,p,) des ions du plasma & différents instants.

A linverse, entre x = x, et x = x, + L, le champ FE, décroit quasi-linéairement :
tous les ions de cette zone atteindront l'abscisse = x, + Ly au méme instant 7,., ou
ils formeront un pic de densité nettement visible sur les profils de densité de la Fig. 10.7
(a-c) et les espaces des phases (z,p,) des panneaux (d-e-f). Sur la Fig. 10.8, montrant
I'évolution temporelle des densités électronique (a) et ionique (b) du plasma, on constate
que le pic ionique traverse ensuite le plasma neutre sans obstacle & vitesse balistique
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Chapitre 10. Modéle d’enfoncement du miroir plasma

constante et entraine avec lui, a la méme vitesse, un pic de densité électronique qui
maintient la neutralité du plasma. Une fois ce premier pic d’ions généré, les ions entre
xr =xp et x = x, + Ls ont été accélérés dans le plasma et engendrent une diminution de
la densité ionique dans cette zone : I’équilibre électrostatique entre le champ de rappel et
la force de Lorentz est alors rompu et un nouvel équilibre s’instaure. Le pic d’électrons se
trouve a présent en x,/ = x, + L et le champ de rappel va accélérer les ions entre x = x3/
et xp/+ Ly = xp,+2L,. Le point de réflexion du laser x,(t) s’enfonce ainsi dans le plasma a
mesure que t augmente et de nouveaux pics seront générés périodiquement avec la période
Tpic = 917,, comme nous pouvons clairement le voir sur la carte de densité ionique de la
Fig. 10.8 (b), avec a chaque fois une chute du champ E, au niveau du pic d’électrons en
x = xp(t) du fait de la rupture de 1’équilibre électrostatique [Fig. 10.6 (¢)]. Le laser érode
ainsi progressivement la surface du plasma qui s’enfonce a la vitesse v, = 0.027¢c sur la
Fig. 10.8 (b).

FiG. 10.8 — Evolution temporelle des densités ioniques et électroniques en polarisation
circulaire. cartes des densités (a) ionique n;(x,t) et (b) électronique n.(z,t) en unités n.. Ces cartes
sont issues des simulations EUTERPE pour une impulsion de profil temporel en échelon d’amplitude
ao = 10, incident avec un angle # = 0° sur un plasma & bord raide de densité maximale n.g = 30n..

On peut estimer analytiquement le temps de formation 7,,. de ces pics d’ions, leur
vitesse maximale v; et la vitesse de d’enfoncement v, a partir de I’épaisseur L, du sursaut
d’électrons et du champ électrostatique E, ~ Fy(x,—x)/Ls+ Ey quiy régne, Ey désignant
ici la valeur maximale du champ de rappel en x = x;,. Pour ce faire, on suppose que
'accélération des ions de la couche [z, 2, + L] vers lintérieur du plasma ne modifie pas
le champ E, et on intégre ’équation du mouvement d’un de ces ions initialement en z;,
a linstant t =0 : p P 5

dqj - d;l - —;f;LOS (2o + Ly — 710 (10.16)
oll v; est la vitesse de I'ion, x; sa position, ¢; = Ze sa charge et m; = Am,, sa masse. Aprés
intégration on obtient :

B
Le temps 7y est solution de I’équation :
fhi
=0 10.18
T (10.18)
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10.2. Cas d’un plasma avec ions mobiles

d’ou :
miLs
qiEo

Tpic = 4|2 ~ 2.9T} (10.19)

ou on a pris Z = 1, A = 2 et les valeurs de Ey = 10e/m.wrc ~ 6TMV/um et
L, = 0.06)\; données par le code EUTERPE en régime stationnaire, i.e loin du début
de l'interaction ou la réponse transitoire du plasma a ’échelon d’amplitude laser, est a
'origine d’une forte variation du champs Fj [Fig. 10.6 (¢)| aux temps ¢ < 107},. La vitesse
maximale des ions v; arrivant dans le plasma neutre en x = x;, + L, est atteinte pour la
tranche ionique initialement en x;0 = x :

v; = 2@ ~ 0.045¢ (10.20)
m;

Sur la Fig. 10.8 (b), on constate que cette vitesse v; correspond parfaitement aux pentes
des trajectoires des pics ioniques injectés périodiquement a la période 7,,. par le champ
¢lectrostatique dans le plasma neutre [pointillés magenta sur la Fig. 10.8 (b)]. L’accélé-
ration de ces ions vers 'intérieur de la cible s’accompagne d’une déplétion des ions de la
surface de la cible et d’une dérive de cette surface & la vitesse v, = Ly /Ty = v;/2 = 0.025¢
[pointillés noirs sur la Fig. 10.8 (b)]. Ce mécanisme d’accélération des ions par la force pon-
déromotrice du laser a été baptisé RPA pour "Radiative Pressure Acceleration" et a été
modélisé pour la premiére fois par Wilks et al [63] et Denavit 64|, puis par [65, 66, 67, 68].

Polarisation linéaire

En réalité, pour ces intensités lasers et ces densités plasmas, le principe d’accéléra-
tion des ions décrit ci-dessus reste identique quels que soient la polarisation et ’angle
d’incidence du laser sur le plasma. A titre d’exemple, nous avons réalisé une deuxiéme
simulation EUTERPE dans les mémes conditions que précédemment mais cette fois-ci
avec un laser de polarisation p en incidence oblique & # = 45° sur la cible. A la différence
du cas précédent, on voit sur la carte de densité électronique de la Fig. 10.9 (a) qu’a
chaque cycle optique, la composante magnétique (v, A B).x de la force de Lorentz pousse
le pic d’électrons vers l'intérieur du plasma pour ¢ < 77, /4 puis le tire brusquement sous
la forme d’un jet électronique relativiste aux instants supérieurs. Sur la Fig. 10.9 (b), on a
représenté le champ électrique E, en t,,,, = T /4 a 'interface vide-plasma, lorsque 1'en-
foncement des électrons xy(fma:) = s et le champ de rappel des ions E, sont maximaux.
On a également tracé 1’évolution des forces s’appliquant sur les ions situés a l'interface
vide plasma en z = xy (c) et au niveau du pic d’électrons en x = x3(t) (d). On observe
en (d) que le mouvement anharmonique d’oscillation du pic d’électrons autour de 1'in-
terface vide-plasma induit une force de rappel électrostatique oscillante [en bleu| dont la
valeur moyenne [en magenta| est positive. Ainsi, bien qu’il soit périodique de période T,
le mécanisme d’accélération des ions reste, "en moyenne", identique au cas précédent. En
particulier, on remarque sur le panneau (b) que le champ de rappel est linéaire croissant
dans la partie z, < x < x,+ L et linéaire décroissant dans la surdensité électronique. Sur
la Fig. 10.10 (b) on observe, en conséquence, la formation de pics de densité ionique avec
une période de 577, proche de la valeur 7,;. ~ 4.67}, calculée & partir de I’équation (10.19),
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FiG. 10.9 — Mécanisme d’accélération des ions par un laser polarisé p en incidence 6 = 45°
sur le plasma. Les résultats sont tracés dans le référentiel du laboratoire. (a) Evolution temporelle de
la densité électronique du plasma. (b) Profil spatial des densités électronique [rouge] et ionique [bleue]
a linstant ¢ = 3.677 ou 'enfoncement du pic d’électrons z(t) par le laser est maximal [pointillés noirs
en (a)]. (c) Forces en unités normalisées 1/m.wyc s’appliquant sur les ions a l'interface vide-plasma en
xz = x9. (d) Evolutions temporelles des forces de rappel électrostatique E, [bleu] et magnétique v; ,B.
exprimées en unités normalisées 1/m.wrc et s’appliquant sur les ions situés en & = x(¢).

ol on a utilisé la valeur moyenne du champ E, = Se/mewpc et épaisseur Ly = 0.05A,
fournis par le code EUTERPE.

Par ailleurs, 'accélération de ces ions vers l'intérieur de la cible a la vitesse v; ~
0.03c¢ s’accompagne ici aussi d'une dérive de I'enfoncement maximal =, de la surdensité
d’électrons a la vitesse v, = v;/2 = 0.015¢ sur laquelle se réfléchit le champ incident [Fig.
10.10 (a)]- On remarque qu’en polarisation linéaire, cette vitesse est moins élevée d’un
facteur v/2 qu’en polarisation circulaire pour la méme amplitude laser, car cette fois-ci le
champ de rappel Ej est en moyenne deux fois moins important du fait des oscillations
périodiques du champ E,. Si dans le principe, le mécanisme d’accélération des ions reste
identique au cas précédent, l'incidence oblique 6 = 45° du laser et I’état de polarisation
linéaire sont toutefois responsables de deux effets physiques notables :

(i) On voit sur le panneau (c) de la Fig. 10.9 qu’a chaque cycle optique la composante
E, en bordure du plasma reste négative sur une bonne partie du cycle laser [courbe
bleue|. Ainsi, les ions de cette zone vont subir une force électrostatique moyenne
négative [en magenta| et étre accéléré vers le vide. Ces ions forment une trainée [en
rouge| qui s’étend vers le vide au cours du temps, comme on peut le voir clairement
sur la carte de densité ionique de la Fig. 10.10 (b) [comparer & Fig. 10.8|. Ce champ
accélérateur est en fait di aux électrons de Brunel qui sont tirés périodiquement
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10.2. Cas d’un plasma avec ions mobiles

vers le vide par la composante Er,, du champ électrique laser, normale & la cible.
Le mécanisme d’accélération de ces ions a été mis en évidence expérimentalement et
modélisé par M. Veltcheva et al [69].

(ii) La distribution des vitesses v; des ions accélérés par le champ E, est beaucoup plus
étalée du fait des variations de E, au cours du temps |Fig. 10.9 (d)].

Le début de modélisation fourni ci-dessus ne permet cependant pas d’obtenir une formule
analytique rigoureuse pour la vitesse v, de dérive ionique, car il fait intervenir la largeur
L, de la surdensité électronique qui est difficile & estimer précisément. Dans la suite, on
s’affranchit de cette modélisation sous forme d’équations du mouvement qui nécessite
une connaissance fine des profils de densité et des champs a l'interface vide-plasma et on
calcule plutot la vitesse des ions a ’aide de bilans d’impulsion.

10 15 20

uT

FiG. 10.10 — Evolution temporelle des densités ioniques et électroniques en polarisation
linéaire. cartes des densités électronique n.(x,t) (a) et ioniques n;(z,t) (b) en unités n.. Ces cartes
sont issues des simulations EUTERPE pour une impulsion de profil temporel en échelon d’amplitude
ag = 10, polarisée p et incidente avec un angle 6 = 45° sur un plasma & bord raide de densité maximale
Neg = 30N,

10.2.3 Modéle statique du piston

Dans cette section, on suppose que :

(i) le laser a une intensité I, indépendante du temps et fait un angle d’incidence 6 avec
la surface du plasma,

(ii) le plasma est de densité constante n, pour x > 0 [Fig. 10.11], surcritique pour le
laser incident et semi-infini [i.e pas d’effets en face arriére|,

(iii) le plasma est froid T, = T; = 0, non collisionnel [i.e pas d’absorption collisionnelle
de I’énergie laser|, totalement ionisé [pas de courant d’ionisation| et n’induit pas
d’absorption non collisionnelle [du type électrons de Brunel|. I.’absence d’absorption
de I'énergie laser par le plasma nous permet de supposer que le champ laser réfléchi
par la cible est de méme intensité I; que le champ incident.

La pression de radiation du laser P, = 2[cosf/c enfonce les ions vers l'intérieur de la
cible et engendre une dérive du point de réflexion du laser sur le plasma a une vitesse
v, > 0. Schématiquement, le laser joue le role d’un piston animé d'une vitesse +v, qui
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(a) (b)

Référentiel du laboratoire R, Référentiel du piston R,

F1G. 10.11 — Modéle du piston. (a) Schéma de I’accélération des ions [en bleu] et électrons [en
rouge| du plasma par la paroi du piston dans le référentiel du laboratoire Ry. Dans ce référentiel, le
piston s’enfonce dans le plasma & une vitesse +uv,, et accélére les ions et électrons initialement immobiles
a la vitesse +2v,. (b) Schéma de l'accélération des ions [en bleu] et électrons [en rouge| dans le référentiel
du piston R,. Cette fois le piston est immobile et les particules du plasma dérivent & —v,, vers sa paroi.
Lorsqu’elles rencontrent la paroi du piston, elles se réfléchissent élastiquement & la vitesse +-v,.

enfonce les ions et électrons du plasma. La paroi du piston se situe a 'endroit ou le laser
est réfléchi par le plasma, i.e au niveau du pic d’électrons en = = x;.

Afin de décrire le systéme {laser,plasma} en régime stationnaire, on se place dans
le référentiel du piston R, se déplacant a la vitesse +wv, par rapport au référentiel du
laboratoire Ry [Fig. 10.11 (b)]. Dans R,, les ions et les électrons du plasma dérivent
maintenant a la vitesse —v, vers le vide et sont réfléchis élastiquement [pas d’absorption
d’énergie laser| a la vitesse +v, par la paroi du piston immobile. En régime stationnaire,
la conservation de la charge impose I'équilibre des flux de charge® dans les sens z > 0
et z < 0 : en d’autres termes il y aura autant de particules de plasma [ions et électrons|
accélérées a +v, dans R, par la paroi du piston que dérivant a —v,. Le flux de quantité
de mouvement total ®;,; traversant une tranche de plasma en = > 0 s’écrit donc :

Qip = O+~ Py +P;
R nipi X (+Up) + nipie X (—vp) (10.21)
~ 2n;mv)

ou D, [resp ®;_] désignent les flux de quantité de mouvement des ions p;; = +m,v, [resp.
pi— = —m;v, | dans la direction z > 0 [resp. x<<0]. Ici on a négligé I'influence des électrons
dans la quantité de mouvement totale car m./m; < 1. En régime stationnaire, 1’égalité
entre le flux de quantité de mouvement ®,,; et la pression de radiation P, donne :
21 cosf
B = P = —F— = 2n;m0? (10.22)
c

Dans le référentiel du piston, cette relation peut s’interpréter comme la réflexion élastique
des ions et électrons du plasma a la vitesse —v, sur la paroi du piston. Dans le référentiel

5Ceci n'est vrai que s’il n’y a pas de courants d’ionisation, i.e si le plasma est totalement ionisé.

160



10.2. Cas d’un plasma avec ions mobiles

du laboratoire Ry, on peut la comprendre comme le transfert de quantité de mouvement
des photons laser se réfléchissant sur les ions et électrons initialement immobiles situés au
niveau de la paroi du piston. En utilisant la neutralité du plasma n., = Zn; et la relation
I, = ceg < Er(t) >*= ac’*n.m.a?, équation (10.22) donne :

Z e (&
U—Cp = VIl = \/aCOSOAm n—aL (10.23)

ot IT = I}, cos0/(nym;c?) est appelé paramétre piston, n. est la densité électronique et «
est un paramétre associé a 1’état de polarisation du laser [ = % en polarisation linéaire et
a = 1 en polarisation circulaire|. L’influence de chacun des termes du membre de droite
de I'équation (10.23) sur la vitesse du piston v, peut s’interpréter facilement en revenant
a la description électrostatique du mécanisme d’accélération présentée dans le paragraphe
précédent :

(i) v, ox /Z/A : lorsque Z/A augmente, 'accélération des ions dv;/dt donnée par

I'équation du mouvement (10.16) augmente également,

(ii) v, o ay, : lorsque 'amplitude laser augmente, 'enfoncement de la surdensité électro-
nique xs augmente et accroit la valeur maximale du champ de rappel Ey = n.ex,/€
des ions,

(iii) v, < \/Mme/ne @ lorsque n, augmente a amplitude laser ay, fixée, enfoncement x4 o
n_! de la surdensité d’électrons diminue et le champ de rappel Ey o n.z, reste
constant. Toutefois, ’épaisseur de peau L, & ne 12 qur laquelle les ions sont accélérés
par le champ FEj diminue. La vitesse v; des ions et par conséquent, la vitesse v, = v;/2
du piston diminuent aussi.

(iv) v, o< y/a : en polarisation linéaire, le champ de rappel moyen E, est 2 fois im-
portant qu’en polarisation circulaire, en raison de l’oscillation périodique du champ
longitudinal F,.

Enfin, I'enfoncement x, du piston en régime permanent se déduit simplement en intégrant
sa vitesse v, par rapport au temps, ce qui donne simplement dans ce cas z,(t) = v,t.

10.2.4 Reégime relativiste

Remarquons toutefois que la formule (10.23) de la vitesse du piston reste valide a
condition que v, < c. En effet, dans le cas ot le piston atteint une vitesse relativiste, on
ne peut plus utiliser I'intensité I, du laser dans le référentiel Ry, dans le bilan de quantité
de mouvement (10.22). Pour calculer 'expression de l'intensité laser /1|, dans R,, on
utilise la transformation relativiste des champs pour le calcul du champ électrique Ep|g,
dans R, a partir du champ E;, connu dans Ry :

Eilr, = wEL — %ihEL = 1(1 = Bp) B (10.24)

oil 3, = v,/c est la vitesse normalisée du piston et v, = 1/,/1 — 32 son facteur de Lorentz.
On en déduit :
1-5,

I = I 10.25
iy =yl (10.25)
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En réécrivant le bilan (10.22) avec I'expression de Iy |g,, des impulsions relativistes p;+ =
+m;y,v, et de la densité n;|r, = v,n; dans Ry, on obtient I’équation suivante :

1-5,
1+ 3,

1 =~23] (10.26)

soit
Br(1—1TI) + 2116, — 11 =0 (10.27)

son discriminant vaut A = 411 > 0. Comme 3, > 0, on ne retient que la solution positive
de 'équation (10.27) soit :

5 = 211+ VA

= [ —&——H
2(1 — 1) Poe T+ /()

(10.28)
Pour II <« 1, on retrouve le cas classique 3, ~ VII. Dans le régime typique que nous
étudions (ag > 3,n. ~ 200n.,,A = 2,7 = 1), le calcul du paramétre piston donne
II ~ 1072 < 1. Le modéle classique s’avére donc suffisant pour la modélisation de notre
probléme.

10.2.5 Validation numérique en polarisation circulaire

Nous avons validé le modéle classique de 1'équation (10.23), pour une large gamme
de parameétres 3 < ar, < 20 et 30n,. < n, < 200n. a 'aide du code EUTERPE. Dans
chaque simulation, le laser est polarisé circulairement, a un profil temporel en échelon
d’amplitude maximale ay et est en incidence normale sur un plasma a bord raide de
densité maximale n.q. Les résultats de ces simulations sont représentés sur la Fig. 10.12.
On voit que la vitesse du piston [v,] calculée a partir du modéle (a) est en bon accord avec
celle obtenue dans les simulations PIC [vy;.] (b) sur la gamme de paramétres n. et ar,
simulés. Toutefois, il apparait sur le panneau (c) que Uerreur relative 6 = 100(vpic—vp)/Vpic
augmente en valeur absolue lorsque a; augmente et n.y diminue. Pour n., = 30n. et
ar, = 20, elle vaut § = —5% |[zone bleue sur le panneau (c)| et le modéle surestime la
vitesse issue des simulations PIC. Sur les panneaux (a-b) et (d), on constate que cette
zone d’erreur maximale entre modéle et simulations, correspond aux valeurs de aj, et ny
pour lesquelles la réflexion du laser sur le plasma est imparfaite [coefficient de réflexion
en énergie R, ~ 90%)| et la vitesse d’accélération des ions v; = 2v, est maximale. Ceci
suggére tout d’abord que lerreur entre modéle et simulations provient du fait que nous
avons supposé une absorption nulle lorsque nous avons établi I’équation (10.23). Ensuite,
on voit sur les Fig. 10.12 (a) et (d), que R varie comme v; = 2v,, ce qui nous laisse
penser que cette absorption provient essentiellement de ’accélération des ions dans le
plasma. Pour nous en assurer, on réécrit le bilan d’impulsion (10.22) en tenant compte de
la réflexion imparfaite du laser sur le plasma dans ’expression de la pression de radiation
P, = (1+ R)I;, en incidence normale :

(1+R)I,

= 2n;m;v’ (10.29)
C
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FiGg. 10.12 — Comparaison modéle d’enfoncement-simulations PIC. On considére un laser

d’amplitude constante ay, en incidence normale sur un plasma a bord raide de densité constante neg. (a)
Vitesse v, d’enfoncement du piston [en unité ¢] calculée & partir de I’équation (10.23) (b) Vitesse v
d’enfoncement du piston [en unité ¢| obtenue a partir des simulations PIC EUTERPE en calculant la
vitesse de dérive de la surdensité d’électrons vp;,. = dx, /dt. Cette carte de couleur a été obtenue aprés
interpolation des vitesses vp;. issues de 400 simulations [20 valeurs de 3 < ar < 20 et 20 valeurs de
30n. < nep < 200n.] nécessitant chacune 1h CPU, ce qui fait un total de 400h CPU. (¢) Erreur relative
0 = 100(vpic — Vp)/Vpic €n % entre modéle en (a) et simulations PIC en (b). (d) Coefficient de réflexion
en énergie R [en % de lénergie intiale] du laser sur le plasma obtenu & partir du code EUTERPE (e)
Erreur relative [en %] entre le coeflicient R issue des simulations et le coefficient d’absorption Ry, = (1 —
Upic/€)/(1 4 Upic/c) calculé en supposant que ’absorption de I’énergie laser par le plasma est uniquement
due aux ions accélérés par le piston (f) Erreur relative [en %] entre la vitesse du piston calculée avec le
modéle tenant compte de ’absorption R et la vitesse vy, issue des simulations.

ol R est le coefficient de réflexion en énergie du laser sur le plasma. On calcule alors la
nouvelle expression de la vitesse du piston :

Uy (14+ R) Zme n.
— = —_— — 10.30
c ‘T Am,, nea ( )

En supposant, que la fraction d’énergie absorbé (1 — R) provient uniquement de I'accélé-
ration des ions dans le plasma, le bilan total d’énergie nous donne :
1

(§mw¢2
ou v; = 2v, est la vitesse des ions accélérés par le piston. Le terme de gauche correspond
a I’énergie cinétique des ions et le terme de droite a la fraction d’énergie laser absorbée.
En combinant les équations (10.31) et (10.30), on peut calculer I'expression du coefficient
de réflexion R en fonction de la vitesse du piston v, :

1—v,/c
14 wv,/c

) x njv, = (1 — R)Ip, (10.31)

R= (10.32)
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Sur la Fig. 10.12 (e), on a tracé U'erreur relative [en %] entre le coefficient R, directement
issu des simulations et le coefficient d’absorption R = (1 — vp./c)/(1 + vpic/c) calculé a
partir de 'équation ci-dessus et des valeurs de v, du panneau (b). On constate que
R,ic = R ce qui confirme que dans ce régime d’interaction, I’absorption de I'énergie laser
par le plasma est uniquement due aux ions accélérés par le piston. En outre, on voit a
présent sur la Fig. 10.12 (f) que Terreur relative entre la vitesse v, calculée a partir de
I'équation (10.30) et la vitesse vy, est quasi-nulle sur toute la gamme de paramétres ar,
et Neo-

Cependant, nous allons voir que dans le cas typique qui nous intéresse |polarisation
p, incidence oblique 6 = 45°|, une grande partie de I’énergie laser peut étre absorbée par
le plasma sous forme d’électrons trés énergétiques |électrons de Brunel| et dans ce cas le
modéle présenté ci-dessus n’est plus suffisant car, en plus de la réflexion imparfaite du
laser sur le plasma, on devra également tenir compte de la création d’électrons chauds
dans le bilan d’impulsion (10.22).

10.2.6 Bilan d’impulsions amélioré en incidence oblique et pola-
risation linéaire

Nous avons réalisé les mémes simulations que sur la Fig. 10.12 mais dans le cas d'un
laser polarisé p, en incidence oblique # = 45° sur le plasma. On peut voir sur la Fig. 10.13
(b) que cette fois-ci, le coefficient de réflexion en énergie R,;. issue des simulations est
quasiment constant |R,;. ~ 0.85] sur 'ensemble du domaine de simulation et ne varie plus
avec la vitesse v; = 2uy,. des ions accélérés par le piston |[Fig. 10.13 (a)]. Notons quand
meéme que pour les vitesses v, > 0.02c les plus élevées, correspondant aux valeurs de
ar, > 15 et de densité n, < 60n,., 'absorption 1 — R semble suivre les mémes variations
que vy |[zone délimitée par les pointillés noirs en (b)]. Ainsi on constate que, mise a
part cette zone de vitesse élevée v, > 0.02¢, la vitesse du piston calculée & partir du
modéle (10.30) ne reproduit plus correctement celle issue des simulations PIC [Fig. 10.13
(c)]. L’erreur relative maximale atteint méme 20% pour les densités élevées et erreur
moyenne 0 = 15%. Il devient donc nécessaire de tenir compte de 'absorption d’énergie
laser par d’autres mécanismes d’absorption que le mécanisme RPA. Par exemple, dans la
premiére partie de ce manuscrit, nous avons vu qu’une partie de 1’énergie laser pouvait
étre absorbée par les électrons de Brunel injectés périodiquement dans le plasma par la
composante du champ laser normale & la cible.

Dans notre modélisation, on devra ainsi, en plus de la réflexion imparfaite du laser sur
le miroir plasma, tenir compte du transfert d’impulsion aux électrons chauffés par le laser
dans le bilan d’impulsion (10.22). Pour ce faire, on suppose qu’une fraction 0 < f. < 1
des électrons n’est pas réfléchie élastiquement par la paroi du piston, mais chauffée et
envoyée dans la cible avec une impulsion longitudinale p, = vy.m.c, identique pour tous
les électrons chauffés |Fig. 10.14]. Par ailleurs, on fait I'hypothése que les ions incidents
a la vitesse —v, sur l'interface sont tous réfléchis élastiquement & +v,. Dans ce cas, le
nouveau bilan de quantité de mouvement s’écrit :

I
Qmmivf, + menevpl(2 — fo)vp + fevec) = (1 + R) cos QFL (10.33)
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Vitesses vpic issue du code Erreur modele 1 -PIC
140 0.03 140 40
(a)
120 120 20
0.02
E% 100 %3 100 0
c Cw
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20
50 50
5 10 15 20 0 5 —40
a
L
140 Coefficient de réflexion R o 140 Erreur modéle 2 -PIC 20
(b)) (@
120 20 120 20
¢} 85 ¢]
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c S0 c®
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FiG. 10.13 — Vitesse d’enfoncement en polarisation linéaire et incidence oblique 6 = 45°.

Nous avons réalisé des simulations EUTERPE dans les mémes conditions que la Fig. 10.12 mais cette fois-
ci le laser est polarisé p et en incidence oblique d’angle § = 45° sur le plasma. (a) Vitesse d’enfoncement
v, du piston [en unité ¢] issue des simulations PIC (b) Coefficient de réflexion en énergie Ry, [en %]

issu des simulations EUTERPE (c) Erreur relative § = 100(vp;. — UI(JD) /Vpic OU vz(,l) est la vitesse calculée

a partir du modéle de I’équation (10.30) qui suppose que I'absorption 1 — R de Iénergie laser provient

principalement des ions accélérés par le piston. (d) Erreur relative 6 = 100(vp;c — vf)) /VUpic OU v,ﬁf) est

la vitesse calculée a partir du modéle de I’équation (10.37) qui suppose que I’absorption 1 — R provient
essentiellement des électrons chauffés par le laser.

Les ions étant beaucoup plus lourds que les électrons m./m; < 1, on peut négliger le terme
menevy (2 — fe) par rapport a 2m;n;v; dans 'équations ci-dessus et on obtient finalement :
1
2min;v; + (fepe)nev, = (1+ R) cos QFL (10.34)
En outre, le bilan total d’énergie s’écrit :

nevp femec®[\/1+ (76)2 — 1] = (1 — R)I}, cos (10.35)

oll le terme de droite correspond a ’énergie cédée par le laser aux électrons chauffés et le
terme de gauche a ’énergie cinétique de ces électrons chauffés. Dans le cas ou le chauffage
électronique est important [y, = pe/mec > 1], le bilan d’énergie se réécrit :

I
fepenev, = (1 — R)= (10.36)
c
La soustraction des équations (10.34) et (10.36) nous donne :
Up ZMe Ne
- = Rcosf — 10.37
. aR cos Am, e ar, ( )
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v=0

Fic. 10.14 — Bilan d’impulsions avec absorption de I’énergie laser dans le référentiel du
piston. Une fraction f. des électrons du plasma dérive & —v,, et est réfléchie de facon non élastique par
la paroi du piston & une vitesse p./y.mcc. Ces électrons correspondent physiquement aux électrons du
plasma chauffés par le laser incident [électrons de Brunel par exemple]. L’autre fraction 1 — f. d’électrons
se réfléchit élastiquement sur la paroi du piston a la vitesse +wv,. Les ions, eux, se réfléchissent tous de
fagon élastique a la vitesse +vy,.

On peut voir sur la Fig. 10.13 (d) que la vitesse du piston calculée a partir de I’équation
(10.37) reproduit plus fidélement que le modéle précédent, les vitesses issues du code PIC.
L’erreur maximale ¢ est & présent inférieure a 10 % et 'erreur moyenne sur 1’ensemble
du domaine 6 ~ 5% deux fois moins élevée que précédemment. Notons cependant, que
I'erreur a augmenté de +5% a +10% dans la zone de vitesse élevée, ou I'absorption laser est
essentiellement due au ions accélérés par le mécanisme RPA. Sauf mention contraire, nous
utiliserons donc la formule plus compléte de I’équation (10.37) pour décrire I’enfoncement
des ions dans le cas réaliste d’'un laser polarisé p en incidence oblique sur le plasma.

10.2.7 Cas dynamique avec un gradient de densité et variations
temporelles d’intensité

Le modéle précédent ne donne pas ’enfoncement dans le cas réaliste ou 'amplitude
du laser varie dans le temps. Il est cependant possible d’adapter la formule calculée pré-
cédemment dans le cas stationnaire au cas dynamique, sous certaines conditions. Pour
que cette approximation soit valide, il faut bien évidemment, que le bilan d’impulsion
(10.22) reste valable sur toute la durée de 'impulsion laser. Dans le cas typique qui nous
intéresse, 'impulsion laser a une amplitude az, > 3 et un profil temporel [gaussien ou cos?|
de durée 7, = 207}, pour lequel 'échelle de variation temporelle d’intensité 7, = di,/dt
est de 'ordre de 7. Par ailleurs, on considére un plasma totalement ionisé, de densité
constante n.g ~ 200n. et composé d’'une unique espéce d’ions de rapport charge sur masse
Z/A =1/2. Dans ces conditions :

(i) la période plasma électronique T, = 0.0777y, caractéristique du temps de réponse
des électrons a un excitation extérieure est trés inférieure a 1’échelle de variation
temporelle d’intensité laser 7; = 207,,. Au cours de la variation d’amplitude laser
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10.2. Cas d’un plasma avec ions mobiles

ar(t), on pourra ainsi supposer un équilibre instantané des forces s’appliquant sur
le pic d’électrons poussé par le champ laser dans le plasma.

(ii) Nous avons vu que ce pic est a I'origine du champ de charge d’espace E, accélérateur
pour les ions. Le temps caractéristique 7, d’accélération des ions dans le plasma
par le champ E, vaut 7,,. = L/v,. En utilisant la valeur L, ~ ¢/wy. pour largeur
du pic d’électrons et en remplacant v, par son expression en (10.37), il en résulte

que :
iC A Z e
Tpic PO /M (10.38)
Ty 27 Rcosf ajp

Avec les valeurs 0 = 45°, a;, > 3, Z/A = 1/2, on trouve 7, < 317. Cette valeur
est également trés inférieure & 7; = 207;. Dans ce cas, on peut considérer que
I’amplitude laser varie suffisamment doucement pour ne pas perturber 'accélération
des ions qui a lieu durant 7.

Si les conditions [T < 71, Tpie < 71] sont satisfaites, on pourra ainsi supposer que le
bilan d’impulsion (10.22) est vérifié & tout instant ¢. La vitesse du piston v,(t) en régime
dynamique est alors simplement donnée par la vitesse v, calculée a intensité constante,
dans laquelle on introduit cette-fois ’enveloppe temporelle ar(t) de I’ amplitude du laser :

= VTI(I.(t \/aRcosezme e an(t) (10.39)

Am,, neo

Calculons a présent 1'expression exacte de I'enfoncement z,, de la paroi dans le cas d'un
laser de profil d’amplitude ay (t) incident avec un angle  sur un plasma de profil de densité
électronique exponentielle n.(z) = n.cos? @ exp(z/L) :

2(t) = /0 ot (1)t (10.40)

ot on doit tenir compte de la variation de la vitesse v, avec la densité locale n.(z,(t)) a la
position x = z,(t) dans le gradient, en laquelle se trouve la paroi du piston [Fig. 10.15] :

%(1) \/aRCOSH LozL(zf) (10.41)

c Amy ey (D)
soit : (t) y
v(t)  dr, ( :vp>
. — = Tlgexp 5T ar(t) (10.42)
avec :
R Zm,.
I, = 10.4
0 cos ) Am,, (10.43)

L’équation (10.42) ci-dessus est une équation a variables séparables [z,,t] et s’intégre
facilement de la facon suivante :

t

/0 exp( 2L> dx = Ho/o ar(to)dty (10.44)
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log

Fi1G. 10.15 — Calcul de I’enfoncement des ions dans le cas d’un gradient de densité plasma.
(a) Schéma du profil de densité ionique n;(z) [en bleu] & ¢ = 0. La ligne en pointillés rouges représente la
position du piston en z,(t = 0) = 0, au niveau de la densité initiale n;(z = 0) = n.cos? 6/Z (b) Profil de
densité ionique en ¢ > 0. La paroi du piston est en & = x,(t), au niveau de la densité n;(z,(t)) et tous
les ions en x < z,(t) ont été accélérés vers l'intérieur de la cible. Comme la densité au niveau du piston
n;(x,(t)) est plus importante, sa vitesse v, a diminué.

olt on a supposé x,(0) = 0. On en déduit finalement :

() = 2L 1n (1 + % /0 t aL(tO)dto) (10.45)

A la différence de 'enfoncement du pic électronique x4(t) dont expression (10.15) fait
intervenir 'enveloppe temporelle ar(t) du laser & un instant ¢t donné, on voit que I'enfonce-
ment des ions z,(t) a t dépend de l'intégrale de 'enveloppe a(t) aux instants antérieurs.

10.2.8 Modéle complet d’enfoncement du plasma

On modélise & présent I’enfoncement total . des électrons du plasma sous l'effet du
champ laser incident. Sur le schéma de la Fig. 10.16, on a représenté cet enfoncement x.
lorsque un laser d’amplitude ay(t) frappe un plasma dont le profil de densité a I'instant
t = 0 est exponentiel et du méme type que celui de ’équation (10.1) :

no(z) =0 <0
Neo
—ny 0<z <Ll
no(x) =ngy, T n — (10.46)
no(x) =neo z> LIn 2
Ntho

ol Nypy = N cos B? est la densité a partir de laquelle le plasma est réfléchissant pour le
champ incident. Au début de 'impulsion, autour du temps ¢ = 0%, les ions sont immobiles,
et nous avons montré précédemment que le champ laser pousse d’abord les électrons sous
la forme d’un pic de densité [Fig. 10.16 (a)|, dont Pexcursion x4 est donnée par I’équation
(10.15). Dans ce cas, 'enfoncement total z. des électrons du plasma vaut simplement :

2ar,(t =0%)cos? 6 n,
2L/ AL (1 —sin6) nypo

T (t=0")=2z,(t=0")=LIn |1+ (10.47)
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log n (x) t=0 (a) log n (x) t>0 (b)
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o (©)
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x(0)=0 X x=0 x

F1G. 10.16 — Enfoncement total du plasma .. (a) Schéma des profils de de densité ionique n;(z)
[en bleu] et électronique [en rouge| autour de linstant ¢ = 0, aprés larrivée du laser a l'interface vide-
plasma en = 0. Au départ, les ions sont immobiles et ’enfoncement x,(0) = 0 est nul. L’enfoncement
total z. est simplement donné par ’enfoncement du pic d’électrons x5(0). (b) Profil de densité ionique et
électronique en t > 0. La paroi du piston est désormais en z = x,(t), au niveau de la densité ng(z,(t))
et tous les ions et électrons en x < x,(t) ont été accélérés vers l'intérieur de la cible. Comme la densité
au niveau du piston en ng(z,(t)) est plus importante, l'excursion zs(t) du pic d’électrons autour de la
position = z,(t) a diminué. L’enfoncement total vaut désormais z.(t) = x5(t) + xp(1).

Ensuite, pour ¢ > 0, le piston a accéléré les ions et les électrons du plasma situés en x < x,,
vers U'intérieur de la cible [Fig. 10.16 (b)|. Le profil de densité plasma est alors modifié et
a désormais pour expression :

ne(z,t) =0 r < ()
e
ne(x,t) =no(ap(t)) exp(z/L) w,(t) < < Lln—= (10.48)
Mntho )
ne('ru t) =Teo x> Ln -
Ntho

avec ng(x,(t)) = nmoexp(x,(t)/L) et x,(t), 'enfoncement ionique donné par I’équation
(10.45). Dans ce cas, excursion x4(t) du pic d’électrons autour de la position z = z,(t)
s’écrit :

- 2az,(t) cos? 0 Ne
zo(t) = Lln {1 T or L (1 — sin ) no(a:p(t))] (10.49)
soit :
z4(t) = Ln [1 57T f:é(’? — Q)e—%“)/L] (10.50)

Alinsi, au fur et & mesure que le piston s’enfonce dans la cible, il "érode" progressivement
le profil de densité plasma et augmente sa densité minimale ny,(t) = no(x,(t)), ce qui a
pour effet de réduire la valeur de 'excursion du pic d’électrons z,(t) [terme en e~#r(t)/L
dans I’équation (10.50)|. L’enfoncement total du plasma z. est alors donné par :

Te(t) = x,(t) + x5(1) (10.51)
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soit :

QCLL(t) _
() =x,(t) + Lln |1 z(t)/L 10.52
Te(t) = p(t) + n[ oL (1 —sind)" (10:52)

7.8
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F1G. 10.17 — Enfoncement total du plasma z. dans les simulations PIC. (a) Carte de densité
électronique [échelle log] issue d’une simulations EUTERPE pour un laser polarisé p, d’amplitude a;, = 20
et de profil temporel en cos? de durée 71, = 1877, pied & pied. Le profil de densité plasma est exponentiel
de longueur de gradient L = A, /20. Les point blancs représentent I’enfoncement x. de 1’équation (10.52)
a chaque cycle optique laser. (b) La courbe noire représente 'enfoncement x, calculé a partir de I’équation
(10.52) et déja représenté en (a). La ligne en pointillés bleus correspond & I’enfoncement ionique x, calculé
a partir de I’équation (10.45) en utilisant le coefficient de réflexion en énergie issu du code R ~ 0.9. Enfin,
la courbe rouge représente enfoncement du pic d’électrons xs de 1’équation (10.50), calculé en I'absence
d’enfoncement ionique z,.

La Fig. 10.17 (a) représente 1'évolution de I'enfoncement de la densité électronique
issue d’une simulation EUTERPE pour un laser d’amplitude a;, = 20, de durée 7, = 1877,
incident avec un angle § = 45° sur un plasma de longueur de gradient L = A;/20. On
peut voir que l'enfoncement z, calculé & partir de a partir de ’équation (10.52) ci-dessus
[points bancs|, reproduit bien le mouvement complet de dérive des électrons du plasma
dans ce cas particulier. Dans la suite de ce chapitre, nous présenterons une validation
numérique beaucoup plus compléte de ce modeéle, pour une large gamme de paramétres
laser-plasma.

Sur le panneau (b), nous avons tracé 1’évolution temporelle de :

(i) lenfoncement x, [courbe bleue| du piston calculé & l'aide de I’équation (10.45),

(ii) Pexcursion z™ |courbe rouge] du pic d’électrons calculée & partie de 'équation
(10.50) en supposant les ions immobiles [z, = 0],

(iii) I'enfoncement z. total du plasma [courbe noire|.

On retrouve le fait qu’au début de I'impulsion, les ions sont immobiles et I'enfoncement
du plasma . est principalement dominé par I'excursion z'™ du pic d’électrons. Pour
des temps plus longs, en revanche, le champ de charge d’espace commence a accélérer
significativement les ions. Le piston pénétre alors dans le plasma a la vitesse v, et la
densité n.(x,) sur laquelle le laser se réfléchit augmente. Comme z7" diminue avec la
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1= 25fs 1= 100fs
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IF'1G. 10.18 — Contribution relative des enfoncements z, et z, a I’enfoncement total du
plasma z.. (a) La carte de couleur représente les valeurs § de 'équation (10.53) calculées au maxi-
mum d’amplitude laser, pour une durée d’impulsion laser 7, = 25fs [largeur & mi-hauteur en fs] et un
coefficient de réflexion R ~ 80% constant, qui représente assez fidélement I’absorption laser (1 — R) en
incidence oblique et polarisation linéaire. (b) Méme chose mais dans le cas d’une impulsion laser de durée
7, = 100fs [largeur & mi-hauteur].

densité électronique, sa part relative dans ’enfoncement totale z. diminue également au
profit de la dérive x, des ions.

Grace a ce modéle, nous avons pu identifier les parameétres laser et plasma pour lesquels
I'enfoncement ionique z, est dominant par rapport a I'enfoncement du pic d’électrons x.
Pour ce faire, nous avons tracé les variations o définies par :

te e (10.53)

ol '™ est lenfoncement du pic d’électrons calculé en supposant les ions immobiles
[Am, — 400 dans 'équation (10.52)]. La valeur de § mesure la variation de I’enfon-
cement total z, induite par le mouvement des ions. Nous avons tracé les variations de o
[en %] avec amplitude laser ay, et la longueur de gradient L au maximum d’amplitude du
laser, pour une durée d’impulsion courte 7, = 25fs [Fig. 10.18 (a)| et une durée d’impul-
sion plus longue |Fig. 10.18 (b)|. Dans le premier cas, on voit que la contribution des ions
a I’enfoncement total reste globalement faible. Elle diminue lorsque L augmente et croit
lorsque a;, augmente. Dans la gamme d’amplitude laser et de gradients étudiés, elle est
d’au maximum 10% [en a;, = 10 et L = A1/50]. On s’attend donc a ce que les propriétés
spatiales des harmoniques soient principalement déterminées par la dynamique électro-
nique pour cette durée d’impulsion. Dans le cas d’une impulsion de 100fs en revanche,
on voit que la contribution des ions est nettement plus élevée. Sa valeur moyenne est de
lordre de 25% et sa valeur maximale dépasse les 30%. Dans ce cas, la dynamique ionique
aura une plus grande influence sur les propriétés spatiales des harmoniques générées par
le miroir plasma.
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10.3 Validation numérique du modéle

Dans cette section, on se propose de valider numériquement le modéle d’enfoncement
x. €tabli précédemment, pour une large gamme de parameétres laser et plasma.

10.3.1 Enfoncement z. et temps de détection des impulsions at-
tosecondes

Dans un premier temps, on détermine I'effet de I’enfoncement du plasma sur la struc-
ture femtoseconde du train d’impulsions attosecondes. Nous en déduirons une méthode
simple pour valider notre modéle a 1’aide des simulations numériques. Sur la Fig. 10.19,
nous avons représenté 1’évolution de la densité électronique du plasma [couleurs| et du
champ harmonique émis par la cible [noir et blanc|.

Tout d’abord, on constate que si la cible s’enfonce effectivement sous l'effet de la
pression de radiation du laser au foyer, il est en revanche difficile de localiser une surface
oll sont générées les impulsions attosecondes, en raison de la structure trés complexe du
miroir plasma [Fig. 10.19]. En effet, comme nous 'avons détaillé dans la premiére partie de
ce manuscrit, les harmoniques ne sont pas générées directement sur la ligne d’enfoncement
maximum z. du plasma, mais sur des jets d’électrons relativistes que le champ laser tire
vers le vide a des vitesses proches de ¢ a chaque période laser T},. Toutefois, il apparait
quand méme que les positions de 'espace x, ol les impulsions attosecondes semblent étre
émises [pointillés blancs| suivent les mémes variations que 'enfoncement z. calculé en
(10.52) [pointillés blancs|.

ar(H10-H15)
-0.5

Fi1G. 10.19 — Enfoncement z. et temps d’émission des impulsions attosecondes.

Afin de confirmer cette observation, nous avons d’abord calculé analytiquement le
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décalage A1, = 7.(Tk41) — 7e(Tx) du temps de détection d’une impulsion attoseconde
entre deux cycles optiques consécutifs T}, et Ty 1, dans ’hypothése ot le champ incident se
réfléchirait avec un angle # sur une surface qui s’est enfoncée de Az, = xo(Tyy1) — xe(Tk)
pendant ATy = Tjy1 — Ty, = Tp. Dans cette configuration, la différence de marche o
accumulée par le champ lors de la réflexion aux instants Ty et Ty, s’écrit :

d = 2cos Az, (10.54)

Le décalage A7, entre les instants de détection des deux impulsions émises respectivement
en © = x.(T) au cycle Ty, et en © = x.(Ty41) au cycle Ty, ; vaudrait ainsi :

AT, 9 cos Az,
ATk oo CATk

(10.55)

L’intégration de 1’équation ci-dessus nous donne 1’évolution des temps de détection des
impulsions attosecondes 7. en fonction de ’enfoncement de la surdensité d’électrons z, :

l’e(Tk)

Te(Tk) = 2 cos b + Teo (10.56)
Il convient de remarquer que ces temps sont définis & une constante 7.9 prés car on ne
connait pas, dans ’absolu, le temps de détection de la premiére impulsion attoseconde.
Nous avons ensuite comparé les instants de détection 7.(7}) calculés a 'aide de I’équa-
tion ci-dessus et en utilisant ’équation (10.52), & ceux issus de la simulation PIC. Pour ce
faire, nous avons détecté les temps 7,;. des maxima d’intensité des impulsions attosecondes
représentées sur la carte de couleur de la Fig 10.19. L’encart (i) montre que les temps
Tpic [en bleu], suivent effectivement les mémes variations que les temps 7. donnés par le
modéle [en rouge|. La constante .o dans 'expression de 7.(7T}) a été calculée en prenant
comme référence le temps d’émission de 'impulsion attoseconde émise au cycle optique
677,. Cette étude nous montre donc que la variation des instants de détection 7, des im-
pulsions attosecondes est directement proportionnelle & ’enfoncement z, du plasma. En
plus de nous donner une information sur la structure temporelle du train d’impulsions,
nous verrons que la connaissance de I'enfoncement z.(y) en chaque position y de la sur-
face de la cible nous permettra d’obtenir la variation du temps d’émission 7.(y, T}) d’une
impulsion attoseconde a travers la tache focale et donc sa phase spatiale ¢, (y, T}) :

¢n(ya Tk) X WnTe(y) = an COS er(ya Tk) (1057)

ol k, = wy/c est le vecteur d’onde de la fréquence centrale w, = nwy de I'impulsion
attoseconde.

Dans la suite de cette section, nous validons numériquement le modéle d’enfoncement
développé précédemment en comparant les temps de détection des impulsions attosecondes
issues des simulations PIC aux temps théoriques 7. = 2x,cosf. On considére un laser
polarisé p de durée 7, = 18T}, pied a pied, en incidence oblique 6 = 45° sur un profil de
densité plasma exponentiel de densité seuil ny, = n.cos?d = 0.5n,., de densité plateau
ney = 200n. et dont la longueur de gradient L est variable. Les caractéristiques de la
simulation sont les suivantes :
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Chapitre 10. Modéle d’enfoncement du miroir plasma

(i) boite de taille [y, ~ 12X avec un maillage spatial Az = 1.4 x 1073,
(i)
)
)

(i
(iv) fonction d’assignation/interpolation d’ordre 4,
(v) T. =0.5KeV et T, = 0.05keV .

Nous avons réalisé 144 simulations EUTERPE sur une station de travail comprenant 16Go
de mémoire RAM et 2 CPU de 8 coeurs chacun. Chaque CPU posséde 8 Go de RAM ce qui
a permis l'utilisation de 500000 macroparticules par espéce dans chaque simulation. Ces
simulations ont nécessité 10 jours CPU sur 13 coeurs [1 simulation par coeur|, ce qui fait
un total de 3120h CPU. Elles couvrent une large gamme d’amplitudes laser 6 < ay < 20
et de longueur de gradient plasma A, /80 < L < A\ /5.

simulation de durée totale tg;,, = 2807}, avec un pas temporel At = 10737,

200 macroparticules par maille,

10.3.2 Validation du modéle par une étude paramétrique
Variation de ’angle d’incidence 6 du laser sur le plasma

La Fig. 10.20 représente 1’évolution du temps de détection des impulsions attosecondes
en fonction du temps t et de ’angle d’incidence 6 du laser sur le plasma. On peut voir que le

10 055 10 055 10 10
(c)
0.5 0.5
20 20 20 5
0.45 0.45
< 30 04 < 30 04 < 30 0
D D D
0.35 0.35
40 40 40 -5
0.3 0.3
50 025 50 0.25 50L -10
4 6 8 4 6 8 4 6 8
t(T)) £(T,) £(T,)

FiGg. 10.20 — Evolution des temps de détection avec l’angle d’incidence # du laser sur le
plasma pour L = A\/10 et ar = 10. (a) Temps de détection 7p;. en 17, issu des simulations EUTERPE.
(b) Temps de détection 7. = 2z, cosf calculés a I'aide de I’équation (10.52) ou nous avons utilisé le
coefficient de réflexion R issu des simulations EUTERPE. (c¢) Erreur relative § = 100(7. — Tpic)/Tpic €ntre
modéle et simulations.

modéle analytique (b) reproduit trés bien les temps de détection numériques (a) lorsque
Pamplitude a; varie dans le temps et pour une large gamme d’angles 10° < 6 < 50°.
L’erreur relative 0 = (7, — Tpic)/Tpic €ntre modéle et simulation est de l'ordre de 2.5% (c)
pour la quasi-totalité des valeurs de a;, et L étudiées.

Variation de amplitude a; et de la longueur de gradient L

La Fig. 10.21 ci-dessus montre ’évolution de l'instant de détection des impulsions
attosecondes, au maximum de I'impulsion laser incidente t,,,, = 971 pour différents
couples (ar, L). Le panneau (a) représente les temps de détection 7, calculés en détectant
les maxima des impulsions attosecondes du train dans les simulations. Le panneau (b)
représente les temps de détection T.(ar, L) = 2cosfx.(ar, L) + teo calculés a partir du
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FiG. 10.21 — Evolution des temps de détection au maximum d’amplitude de I’impulsion
laser tnq. = 97r. (a) Temps de détection 7p;. en Ty, issu des simulations EUTERPE. (b) Temps de
détection 7. = 2z, cosf calculés & l'aide de 'équation (10.52) ot nous avons utilisé le coefficient de
réflexion R issu des simulations EUTERPE. (c) Erreur relative § = 100(7e — Tpic)/Tpic entre modéle et
simulations.

modéle analytique z. de Péquation (10.52), ot on a utilisé 7.9 = 0.677,. Enfin, le panneau
(c) représente Uerreur relative 0 = 100(7p. — 7e)/Tpic €n % entre modéle et simulation.
On constate que le modéle analytique d’enfoncement reproduit trés bien les temps de
détection des simulations avec une erreur relative comprise entre + — 3%.

On voit ainsi que le modéle simple développé dans ce chapitre permet de reproduire
de maniére assez remarquable les résultats des simulations PIC. Dans la suite, nous allons
I'utiliser pour déterminer les propriétés spatiales des harmoniques générées par le miroir
plasma.
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Chapitre 11

Modélisation des propriétés spatiales
des harmoniques Doppler

Dans la partie 2 de ce manuscrit, nous avons montré qu’il suffit de connaitre le profil
d’amplitude h,(y,z = zo) et la phase spatiale ¢, (y,z = 29) d'un faisceau harmonique
de fréquence donnée en un plan z = 2y, pour pouvoir déterminer ses propriétés spatiales
dans n’importe quel autre plan z, & 'aide d’une simple transformée de Fourier. Dans cette
section, nous allons modéliser h,, et ¢, dans le plan de la cible en z = 0, 1a ou a lieu la
génération d’harmoniques.

Dans un premier temps, nous déterminerons la largeur w, du profil spatial h,, a I'aide
des simulations PIC. Ensuite, nous calculerons la phase spatiale des harmoniques ¢, (y, z =
0) x z.(y) dans le plan de la cible, a partir de 1’enfoncement z.(y) du miroir plasma,
que I'on peut modéliser avec le modéle développé dans la section précédente. Enfin, nous
déduirons de ¢, et w, les propriétés spatiales des faisceaux harmoniques, dont notamment
leur divergence 6,, et la position z, de leur foyer.

11.0.3 Tailles de source w, des harmoniques

11.1 Efficacités de génération

Le profil d’amplitude h,(y) de 'harmonique n est déterminé par la dépendance de
lefficacité de génération 7, de ’harmonique d’ordre n, en 'amplitude laser ay(y) du laser
sur la cible. Si on connait les variations de 7, avec a;, on pourra donc estimer I’étendue
spatiale w,, du profil d’amplitude h,(y) = n,(ar(y)). Nous avons déterminé ces efficacités,
a l'aide du code PIC EUTERPE pour une large gamme d’amplitudes laser a; et de
longueurs de gradient plasma L. Les résultats de ces simulations sont représentés sur la
carte de couleur de la Fig. 11.1 (a), dans le cas des harmoniques d’ordres n = 20 —25. On
constate sur le panneau (b) représentant une coupe de cette carte en différents gradients
L, que Defficacité de génération 19y_o5 a le profil d’une fonction en échelon : elle augmente
d’abord trés fortement avec 'amplitude laser ay, entre a;, = 2 et ay, = 4 lorsque les ordres
harmoniques n = 20 — 25 commencent & étre générés prés du cut-off du spectre, puis croit
lentement au dela. En outre, il apparait [panneaux (b-c)| que la variation avec aj, est la
méme quelle que soit la longueur de gradient.
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Au vu de ces résultats, on s’attend donc a une variation significative des tailles de
sources de ces harmoniques avec 'amplitude laser a; prés du cut-off du spectre, et a
une faible variation avant cette zone. Par ailleurs, hors de la zone de cut-off, on s’attend
également & une trés faible variation avec la longueur de gradient L.

: 0
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F1G. 11.1 — Efficacité de génération 7yy_o5 des harmoniques 20 a 25. (a) Evolution de efficacité
de génération 790_25 en fonction de 'amplitude laser aj, et la longueur de gradient L du plasma (b)
Coupes de la carte représentée en (a) pour différentes longueurs de gradient. (¢) Coupes de la carte en
(a) en différentes amplitudes ar. A chaque fois on a normalisé 790_25 par rapport & sa valeur max.

11.1.1 Calcul des tailles de source w, des harmoniques

A Taide de lefficacité de génération harmonique 7, représentée en 11.1 (a), nous avons
d’abord calculé [Fig. 11.2] les profils spatiaux harmoniques 7, (ar(y)) dans le plan de la
cible, desquels nous avons déduit les tailles de sources w, des harmoniques. ar(y) =
ar exp(—y?*/w?) désigne ici le profil d’amplitude du laser dans le plan de la cible et wy,
son waist. Pour comparaison, nous avons également calculé les tailles de sources avec le
code 2D CALDER pour quelques valeurs de ay, et L, en utilisant la méthode décrite dans
la partie 2 de ce manuscrit. Sur le panneau (a) de la Fig. 11.2, on a tracé I’évolution w,, /wy,
avec ’amplitude laser ar,, pour des valeurs ay, > 4 [hors coupure du spectre| et n = 15—25.
On vérifie bien que w,/w; =~ 0.6 est constant pour ces amplitudes laser. On voit en
revanche sur le panneau (b) que pour a; = 3 |zone de cut-off|, le rapport w, /wy ~ 0.4
diminue en raison de la plus forte dépendance en a; de efficacité de génération, visible
sur la Fig. 11.1 (b). Enfin, on constate également sur la Fig. 11.2 (b) que le ratio que
wy/wy ~ 0.6 est quasi-indépendant de la longueur de gradient et ce, quelle que soit
Pamplitude laser a;, > 3. Dans la suite de cette section, nous déterminerons & chaque fois
les tailles de sources numériquement, a l'aide de la méthode décrite dans la partie 2 de ce
manuscrit. Pour des considérations plus générales qui nécessiteraient un grand nombre de
simulations 2D [trés cotliteuses en temps de calcul|, nous nous appuierons plutot sur les
résultats de cette étude préliminaire afin de fournir une estimation raisonnable des tailles
de sources.
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F1G. 11.2 — Tailles de source w, /w; des harmoniques avec n = 15— 25. Les points correspondent
aux tailles de sources w, /wy, calculées a I'aide des efficacités de génération 715_o5 des harmoniques 15—25
fournies par le code EUTERPE et les carrés aux tailles de sources de 1’ordre harmonique 15, issues du
code 2D CALDER. (a) Evolution des tailles de source w,, /wy, avec Pamplitude laser a;, pour différentes
longueurs de gradient L. (b) Evolution de w,, /w;, avec L pour différents ay,.

11.2 Phase spatiale des harmoniques dans le plan source

11.2.1 Validité du modéle d’enfoncement en deux dimensions

Dans ce paragraphe, on établit sous quelles conditions le modéle 1D que I'on a dé-
veloppé pour z. est applicable en chaque point y de la tache focale. En deux ou trois
dimensions, la principale différence provient du fait que la force pondéromotrice ﬁp x VI
pousse également les électrons et les ions dans la direction transverse dans le cas de taches
focales laser wy, trés petites.

Toutefois, pour des plasmas a la densité du solide n., > 200n., le laser est presque
totalement réfléchi a l'interface vide plasma et le gradient d’intensité est principalement
normal & la cible pour des waist w; de quelques longueurs d’ondes ;. En supposant
que le laser est réfléchi et absorbé par les électrons du plasma sur une épaisseur de peau
Ly = ¢/wpe, on peut raisonnablement estimer le rapport € entre les composantes transverse
F .4/ et normale F .Z & la cible par la relation suivante :

Vgl | ajjwr 1 \/z (a11)

||61Lf|| a%/Ls wL/)\L Neo .
Pour des valeurs typiques wy > 3Ap et n, = 200n,. utilisées dans les simulations
de génération d’harmoniques Doppler avec CALDER et la plupart des expériences, on
e ~ 0.02 < 1. La force pondéromotrice ﬁp pousse donc essentiellement les ions et les
électrons dans une direction normale a la cible. Dans la suite, on pourra donc appliquer
directement le modéle 1D d’enfoncement de la surface en chaque point y de la tache focale,

avec une amplitude a,(y) définie localement, pour calculer la phase spatiale ¢, (y) o z.(y)
des harmoniques.
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11.2.2 Phase spatiale harmonique ¢,(y)
La principale composante de la phase spatiale des harmoniques est issue de la phase
induite par I'enfoncement z, du plasma sur le laser. Dans la suite on note [Fig. 11.3] :

(i) yla coordonnée transverse a la direction de propagation du champ [incident /réfléchi]
et y. la coordonnée le long de la cible,

(i) ¢n(y) la phase spatiale totale de I'harmonique d’ordre n dans le plan de la cible en
z =0,

(i) ¢ (y) la phase spatiale du laser au foyer dans le plan de la cible,
(iv) ¢,(y) la phase spatiale introduite par le miroir plasma selon y sur le laser.

La phase harmonique ¢,, de 'harmonique d’ordre n est directement liée a la phase du
laser sur la cible par :

dn(y) = n(or(y) + dp(y)) (11.2)

Si le laser est focalisé sur la cible avec un waist wy, > 3\r, le plan de la cible est contenu
dans la zone de de Rayleigh de longueur z, = mw? /A et on peut raisonnablement supposer
que ¢, = 0, en z = 0. Dans ces conditions, la phase harmonique est simplement donnée
par la relation ¢,(y) = n¢,(y). On se propose a présent de calculer ¢,,.

AX

Yy
\
“ } l)%y/cos(e)w P

N2
7Y

-

_______

FI1G. 11.3 — Phase spatiale introduite par le miroir plasma.

11.2.3 Calcul de la phase ¢,

La différence de marche totale d,, entre des rayons se réfléchissant avec un angle 6 sur
la surface en = 0 d’une part et celle a x. d’autre part vaut |Fig. 11.3] :

dy, = 22, cos b (11.3)

La phase ¢,(y) introduite par le miroir plasma a la position y dans le faisceau incident
est proportionnelle a la différence de marche d,, induite par 'enfoncement z.(y.) a la cote
Y. = y/ cosB sur la cible :

¢p(y) = 2kg cos O x z (y.) (11.4)
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Il est important de noter que ce calcul simple ne tient pas compte du fait que 'angle 6
de réflexion sur la cible dépend en fait de y du fait de la courbure de la surface du miroir
plasma. Nous verrons que cette variation de 6 avec y est a 'origine d’effets d’ordres plus
élevés dont notamment une dissymétrie du profil angulaire harmonique [les rayons du coté
droit sont moins déviés que les rayons du coté gauche du miroir|. Pour tenir compte de ces
effets, il faudra calculer la solution a 'ordre 1 ¢, [pour 6 = f(y)] a partir de la solution a
Vordre 0 ¢, [i.e celle pour 6(y) = 0y, Yy|.

11.2.4 Calcul de la phase harmonique

La phase harmonique totale a 'ordre 0 au temps ¢ s’écrit :
On(y,t) = 2k, z. (y/ cos b, t) cos b (11.5)

Dans la suite, on suppose pour simplifier que la cible est placée au foyer du laser en z = 0.
On a donc ¢, = 0. Par ailleurs, en effectuant un développement limité de I’enfoncement
z. de I'équation (10.52) jusqu’a l'ordre 2 en y. = 0, il est facile de montrer que :

2
c

Y 2
15, ) + o(y2) (11.6)

Tely,—o(t) = co —

ol ¢y est une constante et :

wi e+ (14 pe)?

= 11.
J(®) 4L cos® 0 € + 2ue(1 + pe) (1L.7)
avec : 2a,(t
ar,
= 11.
T oL/ A (1 —sin) (11.8)
) (1—sin0)ly [ aslto)
wr, 1 —sin 0/ ar, to
= dt 11.9
2 4 o CLL(O) 0 ( )

€ et u sont des grandeurs associées aux dynamiques électronique [dépendance en ar(t)]
et ionique [dépendance en f(f ar(to)dto]. La formule (11.6) est I’équation d’une parabole
de focale f, et d’axe de symétrie y. = 0. En remplagant 'expression (11.6) de z. dans la
relation (11.5), on en déduit :

yQ

oo W) (11.10)

¢n(y7 t) =k

C’est I’équation d’un front de phase sphérique de rayon de courbure f,(t) cosf. Ainsi on
voit que le miroir plasma agit bien comme une optique focalisante de focale f,. En raison
de I'incidence oblique du laser sur le miroir plasma, on voit que la distance focale effective
a laquelle sont focalisées les harmoniques est raccourcie d’un facteur cosf dans le plan
d’incidence. On retrouve ici le fait bien connu que la réflexion en incidence oblique d’angle
0 par rapport a I’axe d’un miroir courbe conduit & un raccourcissement de sa focale d’un
facteur cos @ |astigmatisme].
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F1G. 11.4 — Evolution temporelle de la focale effective f,cosf du miroir plasma pour diffé-
rents paramétres a;, et L. La focale effective fj, cosf [en Ar] a été calculée & partir de I’équation (?7)
avec : une impulsion de profil temporel en cos? et durée pied a pied 7, = 24T, un angle d’incidence
0 = 45°; un waist laser wy, = 3.12)\p, un rapport charge sur masse des ions Z/A = 1/2, un coeflicient
de réflexion R = 0.7. (a) Evolution temporelle de f, cosf pour ar = 6 et trois longueurs de gradients L
différentes. (b) Evolution temporelle de f, cos@ pour trois amplitudes laser différentes ay,.

Etudions a présent I’évolution de f, au cours du temps, pour différents parameétres
laser et plasma. La Fig. 11.4 (a) montre ’évolution temporelle de f, pour trois longueurs
de gradients dans le cas d’un laser de durée 7, = 2477}, pied a pied et d’amplitude a;, = 6
incident & # = 45° sur le plasma.

Au début de I'impulsion ¢ < 577, les ions sont immobiles [m; = Am, — +oo et Iy — 0
dans I'équation (11.9)] et la focale f,(t) est déterminée par la dynamique des électrons
€] :

w? e(t)

Jot) = 4L cos?0 1 + €(t)

(11.11)

Pour les amplitudes ay, > 3 et les longueurs de gradients L < A1 /5 qui nous intéressent,
e > 1 devient trés grand devant 1, dés le début de 'impulsion laser. On en déduit que :

wi

r(t) 4L cos? 6

(11.12)
Cette focale est donc indépendante de 'amplitude laser et du temps. Elle varie en 1/L
comme nous pouvons le voir sur la Fig. 11.4 (a-b). Aux instants ultérieurs en revanche
[t > 5T}, les ions commencent a étre accélérés par le piston et le paramétre p augmente
progressivement. La focale f, vaut maintenant :

_owp o 1+ p(t)%e()
Tolt) ~ 4L (:(;:s2 01+ 2u(t)%e(t)

(11.13)

On constate qu’elle diminue dans le temps et que cette diminution dépend a la fois de
I'amplitude ay, et de la longueur de gradient [Fig. 11.4 (a-b)| : elle est d’autant plus forte
que aj, est grand et L est faible. En effet, nous avions montré sur la Fig. 10.17 que la
contribution de I’enfoncement ionique x, a I’enfoncement total x. était d’autant plus forte
que le gradient plasma était court et amplitude laser élevée. Dans la limite de durées
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d’'impulsions 7, — +o00 trées longues, la dynamique du plasma est principalement issue du
mouvement des ions [ — +00] et la focale f,(t) tend vers la valeur constante :

2
wry,

~ Lol (11.14)

o
Cette valeur est deux fois moins importante que dans le cas ou la dynamique du miroir
plasma est purement électronique [z, o< 2L dans l'équation (10.45) et x5 o< L dans
I'équation (10.50)].

Dans tous les cas, méme si la focale f peut varier de w?/4Lcos®6 a w? /8L cos* 6
entre le début et la fin de I'impulsion [cas des forts ay et faibles gradients|, la focale f
varie lentement autour de l'instant %,,,, pour lequel 'amplitude laser est maximale et la
génération d’harmoniques la plus efficace. Pour cette raison, on supposera dans la suite
que les propriétés spatiales des harmoniques sont imposées par la focale f,,,, du miroir
plasma en t = t,,,, et nous calculerons les propriétés spatiales des harmoniques a 1’aide
de fiae- La carte de couleur sur la Fig. 11.5 (a) donne les valeurs de f,cosf en t = 44
et pour une large gamme d’amplitudes ay, et de gradients L. Notons enfin que I'on peut

20 0.14
b)
0.12
1
> 0.1
L < 0.09
0.05
5 0.04
0.02 0.04 0.05 0.09 0.1 0.12 0.02 0.04 0.05 0.09 0.1 0.12
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F1G. 11.5 — Focale f, et enfoncement &, du miroir plasma en fonction de a;, et L. (a) Focale
fpcos@ [en Ar] du miroir plasma au maximum t,,4, d’amplitude du champ incident, calculée & partir de
I’équation (11.7) pour différentes valeurs des paramétres ay, et L. Les calculs ont été réalisés pour : une
impulsion de profil temporel en cos? de durée 7, = 24T}, pied & pied, un angle d’incidence § = 45°, un
waist laser wy, = 3.12\r, un rapport charge sur masse des ions Z/A = 1/2 et une valeur moyenne R = 0.7
du coefficient de réflexion R, un. (b) Enfoncement ¢, [en Az] correspondant & la focale f,, du panneau (a)
et calculé a I’aide de I’équation (11.15). Notons que sa valeur ne dépend pas de wy,.

relier f, a 'enfoncement 6, du miroir plasma entre les points y = 0 et y = V2w, |choix
arbitraire|, en utilisant 1'équation (11.6) :

2
wr

B, ™ 3 (11.15)

Op = Tely.=0 — Te

Les valeurs de ¢, sont représentées sur la Fig. 11.5 (b). On constate que tout comme
la focale f,, I'enfoncement ¢, varie surtout avec la longueur de gradient L. Dans le cas
ol la dynamique ionique est négligeable [faibles az|, on a f,(t) &~ w? /4L cos® 6 et donc
6, ~ 2L cos?0. A longueur de gradient fixée, §, augmente lorsque amplitude laser a,
augmente, du fait de la contribution plus importante des ions & I'enfoncement total.
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Chapitre 11. Modélisation des propriétés spatiales des harmoniques Doppler

11.3 Modélisation analytique des propriétés spatiales

Dans cette section, on se propose de déterminer ’ensemble des propriétés spatiales
des harmoniques qui découlent de la phase spatiale ¢, calculée précédemment. Dans le
cas ol 'enfoncement 9, < A\, nous avons vu précédemment que le miroir plasma agit
comme un miroir plan et les propriétés spatiales du faisceau harmonique sont données
par sa diffraction naturelle. A I'inverse, lorsque 9, < A, le miroir plasma agit comme un
miroir courbe qui focalise le faisceau harmonique a une distance correspondant a la focale
effective du miroir plasma. Dans le cas intermédiaire ot I'enfoncement 0, est du méme
ordre de grandeur que la longueur d’onde harmonique \,, les propriétés spatiales du fais-
ceau harmonique sont le résultat d’'une compétition entre diffraction et focalisation. Dans
le cas général, il est donc nécessaire de calculer analytiquement les propriétés spatiales de
ces faisceaux. On supposera dans la suite que les faisceaux harmoniques sont gaussiens
et on note z la coordonnée le long de I’axe de propagation du faisceau, w(z) son étendue
spatiale en z et R(z) le rayon de courbure de ses fronts de phase en z. Les données du
probléme sont [Fig. 11.6] :

1. I'étendue spatiale du faisceau harmonique w, dans le plan de la cible en z = 0
[déterminée a 'aide du code PIC],

2. le rayon de courbure R(z = 0) = —f,cosf des fronts de phase du faisceau har-
monique dans le plan de la cible, déterminés a partir du modéle développé pour la
focale f, du miroir plasma

Miroir
Plasma

de phase

F1G. 11.6 — Schéma de la focalisation du faisceau harmonique par le miroir plasma. On note w,, I’étendue
spatiale du faisceau harmonique dans le plan de la source en z = 0, 2, la position de son foyer, wy la
taille de son waist et 6,, sa divergence. La ligne en pointillés noirs schématise le front de phase du faisceau
harmonique au niveau de la cible. Son rayon de courbure R(z = 0) est donnée par la focale eflective
fp cos@ du miroir plasma.

A partir de w,, et R(z = 0) connus dans le plan de la source, on souhaite ici déterminer :
(i) la position z, du foyer du faisceau harmonique,
(ii) son waist wy |en z = z,] et 7, = ws/w, son grandissement,
(iii) sa divergence 0,.
Dans cette perspective, on rappelle tout d’abord qu’un faisceau gaussien est entiérement
caractérisé par son paramétre complexe ¢(z) défini par [70] :

q(2) = (2 — zn) + i2pn (11.16)
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11.3. Modélisation analytique des propriétés spatiales

ol 2z, = mu]% /An désigne la longueur de Rayleigh du faisceau. On peut montrer [70] que
q vérifie I’équation :

1 1 ¥
az) ~ () mel(e)
ol on obtient les expressions de w(z) et R(z) en remplacant 'expression de ¢ issue de
I'équation (11.16) dans I’équation (11.17) :

w(z) = wf\/1+(z;hz”)2 (11.18)

22
R(z) = z— 2+ (11.19)

Z— Zn

(11.17)

11.3.1 Point de focalisation z, des harmoniques

En combinant les équations (11.16) et (11.17) évaluées en z = 0 on obtient :

1 1 1

_— = — —1 11.20
—Zn + 1 20h fpcost erho ( )

oll on a noté : )
Zon = 7;“’” (11.21)

la longueur de Rayleigh du faisceau harmonique lorsque celui-ci n’est pas focalisé par le
miroir plasma. En égalant les parties réelles et imaginaires de ’équation (11.20) ci-dessus,
on en déduit le systéme d’équations suivant :

Zn B 1
2 2 0
Zn+ 20 fpcos (11.22)
Zrh N 1
22+ 22, <rh0

C’est un systéme simple de deux équations a deux inconnues [z, et z.;| qui a pour solu-
tions :

o = ﬁ (11.23)
et v
2 = zrhoﬁ (11.24)
oll on a défini : X
_ Fmofn 27 (%> 9 (11.25)
fpcos®  cost \wr/) Ap

Ce paramétre dépend de l'enfoncement 0, du miroir plasma défini en (11.15) et du ratio
wy,/wy, entre I'étendue spatiale du faisceau harmonique dans le plan de la cible et le
waist laser wy. Nous allons voir que la valeur de ce paramétre détermine I’ensemble des

propriétés spatiales des harmoniques. Pour z,,, on identifie deux cas limites selon les valeurs
de n¥ o 0,/ Ay,
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Chapitre 11. Modélisation des propriétés spatiales des harmoniques Doppler

(i) sin¥ < 1 [i.e 0, K \,], on a 2, = zponV¥ — 0 et 2, & zpo. On retrouve le cas
nv—+

ol 'harmonique n’est pas focalisée par le miroir plasma,

(ii) si n¥ > 1 [i.e 0, > A\,], on a 2, = 2z,0/n¥ = f,cosf. Dans ce cas, I'harmonique
subit la courbure du miroir plasma et est focalisée au niveau de son point focal en
z = fpcosb.

La valeur du paramétre ¥ va donc déterminer si on se situe dans un régime dominé
par 'enfoncement ou la diffraction, pour ’harmonique d’ordre n. Nous avons réalisé deux
simulations CALDER afin de confronter notre modéle aux simulations PIC 2D. Les valeurs
de z, obtenues ont été représentées sur la Fig. 11.7 pour (a;, = 8, L = A\ /8) [points rouges|
et (ap = 6,L = Ar/20) [points bleus|. Pour les calculer, nous avons d’abord propagé le

Model o 0°
L — ele . .
60 5~ bic N °p a oy
O 1=A/20
< 40f
c
N
20¢
0 I I I
0 5 10 15 20

n

FiG. 11.7 — Evolution du point focal z, avec ’ordre harmonique. Les points sont les valeurs
de z, obtenues a partir de deux simulations PIC 2D CALDER pour a; = 8,L = A1/8 [rouge] et
ar, = 6,L = \1,/20 [bleu]. A chaque fois, I'impulsion laser a un profil temporel en cos? de durée 77, = 2477,
pied a pied, un profil spatial gaussien de waist wy = 3.12)\}, et est incidente avec un angle 6 = 45° sur
le profil plasma. Les lignes en traits pleins représentent les valeurs de z, calculées & partir de I’équation
(11.24).

profil spatial harmonique en différents z & I’aide d’une décomposition en ondes planes
[cf. Partie 2| puis nous avons calculé la valeur de z, pour laquelle 1'étendue spatiale w(z)
du faisceau harmonique est minimale. Les lignes en traits pleins représentent les valeurs
de z, calculées a partir de I'équation (11.24). Dans chaque cas, les valeurs de ¥ ont été
calculées en utilisant le rapport w, /wy, issu des simulations PIC et 'enfoncement &,/
de I'équation (11.15). Dans le cas a;, = 8, L = A1/8 [ligne rouge|, on calcule ¥ = 0.6685
et z, &~ 26.5\, correspondant & des valeurs §,/A;, = 0.1295 et w,, /wy, ~ 0.75 pour n > 15.
Dans le cas ap, = 6, L = A\, /20 [ligne bleue| on trouve les valeurs ¥ = 0.2351 et z, = 58y,
associées & un enfoncement d,/\;, = 0.054 et une étendue w,/w;, ~ 0.7 pour n > 15. On
peut voir que le modéle reproduit trés bien les variations de z, avec n. Pour les ordres
harmoniques faibles tels que A, > ¢,, le faisceau harmonique n’est pas focalisé par le
miroir plasma et z, — 0 se situe dans le plan de la cible. Ensuite lorsque n augmente, A,
diminue et z, tend progressivement vers la focale du miroir plasma f, cos . Remarquons
que dans le cas L = A1 /20, l'influence des ions sur la focale du miroir plasma devient
plus importante : la focale f,cosf = w? /4L cosf ~ 68\ calculée en supposant les ions
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11.3. Modélisation analytique des propriétés spatiales

immobiles surestime légérement [15%)] celle issue des simulations PIC [~ 58\ ] alors que
dans le cas L = A\1,/8, ces valeurs différent de seulement quelques %. Dans le paragraphe
qui suit, on calcule le grandissement -, au foyer du miroir plasma.

11.3.2 Grandissement v, de ’harmonique n au foyer du miroir
plasma

La grandeur 7, est particuliérement intéressante dans notre cas, car elle nous permet
de calculer 'intensité maximale [,; des impulsions attosecondes au foyer du miroir plasma :
T 1 1

[at ~ nn[L__ X

— 11.26
Tat PY% ’7721 < )

ol T, est la période laser, wy, son waist, I} son intensité, n, 'efficacité de génération de
la bande spectrale [n,n.] avec n. la coupure du spectre et 7., =~ T, /(n. — n) la durée de
I'impulsion attoseconde composée des fréquences (n,n.) [en supposant une phase plate
sur cette bande spectrale|. On voit donc que [,; est d’autant plus grand que 7, est faible.
On calcule 7, en utilisant ’équation (11.23) donnant la valeur de z,, :

2
Zrh wy 1

- (L) = 11.27
Zrho (wn> 1+ (n)? ( )

1

Deux cas se dégagent suivant la valeur de n¥ o J,/\, :

d’ou
(11.28)

L. si n¥ < 1 [i.e 6, < Ay|, on retrouve que 7, = 1 i.e que I'harmonique n’est pas
focalisée,

2. sin¥ > 1 [i.e §, > A,] il vient 7, = 1/n¥ o« 1/6,. Dans ce cas, ’harmonique est
focalisée par le miroir plasma en z = f,cosf et le grandissement -, est d’autant
plus faible que I'enfoncement ¢, est grand ou la focale f, du miroir plasma faible.

Nous avons comparé les résultats du modéle aux mémes simulations que celles de la
Fig. 11.7. Les valeurs de 7, obtenues ont été représentées sur la Fig. 11.8 pour (a; =
8,L = A\1/8) |points rouges| et (ay, = 6,L = A/20) [points bleus|. Les lignes en traits
pleins correspondent aux valeurs de =, issues de 1’équation (11.28). A mesure que n
augmente, \,/d, diminue, 'harmonique devient progressivement focalisée par le miroir
plasma et le grandissement diminue suivant I’équation (11.28). Dans la limite A, /d, < 1,
le faisceau harmonique est parfaitement focalisé et son grandissement =, o A; diminue
proportionnellement avec la longueur d’onde )\, [limite de diffraction plus petite|. Dans
les deux simulations de la Fig. 11.8, on voit que le modéle reproduit correctement les
variations de ~, avec l'ordre harmonique. Toutefois, dans le cas L = Ay /8, on note un
écart entre le grandissement théorique et le grandissement issu des simulations pour les
harmoniques d’ordres les plus élevés [celles qui sont focalisées par le miroir plasmal. Le
waist w prédit par le modeéle est plus petit [15%] que celui obtenu dans les simulations
PIC 2D. Cet écart provient du fait que nous n’avons pas pris en compte les effets d’ordres
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F1G. 11.8 — Evolution du grandissement v, avec ’ordre harmonique n. . Les conditions de
simulation sont les mémes que celles de la Fig. 11.7. Les points sont les valeurs de ~y,, obtenues a partir
de deux simulations PIC 2D CALDER pour a;, = 8,L = A;/8 [rouge] et ar, = 6,L = Ar/20 [bleu].
Pour chaque ordre n, la valeur ~, a été obtenue en calculant I’étendue spatiale du faisceau harmonique
aux points z = z, représentés sur la Fig. 11.7. Les lignes en traits pleins représentent les valeurs de ~,
calculées a partir de ’équation (11.28). Dans chaque cas, les valeurs de ¥ ont été calculées en utilisant
le rapport w,,/wy, issu des simulations PIC et 'enfoncement d,/Ar, représenté sur la Fig. 11.5 (b). Dans
le cas ar, = 8, L = A\, /8 [ligne rouge], on calcule ¥ = 0.6685 et v, ~ 0.08 correspondant & des valeurs
dp/Ar = 0.1295 et w,, /wr, =~ 0.75 pour n > 15. Dans le cas ar, = 6, L = A /20 [ligne bleue] on trouve les
valeurs ¥ = 0.2351 et ~y,, = 0.2, associées & un enfoncement 6, /A = 0.054 et une étendue w,, /wy, = 0.7\,
pour n > 15

supérieurs dans la phase introduite par le miroir plasma. En effet, nous verrons dans la
suite que la focalisation par un miroir parabolique hors-axe introduit des aberrations qui
peuvent étaler le profil spatial du faisceau harmonique au foyer et qui limitent donc la
valeur minimale de v, que l'on peut atteindre.

Nous avons estimé 'intensité des impulsions attosecondes au foyer du miroir plasma
[Fig. 11.9] dans le cas L = A\;/8, pour les harmoniques [15wr, 25wr]. Sur le panneau
(a), on voit que dans ces conditions d’interaction, les efficacités de génération sont treés
élevées dans cette bande spectrale et on calcule 11505 ~ 7 x 1072, En outre, on voit
sur les panneaux (b-c) que le miroir plasma focalise trés fortement le train d’impul-
sions attosecondes avec des grandissements conformes & ceux calculés sur la Fig. 11.8.
Avant focalisation (b), P'intensité des impulsions attosecondes dans le plan de la cible
vaut 0.341;, =~ 3.8 x 10"W.cm™2. Au foyer du miroir plasma (c), elle atteint des valeurs
trés élevées, de ordre de 2317 ~ 3.102'W.cm~2. On peut retrouver ce résultat en utilisant
la valeur v;5_95 = 0.1 fournie par la courbe Fig. 11.7 et la durée d’impulsion 7,; ~ 250as
mesurée sur la Fig. 11.9(c) : on trouve I; ~ 281, ~ 4 x 102!W.cm~2 trés proche de la
valeur précédente, obtenue en propageant numériquement le train d’impulsions au foyer
du miroir plasma.

Alinsi, on voit que les intensités atteignables au foyer du miroir plasma, dans la gamme
des longueurs d’onde inférieures a 0.08nm, sont donc potentiellement trés élevées. On
pourrait imaginer utiliser cet effet pour réaliser des expériences d’interaction lumiére-
matiére a trés fortes intensités dans la gamme X-UV. La principale contrainte dans
I'exemple que 'on vient de détailler provient du fait que la focale du miroir plasma est
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trés faible [quelques dizaines de micrométres|. Cependant, pour pallier ce probléme, une
solution envisageable serait d’augmenter la taille du waist laser wy, & intensité constante
pour augmenter la focale f,, sans changer le ratio w, /wy. En effet, dans ces conditions,
le paramétre U de Iéquation (11.25) et par conséquent le grandissement =, resteraient
inchangés.

0
10" ¢ @) | plan source

I i

10

10°

Spectre (n.a)

107

5 10 15 20 25 60 65 70 75
e, T,

Fi1G. 11.9 — Intensité des impulsions attosecondes au foyer du miroir plasma. Les conditions
de simulation sont les mémes que celle de la Fig. 11.8. (a) Spectre du champ réfléchi, intégré spatialement
au niveau de la cible [en z = 0]. (b) Profil spatio-temporel (y,t) du champ réfléchi, au niveau de la cible
en z = 0, que l'on a filtré entre les ordres harmoniques 10 & 25. (b) Profil spatio-temporel (y,t) du champ

réfléchi, au foyer du miroir plasma en z = fj, cos @ ~ 28\, que l'on a filtré entre les ordres harmoniques
10 & 25.

11.3.3 Modéle de divergence des harmoniques

La divergence du faisceau harmonique est donnée par :

Y
6, = lim W) _ W _ (11.29)

z—oo Z Zrh Wy

o on a utilisé la valeur de w(z) fournie par 'équation (11.18) et 2z, = mw}/\,. En
utilisant wy = wy,y,, ol 7y, est donné par 'équation (11.28), il vient :

0, = 00\/1+ (n¥)2 (11.30)
ot 02 = \,/mw, est la divergence de 'harmonique lorsque celle-ci diffracte librement

depuis la cible. Deux cas se dégagent selon la valeur de n¥ o d,/\,, :

1. si n¥ < 1 on retrouve le cas ou I’harmonique n’est pas focalisée et sa divergence
est imposée par la diffraction :
en wr,

MUPN 11.31
0.  nw, ( )
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2. si n¥ > 1 alors la divergence 6,, des harmoniques est imposée par I’enfoncement du

miroir plasma et :
O (ﬂ> (11.32)

L W,

Nous avons comparé les résultats du modéle aux mémes simulations que celles de la Fig.
11.7. Les valeurs de 6,, obtenues ont été représentées sur la Fig. 11.8 pour (ap = 8, L =
AL/8) |points rouges| et (ap = 6,L = Ar/20) |points bleus|. Les lignes en traits pleins
correspondent aux valeurs de 6,, issues de I’équation (11.30). Dans les deux simulations de
la Fig. 11.10, on voit que le modéle reproduit parfaitement les variations de 6,, avec I'ordre
harmonique. A mesure que n augmente, \,/d, diminue, ’harmonique devient focalisée par
le miroir plasma et sa divergence est imposée par la courbure du miroir plasma. A titre
de comparaison, on a représenté la divergence des harmoniques 6%, sans enfoncement, i.e
lorsque celles-ci ne sont pas focalisées par le miroir plasma. On voit que I'enfoncement
augmente considérablement le ratio 6,,/0;, : 020/0;, = 0.8 pour L = A /8 et 05/60, = 0.3
pour L = A\ /20.

12 _ Modele
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Fi1G. 11.10 — Evolution de la divergence 6, avec ’ordre harmonique n. Les conditions de
simulation sont identiques & celles de la Fig. 11.7. Les points sont les valeurs de 6,, obtenues & partir
de deux simulations PIC 2D CALDER pour ay = 8,L = A;/8 [rouge] et ar, = 6,L = Ap/20 [bleu].
Dans chaque cas, les valeurs de ¥ ont été calculées en utilisant le rapport w, /wy, issu des simulations
PIC et Penfoncement &, /A représenté sur la Fig. 11.5 (b). Dans le cas ar, = 8, L = Ar/8 [ligne rouge],
on calcule ¥ = 0.6685 et 6,,/0r ~ 0.8 [#; = 100mrad] correspondant & des valeurs d,/Ar, = 0.1295 et
wp/wy, & 0.75 pour n > 15. Dans le cas ay, = 6, L = A1 /20 [ligne bleue] on trouve les valeurs ¥ = 0.2351
et 0,,/01, ~ 0.33, associées & un enfoncement 0,/ r, = 0.054 et une étendue w,/wy, ~ 0.7\ pour n > 15.
La ligne en traits pointillés noirs représente la divergence 62 calculée en supposant un enfoncement nul
et en utilisant les tailles de sources w,, issues des simulations CALDER.

Ainsi, on voit que 'effet d’enfoncement augmente fortement la divergence 6,, des har-
moniques et limite leur utilisation dans des expériences d’interaction lumiére-matiére, ou
I’on souhaiterait par exemple re-focaliser le faisceau harmonique sur un échantillon de ma-
tiére. En particulier, il réduit considérablement le nombre de cycles optiques N, maximum
que I'on pourra utiliser dans le laser incident pour générer des impulsions attosecondes
isolées a I'aide de l'effet Phare attoseconde [cf. Partie 3]. Dans la suite, nous verrons cepen-
dant qu’il est toujours possible d’obtenir des faisceaux harmoniques faiblement divergents
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en défocalisant le laser de la cible pour une large gamme d’amplitudes ay, et de longueurs
de gradients L.

Avant cela, on étudie l'effet des aberrations induites par la focalisation du faisceau
harmonique par le miroir plasma.

11.3.4 Effets d’ordres supérieurs

Dans le calcul de la phase harmonique a 'ordre 0, on ne tient pas compte du change-
ment de 'angle d’incidence du laser avec la coordonnée y. a la surface du miroir plasma.
Dans cette approximation la phase ¢,(y) introduite par 'enfoncement de la cible est pu-
rement parabolique et tous les rayons incidents sur le miroir sont focalisés a la distance
f = fpcosBy dans la direction spéculaire 6 = 0 :

2

Yy
Pp(y) = 2, cos o (11.33)

En réalité, la distance f(y.) a laquelle, un rayon incident en y. = y/cosf et un rayon
incident en y,. = 0 sont focalisés, varie avec y.. La phase ¢,(y) s’écrit dans ce cas :

2

Pp(y) = Qﬁ(y) (11.34)

Calculons dans le cas d’un faisceau incident a 6 = fy sur un miroir plasma parabo-
Y

X A
0

>y

C

FI1G. 11.11 — Evolution de I’angle de réflexion 6 sur le miroir plasma

lique d’équation z = y2/4f,, que l'on a représenté sur la Fig. 11.11. (OFp) désigne Paxe
de la parabole et ||OF,|| = f, sa focale. On note également :

i) M un point de sa surface de coordonnées (y., x = y>/4f,) dans le repére (O, y., ),
c p
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(i) r = ||[MF,|| le vecteur rayon de la parabole,
(iii) A6 la demi-ouverture du miroir.

Les rayons incidents a 6, ont été représentés en rouge sur la Fig. 11.11. Le rayon central de
ce faisceau est incident en O(0,0) et est réfléchi dans la direction (OF') ; Le rayon incident
en M intersecte le rayon central en F' et on définit f(y.) comme f(y.) = ||OF||. Cette
distance varie lorsque M bouge le long de la parabole et est par conséquent une fonction
de Af et 0y. Sur la Fig. 11.11, on voit que :

sin AG = y? (11.35)

D’aprés la théorie sur les coniques :

fp

T AT (11.36)

En combinant ces deux relations, il vient :

Ye
Af = 2 arctan ( ) 11.37
o7, (11.37)
Toujours d’aprés la Fig. 11.11, on a dans le triangle OIF :
sin(6y + Af)
= ||OI||————= 11.38
f=llon| = (11.38)
avec :
|O1]] = z + y. cot(by + AB) (11.39)
Comme x = y2/4f,, on déduit finalement que :
f 1 :
f = WAPG/Q) COS(QO + AH) + 5 tan(A@/Q) Sll’l(@o + AH) (1140)

Si on fait tendre 6, — 0 vers 0 dans 1’équation ci-dessus, on retrouve f = f,, quel que soit
y.. Par ailleurs, on voit que lorsque Af — 0, qui correspond au cas ou l'angle d’incidence
des rayons ne varie plus a la surface du miroir [ouverture trés petite du miroir|, on retrouve
f = fpcosBy. Dans le cas général et dans la direction du rayon central, on a :

y tan 6
3+ y?/4f2 cos? by

f(ye =y/ costly) = f,cos — (11.41)

En supposant que les faisceaux harmoniques ne sont pas trop divergents [approximation
paraxiale|, on peut ainsi calculer le développement limité a l'ordre 3 de la phase ¢,(y) =
y*/2f(y) par rapport a la variable y/f, < 1 :

pr (y) 1 2 tan 0y 3 3
= 11.42
k, 2f, cos Qoy * 3 f2 cos? 90y oly") ( )
Focaﬁ;ation C(;na

ou :
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— le terme d’ordre 2, déja identifié précédemment, correspond a la focalisation du
faisceau harmonique par le miroir plasma,

— le terme d’ordre 3, appelé aberration de coma, est une aberration asymétrique [terme
en 3|. L'effet de cette aberration est de produire une tache en forme d’aigrette dans
un plan d’observation, comme nous 1’avons illustré sur la Fig. 11.12 dans le cas de
la focalisation d'un faisceau par une lentille, hors de son axe optique. Les rayons
paralléles qui ne sont paralléles a I'axe optique de la lentille, ne convergent pas tous
en un méme point sur le plan focal. Les rayons qui passent sur les bords de la lentille
peuvent étre focalisés plus loin ou plus prés de ’axe optique que ceux passant au
centre de la lentille. Ce terme d’aberration est d’autant plus fort que I'ouverture
6, = w,/ f, devient grande.

Lentille y

_—

=

FIG. 11.12 — Illustration de ’aberration de coma dans le cas d’une lentille simple.

N

.

______ >Z
axe optique

On illustre a présent 'effet de la coma sur les faisceaux harmoniques dans le cas ay =
8,L =\, /8 des Fig. 11.7, Fig. 11.8 et Fig. 11.10, pour lequel 'ouverture w,,/ f, cos 6 ~ 0.1
devient proche de 1.
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F1G. 11.13 — Effet de ’aberration de coma sur les faisceaux harmoniques. (a) Evolution du
profil spatial de I'harmonique n = 10 le long de 'axe z, calculé en propageant le champ harmonique a
I’aide d’une décomposition en ondes planes. L’aigrette caractéristique de cette aberration est nettement
visible au niveau du foyer en z19 &~ 28\1. (b) Evolution du profil spatial harmonique calculé a partir de
la phase ¢, donnée par le modéle, a laquelle on a ajouté un terme d’ordre 3 de ’équation (11.42) pour
reproduire le profil en (a). (c) Profils spatiaux harmoniques au niveau du foyer en z,, = f, cosf = 28\p.
Les croix bleues correspondent & une coupe en z = z,, de la carte en (a) issue des simulations PIC et la
ligne rouge correspond a une coupe en z = z, de la carte en (b). La ligne en pointillés représentent la
coupe du profil spatial harmonique en z = z, en 'absence de termes de phase d’ordres supérieurs 4 2.
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Sur le panneau (a) de la Fig. 11.13 montrant 1’évolution du profil spatial de 'har-
monique 10 le long de I'axe z, on distingue trés clairement l'aigrette au niveau du foyer
2z, & 281 du miroir plasma. Sur le panneau (b), on voit que le modéle initial, auquel
on ajouté un terme de phase d’ordre 3 de I’équation (11.42), reproduit trés bien les ré-
sultats issus des simulations PIC. Sur le panneau (c¢), on voit qu’en présence de coma, le
profil spatial de 'harmonique est dissymétrique. A titre de comparaison, on a superposé
[pointillés|, le profil spatial harmonique calculé & partir du modéle sans aberration. En
présence de coma, on mesure une augmentation du foyer wy de 15% dans ce cas. Ceci
pourrait expliquer ’écart entre modéle et simulations dans le calcul du grandissement -,
de la Fig. 11.8.

11.3.5 Effet Doppler

Dans ce paragraphe, on s’intéresse a l'effet de 'enfoncement du miroir plasma sur le
spectre des harmoniques dans la simulation de la Fig. 11.7, pour laquelle a;, = 8, L = A1,/8
et les ions sont mobiles. Sur la Fig. 11.14 (a), on voit que le spectre résolu en angle (6,w)
du champ réfléchi représenté autour de ’harmonique 8, subit un décalage vers le rouge
0w < 0 du fait de 'enfoncement du miroir plasma vers l'intérieur de la cible & la vitesse
Ve = dx./dt > 0. Au niveau de la cible, la variation de 'amplitude laser au sein de la tache
focale entraine une variation de cette vitesse v, avec y et par conséquent, une variation
de ce décalage vers le rouge dw(y) avec y. Comme dans cette simulation I’harmonique
étudiée est focalisée par le miroir plasma, chaque point y sur la cible est associé a un
angle 0 = y/ f, en champ lointain. En conséquence, ce décalage dw varie aussi avec I’angle
0 en champ lointain [Fig. 11.14 (a)|. Dans le plan de la cible, il diminue lorsqu’on s’écarte
du centre de la tache focale |y = 0]. En champ lointain, il diminue lorsqu’on s’écarte
de la direction # = 0°. Notons par ailleurs que le profil de divergence harmonique est
dissymétrique par rapport a la direction spéculaire § = 0°, en raison de la coma introduite
par la réflexion en incidence oblique du laser, sur le miroir plasma courbé [cf. Fig 11.13
et Fig 11.12 |.

Afin de constater I'influence de la dynamique ionique sur le spectre du champ réfléchi,
nous avons réalisé la méme simulation que sur la Fig. 11.14 (a), mais en bloquant cette fois
le mouvement des ions. Nous avions vu précédemment qu’en ’absence de mouvement des
ions |Fig. 10.4], le miroir plasma s’enfonce d’abord avec une vitesse positive +v, au cours
du temps, lorsque 'amplitude laser a; augmente dans la premiére partie de I'impulsion
[t < 71,/2|, puis revient & sa position initiale avec une vitesse —v, lorsque ay diminue aux
instants ¢t > 77,/2. On voit sur la Fig. 11.14 (b), que ce mouvement est responsable & la fois
d’un décalage vers le rouge [mouvement a +v.| et d’'un décalage vers le bleu [mouvement
a —v,| du spectre de 'harmonique. Comme ces décalages diminuent lorsqu’on s’écarte de
la direction spéculaire, on observe une structure en forme d’oeil.

Ainsi, on voit que si la valeur de ’enfoncement total est trés peu changée par le
mouvement des ions et influe peu au final sur les propriétés spatiales des harmoniques,
I'influence de leur mouvement sur le spectre, en revanche, n’est pas négligeable. En effet,
lorsque les ions sont mobiles, nous avons vu que le gradient est modifié au cours de
I'interaction et le miroir plasma ne revient plus a sa position initiale durant la deuxiéme
partie de 'impulsion. Ainsi, seul le mouvement a +wv, de la surface est conservé dans ce
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jons mobiles ions fixes

7.5 8.5

8
w/(oL

Fi1G. 11.14 — Enfoncement et effet Doppler. Les conditions de simulations sont identiques & celles
de la Fig. 11.7 dans le cas L = A1, /8. (a) Spectre résolu en angle du champ réfléchi par le miroir plasma,
représenté autour de ’harmonique d’ordre 8. Dans cette simulation les ions sont mobiles (b) Méme chose
qu’en (a) mais cette fois-ci pour des ions immobiles.

cas et on observe seulement un décalage vers le rouge.

11.4 Compensation de la phase ¢, via la phase du laser

Principe

Dans cette section, on étudie dans quelle mesure on peut compenser la partie de la
phase harmonique induite par ’enfoncement du plasma en bougeant le miroir plasma
hors du foyer laser. L’idée sous-jacente est simple : on souhaite générer les harmoniques
a I'aide d’un faisceau laser divergent, afin d’empécher la focalisation de ces harmoniques
par la courbure du miroir plasma. Son principe est schématisé sur la Fig. 11.15 : lorsqu’on
déplace le miroir plasma a une distance +Az hors du foyer du laser, la phase ¢, induite
par la courbure du miroir plasma sur le fondamental est compensée par la courbure R(2)
des fronts de phase du laser liée a sa propagation sur une distance Az. Formellement, ceci

Miroir plasma au foyer Miroir plasma hors foyer

Az
B Emm—

ewse|d Jiodipy
ewse|d J10J1A

F1G. 11.15 — Compensation de la phase d’enfoncement par défocalisation du laser.

s’écrit :
2 2

) Y
Only) = kn (ZR(Az) - 2 cos pr(Az)) (1143)
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ot y?/2R(Az) est le terme de phase lié & la propagation du laser avec :
Y g

2
Ry

R(Az)=A 11.44
(A2) = Azt 22 (11.44)
le rayon de courbure des fronts de phase du laser sur la cible que 'on a déplacé de z =0
en z = +Az et :
Az)? Az\?
fp(Az) = wile) o [1 + ( Z) (11.45)
20, 2y
0.5t l/fp
< o0
N
1/R
-0.5
-3 -2 -1 1 2 3

0
A z/zr

F'1G. 11.16 — Evolution de 1/R(Az) et 1/f,(Az) [unité z,.], avec le décalage Az/z, du miroir
plasma hors du foyer du laser.

ol fpo = w3 /24, désigne la focale du miroir plasma lorsque celui-ci est au foyer du laser
[Az = 0]. Cette expression a été obtenue en supposant une amplitude laser indépendante
de Az [d, constant| et en utilisant wr,(Az) = wr/1 4+ (Az/z.). En réécrivant ¢,, sous la

forme :

Dn(y) = kn <%/) (11.46)

1= fpcosOR
P fycos0+ R

on en déduit le nouveau paramétre d’enfoncement W7 & partir de 1'équation (11.25) :

=0 (1 + @) (11.48)

avec .
(11.47)

ol on a supposé qu’a amplitude laser constante, w,(Az)/wp(Az) = w,/wr, YAz, La
divergence 6,, du faisceau harmonique s’obtient enfin en remplacant la nouvelle valeur W/
dans 'équation (11.30) :

en@Z):eg(AzMH(mz (&) (11.45)

R(Az)
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ot °(Az) = \,/mw,(Az). On voit que 'on obtiendra des harmoniques limitées par
diffraction [i.e 6,, = 6°,Vn], si R(Az) = —f,(Az) cosf i.e :
3 2
(£> Jweost | <§> + (£> Jweost ) g (11.50)
Zr Zr Zr Zr Zr
Cette équation du troisiéme ordre a pour unique solution réelle :
A
2 A (11.51)
2 fpocost

Il sera ainsi toujours possible de compenser I'enfoncement du miroir plasma par cette
technique. On retrouve simplement ce résultat en représentant 'évolution de 1/R(Az)
[courbe rouge| et de 1/ f,(Az) [courbe bleue| avec Az, pour une valeur f,y = 0.66z, arbi-
traire [Fig. 11.16]. La forme de ces deux courbes nous montre qualitativement que quelle
que soit la valeur de f,, il existe toujours un unique point d’intersection d’abscisse Az
pour lequel on a I'égalité f,(Azy) = R(Az) [i.e des harmoniques limitées par diffraction].

Simulation CALDER de la compensation

Nous avons validé numériquement cette technique de compensation & 'aide du code
CALDER dans le cas d’une impulsion laser d’amplitude a;, = 3, de durée 7, = 247},
de waist wy = 3.12)\, focalisée avec un angle § = 45° sur un plasma de gradient L =
Ar/8. Pour ces valeurs, nous avons calculé [Fig. 11.5 (a)| une valeur f,ocosf = 29X, a
I'aide du modéle d’enfoncement du plasma. Le déplacement optimum Azy, pour lequel on
obtiendrait des harmoniques limitées par diffraction vaut dans ce cas Az = 0.66z,.

Afin de le vérifier, nous avons réalisé deux simulations [Fig. 11.17] :

1. Dans la premiére le laser est focalisé sur la cible en z = 0 [points bleus|. On voit,
ici encore, que la divergence harmonique prédite par le modéle [trait bleu continul
reproduit bien celle issue des simulation PIC.

2. Dans la seconde, on déplace le miroir plasma hors du foyer laser, d’une distance
Azy = 0.66z, [points rouges|. Dans ce cas, on vérifie bien que le décalage Azy du
miroir plasma, calculé & partir de 'équation (11.51) et de la focale f,o donnée par
le modéle d’enfoncement, permet d’obtenir des harmoniques dont la divergence est
proche de leur limite de diffraction [pointillés rouges].

Application a I’effet phare attoseconde

Sur la Fig. 11.18, nous avons représenté le rapport 6,,/0; pour 'harmonique n = 15,
donné par le modéle dans le cas ou la cible est au foyer (a). Comme nous ’avons vu dans la
section précédente, il apparait que sans compensation, les harmoniques sont globalement
trés divergentes, avec au maximum une divergence 65/60; =~ 0.8 quasiment égale & celle du
laser pour les gradients L ~ A1, /8 élevés. Sur le panneau (b), on a représenté le décalage
Az optimum calculé & partir de I’équation (11.51) [en unités z,|, pour lequel la divergence
des harmoniques est limitée par diffraction. On voit que sur la gamme de paramétres
étudiés (arp, L), le décalage est d’au maximum Az, = 1.3z.. Notons que, pour cette
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100 :
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Fi1G. 11.17 — Obtention d’harmoniques limitées par diffraction par défocalisation du miroir
plasma. Simulations CALDER réalisée dans les conditions suivantes : impulsio laser d’amplitude aL = 3,
de profil temporel en cos? de durée pied & pied 2477, de waist wy, = 3.12\, incident & § = 45° sur un
plasma de profil de densité exponentiel, de longueur de gradient L et de densité maximale n.g = 200n..
(a) Evolution de la divergence 6,, avec 'ordre harmonique n lorsque le miroir plasma est au foyer du laser.
Les points bleus sont les divergences issues de la simulation PIC et les pointillés bleus celles issues du
modele. (b) Evolution de la divergence 6,, avec I’ordre harmonique n lorsque le miroir plasma est déplacée
hors du foyer laser, d’une distance Azy = 0.66z, calculée & partir de I’équation (11.51), ol on a utilisé
la valeur fpo ~ 29\ calculée & partir du modéle d’enfoncement et 2z, ~ 20Ar. Les points rouges sont
les divergences issues de la simulation PIC et les pointillés rouges représentent cette fois la divergence
0% (Azp) = A /mwn(Azp), oit on a utilisé les valeurs w,,(Azg) issues du code PIC.
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F1G. 11.18 — Obtention d’harmoniques limitées par diffraction. (a) Ratio 6,/6 issues du
modéle en fonction de ay et L sans compensation de la phase introduite par le miroir plasma par la
phase du laser. Dans le modéle, on a supposé R = 0.8, 7, = 24Ty, 6y = 45°, n = 15 et w, /wr = 0.7. (b)
Distance Az/z, de défocalisation du miroir plasma pour laquelle on obtient la meilleure compensation
de la phase d’enfoncement par la phase du laser.

valeur, on devra seulement augmenter U'intensité laser I, au foyer [z = 0] d’un facteur 2.6
pour conserver une intensité sur cible en z = +Az,,4., constante.

En revanche, pour pouvoir réaliser I'effet phare attoseconde a ’aide de cette technique,
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la distance maximale acceptable ne devra pas étre supérieure a 0.5z,, car au dela de
cette valeur, nous avons vu [Fig. 6.11] que la vitesse de rotation des fronts de phase en
z = 0.5z, chute & moins de 80% de sa valeur initiale. Sur la Fig. 11.18, la zone pour
laquelle Az < 0.5z, est représentée en rouge. On voit que I'utilisation de cette technique
dans le but de réduire la divergence harmonique et d’obtenir des impulsions attosecondes
séparées angulairement & 1'aide de 'effet phare attoseconde, est restreinte & des valeurs
L < )\L/16
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Conclusion et perspectives

Au cours de la premiére partie de ce travail de thése, nous avons imaginé, modélisé
et simulé un tout nouvel effet physique, Ueffet phare attoseconde, grace auquel on peut
générer des impulsions attosecondes isolées. Cet effet est trés général et s’applique a
n’importe quel mécanisme de génération d’harmoniques. Il a en outre d’autres applications
potentielles trés intéressantes comme notamment, la possibilité de sonder, a chaque cycle
laser, la dynamique de l'interaction laser matiére. Ce travail théorique a donné lieu a
une publication dans Physical Review Letters [48] et & un dépot de brevet [71]. Dans
la premiére partie de cette conclusion, nous présenterons les toutes premiéres validations
expérimentales de cet effet dans les plasmas et les gaz. Nous verrons notamment que notre
étude théorique a conduit, pour la premiére fois, a la génération d’impulsions attosecondes
isolées sur miroir plasma [72].

La deuxiéme partie importante de mon travail de thése a permis de modéliser et de
comprendre trés finement la dynamique d’enfoncement du miroir plasma en régime ultra-
relativiste, ainsi que l'effet de cette dynamique sur les propriétés spatiales des harmoniques
Doppler. Nous avons dérivé un modéle totalement prédictif pour I’enfoncement des ions
et des électrons de la cible, grace auquel nous avons pu calculer la courbure du miroir
plasma et la phase spatiale des harmoniques. Ce modéle a été validé finement a ’aide de
simulations PIC 1D et 2D. Par ailleurs, nous avons montré qu’il est possible de controler
simplement les propriétés spatiales de la source harmonique en défocalisant le laser de la
cible. Une publication trés détaillée [73], portant sur ensemble de ces résultats théoriques
et numériques est en cours de préparation. Dans la seconde partie de cette conclusion,
nous présenterons la toute récente validation expérimentale du modéle d’enfoncement, qui
a été réalisée sur la chaine laser UHI100 de Saclay [74].

Enfin, nous présenterons les perspectives qu’ouvrent I’ensemble de mes travaux théo-
riques.

A. Validation expérimentale de I’effet Phare attoseconde

Harmoniques CWE générées sur miroir plasma

L’effet phare attoseconde a été validé expérimentalement pour la premiére fois dans
le cas des harmoniques CWE [72], a4 1'aide du laser femtoseconde de la salle noire du
Laboratoire d’Optique Appliquée (LOA) & Palaiseau. Cette expérience est le fruit d’une
collaboration entre des scientifiques du LOA [A. Borot, J. Wheeler et R. Lopez-Martens|
et du CEA du CEA [S. Monchocé, H. Vincenti et F. Quéré|. Le dispositif expérimental
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est représenté sur la Fig. 19.
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F1G. 19 — Dispositif expérimental. Le faisceau laser [rouge] est focalisé & I’aide d’une parabole sur une
cible en verre afin de produire des harmoniques CWE. Un tilt du front d’intensité [PFT] de 'impulsion
laser est induit avant focalisation, & ’aide d’une paire de prismes désalignés d’un angle 6. L’angle de
désalignement 6 entre les prismes permet ainsi de controler finement le PFT et donc la vitesse de rotation
des fronts de phase du laser au foyer de la parabole. Un détecteur de type MCP [Micro Channel Plate]
est placé en champ lointain pour enregistrer le profil spatial des faisceaux harmoniques CWE [en bleu].

L’impulsion laser de la salle noire a une durée de 2 cycles optiques [soit 5fs|, est
stabilisée en phase et est délivrée avec une fréquence de 1kHz. Elle est focalisée sur
une cible en verre a ’aide d’un miroir parabolique pour produire des harmoniques CWE.
L’amplitude laser au foyer de la parabole est de 'ordre de a;, = 0.7. La cible est montée sur
un dispositif de rotation qui tourne suffisamment rapidement pour permettre de raffraichir
la surface de la cible & chaque tir, toutes les ms. Avant focalisation, on induit un tilt du
front d’intensité [PFT]| de I'impulsion laser a I'aide d’une paire de prismes désalignés d’un
angle 6. L’angle de désalignement 6 entre les prismes permet ainsi de controler finement
le PF'T et donc la vitesse de rotation des fronts de phase du laser au foyer de la parabole.
Enfin, un détecteur [MCP] est placé en champ lointain afin d’observer le profil spatial des
faisceaux harmoniques générés.

Dans cette expérience, le ratio 01,/6, ~ 5 mesuré est plus de deux fois supérieur au
nombre de cycles laser, ce qui nous indique, au vu du critére de séparation (6.56), que
I’on doit pouvoir séparer angulairement les impulsions attosecondes du train a I’aide de
leffet phare attoseconde. Les résultats de 'expérience sont représentés sur la Fig. 20.

Lorsque la paire de prismes est alignée [ligne (a)], nous n’induisons aucun PFT avant
focalisation et donc aucun chirp spatial au foyer [premiére colonne|. Dans le domaine
spatio-temporel, on retrouve le cas classique ou les fronts de phase du champ laser sont
paralléles [deuxiéme colonne| et ou I’émission harmonique se produit sous la forme d’un
seul faisceau [troisiéme colonne| dont le spectre est composé d’harmoniques [quatriéme
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F1G. 20 — Observation expérimentale de ’effet Phare attoseconde. (a)-(c) premiére colonne :
spectre résolu spatialement du champ laser au foyer pour un angle de désalignement entre les deux prismes
qui augmente [0,10° et 55° pour (a)-(c) respectivement|. Deuxiéme colonne : champ électromagnétique
E(y,t) au foyer calculé en prenant la transformée de Fourier inverse du spectre résolu en espace au foyer
(premiére colonne) par rapport a la fréquence. Dans ce calcul, on a supposé une phase spatio-spectrale
constante. Troisiéme colonne : profil spatial du faisceau harmonique mesuré sur la MCP en champ lointain
et pour une valeur fixée de la CEP du laser. Derniére colonne : Spectre enregistré au centre du profil
spatial du faisceau harmonique.

colonne|

Ensuite, lorsqu’on augmente progressivement le désalignement de la paire de prismes
[lignes (b-c)], on induit du PFT avant focalisation et du chirp spatial apparait au foyer
de la parabole |premiére colonne|. Dans le domaine spatio-temporel [deuxiéme colonne],
on voit que ce chirp spatial est associé a une rotation de front d’onde et que la vitesse
de rotation augmente avec I'angle de désalignement 6 de la paire de prismes. Le faisceau
harmonique initial se scinde & présent en de multiples faisceaux et pour la vitesse de
rotation maximale [ligne (c)|, ces faisceaux harmoniques sont correctement séparés en
angle [troisitme colonne|]. En outre, on observe que le spectre du faisceau harmonique
central [quatriéme colonne| est continu, ce qui suggére qu’il est associé, dans le domaine
temporel, & une impulsion attoseconde isolée.

Dans cette expérience, nous avons également varié la phase porteuse du laser [CEP]
pour voir si le profil angulaire des faisceaux harmoniques était modifié, comme nous
'avions prédit théoriquement [Fig. 8.2] puis simulé sur la Fig. 8.3. En effet, nous avons vu
que la CEP détermine le temps d’émission des impulsions attosecondes dans I'enveloppe
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F1G. 21 — Effet de 1a CEP sur le motif angulaire des faisceaux harmoniques. Ces profils spatiaux
harmoniques montrent le changement progressif de la direction d’émission des impulsions attosecondes
isolées, produites a ’aide de V’effet phare attoseconde pour des valeurs croissantes de la CEP du laser.
En changeant la CEP, on change les temps d’émission des impulsions attosecondes au sein de 'enveloppe
laser. Comme en présence de rotation de front d’onde, la direction d’émission de la lumiére dépend du
temps [mapping temps-espace|, tout changement de la CEP résulte en un changement de la direction
d’émission des impulsions du train et donc de leur position sur la MCP en champ lointain. L’image &
I’extréme droite montre le profil spatial harmonique lorsque la CEP du laser n’est pas stabilisée. Dans ce
cas, on observe un unique faisceau harmonique trés divergent qui est le résultat de la superposition de
multiples impulsions attosecondes générées dans des directions incontrollées en raison de la flucutation
aléatoire de la CEP du laser tir & tir. Toutes les images sont moyennées sur 300 tirs.

laser. Comme avec l'effet phare attoseconde, I'angle d’émission de la lumiére est associé a
un temps au sein de I'impulsion laser, on obtient une cartographie ou mapping du temps
selon la direction spatiale tranvserse. En faisant varier la CEP, on voit ainsi sur la Fig.
21 que la position des faisceaux harmoniques sur la MCP bouge linéairement, créant un
motif périodique, qui se répéte aprés un changement de 27 de la CEP.

Harmoniques gaz

L’effet phare attoseconde a également été validé dans le cas des harmoniques gaz,
a travers une collaboration entre le CEA [T. Ruchon, J.F. Hergott et F. Quéré| et le
National Research Council (NRC) au Canada |[K.T Kim, P.B Corkum]|. Cette validation
expérimentale était inattendue pour nous, d'une part, car le mécanisme de génération
est plus complexe que dans le cas des plasmas et, d’autre part, car nous n’avions réalisé
aucune simulation numérique de 'effet phare dans le cas de gaz.

L’expérience a été réalisée a I’aide du laser 5 f s stabilisée en CEP du NRC focalisée sur
un jet de Néon pour produire des harmoniques d’ordre élévés du laser. La rotation de front
d’onde au foyer est générée et controlée, ici aussi, en induisant du PFT avant focalisation
a l'aide d’une paire de prismes désalignée d’un angle 6 ajustable. La radiation EUV émise
par le gaz de Néon est ensuite envoyée sur un réseau de diffraction et détectée par une
MCP, ce qui permet d’observer son spectre résolu en angle. Les résultats de I’expérience
sont représentés sur la Fig. 22.

Le panneau (a) représente le spectre résolu en angle du champ harmonique lorsque la
paire de prismes est alignée, i.e en 'absence de rotation de front d’onde au foyer. Dans
ce cas, on observe ’émission d’un seul faisceau de lumiére, dont le spectre est composé
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F1G. 22 — Observation expérimentale de ’effet phare attoseconde dans le Néon. (a) Spectre
résolu en angle du champ harmonique lorsque la paire de prismes est alignée [6 = 0°] i.e en 'absence de
rotation de front d’onde au foyer. La courbe verte du bas représente une coupe de ce spectre, le long de la
ligne pointée par la fleche en vert. La courbe verte & droite représente le spectre intégré en fréquence. (b)
Méme chose qu’en (a) mais pour un désalignement de § = 55° des prismes, pour lequel on a une vitesse
de rotation maximale au foyer.

d’harmoniques.

Pour un désalignement 8 = 55° qui maximise la vitesse de rotation au foyer, on constate
que le faisceau initial est a présent scindé en de multiples faisceaux, correctement séparés
en angle [panneau (b)]. Chacun de ces faisceaux est composé d’un spectre continu, ce
qui suggeére qu’ils sont associés, dans le domaine temporel, a des impulsions attosecondes
isolées.

Remarquons enfin que la coupure des spectres de chaque impulsion attoseconde, re-
présentée par des points sur la Fig. 22 [c1 a c4], varie dans le temps. Comme cette coupure
dépend directement de ’énergie pondéromotrice U, on obtient ainsi une information sur
les amplitudes laser aux instants de génération. Comme nous ’avions prédit dans la troi-
siéme partie de manuscrit [Fig. 8.4], on peut ainsi utiliser le phare attoseconde a des fins
de métrologie de phénoménes physiques ultrarapides.
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B. Validation expérimentale du modéle d’enfoncement

La derniére partie de mon travail de thése, portant sur la modélisation de ’enfoncement
du miroir plasma et de son influence sur les propriétés spatiales des harmoniques Doppler,
vient d’étre confronté & une récente campagne d’expériences réalisées sur l'installation
UHI100 dans le cadre de la thése de S. Monchocé.

Dans ces expériences, le laser 100TW de durée 25fs et de longueur d’onde A\ =
800nm est focalisé sur une cible en Silice & 1'aide d’un miroir parabolique pour générer
des harmoniques Doppler. L’amplitude laser atteinte au foyer de la parabole est de I'ordre
de ar, = 6. Le champ réfléchi par le miroir plasma est envoyé dans un spectrométre
non-imageur, comprenant un réseau de diffraction et une MCP, ce qui permet d’obtenir le
spectre résolu en angle du champ harmonique et de mesurer a la fois ses propriétés spatiales
(divergence) et spectrales. En outre, la longueur de gradient L du profil de densité plasma
est controlée en envoyant une pré-impulsion avant I'impulsion laser principale, avec un
délai variable.

Divergence des harmoniques

Cette configuration expérimentale a permis d’obtenir la divergence des harmoniques
6, pour une large gamme paramétres expérimentaux. Les résultats sont représentés sur
la Fig. 23.

05 : 05 05
Denting Model (a) — — — Denting model (b) — — — Denting model (c)
04 o) Experiment 04 o) Experiment 04 O Experiment
L=A /12 - 7\
C o M~
- 039 03 oo oo UG .03 . e .03 g Ve
-~ oo = - -~ 7
= o L=A /20 = ) =
@ 02%"‘0‘0——5— © 02 o o 77 © 027 e Diffraction
C o e ~~a =] }
0.1 01 ° ',// Diffraction 0.1 \\2_0/
Diffraction
0 0 0
15 20 25 0 0.05 0.1 -200 -100 0 100 200
Ordre harmonique LA, /A

FI1G. 23 — Validation expérimentale du modéle d’enfoncement. Sur tous les panneaux, ’ampli-
tude laser vaut ar, = 6. (a) Evolution de divergence 6,, des harmoniques avec 'ordre n pour L = Ar/20
[rouge] et L = A1, /12 [bleu]. Les courbes rouge et bleu en trait continu représentent la divergence calculée
a l’aide I'équation (11.30) et du modéle d’enfoncement de 'équation (11.15). Les points sont les diver-
gences issues des expériences. La courbe noire représente la divergence théorique calculée en supposant
un enfoncement nul. (b) Evolution de la divergence 6,, avec la longueur de gradient L pour l’ordre har-
monique n = 25. (c) Evolution de la divergence 6,, avec la distance de défocalisation z du foyer laser par
rapport a la cible, pour l'ordre harmonique 25 et L = A\, /20.

Le panneau (a) montre 1’évolution de la divergence harmonique 6, en fonction de
l'ordre n, pour deux longueurs de gradients L = A\, /12 [bleu] et L = A1/20 [rouge]. On
voit que, dans chaque cas, la divergence théorique calculée a I’aide de 1’équation (11.30)
et du modéle d’enfoncement de ’équation (11.15) reproduit parfaitement les divergences
expérimentales. Notons que les tailles de source des harmoniques ont été obtenues a 1’aide
de simulations PIC 2D réalisées dans les mémes conditions laser/plasma que celles de
I’expérience.
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Sur le panneau (b), on a tracé cette fois I’évolution de la divergence harmonique avec
la longueur de gradient L. On constate a nouveau que la divergence théorique, calculée a
partir du modeéle d’enfoncement [trait pointillé], permet de reproduire trés correctement
les variations de la divergence issue des expériences [points|. Cette évolution est linéaire
pour des gradients ¢levés, car la taille de source harmonique varie peu avec L et que la
focale f, du miroir plasma est inversement proportionnelle & L [cf. équation (11.7)].

Le panneau (c) montre ’évolution de 6,, lorsque 1'on défocalise le laser d’une distance
z par rapport a la cible. Pour chaque tir, le gradient du plasma a une valeur L = Ap/20
constante. Ici encore, le modéle d’enfoncement [trait pointillé| reproduit parfaitement les
variations de divergence avec z [points|. On voit en particulier que I'on peut facilement
controler la divergence 6, du faisceau harmonique en bougeant la foyer laser par rapport
au miroir plasma. Dans ces conditions d’interaction, on voit en outre qu’il est possible
d’obtenir des ratios 6, /60, de 'ordre de la limite de diffraction ~ 1/n, pour un décalage
de seulement zy ~ —0.62, conforme & nos prédictions théoriques®. A cette distance, nous
avons vu qu’en présence de rotation de front d’onde au foyer, la vitesse de rotation des
fronts de phase au niveau de la cible est encore suffisante pour pouvoir réaliser 1’'effet
phare attoseconde.

Effet Doppler

Grace au spectrométre non-imageur, I'effet Doppler induit par I'enfoncement du miroir
plasma a pu également étre mesuré. Les résultats sont représentés sur la Fig. 24, toujours
pour une amplitude laser a; = 6 et une longueur de gradient L = A\ /20.

Sur le panneau (a), on a représenté le spectre résolu en angle de 'harmonique 23. On
peut voir, tout comme dans les simulations PIC 2D que nous avions réalisées dans des
conditions d’interaction similaires [Fig. 11.14], que ’harmonique subit un décalage vers le
rouge di & 'enfoncement du miroir plasma vers 'intérieur de la cible. En outre, puisque
dans ces conditions I’harmonique est focalisée, ce décalage vers le rouge diminue lorsqu’on
s’écarte de la direction spéculaire [# = 0°], ou de maniére équivalente, lorsqu’on s’écarte
du centre la tache focale et que I'amplitude laser diminue.

Sur le panneau (b), nous avons comparé le décalage on/n vers le rouge au centre du
faisceau calculé a l'aide du modéle d’enfoncement |[trait continu|, & celui mesuré dans les
expériences [points|, pour différentes longueurs de gradient L. On peut voir que 1'accord
modéle expérience est 14 encore assez remarquable. Le décalage dn varie quasi linéairement
avec la longueur de gradient L et atteint des valeurs proches de 1% pour L ~ A1, /10. Ce
décalage correspond a une vitesse moyenne v,,,, d’enfoncement de 'ordre de :

15
o 1072 (52)

Umo ~ —
Y 2cosf n

avec 6 = 55° 'angle d’incidence du laser sur la cible.

61ci le décalage est négatif car on déplace le foyer du laser par rapport & la cible. Dans les calculs
effectués dans la partie 3 de ce manuscrit, ce décalage est positif car on supposait plutét un déplacement
de la cible par rapport au foyer du laser.
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-0.1 0 .
an (b)
\ - Model
-0.002¢ O"’-‘.‘ Experiment O
-0.05
-0.004 | \
<
g o 5
-0.006}
0.05 -0.008| ° N\,
-0.01 ' .
0.1
226 228 23 232 234 0 03;? 0.1
n L

F1G. 24 — Effet Doppler. (a) Spectre résolu en angle de ’harmonique 23 issu de 'expérience. (b)
Evolution du décalage Doppler dn/n avec la longueur de gradient L, issu de 'expérience [points| et
calculée & partir du modéle d’enfoncement [ligne rouge].

C. Perspectives

Tout d’abord, I'effet phare attoseconde ouvre la voie aux expériences pompe-sonde en
régime attoseconde |Fig. 8.1|. Dans cette perspective, cet effet s’avére trés intéressant dans
le cas des harmoniques Doppler, pour lesquelles on peut en principe obtenir des impulsions
attosecondes trés énergétiques [32]. En outre, il sera intéressant d’exploiter 'effet phare
comme une sonde, afin d’obtenir par exemple des informations sur le milieu générateur
et/ou les mécanismes de génération d’harmoniques d’ordre élevés [gaz ou plasmal.

Ensuite, grace a ce travail de thése, il nous est désormais possible de calculer précisé-
ment les propriétés spatiales des harmoniques Doppler. Nous avons également démontré
qu’il est possible de controler ces propriétés par la phase du laser. Cette étude s’avére
cruciale pour connaitre et maitriser précisément la divergence du faisceau harmonique
afin de pouvoir 'utiliser dans de futures expériences d’application. Par exemple, une pre-
miére expérience serait d’utiliser cette source pour générer des impulsions attosecondes
par l'effet phare en régime relativiste. Une autre possibilité serait d’amplifier le signal
harmonique dans des laser a électrons libres.

Par ailleurs, tout comme l'effet phare attoseconde, nous avons vu que la mesure des
propriétés spatio-spectrales des harmoniques Doppler fournit des informations précieuses
sur le milieu générateur. Par exemple, la divergence nous donne une information sur I’en-
foncement du plasma et le décalage vers le rouge du spectre sur la vitesse d’enfoncement.
L’idée est donc d’utiliser notre modélisation pour déduire des informations clés sur la
dynamique du miroir plasma dans de futures expériences d’interaction laser-matiére.

Enfin, on peut imaginer utiliser I'effet d’enfoncement pour focaliser fortement le fais-
ceau harmonique sur une cible solide placée a plusieurs dizaines de ym du miroir plasma.
Cette configuration permettrait d’étudier 'interaction d’impulsions ultra-bréves de plu-
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sieurs 102°W.cm =2 dans la gamme XUV avec la matiére.
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A. Publications

Attosecond Lighthouses : How To Use Spatiotemporally Coupled Light Fields
To Generate Isolated Attosecond Pulses

H. Vincenti and F. Quéré,
Physical Review Letters, 108, 113904, (2012)

Procédé et dispositif de génération d’impulsions attosecondes isolées

H. Vincenti et F. Quéré,
Brevet EN1154835, déposé le 01/06/2011 aupres de Uoffice frangais des brevets.

Attosecond Lighthouses from plasma mirrors

J. Wheeler, A.Borot, S. Monchocé, H. Vincenti, A. Ricci, A. Malvache, R. Lopez-Martens
and F. Quéré,
Nature Photonics, 6,828-853,2012

Optical properties of Relativistic Plasma Mirrors

H.Vincenti, S. Monchocé, S. Kahaly, Ph. Martin and F. Quéré,
submitted to Nature Photonics, 2013

Density gradient effects in harmonic generation from plasma mirrors

S. Monchocé, S. Kahaly, H. Vincenti, Ph. Martin and F. Quéré,
submitted to Physical Review Letters, 2013

Comprehensive modelling of the spatial properties of Doppler harmonics

H. Vincenti and F. Quéré,
in preparation for submission to Phys. Rev. E
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B. Conférences et actes

1. UltraFast Optics (UFO) conference, Monterey, USA

One regular talk on "Attosecond Ligthouses"

2. Ultralntense Laser Interaction Science (ULIS) conference, Lis-
bon, Portugal

One regular talk on "The principle of the attosecond ligthouse effect"

3. CLEO conference, San Jose, USA

Spatial properties of Doppler harmonics generated on plasma mirrors
H. Vincenti and F. Quéré,

Quantum Electronics and Laser Science Conference (QELS), QWSF, (2012)
Theory of Attosecond Lighthouses

H. Vincenti and F. Quéré,

Quantum Electronics and Laser Science Conference (QELS), QTu3H.2, (2012)
Attosecond Lighthouses from plasma mirrors

J. Wheeler, A. Borot, S. Monchocé, H. Vincenti, A. Malvache and R. Lopez-Martens
Quantum FElectronics and Laser Science Conference (QELS), QTh5B.9, (2012)

4. UVX conference, Biarritz, France

One invited talk on "Attosecond lighthouses from plasma mirrors"

5. 11th International Symposium on Ultraintense Laser Science
(ISULS), Jeju, South Korea

ISUILS award for young researchers

Recipient of the ISUILS award for Young researchers from Japan Intense Light Field
Society (JILS)

Best poster prize

H. Vincenti and F. Quéré,
Attosecond Lighthouse and Spatial properties of Doppler harmonics
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Abstract

When an ultra intense femtosecond laser (I > 10'W.cm™2) with high contrast is
focused on a solid target, the laser field at focus is high enough to completely ionize the
target surface during the rising edge of the laser pulse and form a plasma. This plasma is
so dense (the electron density is of the order of hundred times the critical density) that it
completely reflects the incident laser beam in the specular direction : this is the so-called
«plasma mirror». When laser intensity becomes very high, the non-linear response of the
plasma mirror to the laser field periodically deforms the incident electric field leading to
high harmonic generation in the reflected beam. In the temporal domain this harmonic
spectrum is associated to a train of attosecond pulses.

The goals of my PhD were to get a better comprehension of the properties of harmonic
beams produced on plasma mirrors and design new methods to control theses properties,
notably in order to produce isolated attosecond pulses instead of trains.

Initially, we imagined and modeled the first realistic technique to generate isolated
attosecond on plasma mirrors. This brand new approach is based on a totally new physical
effect : "the attosecond lighthouse effect". Its principle consists in sending the attosecond
pulses of the train in different directions and selects one of these pulses by putting a
slit in the far field. Despites its simplicity, this technique is very general and applies to
any high harmonic generation mechanisms. Moreover, the attosecond lighthouse effect has
many other applications (e.g in metrology). In particular, it paves the way to attosecond
pump-probe experiments.

Then, we studied the spatial properties of these harmonics, whose control and cha-
racterization are crucial if one wants to use this source in future application experiments.
For instance, we need to control very precisely the harmonic beam divergence in order
to achieve the attosecond lighthouse effect and get isolated attosecond pulses. At very
high intensities, the plasma mirror dents and gets curved by the inhomogeneous radia-
tion pressure of the laser field at focus. The plasma mirror surface thus acts as a curved
surface, which focuses the harmonic beam in front of the target and fixes its spatial pro-
perties. We developed a fully analytical and predictive model for the surface deformation,
thanks to which we are now able to calculate very easily the spatial properties of the
generated harmonic beams. we validated this model through hundreds of 1D and 2D PIC
simulations.
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Résumé

Lorsqu’on focalise un laser femtoseconde ultraintense [I > 10'%W.cm™2| a trés haut
contraste sur une cible solide, le champ laser au foyer est suffisant pour ioniser compléte-
ment la surface de la cible durant le front montant de I'impulsion et former un plasma. Ce
plasma est trés dense [densité supérieure a la densité critique pour la fréquence laser| et
réfléchit le faisceau laser dans la direction spéculaire : c¢’est ce que 'on appelle un "miroir
plasma'". Lorsque 'intensité laser est suffisamment élevée, la réponse de ce miroir plasma
devient non-linéaire, ce qui conduit a la génération d’harmoniques d’ordres élevés dans
le faisceau réfléchi. Dans le domaine temporel, ce spectre d’harmoniques est associé a un
train d’impulsions attosecondes.

Les objectifs de ma thése étaient d’arriver & une meilleure compréhension des propriétés
des faisceaux harmoniques produits sur miroir plasma, et de mettre au point de nouvelles
méthodes pour controler ces propriétés, notamment en vue de générer des impulsions
attosecondes isolées au lieu de trains.

Ainsi, nous avons tout d’abord imaginé et analysé, la premiére technique réaliste de
génération d’impulsions attosecondes isolées sur miroir plasma. Cette approche entiére-
ment nouvelle repose sur un tout nouvel effet physique : "l'effet phare attoseconde". Son
principe consiste a envoyer les impulsions attosecondes du train dans des directions dif-
férentes, puis a sélectionner une seule de ces impulsions en champ lointain a 'aide d’une
fente. En plus de sa simplicité d’implémentation sur une chaine laser de type CPA, cette
technique est trés générale et s’applique non seulement aux miroirs plasma, mais plus
généralement a n'importe quel mécanisme de génération d’harmoniques d’ordres élevés.
Au dela de la génération d’impulsions attosecondes isolées, cet effet a plusieurs autres
applications que nous discutons en détail.

Ensuite nous nous sommes intéressés aux propriétés spatiales de ces harmoniques,
dont la caractérisation et le controle sont cruciaux pour pouvoir utiliser cette source
dans de futures expériences d’application. Par exemple, la réalisation de leffet phare
attoseconde nécessite de controler précisément la divergence des impulsions attosecondes.
Ces propriétés spatiales sont imposées par la courbure du miroir plasma sous 'effet de la
pression inhomogeéne du laser sur la cible. Nous avons développé un modéle complet de
cette déformation du miroir plasma, qui permet de calculer analytiquement les propriétés
spatiales du faisceau harmonique. Ce modéle a été validé par des simulations numériques
approfondies.
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