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Introduction

L’intérét scientifique et économique associé au développement des nanosciences a
conduit depuis plusieurs années la communauté scientifique a accorder une place impor-
tante a I’étude des nano-objets. Ces structures singulieres, qui peuvent étre composées de
quelques dizaines a plusieurs millions d’atomes, présentent en effet des propriétés physico-
chimiques qui leurs conferent de prometteuses applications dans de nombreux domaines
(médecine, biologie, chimie, physique ...). De nombreux travaux de recherche se sont donc
intéressés a la caractérisation de ces systemes atomiques. Parmi 1’éventail de ces nano-
objets, les agrégats, dont la taille varie d’une dizaine a quelques centaines d’angstroms,
ont pu étre observés des 1956 par Becker et coll. en étudiant des atomes condensés d’argon
et de di-azote [Becker et al. 56]. Depuis, divers types d’agrégats ont été mis en évidence,
agrégats que 'on peut distinguer selon la nature des liaisons assurant leur cohésion :

— Les agrégats covalents : les atomes sont liés entre eux par des liaisons chimiques
dans lesquelles chacun des atomes met en commun un ou plusieurs électrons de ses
couches externes, ces électrons restant localisés au niveau de la liaison.

— Les agrégats métalliques pour lesquels une partie des électrons se trouve délocalisée
sur ’ensemble de la structure.

— Les agrégats de gaz rare : les atomes ne partagent aucun électron, la cohésion est
assurée par les forces dipolaires de Van der Waals.

Ces différents types de liaison assurent aux agrégats une diversité de propriétés tres inté-
ressante [Cyrot-Lackmann et al. 81]. De plus, la variation du nombre d’atomes compo-
sant 'agrégat permet d’étudier une large palette de comportements entre des spécificités
propres a 1’échelle moléculaire et des caractéristiques propres aux solides massifs. Ces
nano-objets représentent donc un immense champ d’investigation.

Depuis plusieurs années, les développements technologiques dans le domaine des im-
pulsions laser ultra-courtes et ultra-intenses ont permis d’atteindre de nouveaux régimes
d’interaction avec la matiere jusqu’alors inaccessibles. De nombreuses recherches portant
sur des cibles de différentes échelles (de ’atome au solide) ont alors été menées notamment
dans le but de produire des sources secondaires breves et énergétiques de rayonnement
ou de particules. Par exemple, si un atome est irradié par une impulsion laser, 1’élec-
tron peut alors étre ionisé et, oscillant dans le champ laser, se recombiner en émettant
un photon dont la fréquence est un multiple de la fréquence laser (rayonnement harmo-
nique) [McPherson et al. 87, Corkum 93]. La durée d’émission de ce rayonnement est
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alors sub-femtoseconde, et ’énergie maximum des photons émis est de quelques dizaines
d’électronvolts (dans la gamme spectrale de 1'ultra-violet).

Afin d’obtenir des photons plus énergétiques (de quelques kilo-électronvolts), I'interac-
tion d’une impulsion laser avec une cible solide s’est avérée étre plus fructueuse [Murnane
et al. 91]. Le champ électromagnétique incident ionise les atomes de la cible, créant ainsi
une population d’électrons libres. Les électrons les plus énergétiques peuvent alors se pro-
pager dans le corps de la cible et induire 1’émission de photons X, soit en générant des
lacunes en couche interne par collision avec les atomes ou ions environnants (1’émission
provient alors de désexcitations radiatives), soit par bremsstrahlung (rayonnement de frei-
nage associé a la décélération d’électrons entrant en collision avec un ion ou un atome).
La durée de I’émission X dépend de I'expansion hydrodynamique du plasma, les temps
caractéristiques allant du domaine sub-picoseconde & la picoseconde [Kieffer et al. 00].

Dans le cadre de l'interaction laser-matiere, d’autres cibles ont plus récemment été
envisagées parmi lesquelles les poudres [Servol 05], les gouttelettes [Parra et al. 00] et les
agrégats. Pour ce dernier type de cible, de nombreuses expériences ont été menées, met-
tant en évidence des propriétés singulieres. Par exemple, des effets "magiques” comme les
résonances géantes ont été mis en évidence par des mesures d’absorption au sein d’agrégats
de lithium, résultats d’oscillations collectives des électrons libres a l'intérieur de 1'agrégat
[Bréchignac et al. 93]. Une absorption de plus de 90% de 1’énergie laser a également été
mesurée [Ditmire et al. 97c| pour un jet d’agrégats de xénon. Leur faible taille alliée &
une forte densité atomique par agrégat leurs procurent en effet de nombreux avantages :
I’absorption de 1'énergie laser peut étre tres élevée (par opposition aux gaz), et les pertes
par conduction thermique sont négligeables (par opposition aux solides). De plus, l'irra-
diation d’agrégats ne génere que tres peu de débris, et le renouvellement systématique des
cibles dans le jet permet un fort taux de répétition. Plusieurs travaux ont alors démontré
que interaction laser-agrégat permet de générer des photons X [McPherson et al. 94]
ou des particules chargées tres énergétiques [Shao et al. 96], ou méme de provoquer des
réactions de fusion nucléaire (avec des agrégats deutérés) [Ditmire et al. 99].

L’interaction laser-agrégat s’avere par conséquent étre tres prometteuse. Une partie des
travaux réalisés s’est alors plus particulierement intéressée au rayonnement X émis par
des agrégats de gaz rares. De nombreuses expériences ont mis en évidence une émission
X provenant de lacunes en couches K, L et M d’ions multichargés d’argon ou de krypton,
et en couches L et M pour des agrégats de xénon. De plus, la résolution temporelle de
I’émission X supérieure a 2 keV provenant d’agrégats d’argon a récemment révélée que la
durée d’émission est inférieure a 2 ps (résultat limité par la résolution temporelle du dis-
positif expérimental) [Bonté 06]. Ces différents résultats démontrent par conséquent que
I'interaction laser-agrégat permet de créer des sources X tres énergétiques (multi-keV),
ultra-breves et aisément utilisables a haute cadence, et ouvre par conséquent la voie a de
nombreuses applications en science X ultra-rapide. Ces propriétés permettent en effet de
résoudre spatiallement et temporellement la dynamique de systemes atomiques, molécu-
laires ou solides. De plus, la variation des parametres expérimentaux tels que la taille des
agrégats ou les conditions laser permet de modifier les caractéristiques de 1’émission, et
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confere par conséquent a ces sources une flexibilité remarquable. Différentes applications
des sources X bréves sont par ailleurs présentées dans une revue récente [Pleifer et al.
06]. Par exemple, les raies monochromatiques émises peuvent étre utilisées pour des expé-
riences de diffraction X [Bargheer et al. 06]. L’emploi d’éléments atomiques plus lourds
permet également de générer un "spectre plat” qui peut entre autres étre utilisé pour des
expériences d’absorption ultra-rapide [Bressler et al. 04].

Etant données les caractéristiques spécifiques des agrégats, leur irradiation par une
impulsion laser intense est donc a 'origine de propriétés collectives particulieres qui n’ap-
paraissent ni dans les solides ni dans les gaz. La modélisation de ce type d’interaction
s’avere donc étre primordiale afin de comprendre les phénomenes mis en jeu. Or, au dé-
but de ce travail de these, aucun des différents modeles développés jusqu’alors n’était en
mesure de reproduire les résultats expérimentaux.

Nous avons par conséquent cherché a modéliser 'interaction laser-agrégat de gaz rare
afin de mettre en évidence les mécanismes fondamentaux conduisant a un couplage si
efficace entre I'impulsion laser et le milieu. La compréhension de la réponse de ’agrégat a
I’excitation laser doit, en effet, permettre de simuler la dynamique de I'interaction, et ainsi
reproduire les résultats expérimentaux obtenus. Nous nous sommes plus particulierement
focalisés sur les résultats liés a I’émission X obtenus au CEntre Lasers Intenses et Applica-
tions (CELIA) a Bordeaux, c’est pourquoi la majeure partie des données expérimentales
présentées proviennent de ce laboratoire. L’objectif de ce travail est donc dans un premier
temps d’obtenir les populations d’ions multichargés liées a ce rayonnement X, ainsi que
leurs variations en fonction des divers parametres de I'interaction. Puis, la compréhension
de la physique acquise dans la premiere phase doit nous permettre de guider de futures
expériences quant a la production et a 'optimisation de 1’émission X.

De plus, d’'un point de vue plus fondamental, I'irradiation d'un agrégat par une im-
pulsion laser intense permet de créer un plasma nanométrique bien isolé. Comprendre les
phénomenes mis en jeu et modéliser la dynamique de ce type de cible s’avere donc étre
tres intéressant pour la physique des plasmas et l'interaction laser-matiere.

Ce manuscrit comporte cinq chapitres. Le premier présente les principaux résultats
expérimentaux obtenus lors de 'irradiation d’agrégats de gaz rare par une impulsion laser
breve et intense. Ces données concernent plus particulierement la production de rayon-
nement X et sa variation en fonction des divers parametres expérimentaux. Cependant,
nous présentons également sommairement certains résultats liés a la production d’ions ou
d’électrons rapides. Dans une seconde partie de ce chapitre, nous présentons les diverses
approches théoriques développées jusqu’a présent pour modéliser cette interaction, ainsi
que les résultats obtenus dans le cadre de ces simulations.

Le deuxieme chapitre est dédié a la description du modele hydrodynamique que nous
avons choisi pour simuler cette interaction. Ce modele, initialement développé par T. Dit-



Introduction

mire et coll. [Ditmire et al. 96], est bien adapté aux conditions expérimentales utilisées au
laboratoire CELIA. Nous présentons tout d’abord les hypotheses inhérentes a ce modele,
puis les différents processus pris en compte pour modéliser la réponse de I'agrégat a 1'im-
pulsion laser. Enfin les résultats obtenus dans le cadre du modele originel sont présentés
a la fin de ce chapitre.

Le troisieme chapitre contient une premiere étude visant a améliorer le modele décrit
au chapitre 2. Cette étude concerne 1’évaluation des sections efficaces totales d’excitation
et d’ionisation collisionnelles, afin de mieux décrire la dynamique d’ionisation au cours
de l'interaction. L’approche utilisée pour modéliser la structure électronique des différents
états de charge présents au sein de l'agrégat ainsi que les approximations utilisées pour
déterminer les sections efficaces sont présentées au cours de ce chapitre.

Le quatrieme chapitre présente une seconde voie étudiée pour améliorer le modele,
a savoir la prise en compte d’effets d’écran induits par la densité d’électrons libres au
sein de l'agrégat, et leur influence sur la génération d’états de charge élevés. Nous avons
étudié I'influence de ces phénomenes d’écran sur les potentiels d’ionisation, ainsi que sur
les sections efficaces totales d’excitation et d’ionisation collisionnelles.

Le cinquieme chapitre présente 'influence de chacune des améliorations évoquées aux
chapitres 3 et 4 sur la dynamique de l'interaction et la production d’ions multichargés.
Nous comparons les résultats obtenus dans le cadre de ce modele amélioré aux données ex-
périmentales disponibles, et étudions 'influence de chacun des parametres de l'interaction
(durée d’impulsion, éclairement créte, longueur d’onde d’irradiation, taille des agrégats
irradiés) sur 1’émission de rayonnement X.

Enfin, nous présentons les conclusions ainsi que les perspectives offertes par ce travail.
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1.1. Généralités

De nombreuses études ont montré le comportement original des agrégats lorsqu’ils
sont irradiés par une impulsion laser. Ce comportement est d’autant plus intéressant qu’il
varie en fonction des conditions expérimentales telles que, par exemple, la composition ou
la taille de I'agrégat. Etant donnés les différents types d’agrégats existants et les divers
parametres de 'impulsion laser (durée, longueur d’onde, énergie,. . .), un examen exhaustif
de tous les résultats expérimentaux et théoriques liés a l'interaction laser-agrégat serait
cependant hors de propos. Dans le travail présenté ici, nous nous sommes donc limités a
I’étude de l'irradiation d’agrégats de gaz rare par des impulsions laser breves (de quelques
dizaines & quelques centaines de femtosecondes) et intenses (avec un éclairement créte
supérieur a 10" W.cm™2).

La structure de ce chapitre est la suivante. Une premiere partie présente de maniere tres
générale les divers parametres expérimentaux intervenants dans l'interaction considérée.
La deuxieme partie présente les résultats expérimentaux obtenus, tant pour la production
de rayonnement que de particules. Enfin, dans la troisieme et derniere partie, les différentes
approches théoriques développées pour modéliser ce type d’interaction seront exposées.

1.1 Généralités

Nous décrivons ci-apres les divers parametres expérimentaux caractéristiques des dis-
positifs mis en place pour étudier 'interaction laser-agrégat.

1.1.1 Le jet d’agrégats

La cohésion des agrégats de gaz rare est assurée par les forces de Van der Waals
se comportant en 1/7° (olt r désigne la distance interatomique). Cependant, & courte
distance (quelques angstroms), une force de répulsion tres intense apparait. Cette force est
diie au principe de Pauli qui intervient lorsque les nuages électroniques de deux systemes
atomiques s’interpénetrent. Il en résulte un potentiel dit de Lennard-Jones, composé d’une
partie attractive en 1/r® et d’une partie répulsive en 1/r1? :

V(r)= —% + r% (1.1)
ou A et B sont deux constantes positives caractéristiques de I'espece atomique utilisée.
La figure 1.1 présente l'allure du potentiel pour 'argon : € représente la profondeur du
puits, le "point de rebroussement” correspond a la distance interatomique pour laquelle
les composantes attractive et répulsive s’équilibrent, et rg correspond a la distance pour
laquelle 'énergie de liaison est maximale.

On ne trouve que peu d’agrégats de gaz rare a température ambiante car leur énergie
de liaison est faible, de I'ordre de celle de I'agitation thermique. Ils sont donc produits par
détente adiabatique d’un gaz dans une enceinte sous vide, ce qui permet de refroidir et de
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Energie potentielle
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Fic. 1.1 — Allure typique du potentiel de Lennard-Jones pour l’argon.

condenser les atomes. La détente est réalisée au moyen d’une buse : du gaz sous pression
est connecté a une tuyere et le débit est controlé par une valve.

Une des premieres études systématiques a été réalisée par O.F. Hagena et W. Obert
en 1972 [Hagena et al. 72]. Cette étude a permis d’identifier un parametre pertinent (dit
"parametre de Hagena” I'*)qui s’écrit :

(d/tan )%

"=k T02’29

Py (1.2)

ou :

— k est une constante relative au gaz considéré (valant 1650 pour I'argon [Arno et al.
95]),

— Py est la pression en amont de la buse (en mbar),

— Tp est la température avant la détente (en K),

— d est le diametre de la buse (en pm),

— et « est le demi-angle d’ouverture de la buse.

Il a été démontré que les atomes s’agrégent lorsque le parametre I'* est supérieur a 103,
et que les agrégats massifs (> 10* atomes par agrégat) sont majoritaires lorsque I'* est
supérieur & 10%. Le nombre d’atomes N par agrégat, pour des agrégats de taille modeste
(N < 10%), peut étre obtenu par la relation suivante [Hagena 92] :

N =33 ( o )2’35 (1.3)

1000

Pour N plus grand que 10%, la loi empirique donnant le nombre d’atomes par agrégat est
toujours du méme type, mais avec une loi de puissance différente [Dorchies et al. 03] :

* 1,8
N =100 (100()) (1.4)

Ces deux lois coincident pour I'* voisin de 10%.




1.1. Généralités

Pour N>1000, les agrégats d’argon ont une structure cubique a face centrée dont le
parametre de maille vaut 5,34 + 0,01 A [Farges et al. 81]. Pour N élevé, 'agrégat peut étre
assimilé a une sphere dont le rayon Ry (en A) s’exprime en fonction du nombre d’atomes
le composant [Caillaud 04] :

Ro[A] = VON (1.5)
Ainsi, en modifiant les différents parametres expérimentaux tels que la pression de gaz

en amont ou la géométrie de la buse, il est possible de faire varier la taille des agrégats

formés.

1.1.2 Caractéristiques d’une impulsion laser

L’avenement dans les années 80 de la technique d’amplification a dérive de fréquence
(technique CPA : "Chirp Pulse Amplification”) a permis de générer des impulsions laser de
tres hautes intensités et de tres courtes durées. Ces impulsions peuvent étre caractérisées
selon différents parametres telles que la durée ou I’éclairement créte.

210° ! ! ! !

1,5 10°F y
£
< L
= 110° g
=i L :
= L s
> I | +——
7 st Fit gaussien:
5510 27+4nmm ]
= . FWHM

0 L ; i i h i
760 780 800 820 840 860

Longueur d'onde A (nm)

F1G. 1.2 — Spectre typique d’une impulsion laser.

1.1.2.1 Durée de ’impulsion

La figure 1.2 présente un spectre typique obtenu a l’aide de la chaine laser kHz du
CELIA a Bordeaux. Le profil spectral de I'impulsion, qui peut étre ajusté par une fonc-
tion gaussienne, est centrée autour d’une longueur d’onde donnée . La durée At est
intrinsequement limitée par la relation suivante, dite limite de Fourier [Joffre 98] :

At Aw > 41n2 (1.6)

ou At et Aw désignent respectivement la durée a mi-hauteur et la largeur spectrale a
mi-hauteur du spectre, exprimée en unités de la pulsation w (rad.s™!).

Aussi, dans cet exemple ott AA=27 & 4 nm, et avec Aw = 2rcAN/)\2, (c est la vitesse
de la lumiere dans le vide), nous obtenons At > 36 + 5 fs, qui est la limite physique

accessible par le systeme.
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La durée d’une impulsion est donc caractérisée par sa largeur temporelle a mi-hauteur
appelée FWHM (pour "Full Width Half Maximum”).

1.1.2.2 Eclairement créte

Pour déterminer ’éclairement créte d'une impulsion (également appelé improprement
intensité créte), il est nécessaire de déterminer 1'énergie contenue dans le faisceau. Cette
énergie peut étre mesurée a ’aide d’un calorimetre. Pour une distribution temporellement
et spatialement gaussienne de ’énergie, I’expression de l'intensité laser au plan focal peut
se mettre sous la forme :

I(r,t) = Ioe’(t/ﬁ/ﬁ)ze_(r/gol/e)2 (1.7)

ou Ty et oo, ,. sont les durée et rayon de I'impulsion en 1/e de lintensité. La du-
rée en 1/e de Dintensité est reliée & la durée & mi-hauteur (7pwgas) par la relation!

2\/ 1H27’1/€ = TEFWHM -

L’expression de l'intensité créte Iy (en W.cm™2) peut se mettre sous la forme :

E

IOZ s 5
3/2 2
732 Ty e 90,

K (1.8)
avec E I'énergie (en J) contenue dans I'impulsion, 7. la demie largeur temporelle en 1/e
(en s), 0o, ,, la demie largeur spatiale (en cm) et « la fraction de I'énergie totale contenue
dans la gaussienne définie par les deux parametres 7 et o. En effet, I’énergie n’est pas
focalisée entierement dans la tache centrale, il y a des "halos” par rapport au cas idéal
décrit par une gaussienne.

1.1.3 Interaction du jet d’agrégats avec une impulsion laser

Les premieres expériences relatives a l'interaction d’agrégats de gaz rares avec une
impulsion laser datent du début des années 90. A. McPherson et ses collaborateurs ont
observé I’émission de rayonnement X en irradiant un jet de gaz de krypton par un champ
laser intense (0,5 - 1 x10'7 W.cm™2) [McPherson et al. 93a, McPherson et al. 94]. Cette
émission "anormale” (dans le sens ou un atome seul ne peut produire de photons si énergé-
tiques dans de telles conditions expérimentales), fut alors attribuée a la présence d’atomes
agrégés dans le jet de gaz. Des lors, de nombreuses expériences se sont mises en place, vi-
sant a caractériser le comportement particulier des agrégats soumis a un éclairement laser.

L’absorption de I’énergie laser s’est révélée étre tres efficace : une absorption proche
de 100% a été mesurée dans des agrégats de xénon [Ditmire et al. 97c|. J. Zweiback et
coll. [Zweiback et al. 99] ont quant & eux mesuré une absorption de 70 % lorsque des
agrégats d’argon d’un rayon moyen de 264 A sont irradiés par un éclairement créte de
3x10'% W.cm™2. IIs ont également pu démontrer que 'absorption de ’énergie laser dans
un jet d’agrégats était croissante en fonction du rayon moyen des agrégats ainsi que de

1 est important de préciser que 7y /e correspond a la demi-largeur temporelle de I'impulsion en 1/e,
alors que Tpw s correspond a la largeur temporelle a mi-hauteur.

10
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I’éclairement créte.

Les agrégats représentent donc un milieu unique : bien que la densité atomique moyenne
dans le jet soit faible (de 'ordre de celle d'un gaz), la densité locale dans un agrégat est
proche de celle d'un solide. Les processus collisionnels menant a une absorption efficace
de I’énergie laser peuvent donc survenir et induisent un fort couplage entre le milieu et
I'impulsion laser.

Par conséquent, les agrégats possedent de nombreuses propriétés potentiellement tres
intéressantes quant a la production de rayonnement X. Une majeure partie des expériences
a été menée afin de caractériser et d’optimiser ce type de sources. Dans la section suivante,
nous présentons donc les différents résultats expérimentaux associés a la production de
rayonnement énergétique. Ce sont principalement ces résultats qui nous ont servi de base
pour modéliser 'interaction entre une impulsion laser et un agrégat. Il a cependant été
démontré que cette interaction peut également produire des harmoniques d’ordre élevé et
générer des particules énergétiques. Ces autres résultats expérimentaux seront succincte-
ment présentés dans la section suivante.

1.2 Résultats expérimentaux relatifs a 1’émission de

rayonnement X

1.2.1 Mise en évidence de I’émission X : mesures spectrales

En 1994, A. McPherson et ses collaborateurs ont pour la premiere fois mesuré le spectre
d’émission d’'un jet de gaz partiellement composé d’agrégats de krypton irradiés par une
impulsion laser (A=248 nm, Ty =300 fs, [y=10'" W.cm~2) [McPherson et al. 94]. Le
rayonnement X associé a des états de charge tres élevés (Kr?", ¢=24-27) a été clairement
identifié autour de 6 A (~ 2 keV). L’année suivante, 1’équipe de T. Ditmire confirmait
que la formation d’agrégats dans le jet de gaz était responsable de I’émission X observée
[Ditmire et al. 95]. Pour de gros agrégats (Ro ~ 100 A), T. Ditmire et coll. ont égale-
ment mis en exergue I'importance des collisions électron-ion dans la dynamique : en effet,
dans les conditions d’éclairement considérées, les degrés d’ionisation tres élevés mesurés
ne peuvent étre obtenus par ionisation optique par le champ laser. Les auteurs estiment
donc que de nombreuses collisions se produisent au cours de l'interaction créant ainsi des
états de charge importants et des lacunes en couches profondes.

Ces résultats ont été suivis de nombreuses autres expériences mettant en évidence une
émission X/XUV provenant de lacunes en couches K, L. et M d’ions multichargés d’argon

et de krypton, et en couches L et M pour des agrégats de xénon.

L’irradiation d’agrégats d’argon (de 10* & 10 atomes par agrégat) par une impulsion
laser de 130 fs et d’intensité créte de 5x 10 W.cm™2 a permis de produire un rayonnement

11
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X & 3,14 keV correspondant & la transition 2p — 1s de ’Ar'®* [Rozet et al. 01]. S. Dobosz
et coll. ont de plus démontré que le rayonnement est émis de maniere isotrope, ce qui
signifie que la réabsorption des photons X par le milieu est tres faible [Dobosz et al. 97].
La figure 1.3 présente un spectre typique d’émission X obtenu lors de I'interaction d’un
jet d’agrégats d’argon avec une impulsion laser. L’émission X correspond aux raies K,

16+

(transitions 2p — 1s) provenant d’ions multichargés jusqu’a I'Ar'®*. Tl est intéressant de

16+ provient de deux raies distinctes. La

remarquer que 1’émission associées aux ions Ar
raie a 3,14 keV s’identifie & une transition 'P;-!Sy (transition d’un état singulet vers le
fondamental). S’agissant d’une transition 2p — 1s pour un ion a 2 électrons, cette raie
est appelée raie He,. Afin d’expliquer la raie d’intercombinaison a 3,125 keV, il faut faire
appel aux structures fines des couches électroniques. Cette raie provient en effet de la
transition de I’état triplet 3P071,2 vers le fondamental.

Nous pouvons par ailleurs noter I’absence de raies K, pour des ions peu chargés. Ceci
indique que la majeure partie des atomes de I'agrégat sont fortement ionisés et plaide en
faveur d’'un chauffage progressif de 1'agrégat (sans quoi les électrons chauds produits des

le début de l'interaction créeraient des lacunes en couche K pour les ions peu chargés).

510l ——mmMm ——————————T1————
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) I ]
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Fia. 1.3 — Spectre d’émission X obtenu par irradiation d’agrégats d’argon (R=350 A)
par une impulsion laser (Ig=1,6x10"° W.cm™; Tpwuyn =500 fs; E=3 mJ)
[Caillaud 04).

Il est également intéressant de noter que I’émission X provenant d’ions Ar!"* n’a ja-
mais été observée expérimentalement. Or, le potentiel d’ionisation de 'ion Ar!S* excité
dans I'état 2p est de 992,8 eV et I’énergie de la raie hydrogénoide 2p — 1s est de 3,31
keV. Etant donnée la forte proportion d’émission a 3,14 keV provenant de transitions
Artot 2p — 1s (cf. fig. 1.3), les conditions atteintes au sein de I'agrégat ne paraissent par
conséquent pas étre un frein a la production de photons Ly,. Ceci semble indiquer que
les ions Ar'®* sont formés en fin d’interaction et que la formation de cet état de charge

apparait comme un seuil au dela duquel ’agrégat ne peut rester stable.
Jusqu’a présent, les photons les plus énergétiques mesurés proviennent d’agrégats de

krypton : R. Issac et coll. ont focalisé une impulsion laser de 60 fs et d’intensité créte
1,3x10® W.cm™2 dans un jet de krypton (Ry ~ 18 nm). Ils mesurent les raies d’émission

12
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K, et Kg a 12,66 keV et 14,1 keV (cf. fig. 1.4). Un large spectre continu provenant de
rayonnement de freinage (bremsstrahlung) est également observé jusqu’a 45 keV, mettant
en évidence la présence d’électrons trés chauds au sein de l'agrégat [Issac et al. 04].
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Fia. 1.4 — Spectre X obtenu en irradiant des agrégats de krypton (Ry ~ 18nm) par une
impulsion laser de 60 fs et un éclairement créte de 1,3x 10" W.em™2 [Issac et

al. 04].

1.2.2 Rendement de conversion

Le rendement de conversion de I’énergie laser en rayonnement X a été évalué grace a
des mesures en absolu du nombre de photons X émis : T. Ditmire a produit plus de 10
nJ de rayons X d’énergie supérieure a 1 keV en irradiant des agrégats de xénon par une
impulsion laser de 250 mJ [Ditmire et al. 97b]. En optimisant certains paramétres comme
la durée d’impulsion et la taille des agrégats, F. Dorchies et ses collaborateurs ont obtenu
un taux de conversion de 3£1x107° de I'énergie laser en émission de couche K pour des
agrégats d’argon [Dorchies et al. 05]. S. Dobosz et coll. ont quant & eux mesurés une
efficacité de conversion en énergie de 1,7x1078 pour des agrégats de krypton [Dobosz et
al. 97] et de 1,7x107™ pour des agrégats d’argon [Dobosz 98].

T. Ditmire indique une production de rayonnement X similaire a celles de cibles solides
(d’aluminium ou d’or) irradiées dans des conditions laser équivalentes. S. Dobosz obtient
cependant un rendement de conversion de plusieurs ordres de grandeur inférieur. Ces
résultats démontrent donc I'importance de 'optimisation de ce type de sources.

1.2.3 Influence de la durée de 'impulsion

J. Zweiback et coll. ont étudié la variation de I’absorption de I'impulsion laser dans un
jet d’agrégats de xénon en fonction de la durée & mi-hauteur de I'impulsion laser [Zwei-
back et al. 99]. L’énergie sur cible était maintenue constante & 6,5 mJ, I'intensité créte
est de 2,3x10'7 W.cm™2 pour une durée de 50 fs. Ces travaux ont mis en évidence une
durée a mi-hauteur pour laquelle I’absorption est maximale. De plus, J. Zweiback et coll.
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ont montré que cette durée optimale varie en fonction de la taille des agrégats formés
dans le jet : pour des agregats de rayon moyen Ry ~ 85 A la durée optimum T, est
de 400 fs, pour Ry ~130 A ils ont obtenu 7,,,=700 fs et pour des agrégats de 205 A
Ioptimum d’absorption est atteint pour une impulsion de 1000 fs. Ils ont également ob-
tenu une durée d’impulsion optimale de 300 fs pour des agrégats d’argon (Ry ~ 130 A)
Cette durée optimum pour I’absorption correspond également a la durée d’impulsion pour
laquelle I’émission de rayonnement est maximale (pour des photons provenant de la raie

TArTF 4f — 3d).

L’effet de la durée de 'impulsion a également été étudié par F. Dorchies et ses col-
laborateurs pour des agrégats d’argon [Dorchies et al. 05]. Les caractéristiques du laser
employé sont les suivantes : I'énergie sur cible est maintenue constante a 3 mJ, l'inten-
sité créte est de 1,610 W.cm =2 pour une durée d’impulsion de 500 fs. Les auteurs ont
analysé la production de rayonnement X émise a 3,14 keV (raie He, 2p — 1s). De méme
que J. Zweiback et coll., ils ont mesuré une durée d’impulsion optimale croissante avec la
taille des agregats pour des agrégats de 180 A la durée optimum est de 250 fs, pour des
agrégats de 275 A la durée est de 400 fs et pour des agrégats de 350 A I’émission X est
maximale pour une impulsion de 500 fs.

E. Parra et coll. ont étudié I'influence de la durée d’impulsion contenant 50 mJ sur
I'émission de rayonnement X supérieur a 1,5 keV [Parra et al. 00]. Contrairement aux ré-
sultats précédents, ils n’observent pas de dépendance de la durée optimale en fonction du
rayon de 'agrégat. L’optimum d’émission est atteint pour une durée a mi-hauteur de 300
fs pour des agrégats d’argon de 400 A ou 1000 A ou bien pour des agrégats de krypton
de 660 A. L’équipe de I'Institut des nanosciences de Paris (INSP, anciennement GPS)
obtient également une durée optimum indépendante de la taille des agrégats [Lamour et
al. 05a]. Pour une énergie sur cible de 20 mJ, I’émission X (entre 1 et 5 keV) provenant
d’agrégats d’argon est maximale pour une durée a mi-hauteur de 130 fs. Pour des agrégats
de xénon irradiés par une impulsion de 35 mJ, 'optimum se situe entre 200 et 300 fs.

Ces résultats indiquent par conséquent qu’il existe une durée d’impulsion optimale pour
I’absorption de I’énergie laser et 1’émission de rayonnement X subséquente. Cet optimum
dépend des conditions expérimentales. Les différences observées concernant la dépendance
des résultats en fonction de la taille des agrégats irradiés peuvent s’expliquer par le fait
que 'optimum dépend également de 1’énergie contenue dans I'impulsion laser. Ceci a en
effet été mis en évidence par F. Dorchies et coll. [Dorchies et al. 05] : ces auteurs ont
montré que 'optimum augmente légerement lorsque 1’énergie sur la cible décroit de 3,8
mJ a 1,8 mJ.

1.2.4 Influence de I’éclairement créte

Au CELIA, F. Dorchies et coll. ont montré que I'émission X & 3,14 keV (Ar!6+ 2p — 1s)
augmente avec ’énergie sur cible (équivalente a I’éclairement créte pour une durée d’im-
pulsion et une tache focale fixées) lorsque des agrégats d’argon (Ry ~ 275 A) sont irradiés
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par une impulsion laser [Dorchies et al. 05]. Ces résultats ont été obtenus pour une énergie
sur cible comprise entre 1,8 mJ et 3,8 mJ.

A partir d’agrégats de krypton soumis & un éclairement variable (avec une durée d’im-
pulsion fixée), S. Dobosz et coll. ont pu démontrer que le nombre total de photons X
émis par impulsion est proportionnel a ]g’/ 2, oll I est 'intensité créte variant de 3,7x106
W.cm™2 & 5,2x10'" W.cm™2 [Dobosz et al. 97]. L’équipe de D. Vernhet (INSP) a en-
suite poursuivi ces études [Lamour et al. 05b]. Pour une durée d’impulsion laser de 55
fs & 800 nm, quel que soit le gaz composant les agrégats (argon, krypton ou xénon), le
comportement est le méme :

a partir d’'un éclairement seuil d’environ 1,5x10 W.cm~2, le nombre de photons X
augmente rapidement,

— puis, le nombre de photons émis varie en 13/ 2 partir d'une intensité créte de I'ordre

de 4x10% W.cm™2.

Ce comportement est similaire a celui obtenu dans le cas de I'ionisation optique d’atomes
en champ fort [Augst et al. 89]. Dans le cas de l'interaction laser-atome, il a été démontré
que I’évolution en 103 /2 correspond a un régime de saturation pour lequel la variation du si-
gnal n’est diie qu’a la variation du volume focal effectif, volume pour lequel I'intensité seuil
est atteinte. Or, pour une tache focale de dimension constante, ce volume augmente avec
I'intensité créte. Par conséquent, au dela du seuil de saturation, 'augmentation de I'inten-
sité s’accompagne d’une extension du volume d’interaction ; le nombre d’agrégats irradiés
augmente donc également induisant ainsi une émission de photons X plus importante en
absolu. Pour maximiser le nombrer de photons X a énergie par impulsion constante, il est
donc préférable d’augmenter la taille de la tache focale plutot que d’augmenter I'intensité
(a condition d’avoir atteint l'intensité seuil).

1.2.5 Influence de la longueur d’onde du laser

L’influence de la longueur d’onde du laser sur la production de rayonnement X a tout
d’abord été étudiée par K. Kondo et coll. [Kondo et al. 97]. L étude porte sur la comparai-
son des spectres obtenus dans les gammes 9-15 A et 2,5-3,2 A pour des agrégats de xénon
irradiés par une impulsion laser a 248 nm et une impulsion a 800 nm. Pour la transition
Xe2+ 4f — 3d (14,2 A), les auteurs obtiennent un signal 330 fois plus élevé pour la plus
courte longueur d’onde; et pour I’émission de couche L (~ 3 A), le rapport est de 3000
en faveur de I'impulsion laser a 248 nm. W. Schroeder et coll. tirent de cette analyse une
loi d’échelle en A\®~7 pour la production de rayonnement X autour de 4 keV [Schroeder et
al. 98].

Cependant, T. Ditmire et coll. contredisent ces résultats : ils obtiennent des spectres de
rayonnement X provenant des raies de couche M du xénon quasiment identiques pour des
longueurs d’onde laser de 526 et 1053 nm [Ditmire et al. 98|. L. Adoui et coll. mesurent
également une faible différence pour 1’émission de couche L du xénon pour des longueurs
d’onde de 400 et 800 nm, avec une légere augmentation de la production de rayonnement
X pour la plus petite longueur d’onde [Adoui et al. 03]. T. Ditmire et coll. estiment que
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la différence obtenue par K. Kondo et coll. provient du fait que toutes les conditions ex-
périmentales n’étaient pas égales par ailleurs. En effet, entre les deux expériences réalisées
par K. Kondo aux deux longueurs d’onde, I’énergie contenue dans chaque impulsion est
différente (220 mJ pour l'impulsion a 248 nm contre 50 mJ pour celle & 800 nm). Cet
écart en énergie peut donc étre responsable de la plus grande production de rayonnement
X pour la plus faible longueur d’onde.

L’équipe japonaise a donc repris cette étude [Honda et al. 00]. De nouveau, I’émission
X provenant de raies de couche M du xénon a été mesurée. Pour la longueur d’onde de 800
nm, une impulsion de 350 fs avec une intensité créte de 4x 10" W.cm ™2 a été focalisée sur
le jet de gaz condensé. Pour 'impulsion a 248 nm, la durée de I'impulsion est identique
et I’éclairement maximum est de 8x10'7 W.cm™2. Dans les deux cas, 1'énergie sur cible
est de 20 mJ, permettant ainsi de comparer les résultats : H. Honda et ses collegues ob-
tiennent une variation beaucoup plus faible de la production de rayonnement X que celle
précédemment mesurée. Ils mesurent cependant une augmentation de 1’émission X d’un
facteur 20 pour la longueur d’onde de 248 nm.

Selon ces différents résultats, il semble donc que ’accroissement de la longueur d’onde
du laser aboutit a une légere diminution de la production de rayonnement X.

1.2.6 Influence de la polarisation du laser

V. Kumarappan et coll. ont étudié I'influence de la polarisation du laser sur 1’émission
de rayonnement X [Kumarappan et al. 01]. Pour des agrégats d’argon Ary (N=200 -
10%), et pour un éclairement créte d’environ 10'® W.cm™2, I’émission de couche K (entre
2.8 et 3,1 keV) est indépendante de ellipticité du laser. Ces résultats ont été confirmés
par 1’équipe de F. Dorchies pour de plus gros agrégats d’argon (N ~ 10°) [Dorchies et
al. 05]. Une autre étude permet cependant d’affiner ces résultats : C. Prigent analyse
I'émission X provenant d’ions multichargés (Ar?*, ¢=12-16) [Prigent 04]. Les conditions
expérimentales sont les suivantes : des agrégats d’argon de 2,8x10° atomes sont irradiés
par une impulsion de 60 fs et d’intensité créte 8,5x10% W.cm=2. Pour les états de charge
les plus faibles, le taux absolu de photons X émis est systématiquement légerement infé-
rieur pour une polarisation circulaire comparée a une polarisation linéaire. A contrario,
I’émission X provenant d’ions Ar'®* est identique quelque soit 1’état de polarisation du
laser.

L’indépendance de I’émission X pour les états de charge les plus élevés corrobore 1'hy-
pothese de T. Ditmire et coll. concernant I'importance des collisions dans la dynamique de
I'interaction [Ditmire et al. 95]. En effet, dans le cas d’atomes ou de molécules, I'ionisation
optique dépend de la polarisation : plus le parametre d’ellipticité € augmente (polarisation
linéaire : e=0, polarisation circulaire : e=1) et plus le taux d’ionisation décroit [Banerjee
et al. 99]. Pour un agrégat, les multiples collisions électron-ion gomment les effets de la
polarisation ; les états de charge élevés, qui sont produits par collisions avec des électrons
énergétiques sont alors observés quelle que soit la polarisation.
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1.2.7 Influence de la taille des agrégats

S. Dobosz et coll. ont étudié I'influence de la pression en amont de la buse sur le nombre
absolu de photons X émis [Dobosz et al. 97]. Pour des agrégats de krypton (de quelques
10* & 7x 105 atomes), un éclairement créte de 4x10'” W.cm™2 et une impulsion de 130 fs,
ils observent que le nombre de photons Nx d’énergie supérieure a 1 keV augmente avec
la pression de gaz P, selon :

Nx = (Po — Ppin)" (1.9)

ouk=3=+0,3 et P,;, est la pression minimale nécessaire a la détection de rayonnement
X. Le nombre d’atomes composant les agrégats augmentant avec la pression (cf. éq. (1.3)
et (1.4) page 8), I’émission X est donc plus importante pour de plus gros agrégats. De
plus, en augmentant la taille des agrégats de krypton jusqu’a 7x10° atomes par agrégat,
ils n’observent pas de saturation. Ces résultats n’indiquent donc pas de taille optimale
quant a la production de rayonnement X.

Pour des agrégats d’argon, F. Dorchies et coll. ont également mis en évidence ce méme
type de comportement [Dorchies et al. 05]. Des agrégats de différentes tailles (Ry=180;
275 et 350 A correspondant a des pressions de 20, 40 et 60 bars) sont irradiés par une
impulsion de 3 mJ. L’émission X provenant de la raie He, & 3,14 keV (Ar'®*T 2p — 1s)
augmente avec le nombre d’atomes dans 1'agrégat quelque soit la durée de I'impulsion.

V. Kumarappan et ses collegues ont étudié I’émission K, a 3,07 keV provenant d’atomes
ou d’ions d’argon (Ar?t, ¢=0-8) en fonction de la pression de gaz en amont de la buse
pour des impulsions laser de 100 fs et d’éclairement créte 4x10'® W.cm™2 [Kumarappan
et al. 01]. Tout comme S. Dobosz et coll., ils observent une dépendance du signal X en
F,". Leurs résultats donnent cependant une valeur de s de I'ordre de 3,7. Cette différence
peut provenir du fait qu’ils étudient des agrégats d’argon de petite taille (entre 200 et 10%
atomes par agrégats) par rapport a ceux considérés par S. Dobosz et coll..

1.2.8 Durée de I’émission X

Des lors que I’émission X provenant de l'interaction laser-agrégat a été mise en évi-
dence, certaines expériences se sont mises en place afin de caractériser temporellement ce
rayonnement. J. Larsson et A. Sjorgen ont utilisé une caméra a balayage de fente (caméra
streak) afin de déterminer la durée de I’émission X a 3 keV provenant d’agrégats d’argon
irradiés par une impulsion de 100 fs et de 10'7 W.cm™2 [Larsson et al. 99]. Ils mesurent
une durée de 3 ns pour le rayonnement X provenant des raies K, et Kz de I'argon.

T. Shiraishi et coll. ont utilisé une photodiode rapide pour résoudre temporellement
"émission X provenant de transitions en couche M de xénon (~1 keV) [Shiraishi et al. 02].
En irradiant des agrégats de xénon (4x10° atomes par agrégat) par une impulsion laser
de 120 fs et d’éclairement créte 7,4x 107 W.cm™2, ils mesurent une durée d’émission X in-
férieure a 10 ps, ce qui correspond a la limite de résolution de leur dispositif. L’estimation
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des temps d’émission correspondants aux différents taux de transitions atomiques indique
que ce rayonnement provient de désexcitations radiatives plutot que de recombinaisons a
trois corps. D’apres I’évaluation des taux de désexcitations radiatives, T. Shiraishi et coll.
estiment que I’émission X doit étre encore plus prompte (~ 30 fs).

Récemment, C. Bonté et coll. ont utilisé un cristal tronconique couplé a une caméra a
balayage de fente afin de résoudre spectralement et temporellement I’émission X [Bonté
06]. Ce dispositif permet de déterminer la durée d’émission des différentes raies provenant
de chaque état de charge. En focalisant une impulsion laser (7py =300 fs; [p=3,1x 106
W.cm™2) sur des agrégats d’argon (Ry=275 A), ils mesurent ainsi une durée inférieure &
2 ps (résolution temporelle de 'appareil) pour le rayonnement X dans la gamme 2,9 - 3,2
keV. La résolution temporelle de la raie He, a 3,14 keV est représentée sur la figure 1.5.
De plus, les raies provenant d’états de charge élevés (Ar?t, ¢=14-16) sont émises avec un
écart temporel relatif inférieur a 1 ps (cf. fig. 1.6). Il faut également noter que contraire-
ment a J. Larsson et coll., ils n’observent pas de rayonnement K, provenant d’ions peu
chargés [Dorchies et al. 05]. Ces résultats sont donc en accord avec ceux obtenus par T.
Shiraishi et coll. et corroborent I'hypothese d’une émission provenant de désexcitations
radiatives.
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F1G. 1.5 — Evolution de la raie He, en fonction du temps mesurée pour une énergie de 3,5
mJ sur cible, avec une pression en amont de 40 bars (Ry ~ 275 A), une durée
d’impulsion de 300 fs et un éclairement créte de 3,1x 10'° W.em™ [Bonté
06].

Comme nous venons de le voir, de nombreuses expériences ont démontré que l'irradia-
tion d’'un jet d’agrégats de gaz rare par une impulsion laser intense conduit a 1’émission
de photons tres énergétiques pendant une tres courte durée. Ces résultats sont tres encou-
rageants quant au développement de sources X breves. De plus, grace aux contributions
de multiples équipes, I'influence des divers parametres intervenant dans 'interaction sur
la production de rayonnement X a pu étre mise en évidence.

L’émission de photons tres énergétiques n’est cependant pas le seul produit de I'inter-
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F1G. 1.6 — Spectre X résolu spectralement et temporellement. Les conditions expérimen-
tales sont identiques a la figure 1.5 [Bonté 06].

action laser-agrégat. Comme nous allons le voir dans la section suivante, ce type d’inter-
action permet également de générer des particules tres énergétiques et des photons dans
la gamme d’énergie de I'extréme ultraviolet, ouvrant la voie a des utilisations industrielles.

1.3 Autres résultats expérimentaux

Bien que les principaux résultats ayant motivé ce travail de these concernent 1’émission
de rayonnement X, d’'importants travaux ont également démontré que l'interaction d’un
agrégat de gaz rare avec une impulsion laser breve et intense conduit a 1’émission de
rayonnement UV et XUV, a la génération d’harmoniques d’ordre élevé et de particules
(ions ou électrons) tres rapides. Cette section a donc pour objet de présenter divers travaux
liés a ce type de résultats expérimentaux.

1.3.1 Emission de rayonnement dans I’extréme ultraviolet (EUV)

Le développement de sources de rayonnement dans l'extréme ultraviolet présente un
fort intéréet pour des applications comme la lithographie en micro-électronique. La litho-
graphie consiste a "graver” des composants de plus en plus petits afin de créer des puces
électroniques de plus en plus performantes. Or la taille minimale accessible varie avec la
longueur d’onde utilisée. Actuellement, la photolithographie utilise une longueur d’onde
de 248 nm. Prochainement, celle ci devrait passer a 157 nm. Mais des a présent, des études
sont menées dans le but de développer des sources XUV a 13,4 nm. L’interaction d’un
agrégat de gaz rare avec une impulsion laser présente des caractéristiques encourageantes :
en effet, ceux-ci ne produisent pas de débris et peuvent donc étre utilisés a haute cadence.
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Certaines équipes se sont donc intéressées a la caractérisation et a 'optimisation de
ces sources. E. Parra et coll. ont étudié I'influence de la durée d’impulsion laser de 50
mJ sur I’émission EUV dans la gamme spectrale allant de 2 a 44 nm pour des agrégats
de krypton et d’argon composés d’environ 107 atomes [Parra et al. 00]. Le rayonnement
EUV est plus intense pour des impulsions breves, comprises entre 100 et 300 fs.

Pour des agrégats de xénon (105-10° atomes) et une énergie de 200 mJ, S. Ter-Avetisyan
et coll. ont mesuré le nombre de photons produits entre 10 et 15 nm [Ter-Avetisyan et al.
01]. Ils obtiennent une émission plus importante pour une impulsion de 2 ps et une pola-
risation circulaire du champ laser. L’émission EUV provient d’ions Xe?" avec ¢ € [9 — 11].
L’efficacité de conversion a la longueur d’onde de 13,4 nm (avec une largeur de bande spec-
trale de 2,2%) est de 0,5% dans 27 stéradians. S. Ter-Avetisyan et coll. mettent également
en évidence une taille optimale d’agrégat pour la production de rayonnement EUV. Ce
résultat peut étre interprété a l'aide des données obtenues dans le cadre de 1’émission X
(cf. paragraphe 1.2.7). Nous avons vu que plus le nombre d’atomes composant 1’agrégat
augmente, et plus I'émission X provenant d’états de charge tres élevés est importante.
Ainsi, pour un gros agrégat, les états de charge intermédiaires responsables de 1’émission
EUV sont completement dépeuplés et 1’émission X est favorisée au détriment du rayon-
nement a plus basse énergie.

L’équipe de K. Kondo a étudié I’émission EUV dans la gamme 5-18 nm provenant
d’agrégats de xénon (~ 10° atomes) en utilisant trois laser différents, afin de faire varier
la longueur d’onde, I’énergie sur cible et la durée d’impulsion [Mori et al. 01]. L’efficacité
de conversion de I’énergie laser maximum obtenue est de 10% dans la gamme considérée
avec une impulsion de 500 fs et 24 mJ a 248 nm.

1.3.2 (Génération d’harmoniques d’ordre élevé

Les résultats exposés jusqu’a présent relatent 1’émission d’un rayonnement énergétique
incohérent provenant de l'interaction d’un agrégat de gaz rare avec une impulsion laser
intense. Mais d’autres expériences mettent également en évidence la génération d’harmo-
niques d’ordre élevé, conférant ainsi aux agrégats les caractéristiques d’une source cohé-
rente de rayonnement.

En irradiant des agrégats d’argon de 30 A (~ 3000 atomes) avec une impulsion de
140 fs et d’éclairement créte 9x 10 W.cm ™2, T. Donnelly et coll. ont démontré que cette
interaction permet de générer un signal harmonique [Donnelly et al. 96]. En confrontant
ces résultats avec ceux obtenus avec des atomes isolés, T. Donnelly et coll. obtiennent un
signal plus intense pour une harmonique donnée lorsque le jet irradié est composé d’agré-
gats. De plus, ils observent des harmoniques d’ordre plus élevé (ordre 33 pour les agrégats
alors que la coupure intervient a la 29°™¢ harmonique pour un atome).

Parallelement, J. Tisch et coll. ont entrepris le méme type d’expérience : une impulsion
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laser de 160 fs dont 1’éclairement créte est de 10 & 10'* W.cm ™2 est focalisé sur un jet
d’agrégats de xénon composés d’environ 10% atomes [Tisch et al. 97]. Pour une gamme
énergétique comprise entre 70 et 90 nm, leurs résultats indiquent que la production de
rayonnement harmonique est jusqu’a 5 fois supérieure au cas ou les atomes ne sont pas
sous forme d’agrégats, pour une méme densité atomique moyenne.

1.3.3 Emission de particules

Les résultats expérimentaux ont démontré que la présence d’agrégats dans un jet de
gaz irradié par un champ laser conduit a une absorption quasiment totale de I’énergie
contenue dans l'impulsion initiale. Une partie de cette énergie est réémise sous forme
de rayonnement énergétique par I'intermédiaire de processus non linéaires (désexcitation
radiative, bremsstrahlung, recombinaison a trois corps ...). Mais 'énergie absorbée par
les particules composant 'agrégat peut également étre convertie en énergie cinétique.
Certaines expériences se sont donc intéressées a la détection et a la distribution en énergie
des particules émises, a la fois pour mieux comprendre la dynamique de l'interaction
laser-agrégat, mais également dans le but de concevoir des sources de particules rapides.

1.3.3.1 Electrons

L’émission X mesurée lors de I'irradiation d’agrégats de gaz rare par une impulsion laser
breve et intense provient d’ions multichargés. Ceci signifie qu'une importante population
d’électrons est libérée au cours de I'interaction. Y. Shao et coll. ont effectué des mesures
spectroscopiques des électrons émis par des agrégats de xénon (Ry ~ 55 A, 1000 - 2000
atomes) soumis & une impulsion de 150 fs et d’intensité créte 10 W.cm™2 [Shao et al.
96]. La distribution en énergie révele deux contributions :

— un premier pic d’électrons dont I’énergie est comprise entre 0,1 et 1000 eV (électrons

qualifiés de "tiedes” par Y. Shao et coll.),

un second pic d’électrons d’énergie comprise entre 2 et 3 keV (électrons "chauds”).
Ces résultats indiquent une différence majeure par rapport aux solides : pour des intensités
équivalentes, la température électronique atteinte dans le cas d’irradiation de cibles solides
est de quelques centaines d’eV [Shepherd et al. 94]. Ceci est du aux pertes d’énergie par
conduction dans le matériau froid entourant la zone d’interaction. A contrario, la faible
densité atomique moyenne d’'un jet d’agrégats limite ces pertes, permettant ainsi d’obtenir
des températures beaucoup plus importantes.

En étudiant la distribution angulaire des électrons provenant des agrégats, les auteurs
observent que les électrons "tiedes” sont émis préférentiellement dans I’axe de polarisation
du laser de la méme maniere que des électrons arrachés par ionisation optique dans le
cas d’atomes seuls. La distribution possede cependant une largeur a mi-hauteur d’environ
60°, supérieure a celle obtenue dans le cas d’un gaz monoatomique (~ 20°). Cet élargisse-
ment indique que ces électrons "tiedes” ne sont pas simplement originaires de 1’ionisation
par effet de champ mais proviennent également de collisions électron-ion rendant 1’'émis-
sion isotrope. Par contre, les électrons "chauds” ne présentent aucune direction d’émission
préférentielle. Ceci indique que ces électrons subissent un nombre important de collisions
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avant d’etre éjectés de 'agrégat.

Cependant, d’autres expériences contestent ces résultats : V. Kumarappan et coll.
observent une distribution électronique a une seule composante, d’énergie comprise entre
0 et 5 keV [Kumarappan et al. 03]. Cette unique contribution a également été obtenu par
E. Springate et coll. comme le montre la figure 1.7[Springate et al. 03]. Quel que soit le
gaz employé (argon, krypton ou xénon) et quelles que soient les conditions expérimentales,
E. Springate et coll. n’obtiennent jamais de second pic d’électrons “chauds”. Diverses
hypotheses ont été émises pour tenter d’expliquer cette différence, parmi lesquelles une
mauvaise interprétation par Y. Shao des traces de temps de vol mesurées. Il faut également
noter que les tailles d’agrégats utilisées dans ces expériences sont tres différentes (2500
atomes/agrégat pour Y. Shao et entre 10* et 10° pour V. Kumarappan et E. Springate).
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Fic. 1.7 — Distribution en énergie des électrons émis lors de l’interaction entre une
impulsion laser (400 fs; 10'° W.cm™2) et des agrégats de xénon (2,4x10°
atomes/agrégat) [Springate et al. 03].

En ce qui concerne le pic d’électrons a basse énergie (électrons "tiedes”), les résultats
concordent quelle que soit ’expérience : I'anisotropie obtenue par Y. Shao et coll. est éga-
lement observée par E. Springate et coll. et V. Kumarappan et coll. : I’émission d’électrons
est privilégiée dans la direction de polarisation du laser, et le pic d’émission est plus large
que dans le cas d’atomes isolés.

Compte tenu des températures électroniques obtenues, l'interaction laser-agrégat pré-
sente des propriétés intéressantes quant a la production d’électrons énergétiques. E. Sprin-
gate et V. Kumarappan se sont donc également intéressés a I'optimisation de cette source
de particules. Ils observent, pour une énergie laser et une taille d’agrégat données, une
durée d’impulsion optimale pour laquelle la population d’électrons émis est la plus éner-
gétique (tout comme dans le cas de I’émission X).

1.3.3.2 Ions

Parallelement a I’émission d’électrons, certaines expériences ont également étudié la
distribution énergétique des ions provenant de 'interaction laser-agrégat. En irradiant des
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agrégats de xénon de 2500 atomes (Ry ~ 65 + 5 A) par une impulsion de 150 fs avec
une intensité créte de 2x10'® W.cm™2, T. Ditmire et coll. a observé une émission iso-
trope d’ions Xe?" dont I'énergie atteint 1 MeV et dont 1’état de charge ¢ maximum est de
40 [Ditmire et al. 97al. Avec des conditions laser 1égerement différentes (7w par=130 fs;
TIy=5x10'T W.cm™2) et des agrégats de xénon beaucoup plus conséquents (2x10° atomes),
M. Lezius et coll. obtiennent également une énergie ionique maximale de 1’ordre du MeV
[Lezius et al. 98].

Pour des agrégats d’argon de 12800 atomes irradiés par une impulsion laser (7pw gy=
130 fs; I[p=2x10'® W.cm~2), M. Hirokane et coll. obtiennent des ions dont 1’énergie atteint
800 keV [Hirokane et al. 04]. Contrairement a T. Ditmire, I’émission est anisotrope :
les ions les plus énergétiques et les plus chargés sont émis préférentiellement dans la
direction de polarisation du laser. De plus, M. Hirokane et coll. observent une dépendance
en fonction de la taille des agrégats : ’énergie ionique maximale atteinte augmente avec
le rayon de 'agrégat.

1.3.4 Bilan des résultats expérimentaux

Les sections précédentes présentent de nombreux résultats expérimentaux qui mettent
clairement en évidence le comportement singulier d’'un jet d’agrégats exposé a une impul-
sion lumineuse. La tres forte capacité d’absorption de I’énergie laser permet de générer
des photons et des particules tres énergétiques avec des taux de conversion tres intéres-
sants. Par conséquent, dans le but de créer une source de rayonnement ou de particules,
de faible cout et de faible encombrement, 'interaction laser-agrégat présente des qualités
remarquables.

Cependant, la diversité de ces résultats démontre que I'optimisation de ce type de
sources est loin d’étre acquise. La dynamique de I'interaction est complexe et dépend de
multiples parametres. De plus, ces résultats s’accompagnent d’incertitudes liées au simple
fait que I'impulsion laser n’interagit pas avec un unique agrégat. D une part, compte tenu
des tailles de tache focale utilisées (de I'ordre de quelques pm) et des densités d’agrégats
dans le jet, 'impulsion lumineuse irradie plusieurs dizaines d’agrégats. D’autre part, le jet
de gaz n’est que partiellement condensé en agrégats, le champ électromagnétique interagit
donc également en partie avec un gaz monoatomique. L’influence de cet environnement
a ¢été discuté par ailleurs par T. Caillaud et coll. [Caillaud et al. 06]. Ils démontrent
que les atomes ionisés par le champ créent un plasma qui agit comme une lentille défoca-
lisante. L’intensité du laser sur la cible peut étre jusqu’a 3 fois plus faible que dans le vide.

Bien que les résultats expérimentaux donnent des indices permettant de comprendre
la dynamique des agrégats, la réponse d'un agrégat unique a I'impulsion laser n’est donc
pas encore clairement comprise :

— Comment sont produits les importants états de charge observés?

— Comment sont accélérés les particules a plusieurs keV pour les électrons et jusqu’au

MeV pour les ions?
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— Quels sont les différents mécanismes qui induisent un couplage si efficace avec I'im-
pulsion laser ?

Divers modeles théoriques ont donc été développés afin de mieux comprendre la réac-
tion d'un agrégat irradié par une impulsion laser et tenter de répondre a ces différentes
questions.

1.4 Modélisation de l'interaction : Résultats théo-

riques

Les agrégats constituent un milieu intermédiaire entre les atomes et les solides. Par
conséquent, deux voies ont alors été principalement suivies pour tenter de modéliser 1'in-
teraction laser-agrégat et comprendre les résultats expérimentaux obtenus. Une premiere
solution consiste a reprendre les modeles utilisés en physique atomique ou moléculaire et a
les étendre aux agrégats. L’autre axe de développement adopte une description macrosco-
pique de I'interaction. Cette section présente donc les différents modeles développés ainsi
que les principaux résultats obtenus dans le cadre de ces modeles.

1.4.1 Modele CEMM (Coherent Electron Motion Model)

Le premier modele développé pour expliquer I'émission X “anormale” provenant de
I'irradiation d’agrégats par une impulsion laser a été proposé par A. McPherson et coll.
[McPherson et al. 93b]. Ils considerent que les premiers atomes ionisés génerent des
électrons libres qui sont alors accélérés par le champ électromagnétique a l'intérieur de
I’agrégat. Les électrons suffisamment énergétiques qui entrent en collision avec les ions ou
atomes environnants sont susceptibles de créer des lacunes en couche interne. Ces lacunes
peuvent alors étre comblées par la désexcitation radiative d’un électron d’une couche ex-
terne, désexcitation associée a 1’émission d’un photon énergétique. Ce modele implique
une gamme d’éclairement laser donnée : d’une part, 'intensité doit étre suffisamment im-
portante pour que les électrons accélérés aient assez d’énergie pour ioniser les couches
internes ; d’autre part, 'intensité ne doit pas étre trop élevée pour éviter que les couches
externes ne soient completement ionisées.

Peu apres, un complément a été apporté par la meme équipe. Les N électrons libres
sont considérés comme un ensemble oscillant de maniere cohérente dans le champ laser
(modele CEMM, pour “Coherent Electron Motion Model”). Cet ensemble se comporte
alors comme une "quasi-particule” unique de charge Ne et de masse Nm, [Boyer et al.
94]. Les états de charge plus élevés sont obtenus par ionisation collisionnelle entre les ions
(ou atomes) de I'agrégat et cette quasi-particule d’une maniére analogue a 'ionisation par
impact électronique. Le mouvement collectif induit également un fort couplage avec 'onde
électromagnétique. La probabilité d’éjection de plusieurs électrons en couche interne de-
vient aussi importante que la probabilité d’éjection d’un seul électron, le taux d’émission

24



1.4. Modélisation de I'interaction : Résultats théoriques

X est alors largement accru. Ce modele donne un accord satisfaisant avec les résultats
expérimentaux mais uniquement pour de petits agrégats (pour un rayon de quelques ang-
stroms).

1.4.2 Un modele macroscopique : le modele nanoplasma

A T'opposé des modeles particulaires qui seront présentés dans les sections suivantes,
certains auteurs ont tenté de modéliser 'interaction laser-agrégat a l’aide de processus
macroscopiques. La réponse de I'agrégat est modélisée a ’aide d’une description inhérente
a la physique des solides ou des plasmas. L’agrégat est alors considéré comme un ensemble
réagissant globalement a 'impulsion laser. Cette description statistique impose une taille
d’agrégat suffisamment élevée pour pouvoir étre valide.

T. Ditmire et coll. ont développé un modele baptisé “modéle nanoplasma” [Ditmire et
al.  96]. Ce modele décrit la dynamique de l'ionisation, du chauffage et de 1’expansion
de la cible en considérant I'agrégat comme un plasma sphérique de taille nanométrique.
T. Ditmire et coll. considerent une distribution isotrope et maxwellienne des électrons.
Ceci est justifié par la densité élevée a 'intérieur de 'agrégat (proche de celle d’'un solide)
qui induit des taux collisionnels tres importants. Les électrons sont également considérés
comme étant uniformément répartis. L’agrégat est donc modélisé par un plasma homogene
dont la densité et la température électronique ne dépendent que du temps.

Pour prendre en compte ’absorption de I’énergie laser, I’agrégat est assimilé a une
sphere diélectrique. Le champ interne, calculé a ’aide de cette hypothese, présente alors
une résonance lorsque la densité électronique n. atteint une valeur particuliere égale a
trois fois la densité critique n., définie dans un plasma selon n. = (megow?)/€e*, o m, et
e sont respectivement la masse et la charge de 1’électron, gy est la permittivité du vide, et
wp est la pulsation du laser. Cette résonance du champ interne induit une forte absorption
de I'énergie laser par bremsstrahlung inverse.

L’éjection d’électrons énergétiques en dehors de 'agrégat est également prise en compte.
Ce défaut de charges induit une pression coulombienne qui participe a ’expansion de
I’agrégat. A cette pression coulombienne, T. Ditmire et coll. ajoutent une pression hydro-
dynamique. Cette pression provient de la conversion de 1’énergie absorbée par les électrons
en énergie cinétique ionique.

Le modele nanoplasma indique que les collisions électron-ion jouent un role prépon-
dérant. L’ionisation optique par le champ laser génere les premiers électrons. Ceux ci ac-
quierent ensuite de 1’énergie par bremsstrahlung inverse et percutent les ions (ou atomes)
environnants, induisant ainsi en quelques centaines de femtosecondes un degré d’ionisa-
tion tres élevé a I'intérieur de I'agrégat. Les électrons libres deviennent alors suffisamment
énergétiques pour quitter I'agrégat. Finalement, celui-ci explose diu aux effets combinés
des pressions coulombienne et hydrodynamique.
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E. Springate et coll. ont démontré que ce modele permet de reproduire les variations
de I’émission d’ions énergétiques en fonction de la taille des agrégats ainsi que des divers
parametres laser [Springate et al. 00]. La figure 1.8 présente 1'énergie ionique maximale
obtenue expérimentalement et théoriquement en fonction de la taille des agrégats irradiés.
De plus, le modele nanoplasma prévoit une durée d’impulsion optimale pour I’absorption,
optimum mis en évidence expérimentalement [Zweiback et al. 99]. En effet, lorsque la
densité électronique atteint la valeur critique de 3n., la résonance induit une tres forte
absorption de I'énergie du laser. L’absorption est optimale si cette résonance survient au
moment ou l'intensité du laser est maximale.
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Fic. 1.8 - Energz’e ionique mazximale obtenue expérimentalement (o) et théoriquement

() en fonction de la taille des agrégats de xénon irradiés par une impul-
sion laser de 230 fs et 3x 10" W.cm™? [Springate et al. 00).

H. Milchberg et coll. ont étendu ce modele en incluant une dépendance radiale de la
densité électronique [Milchberg et al. 01]. Les auteurs observent toujours une absorption
résonante mais celle-ci se produit a n, = n.. Compte tenu du gradient de densité, ceci
signifie que la résonance ne survient a un temps ¢ donné que pour une couche de 'agrégat
donnée. L’évolution du rayon de 'agrégat induit un accroissement de 1’absorption pour
différentes couches du plasma en fonction du temps. Par conséquent, I’énergie laser est
fortement absorbée tout au long de I'impulsion laser, contrairement au cas uniforme ou
la résonance est tres breve. Ce modele unidimensionnel présente également une durée
optimale d’impulsion.

1.4.3 Modeles de dynamique moléculaire

Les simulations de dynamique moléculaire consistent a calculer I’évolution d'un sys-
teme de particules au cours du temps en déterminant la vitesse et la position de chaque
particule a 'aide des lois de la dynamique classique de Newton. Les forces appliquées a
une particule sont déterminées par les potentiels d’'interaction avec toutes les autres par-
ticules du systeme. Ces simulations ont été initialement développées pour des systemes
moléculaires, mais, en exploitant le fait que les agrégats sont composés d’un nombre fini
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d’atomes, certains auteurs ont utilisé ce type de modele pour déterminer la dynamique
d’un agrégat soumis a un champ laser intense.

C. Rose-Petruck et coll. ont développé un modele pour lequel les probabilités d’ionisa-
tion par le champ sont prises en compte par la méthode de Monte Carlo [Rose-Petruck et
al. 97]. L’évolution de I'agrégat obtenue est la suivante : les premiers atomes sont ionisés
par le champ laser des lors que l'intensité devient suffisante pour vaincre la barriere cou-
lombienne liant 1’électron a son atome parent. Les ions ainsi créés, confinés a l'intérieur de
I’agrégat, induisent un champ électrostatique supplémentaire tres important. L’ionisation
par suppression de barriere subséquente, alors calculée dans le champ électrique total ré-
sultant du laser et des particules chargées, augmente la densité ionique. Le nombre d’ions
augmentant, le champ total devient donc encore plus important ce qui permet finalement
d’obtenir des états de charge élevés. Ainsi, 'ionisation initiale agit comme un déclic qui
“allume” la dynamique de I'ionisation de ’agrégat, ce modele a donc été baptisé I1IM, pour
“lonization Ignition Model”.

L’étude des trajectoires électroniques démontre que les électrons subissent plusieurs
collisions avec les ions environnants avant de quitter 'agrégat. Le champ électrique com-
biné a ces collisions permet aux électrons de gagner de 1'énergie par bremsstrahlung in-
verse. Lorsque les électrons deviennent suffisamment énergétiques, les collisions avec les
ions peuvent alors générer des trous en couche interne. La désexcitation radiative induite
par ces lacunes conduit a ’émission de rayonnement X.

K. Ishikawa et T. Blenski ont également étudié la dynamique de l'ionisation d’agré-
gats composés de 55 et 147 atomes [Ishikawa et al. 00]. Le modele inclu les processus
d’ionisation par effet tunnel et par collisions ainsi que la recombinaison électronique. Ils
démontrent que l'ionisation des atomes s’effectue essentiellement par effet tunnel du a la
combinaison des champs électriques du laser, des ions et des électrons. Les auteurs dé-
montrent également que I'explosion de l'agrégat est principalement coulombienne (dte a
la répulsion des ions entre eux).

[. Last et J. Jortner ont développé un modele de dynamique moléculaire en trois
dimensions dans lequel les atomes et les ions peuvent étre ionisés par le champ électroma-
gnétique et par collisions [Last et al. 00]. L’étude porte sur 1’évolution des électrons libres
a 'intérieur de l'agrégat et leur probabilité d’étre éjectés en dehors de cet agrégat. Si des
électrons quittent l'agrégat, il s’ensuit un défaut de charges négatives, les ions ont alors
tendance a s’écarter les uns des autres et le rayon de 'agrégat augmente. Pour les plus gros
agrégats étudiés (1061 atomes de xénon), les auteurs démontrent que, au temps t ou le
rayon de 'agrégat a augmenté jusqu’a une valeur donnée, 1'éjection d’électrons augmente
fortement. Il s’ensuit un important défaut de charge qui conduit a I’explosion de ’agrégat.
Ainsi, le passage par cette taille d’agrégat particuliere s’apparente a une quasirésonance
pour laquelle I’énergie des électrons s’accroit nettement.

Afin de modéliser la dynamique pour de plus gros agrégats (~ 10* atomes/agrégat),
G. Petrov et coll. ont développé un modele de dynamique moléculaire pour lequel les
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particules composant 1'agrégat sont remplacées par des "macroparticules” (jusqu’a 1000
macroparticules pour les plus gros agrégats) [Petrov et al. 05]. Chaque macroparticule
est composée de n particules identiques (électrons, ions ou atomes) de charge ng et de
masse nm, q et m étant les charge et masse d'une particule individuelle. La position
et I'impulsion de ces macroparticules sont déterminées par les équations relativistes du
mouvement en 3 dimensions, les potentiels d’interaction entre ces macroparticules sont
déterminés empiriquement.

Les résultats sont présentés pour des agrégats de xénon, une impulsion laser de 120 fs
et un éclairement créte de 101 W.cm™2. L’étude des états de charge atteints en fonction du
rayon initial de I’agrégat révele que plus le rayon augmente et plus l'ionisation collisionnelle
joue un role prépondérant dans la dynamique de I'ionisation. L’étude de la variation de la
densité électronique a I'intérieur de 'agrégat indique une augmentation quasi instantanée
jusqu’a quelques 10?2 cm 3. Puis la densité reste comprise entre 10?2 et 10** cm 2 pendant
quelques dizaines de femtosecondes avant de décroitre tres rapidement. Cette décroissance
est die a l'explosion de 'agrégat.

Pour des agrégats de xénon de 100 A de rayon, la distribution énergétique des électrons
présente une partie maxwellienne a faible énergie a laquelle s’ajoute une composante non-
maxwellienne a haute énergie. L’énergie moyenne est de 13,1 keV pour les électrons et de
291 keV pour les ions, ce qui est cohérent avec les résultats expérimentaux obtenus.

Ce modele est cependant limité en terme de taille d’agrégats. En effet, d’apres les au-
teurs, pour de plus gros agrégats, le nombre de particules composant une macroparticule
devient trop conséquent et les solutions obtenues n’ont plus de sens physique.

Les modeles de dynamique moléculaire permettent de dégager certaines propriétés du
comportement d'un agrégat soumis a un champ laser intense. Ils sont cependant limités :
d’une part, la description classique des trajectoires électroniques ne donne qu’une valeur
qualitative aux résultats. D’autre part, '’emploi de méthode de dynamique moléculaire est
restreinte a des systemes de petite taille.

1.4.4 Simulations PIC (Particle In Cell)

La méthode PIC permet de décrire I’évolution de particules chargées dans un champ
électromagnétique en utilisant I’approximation de type champ moyen. Les champs élec-
triques et magnétiques sont calculés sur un maillage a ’aide des équations de Maxwell.
Apres interpolation de ces champs sur les positions des particules, on en déduit la force
appliquée, ce qui permet, a 'aide des équations du mouvement, de déterminer leurs nou-
velles vitesses et positions. Pour des systéemes composés de nombreux corpuscules, les
particules chargées sont représentées par des pseudo-particules numériques (ou cellules)
qui correspondent a une moyenne sur un grand nombre d’éléments. La densité de courant
et la densité de charges, termes sources des équations de Maxwell, sont déterminées a
I’aide de ces valeurs moyennes.
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1.4.4.1 Modele MPIC (Microscopic Particle In Cell)

Pour déterminer la dynamique de 'agrégat, C. Jungreuthmayer et coll. ont utilisé un
code PIC en 3 dimensions [Jungreuthmayer et al. 04]. Cette simulation PIC présente la
particularité d’avoir une taille de boite tres faible. Ainsi, chaque cellule ne contient qu’une
seule particule chargée. Ceci permet d’avoir acces a différents processus microscopiques
qui ne peuvent étre traité par les codes PIC traditionnels. En effet, dans une simulation
PIC, une boite représente une particule virtuelle qui est le résultat de la moyenne effectuée
sur les ions et électrons la composant. L’interaction entre les différentes cellules ne peut
donc pas prendre en compte des processus comme 'ionisation collisionnelle, le chauffage
par bremsstrahlung inverse ou tout autre mécanisme microscopique nécessitant 'interac-
tion de particules réelles. La modélisation de C. Jungreuthmayer et coll. permet donc de
prendre en compte ces phénomenes. Les positions et vitesses des particules sont calculées
classiquement a l’aide des équations du mouvement relativistes. Les processus quantiques
tels que 'ionisation par effet tunnel sont également ajoutés. L’effet tunnel est calculé avec
le champ électrique total provenant du laser et du champ associé aux particules chargées
composant 'agrégat. Ce champ total est calculé a 1'aide des équations de Maxwell.

Pour des agrégats d’argon Ary(N=10000) et de xénon Xeyn (N=25000) irradiés par
une impulsion laser (Tpwma=100 fs; Iy= 8x 10" W.cm™2) le spectre énergétique des ions
obtenu est en accord avec les résultats expérimentaux de V. Kumarappan [Kumarappan
et al. 03]. L’étude de la dynamique de I'agrégat révele que ionisation provient essentiel-
lement du champ électromagnétique induit (par le laser et les particules chargées). Les
simulations mettent également en évidence une ionisation diie a la polarisation de I'agré-
gat : le champ laser est suffisamment intense pour déplacer le nuage d’électrons libres par
rapport aux ions, plus lourds, qui restent donc en place. Au pole opposé au déplacement,
I’exces de charges positives induit donc un accroissement local du champ électrostatique,
ce qui augmente l'ionisation.

D’apres C. Jungreuthmayer et coll., 'expansion de l'agrégat est déterminée par des
forces électrostatiques et par des processus plasma. Les forces électrostatiques résultent
de I’éjection d’électrons en dehors de I'agrégat. Il s’ensuit un défaut de charges négatives
qui induit une répulsion coulombienne entre les ions et conduit a 'augmentation du rayon
de la cible. Les processus plasma correspondent a la conversion de 1’énergie absorbée par
les particules en énergie cinétique ionique, ce qui conduit a l'expansion hydrodynamique
de T'agrégat. Le modele indique que plus le rayon initial de 1'agrégat augmente, et plus
I’expansion est dominée par la composante hydrodynamique. Ceci vient du fait que les
électrons sont plus difficilement éjectés pour de plus gros agrégats.

Compte tenu de son caractere microscopique, cette simulation PIC rejoint les modeles
de dynamique moléculaire dans le sens ou I’évolution de chaque particule est traitée. Les
résultats obtenus sont cohérents et confortent donc la description de la dynamique de
I'agrégat. Cependant, cette simulation PIC microscopique est, tout comme les modeles
de dynamique moléculaire, limitée par le nombre d’atomes composant 1’agrégat. Pour
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déterminer I’évolution d’agrégats de plus grande taille, il est alors nécessaire d’avoir recours
aux codes PIC utilisant des pseudo-particules représentant une moyenne de plusieurs
particules chargées.

1.4.4.2 Simulation PIC pour de plus gros agrégats

Récemment, Y. Fukuda et coll. ont développé un code PIC (3D) pour modéliser la
dynamique d'un agrégat d’argon de 1,6x10° atomes (Ry=240 A) [Fukuda et al. 06].
L’impulsion laser appliquée possede une largeur a mi-hauteur de 20 fs et un éclairement
créte de 2,7x10' W.cm™2. Les processus d’ionisation sont pris en compte par la méthode

16+) sont

de Monte-Carlo. La dynamique de l'ionisation indique que les ions (jusqu’a Ar
produits par collisions et par effet tunnel. Le champ responsable de l'ionisation tunnel
provient de trois composantes :

— le champ électromagnétique du laser,

— le champ de polarisation induit (les électrons libres sont déplacés par rapport au
centre de 'agrégat selon la direction de polarisation du laser, la partie de I'agrégat
diamétralement opposée se retrouve donc avec un exces de charges positives),

— le champ ambipolaire radial résultant de la non-neutralité de la couronne de plasma
proche de la surface (les électrons éjectés de l'agrégat proviennent essentiellement
de la couronne, induisant ainsi un défaut de charges négatives en surface).

L’intensité atteinte par le champ total résultant est alors de 6x10*® W.cm—2

16+

ce qui est
suffisant pour produire des ions Ar'°". De plus, lorsque la densité électronique devient
élevée, le champ laser est écranté et ne pénetre plus dans la totalité de 'agrégat. Seule la
surface de 'agrégat est irradiée. Celui-ci se retrouve alors composé de deux parties : une
couche externe ol le champ est tres important et un coeur opaque ou les densités ioniques

et électroniques sont tres importantes.

L’évolution de la distribution des états de charge indique que l'ionisation perdure apres
la fin de 'impulsion. En effet, dans le coeur de I'agrégat, les fortes densités induisent une
tres forte ionisation collisionnelle. Dans la couronne, des électrons s’échappent induisant un
exces de charges positives. Le champ associé aux ions conduit alors a des degrés d’ionisa-
tion supplémentaires. La répulsion coulombienne des charges positives conduit également
a I'augmentation du rayon de 'agrégat.

La distribution énergétique des électrons présente une structure a deux composantes
avec une premiere partie a basse énergie (de 0,1 keV a quelques keV) et une seconde a
plus haute énergie (de 10 & 600 keV). L’énergie électronique moyenne obtenue a la fin de
la simulation est de 3,3 keV. La distribution énergétique des ions indique que plus I'état
de charge est élevé et plus la distribution est décalée vers les hautes énergies. Pour les
états de charge élevés (¢ > 12), les ions sont répartis en deux groupes : la composante la
plus énergétique provient de I’explosion coulombienne de la couche externe alors que la
partie moins énergétique provient de I’expansion hydrodynamique du coeur de 'agrégat.
L’énergie ionique moyenne obtenue est de 36,6 keV avec une limite supérieure de 1’'ordre
du MeV pour les états de charge les plus élevés.
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1.4.5 Mise en évidence d’un mécanisme de chauffage addition-
nel : prise en compte de processus stochastiques

Le modele récemment développé par C. Deiss et coll. est basé sur le fait qu'un électron
oscillant dans un champ électrique et subissant une rétrodiffusion élastique peut gagner
de I’énergie si cette collision coincide avec 'inversion de sens du champ laser [Deiss et al.
06]. En effet, le vecteur vitesse électronique inversé par la collision est alors de nouveau
orienté dans le sens du champ, 1’électron peut donc étre encore accéléré durant la demi-
période suivante. Ce processus est illustré sur la figure 1.9. L’électron a par ailleurs une
probabilité non négligeable d’étre rétrodiffusé élastiquement de fagon synchrone avec le
laser, et rapidement absorber une quantité importante d’énergie.

laser
field

i
i
electron |

velocity ! E I §

F1c. 1.9 — Représentation schématique de [’évolution temporelle de la vitesse d’'un élec-
tron dans un champ électrique oscillant. (a) L’énergie maximale acquise par
un électron libre est égale a ’énergie pondéromotrice. (b) Si un électron est ré-
trodiffusé élastiquement a l'instant ou le champ s’annule, sa vitesse sinverse,
[’électron peut alors absorber de l’énergie et étre efficacement accéléré durant
la demi-période suivante.[Deiss et al. 06].

Afin d’évaluer la probabilité de ce processus stochastique, les sections efficaces de dif-
fusion élastique différentielles en angle sont déterminées en prenant en compte 'influence
du coeur ionique diffuseur par l'intermédiaire d’un potentiel Hartree-Fock paramétrisé.
Les données obtenues par C. Deiss et coll. mettent par ailleurs en évidence I'importance
de la prise en compte de ce potentiel non coulombien. Les sections efficaces de diffusion
a grand angle sont en effet nettement accrues vis a vis des sections calculées dans un
potentiel coulombien selon le modele de Rutherford.

Pour modéliser la dynamique d’'un agrégat irradié par une impulsion laser, C. Deiss
et coll. considerent que la dynamique électronique est représentée par une fonction de
distribution classique discrétisée sur un ensemble de particules test Ny (t). Pour N(t)
électrons libres, ces pseudo-particules représentent alN.(t) électrons, ou « est un para-
metre ajustable (limité par les performances numériques). Ceci permet par conséquent de
simuler la dynamique d’agrégats de taille conséquente (comprenant plus de 10° atomes).
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Afin de prendre en compte le mécanisme de chauffage décrit ci-dessus, I’équation du mou-
vement des électrons est déterminée par la méthode de champ moyen selon I’'équation de
Langevin (équation de Newton dans laquelle des processus stochastiques sont prises en
compte). Les différents mécanismes d’ionisation pris en compte sont 'ionisation par effet
de champ ainsi que l'ionisation par impact électronique. La modélisation permet enfin de
déterminer la production de rayonnement X, en évaluant le nombre de lacunes en couche
K générées et les taux de fluorescence associés.

A Taide de ce modele, C. Deiss et coll. ont simulé l'interaction d'un agrégat d’argon
(R=136 A) avec une impulsion laser dont la durée & mi-hauteur est de 60 fs. Les si-
mulations effectuées permettent de reproduire les résultats expérimentaux concernant la
variation de photons X produits en fonction de 1’éclairement créte Iy (pour Iy € [3x10%
W.cm™2; 101 W.cm™2]). 1l est par ailleurs intéressant de remarquer que la prise en compte
de I'influence du coeur ionique dans I’évaluation des sections est primordiale. Le rayonne-
ment X est en effet accru d’un facteur 4 a 7 par rapport au cas purement coulombien.

1.4.6 Equation de Boltzmann couplée a un modele collisionnel-
radiatif

A Paide d’un modéle déterminant 1’évolution temporelle des populations de chaque
état de charge, la fonction de distribution énergétique des électrons, et le rayonnement X
émis, M. Sherrill et coll. ont reproduit un spectre d’émission X expérimental [Sherrill M.
et al. 06]. Ce spectre provient d’agrégats d’argon de 1 pm irradiés par une impulsion de
durée & mi-hauteur de 30 fs et d’éclairement créte 10 W.cm™2. L’évolution de I’agrégat
est divisée en trois parties : avant, au cours, et apres le passage de I'impulsion.

Le spectre expérimental présenté par M. Sherrill et coll. a été obtenu sur 'installa-
tion laser JAERI au Japon. Comme toute installation générant des impulsions breves
et intenses, ce systeme émet une pré-impulsion. Dans ce cas, la pré-impulsion irradie la
cible 10 ns avant l'arrivée de l'impulsion principale. De plus, 'intensité créte de cette
pré-impulsion est de 10" W.cm 2. Compte tenu de cette intensité, I'impulsion principale
n’interagit pas avec un agrégat mais avec un plasma préformé. En effet, & 10'* W.cm™2,
le champ électrique est suffisant pour ioniser les atomes d’argon jusqu’a 8 fois. Par consé-
quent, les auteurs considerent que I'impulsion principale de 30 fs irradie un plasma formé

d’Ar®*. La température électronique est estimée a 140 eV.

Pour modéliser I'interaction de I'impulsion laser avec le plasma préformé, M. Sherrill
et coll. utilise une simulation PIC ultra-relativiste a une dimension. Ce code simule 1’évo-
lution du plasma dans le champ électromagnétique produit par le laser et les particules
chargées, et permet ainsi de déterminer la fonction de distribution électronique a chaque
instant de l'interaction. Aucun processus collisionnel ni d’ionisation par effet de champ
ne sont considérés. D’apres les auteurs, la faible durée de I'impulsion (30 fs) ne permet
pas aux processus collisionnels d’avoir un impact significatif sur I’évolution des différentes
populations ioniques. De plus, la simulation indique que la majeure partie du champ est
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1.4. Modélisation de I'interaction : Résultats théoriques

réfléchie par le plasma. Seule une faible couche de plasma est donc irradiée par 1’éclaire-
ment créte de 10 W.cm™2, la majeure partie ne subit qu'un champ amoindri insuffisant
pour ioniser les couches L de 'argon.

Apres le passage de I'impulsion, le plasma est donc composé d’ions Ar®t dans I'état
fondamental. La simulation PIC permet de déterminer la fonction de distribution éner-
gétique des électrons a la fin de I'impulsion. Ces données servent a initialiser le code
collisionnel-radiatif qui détermine 1’évolution des populations de chaque état de charge.
La structure atomique des ions est prise en compte a l'aide de 3000 niveaux de structure
fine de I'Ar®* & 'Ar'%*. La dynamique de la distribution énergétique des électrons est
calculée a I'aide de I’équation de Boltzmann qui prend en compte les processus collision-
nels élastiques (électron-électron) et inélastique (excitation et désexcitation par impact
électronique, ionisation). La distribution électronique utilisée initialement présente une
longue queue tres énergétique. Les auteurs démontrent que des électrons jusqu’a 50 keV
sont nécessaires pour obtenir un spectre convergé.

80 :

He

60 — —

Intensity (arb. units)

395 4 Waé.g]Sength (A)4.| 4.15 42

F1a. 1.10 — Spectre expérimental (o« o) et théorique () obtenus pour des agrégats
d’argon de 1 um irradiés par une impulsion laser (Tpwmy= 30 fs; Io= 10"
W.cm™2). Le spectre théorique a été obtenu avec N,=3,162x 10°° cm™ et 67=
5,7 ps (voir texte pour explications) [Sherrill M. et al. 06].

Le spectre d’émission mesuré présente des raies provenant d’ions multichargés jusqu’a
Ar'%* . Les auteurs estiment donc que ces états de charge proviennent de 1’évolution d'un
plasma dense apres le passage de I'impulsion principale. Pour obtenir un spectre identique
au résultat expérimental, ce plasma doit posséder une densité atomique N, suffisamment
élevée pendant un temps 7 suffisamment long. Le modele collisionnel-radiatif couplé a
I’équation de Boltzmann est donc résolu pour différents couples (IV,, §7) jusqu’a ce que les
spectres théorique et expérimental concordent (pour les raies He, et d’intercombinaison
I). La figure 1.10 présente le résultat obtenu pour une densité atomique de 3,162x10%°

3

cm™° maintenue constante pendant un temps d7= 5,7 ps.

M. Sherrill et coll. ont développé le premier modele présentant un spectre X synthé-
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tique directement comparable aux expériences. Ils mettent en évidence I'importance de la
pré-impulsion quant a la formation d’un plasma et I'importance de la dynamique de ce
plasma apres le passage de 'impulsion principale. Cependant, ce modele ne permet pas
de comprendre comment les électrons libres acquierent leur énergie. De plus, I’hypothese
selon laquelle il n’y a pas d’ionisation supplémentaire pendant I'impulsion principale est
discutable. Enfin, le spectre a été obtenu pour une densité atomique N, constante pendant
un temps 07 alors que le plasma est en expansion et que par conséquent, la densité décroit
au cours du temps.

1.4.7 Bilan des résultats théoriques

Pour modéliser 'interaction laser-agrégat, diverses approches ont été utilisées. De part
la nature intermédiaire des agrégats, des modeles particulaires (dynamique moléculaire,
Particle In Cell) aussi bien que des modéles macroscopiques ont été développés pour tenter
de comprendre le comportement d’un agrégat irradié par une impulsion laser.

Les modeles particulaires présentent I'avantage de décrire la dynamique de 'interac-
tion de maniere tres complete. Les simulations indiquent que I'impulsion laser ionise les
atomes de l'agrégat. Les électrons libres peuvent alors quitter I'agrégat si leur énergie
est suffisante. D’apres les modeles, plus le rayon de 'agrégat augmente et plus le nombre
d’électrons éjectés en dehors de I'agrégat diminue. Ainsi, pour de petits agrégats, le défaut
de charges négatives induit une explosion coulombienne de ’agrégat. A contrario, lorsque
le rayon augmente, I’expansion de I'agrégat est de plus en plus gouvernée par la pression
hydrodynamique. Pour la dynamique de 'ionisation, les modeles particulaires présentent
cependant certaines divergences. L’importance de 'ionisation par effet de champ vis a vis
de I'ionisation collisionnelle reste indéterminée. Le champ électrostatique lié aux particules
chargées induit une ionisation supplémentaire plus ou moins importante selon les modeles.

Les modeles macroscopiques nécessitent la formulation d'un certain nombre d’hypo-
theses supplémentaires quant a la réaction d’un agrégat soumis a une impulsion laser
intense. La comparaison des résultats théoriques obtenus a 1’aide du modele nanoplasma
avec les résultats expérimentaux semblent indiquer que la description de T. Ditmire et
coll. est correcte. L’hypothese de I'uniformité de la distribution électronique est cepen-
dant remise en cause par la description unidimensionnelle de H. Milchberg.

1.5 Conclusion

Nous avons vu dans ce chapitre les principaux résultats concernant l'interaction entre
des agrégats de gaz rare et une impulsion laser breve et intense. Ce résumé non exhaustif
pourra étre complété par la revue de U. Saalmann [Saalmann et al. 06].

Concernant 1’émission X, les agrégats constituent clairement une source a haute ca-
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dence idéale pour la production de rayonnement X bref. Cette source doit cependant
encore étre optimisée. Les résultats expérimentaux indiquent que le nombre de photons
énergétiques émis augmente avec la taille des agrégats. Cependant, I'influence des para-
metres laser n’est pas encore clairement comprise, d’autant plus que ceux-ci ne sont pas
nécessairement indépendants. Une meilleure compréhension de la dynamique de 1’agrégat
passe donc par une modélisation théorique de l'interaction.

Divers modeles théoriques ont par conséquent été développés. Les modeles particu-
laires nous permettent de mettre en évidence certains processus importants quant a la
dynamique de l'interaction. Ils sont cependant limités de par leur nature a des agrégats
de petites tailles. Ils nécessitent un temps de calcul trés important (23 jours pour le calcul
de la dynamique d’un agrégat de 10000 atomes pour un code PIC microscopique [Krish-
namurthy et al. 06]). Une utilisation systématique de ces modeles semble donc difficile.

Le modele nanoplasma présente au contraire ’avantage d’étre adapté pour des agrégats
composés de plusieurs millions d’atomes. Or, d’apres les résultats expérimentaux obtenus,
la production de rayonnement X est favorisée pour ces gros agrégats. L’objectif de ce tra-
vail étant de comprendre, modéliser et optimiser la production de rayonnement X lors de
I'interaction d'une impulsion laser et d'un agrégat, le modele nanoplasma semble donc le
plus approprié.

Le chapitre suivant présente donc le principe détaillé du modele de T. Ditmire et coll.
[Ditmire et al. 96]. Bien que les principales améliorations apportées a ce modele seront
présentées dans les chapitres 3 et 4, certaines modifications secondaires sont exposées dans
le chapitre 2.
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2.1. Présentation générale du modele nanoplasma

En 1996, T. Ditmire et coll. ont proposé le modele nanoplasma pour décrire 'interac-
tion d’'un agrégat de gaz rare de taille élevée (10* & 105 atomes/agrégat) avec une impulsion
laser intense [Ditmire et al. 96]. Ce modele permet de déterminer la dynamique de 'ioni-
sation, de quantifier le nombre et la vitesse des électrons éjectés, ou bien encore d’estimer
la vitesse d’expansion de I'agrégat. Nous avons vu dans le chapitre précédent que E. Sprin-
gate et coll. ont pu reproduire a 'aide de ce modele les variations de I’énergie maximale
des ions émis en fonction des divers parametres expérimentaux [Springate et al. 00]. Ces
résultats semblent donc indiquer que le modele nanoplasma décrit assez correctement la
dynamique de l'interaction.

Par conséquent, nous avons choisi le modele nanoplasma afin de décrire la dynamique
de I'agrégat et la production de rayonnement X. Bien que ce modele ait déja été présenté
par ailleurs dans diverses theses de doctorat ([Dobosz 98, Caillaud 04, Prigent 04]),
nous y avons apporté quelques modifications (pour le calcul des taux d’ionisation, de la
fréquence de collisions électron-ion et de la température électronique) qui justifient une
nouvelle présentation.

Dans un premier temps, ce chapitre présente les différentes hypotheses formulées par
T. Ditmire et coll. pour modéliser la réponse de I'agrégat a I'impulsion laser. Puis le détail
des processus pris en compte dans cette modélisation sera développé dans les sections
suivantes. Enfin, nous présenterons les résultats obtenus a ’aide de ce modele.

2.1 Présentation générale du modele nanoplasma

2.1.1 Principe du modele

La figure 2.1 présente le schéma de principe du modele nanoplasma. Lorsque l'inten-
sité du champ électrique du laser E¢y devient suffisante, les atomes composant ’agrégat
peuvent étre ionisés(a). Sous 'action du champ laser, les charges positives et négatives se
déplacent par rapport a leurs positions d’équilibre. Ce déplacement induit une polarisa-
tion P qui crée elle-méme un champ électrique a l'intérieur de 'agrégat qui s’oppose au
champ initialement appliqué(b). Le champ total résultant E;,, dans lequel baignent les
atomes de 'agrégat, est alors généralement réduit par rapport au champ externe. Les pre-
miers électrons libres, chauffés par bremsstrahlung inverse (¢), peuvent ensuite percuter
les ions ou atomes environnants. Ces collisions induisent en quelques centaines de femto-
secondes un degré d’ionisation tres élevé a l'intérieur de I'agrégat(d). Celui-ci peut alors
étre assimilé a un plasma dont la dimension correspond a la taille initiale de ’agrégat, soit
une sphere de quelques centaines d’angstréms de rayon. L’absorption de 1’énergie du laser
par l'intermédiaire de ces collisions produit également des électrons libres tres énergé-
tiques qui peuvent alors s’échapper de 1'agrégat (e). L’exces de charges positives résultant
entraine une augmentation de la taille du plasma die a la répulsion électrostatique des
ions. A cette pression coulombienne, s’ajoute une pression hydrodynamique qui provient
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F1G. 2.1 — Schéma représentant les processus pris en compte par le modele nanoplasma
(L’agrégat est représenté par le cercle en trait plein) : lionisation par effet de
champ (a), la polarisation et le champ a lintérieur de l’agrégat (b), l’absorp-
tion d’énergie (c), Uionisation collisionnelle (d), I’émission d’électrons (e), et
lexpansion de l'agrégat (f).

de la conversion d’énergie thermique électronique en énergie cinétique ionique. Ces deux
pressions conduisent a I’explosion finale de 'agrégat (f).

2.1.2 Hypotheses

Les processus pris en compte par le modele nanoplasma permettent de déterminer
I’évolution temporelle de 'agrégat. Pour évaluer ces processus a chaque instant, il est
cependant nécessaire de formuler certaines hypotheses. Le taux d’ionisation par effet de
champ nécessite la connaissance du champ a l'intérieur de 'agrégat en tout point de
l'espace. Calculer les différents parametres intervenant dans la dynamique (taux d’io-
nisation, taux d’émission électronique...) impose également de connaitre la distribution
spatio-temporelle et énergétique des électrons a chaque instant de I’évolution. D’apres les
simulations de dynamique moléculaire effectuées pour des agrégats composés d’environ
10* atomes, la densité électronique interne peut atteindre 10?2 & 102 cm =3 [Petrov et al.
05]. Compte tenu de ces valeurs élevées, il est impossible de déterminer les positions et
énergies de chaque électron et certaines hypotheses sur la distribution électronique sont
inévitables.

® La premiere hypothese suppose que le champ électrique est uniforme a l'intérieur
de I'agrégat.

®@ La deuxieme hypothese considere que les électrons sont uniformément répartis a
I'intérieur de I'agrégat.

® La troisieme hypothese suppose que la distribution énergétique des électrons peut
étre représentée a tout instant par une fonction de distribution maxwellienne.
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Pour que I’hypothése® soit valide, il faut plusieurs conditions. Tout d’abord, le
champ interne dépend du champ électromagnétique de l'impulsion laser. Pour que le
champ interne soit uniforme, il faut que tout les atomes composant 1'agrégat soient ir-
radiés par le méeme champ laser. Dans le cadre de 'approximation dipolaire électrique,
une particule ne ressent pas les variations spatiales du champ si la longueur d’onde A de
ce champ est beaucoup plus importante que ’extension spatiale de la particule. Pour que
tout les atomes d’un agrégat de rayon R subissent le méme champ laser, il faut donc :

A> R (2.1)

Le champ interne dépend également de la polarisation de I'agrégat. La seconde hypothese
suppose une répartition électronique uniforme. Par conséquent, si cette hypothese est vé-
rifiée, alors la polarisation est identique en tout point de ’espace et le champ interne peut
étre considéré comme uniforme a l'intérieur de 1’agrégat.

L’hypotheése® est d’autant plus valable que le rayon de I'agrégat est élevé. En effet,
les résultats expérimentaux indiquent que plus la taille de 'agrégat est importante, et
plus les électrons restent confinés a I'intérieur de I'agrégat. Ainsi, la densité électronique
interne devient tres élevée. Cette forte densité induit de nombreuses collisions électron-ion
et électron-électron. De plus, le mouvement d’oscillation des électrons dans le champ laser
est brisé par ces collisions. La répartition électronique peut alors étre considérée comme
uniforme a l'intérieur de 'agrégat.

L’hypothése® dépend également de I'importance des collisions. En effet, la distribu-
tion maxwellienne des électrons suppose la thermalisation des électrons a une température
T,. Cette thermalisation est assurée si la fréquence de collisions électron-électron est suf-
fisamment importante. Dans un plasma, cette fréquence de collisions peut étre évaluée a
I'aide de I'expression|NRL 04] :

Vee[s™'] = 2,91 x 100, 7732 In A, (2.2)

olt ne(en cm™3) et T, (en eV) sont respectivement la densité et la température électro-
niques, et In A, est le logarithme coulombien qui vaut In A, = 24 — ln(né/ ?/T.) pour T, >
10 eV [NRL 04]. Pour un agrégat, nous pouvons prendre comme valeurs caractéristiques
ne=10% cm™3 et T.=500 eV, ce qui nous donne une fréquence de collisions électron-
électron de l'ordre de 10'* s~!. Compte tenu de I’évolution tres rapide de 'agrégat, il n’est
donc pas certain que tout les électrons aient le temps de se thermaliser a la température
T.. La troisieme hypothese du modele peut ainsi sembler excessive. Cependant, nous avons
choisi ici de conserver cette hypothese afin de préserver la simplicité du modele originel.

La validité de cette hypothese sera rediscutée par la suite a la lumiere des résultats obtenus.

Ainsi, les hypotheses du modele nanoplasma conduisent a un comportement spatia-
lement homogene. Les divers parametres gouvernant la dynamique de l'interaction ne
dépendent donc que du temps. Dans les sections suivantes, nous allons maintenant dé-
tailler la description théorique des différents processus pris en compte dans le modele.
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2.2 Ionisation optique

2.2.1 Les différents mécanismes d’ionisation par effet de champ

Les atomes composant 1’agrégat baignent dans un champ électrique. Or, l'interaction
d’un atome avec un champ électrique E peut conduire a I’éjection d’un électron. Différents
processus d’ionisation interviennent selon l'intensité de ce champ. Ces processus sont pré-
sentés sur la figure 2.2 en fonction d’un éclairement croissant.

Eclairement créte

Energie Energie Energie

Continuum

Continuum

(a) Ionisation par effet (b) Ionisation par effet (c) Ionisation par suppression
multiphotonique. tunnel. de barriere.
(—) Potentiel coulombien, (- -) Potentiel coulombien, (- -) Potentiel coulombien,
(- -) Etats liés. (- ) Potentiel électrique, (- ) Potentiel électrique,
(—) Potentiel total ressenti (—) Potentiel total ressenti
par I’électron. par I’électron.

Fi1G. 2.2 — Schéma des différents processus d’ionisation par effet de champ.

Si ’éclairement est faible, I'ionisation se fera préférentiellement par effet multiphoto-
nique. L’ionisation multiphotonique correspond a l’absorption de plusieurs photons par
I’électron lié. Quand I'énergie Nhw des N photons absorbés est supérieure au potentiel
d’ionisation Ip de I’électron, celui-ci est ionisé et emporte 1’énergie en exces (fig. 2.2(a)).

Lorsque 1’éclairement augmente, le champ électrique devient du méme ordre de gran-
deur que le champ coulombien liant I’électron & son noyau parent. Le potentiel associé au
champ ressenti par I’électron est représenté sur la figure 2.2(b). En présence du champ
extérieur, la barriere de potentiel s’abaisse et 1’électron d’énergie —Ip peut alors franchir
cette barriere par effet tunnel. Lorsque le champ électrique est un champ oscillant, la
barriere de potentiel s’abaisse et monte périodiquement. Cependant, si le temps de tra-
versée de la barriere est court par rapport a la période de ce champ, 1’électron est émis
avant que le champ n’ait varié de maniere appréciable. Ceci correspond a I’approximation
quasi-statique, pour laquelle 'ionisation peut étre représentée par un effet tunnel. Si au
contraire, le temps de traversée est long par rapport a la période du champ, I'ionisation
se fera préférentiellement par effet multiphotonique.
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Lorsque l'intensité devient encore plus importante, le champ électrique peut entiere-
ment compenser la barriere coulombienne (fig. 2.2(c)). L’électron est alors libéré dans le
continuum. Ce processus est appelé ionisation par suppression de barriere ( ionisation BSI
pour “Barrier Suppression lonization™).

L’importance de ces différents régimes d’ionisation en fonction de I’éclairement laser
peut étre évaluée. Le parametre adiabatique de Keldysh [Keldysh 65] définit la limite
entre I'ionisation multiphotonique et I'ionisation par effet tunnel. Ce parametre vaut :

w2m.lp

=
E e

(2.3)
ol w et F sont respectivement la pulsation et 'amplitude du champ électrique. Le régime
multiphotonique est favorisé pour I' > 1, soit pour un champ faible et une fréquence
élevée. Lorsque le parametre de Keldysh satisfait I' < 1, 'ionisation peut étre décrite par
effet tunnel, ce qui correspond a un fort éclairement laser et une fréquence optique faible.
La limite ou le champ devient suffisamment élevé pour compenser la barriere coulom-
bienne peut étre évaluée classiquement. Si 'on considere un potentiel unidimensionnel,
le potentiel total ressenti par 1’électron, somme du potentiel coulombien et du potentiel
électrique, est de la forme :
. —Z
T dmeglz|

V(z) Ex (2.4)
ou Z est la charge de I'atome (ou ion) parent. A partir de cette expression, on peut
donc déterminer la valeur x,,,, ou le potentiel sera maximal. Cette valeur vaut z,,,, =
(Z/(4megE))Y? et le potentiel en ce point est V(Tpmar) = —2(ZE/(4meg))/2. Ceci nous
permet de définir un champ seuil F,.,;, champ minimum pour que 1’électron puisse étre
libéré du champ coulombien. Ce champ est tel que le potentiel en z,,,, soit égal a I’énergie
d’ionisation —Ip de I’électron, soit :

471'80]]23
47

Eseuil - (25)
Ainsi, si le champ est inférieur a cette valeur seuil, I'ionisation se fait par effet tunnel et
s’il est supérieur ou égal, I'électron est libéré par suppression de barriere.

Dans le cadre de notre étude, nous nous intéressons a l'interaction d’agrégats avec un
champ laser intense. Pour un atome d’argon, dont le potentiel d’ionisation /p vaut 15,1
eV, irradié par un champ laser d’amplitude E=5x10'" V.m™! (soit un éclairement créte
de 3,3x10 W.cm~2), et de longueur d’onde A=800 nm, le parametre de Keldysh vaut
0,6. Ces conditions d’éclairement sont typiques de celles utilisées dans les expériences.
Par conséquent, nous pouvons négliger 1'ionisation multiphotonique devant 1’ionisation
par effet tunnel. Mais le champ électrique peut également atteindre des valeurs suffisantes
pour compenser la barriere coulombienne. L’ionisation par suppression de barriere doit
donc également étre prise en compte.
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2.2.2 Calcul du taux d’ionisation optique
2.2.2.1 Taux d’ionisation par effet tunnel

Pour quantifier le nombre d’atomes de I'agrégat ionisés par effet de champ au cours
du temps, nous pouvons utiliser I'expression développée par M. Ammosov, N. Delone
et V. Krainov [Ammosov et al. 86]. Cette formule, communément appelée taux ADK,
permet de calculer le taux d’ionisation par effet tunnel d’un atome (ou d’un ion) complexe
plongé dans un champ statique polarisé linéairement. Pour un électron dont le potentiel
d’ionisation vaut Ip et un champ constant d’amplitude E, le taux tunnel vaut :

3E 1/2 2F 2n*—|m|—1
un -1 =1 — —0 n*l*
Wenls™ 1 = Ir { 750 E o

Qf(l,m)exp[_;go] (2.6)

2

ot Fy = (2Ip)%/? est le champ intra-atomique en unité atomique. Les coefficients |C);-
et f(I,m) sont donnés par les expressions :

22n*
(G| = n*T(n* + I* + 1) (n* — [*) 27
« 20+ 1)(1 !

- 2mI(m (I — |m])!
Ces expressions dépendent des nombres quantiques n, [, m et des nombres quantiques
effectifs n*, [* définis par :

Z

. 2.9
W = (2.9)
0 il <n,
ot I* = { s (2.10)
n* —1 sinon.

Les formules (2.6) et (2.7) sont valables pour :

n*>1 (2.11a)
E < Euyi (2.11Db)
[ quelconque

L’équation (2.11b) indique que l'expression du taux ADK est valable tant que le champ

reste suffisamment faible pour qu’il n’y ait pas d’ionisation par suppression de barriere.
2 en utilisant

L’équation (2.11a) nous permet de simplifier I'’expression du coefficient |C),«j+
la formule asymptotique de Stirling pour la fonction I'(z). On obtient alors I’expression :

1 o2 n* o\ T2
|Crpoe [* = - - (2.12)
2mn* \ n*? — [* n* + I

M. Ammosov et coll. ont montré que cette expression et 1’équation (2.6) peuvent étre

utilisées méme pour n* ~ 1 [Ammosov et al. 86].
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2.2. lonisation optique

D’un point de vue pratique, nous avons donc calculé le taux d’ionisation par effet tunnel
des atomes de I'agrégat en utilisant I'expression (2.6). Le champ E pris en compte dans
I’équation est le champ interne de I'agrégat E;,:. Dans la description de la structure des
atomes (ou ions) composant 1'agrégat, nous ne prenons pas en compte la dégénérescence
des états nl. Par conséquent, I'expression (2.6) est moyennée sur les différentes valeurs du
nombre quantique magnétique m possibles :

Pour un état s (I =0), on aura f(I,m) =1 d’ou

3B\ [ 2F " —2F,
Wi0s™) =1 nt L Crpere|? L 2.13
S () () e 320 )
Pour un état p (I = 1), on aura f(I,m) =3 d’ou
=1 1 1=0 Eint
Fy
et pour un état d (I = 2) on obtient
B 3 (Ew\’
Wis™ ) = Wi [1+3— + = = 2.15
tun [S ] tun + FO + 9 FO ( )

Le coefficient |C,«+|? est calculé & l'aide de 'expression (2.12), ot n* est défini par
I'équation (2.9). Pour [*, nous avons choisi de préciser les conditions de 1’équation (2.10)

0 sil<n-—2,
I* = (2.16)

n* —1 sinon.

telles que :

Les expressions (2.13), (2.14) et (2.15) permettent de calculer le taux d’ionisation par
effet tunnel d’'un atome (ou d’un ion) complexe irradié par un champ polarisé linéaire-

SEint
wFo

d’ionisation par effet tunnel dans le cas d’une polarisation circulaire.

1/2
ment. Ces expressions doivent étre divisées par un facteur ( ) pour obtenir le taux

2.2.2.2 Taux d’ionisation par suppression de barriere

Nous avons vu au paragraphe 2.2.1 que le champ peut étre suffisamment intense pour
entierement compenser la barriere coulombienne liant 1’électron a son noyau parent. Ce-
pendant, contrairement a l'ionisation tunnel, il est impossible de déterminer un taux d’io-
nisation par suppression de barriere. En effet, ce processus n’est pas un phénomene pro-
babiliste mais correspond a un effet seuil.

Compte tenu du fait que 'ionisation BSI correspond a un cas limite de l'ionisation
tunnel, X. Tong et C. Lin ont toutefois proposé une expression qui permet de déterminer
le taux d’ionisation lorsque le champ électrique devient du méme ordre de grandeur que
le champ coulombien [Tong et al. 05]. Cette expression est une extension du taux ADK
présenté au paragraphe précédent. Le taux d’ionisation ADK est valable pour E < ..
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Chapitre 2. Le modeéle nanoplasma

(cf. éq. (2.11b)). Lorsque l'on a E < FEgeui, X. Tong et coll. propose une correction au
taux ADK. Pour notre étude, nous avons donc adapté le taux d’ionisation par effet tunnel
calculé a l'aide des expressions (2.13), (2.14) et (2.15) en incluant la modification de X.
Tong telle que :

Wope[s 71 = Wiun ex —OzZ—2i (2.17)
opt - tun P IP (2[}3)3/2 .
ol « est un parametre déterminé empiriquement. X. Tong et C. Lin proposent :
{ 6  pour un électron ionisé a partir d'un état s (2.18)
o =
9  pour un électron ionisé a partir de tout autre état. (2.19)

Ainsi, dans le cadre de notre modele nanoplasma, I'ionisation par effet de champ est
calculée a 'aide de I'expression (2.17) pour chaque atome (ou ion) de charge Z plongé dans
le champ interne de I'agrégat. Ce processus est responsable du tout début de l'ionisation
de I'agrégat.

2.3 Champ électrique interne

2.3.1 Le champ laser

Afin de calculer I'ionisation par effet de champ, il est donc nécessaire de connaitre le
champ électrique a l'intérieur de 'agrégat. Comme nous l'avons vu au paragraphe 2.1.1,
le champ interne dépend du champ laser. Celui-ci, peut se mettre sous la forme Eqy(t) =
Eof(t)sin(wt)e,, ou Ey est Pamplitude maximum du champ, f(¢) correspond a I’enveloppe
du champ lentement variable, et e, est la direction de polarisation du champ. En se
placant dans le cadre de I'approximation quasi-statique et en considérant une enveloppe
gaussienne, le champ peut étre mis sous la forme :

t2
Eext(t) = Egexp (—2111 2§) e, (2.20)
ou 7 est la durée de I'impulsion & mi-hauteur (FWHM). La relation entre I'intensité laser
et le champ est donnée par 'expression :
1

I(t) = 5gocE2(t) (2.21)

L’amplitude maximale du champ peut donc étre reliée a 1’éclairement créte défini au

21
Eo =4/ =2 (2.22)
EpC

Il est également important de noter que le champ magnétique de I'impulsion laser est

négligé. Ceci est valable si I'intensité laser est inférieure a 102° W.cm 2.

chapitre 1 par :
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2.3. Champ électrique interne

2.3.2 Le champ a l’intérieur de ’agrégat

Le champ interne ressenti par les particules de I’agrégat correspond a la combinaison du
champ dépolarisant et du champ externe. Il est déterminé en considérant I'agrégat comme
une sphere diélectrique placée dans un champ statique, monochromatique et uniforme
[Landau et al. 69] (p. 63) :

3
Ein t) = Eex t 2.23
() = B (2.23)
ol ¢ est la fonction diélectrique du milieu, calculée suivant le modele de Drude pour un

milieu métallique :

w2

S . L 2.24
c w(w + 1) (224)

Le terme d’amortissement v,; correspond a la fréquence de collisions électron-ion, w est la
pulsation laser, et wy. est la fréquence plasma électronique déterminée par :

nee?

(2.25)

Wpe =
b EoMe

Plusieurs remarques peuvent étre effectuées concernant le choix de la réponse du na-
noplasma au champ laser :

- Tout d’abord, comme nous 'avons vu au chapitre 1 avec I’équation (1.6), la lar-
geur spectrale et la durée de I'impulsion laser sont intrinsequement reliées. Par exemple,
une impulsion laser de 60 fs & 800 nm posséde une largeur spectrale de 16 nm (dte a la
limite de Fourier, éq. (1.6)) Ainsi, le champ externe appliqué a 1'agrégat n’est pas stricte-
ment monochromatique. En toute rigueur, il faut donc prendre en compte les différentes
composantes spectrales de 'impulsion pour calculer le champ interne :

Eini(t) = Re { /w e A e E gy (w')e(w’)} (2.26)

—Aw

ou e(w’) est la fonction diélectrique associée a la composante spectrale w’ et Aw est la
largeur spectrale de I'impulsion. Nous avons cependant vérifié que I'approximation mono-
chromatique peut étre utilisée pour des d’impulsions aussi courtes que 50 fs.

- Bien que le champ électrique soit calculé pour une sphere diélectrique, la fonction
diélectrique de Drude utilisée (éq. (2.24)) est valable pour un milieu métallique. En ef-
fet, compte tenu de la présence d’électrons libres au sein de l'agrégat, une description
métallique de la réponse de l'agrégat semble plus appropriée. Il est a noter que nous
avons effectué des tests utilisant une permittivité € plus complexe que celle de ’expression
(2.24) [Bychenkov 98]. Ces résultats n’indiquent pas de modification majeure pour le
champ électrique a l'intérieur de 1'agrégat.
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Chapitre 2. Le modeéle nanoplasma

2.3.3 Mise en évidence d’une résonance

L’équation (2.23) fait apparaitre la possibilité d’une résonance pour la valeur particu-
litre ¢ = —2. D’apres I'équation (2.24), cette résonance intervient lorsque w = wye/v/3.
Ceci correspond a la fréquence de Mie : Le champ laser induit un déplacement du nuage
d’électrons libres par rapport aux ions. La force de rappel électrostatique entre les électrons
libres et les ions de I'agrégat conduit a une oscillation collective du nuage électronique.
Dans le cas d’un milieu aux dimensions finies, la pulsation propre associée a ce mouve-
ment s’appelle pulsation de Mie (ou plasmon de Mie), wysie = wWpe/V/3. Ainsi, Pexcitation
de cette pulsation par I'impulsion laser lorsque w = wyy;e conduit a une amplification du
champ a l'intérieur de 'agrégat par rapport au champ externe, ce qui permet une forte
absorption d’énergie dans le nanoplasma.

ne/nc

Fi1G. 2.3 — Amplification ou réduction du champ interne par rapport au champ laser en
fonction de la densité électronique normalisée a la densité critique, pour une
fréquence de collision électron-ion telle que ve/w = 0,1 (—), et telle que

Vei/w=0,5 (- -).

La figure 2.3 présente le rapport du champ interne au champ externe en fonction
du rapport de la densité électronique a la densité critique n.. En effet, la condition de
résonance w = wy,/v/3 peut étre ramenée & une condition sur la densité électronique n, :

2
w £0Mew
\/p§ <~ n.=3n.,=3 °

Ainsi, selon ce modele, une absorption résonante apparait lorsque la densité électro-

w =

(2.27)

e2

nique atteint la valeur de 3n., le champ interne est alors fortement amplifié. De plus, il
apparait sur la figure 2.3 que le champ a l'intérieur de I'agrégat est amplifié lorsque la
densité électronique est inférieure a six fois la densité critique et réduit pour une densité
électronique supérieure. En effet, le champ externe est alors écranté et ’onde électroma-
gnétique ne peut plus se propager dans le milieu.

D’autre part, 'amplitude de la résonance varie avec la fréquence de collision. Le champ
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2.4. Fréquence de collisions électron-ion

interne a la résonance vaut :

2

w
Vei

De ce fait, la fréquence de collision électron-ion agit comme un terme d’amortissement :

I’amplification du champ électrique est d’autant plus élevée que la fréquence de collision

diminue.

2.4 Fréquence de collisions électron-ion

2.4.1 De la nécessité d’un calcul adapté a l'interaction laser-
agrégat

La fréquence de collisions électron-ion v,; est ici calculée différemment de T. Ditmire
et coll.. En effet, ’équipe de T. Ditmire utilise les expressions de S. Braginskii [Braginskii
65] pour des champs de faible intensité et de V. Silin [Silin 65] pour des champs forts. T.
Ditmire et coll. déterminent numériquement la fréquence de collision électron-ion dans le
cas intermédiaire et introduisent une fréquence maximum pour limiter les valeurs obtenues.
Les expressions de S. Braginskii et V. Silin dépendent du logarithme coulombien In A
[Johnston et al. 73]. Ce logarithme est défini tel que :

InA =1In bmas (2.29)

min

ou b est le parametre d’impact classique. b,,,, est donc la distance maximale d’approche
pour laquelle I’électron incident interagit avec 1’ion cible. b,,,, est choisit tel que by, = Ap,
olt A}, = gokpT./(e’n.) est la longueur de Debye. Cette longueur est définie telle que, au
dela de Ap, l'ion est écranté par la densité électronique environnante, 1’électron incident
ne ressent alors plus l'influence de I'ion cible. b,,;, est la distance minimale d’approche
possible pour I’électron incident. Cette valeur est généralement déterminée classiquement
telle que by, = by = Ze?/(4meokpT,) ou by est le parametre d’impact correspondant a
une déflexion de 90°. Des considérations quantiques peuvent également étre ajoutées ad hoc
en imposant une distance minimale d’approche égale a la longueur d’onde de De Broglie
Ag = h/\/m.kpT,. Le parametre d'impact by, est alors défini tel que by, = maz(by; \g).
Le logarithme coulombien prend finalement la forme :

| ) T,
In A = min [ln (al—m) ;In (51—/2)
ne ne

ou « et (3 sont des coefficients.

(2.30)

Cette expression ne peut cependant pas étre utilisée pour déterminer 1’évolution de
la fréquence de collision électron-ion au cours de l'interaction laser-agrégat. En effet, les
conditions de densité et de température électroniques a l'intérieur de ’agrégat sont tres
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Chapitre 2. Le modeéle nanoplasma

variables au cours du temps. Au tout début de I'interaction, le nombre d’électrons libres au
sein de I'agrégat augmente rapidement, dii a I'ionisation par effet de champ et aux collisions
électron-ion. En revanche, le chauffage du gaz d’électrons n’est pas encore efficace, la
température électronique reste alors faible. En physique des plasmas, le parametre I
permet de déterminer si un plasma est faiblement couplé ou non. En d’autres termes, ce
parametre permet d’évaluer la pertinence d’un traitement binaire des collisions :

_ Ve (2.31)
(€okBTe)3/ 2
Ainsi, au début de I'interaction, lorsque la densité est élevée et la température faible,
['. est supérieur a 1, ce qui indique un plasma couplé. Dans ces conditions, le calcul
du logarithme coulombien (qui dérive de la représentation a deux corps d’une collision)
n’est pas adapté; celui-ci devient négatif (alors que d’apres la définition (2.29), on a
nécessairement by,q; > by soit In A > 0).

2.4.2 A partir du taux de chauffage calculé par dynamique mo-
léculaire

Nous avons par conséquent été amenés a déterminer une expression de la fréquence de
collisions électron-ion valable quelques soient les conditions rencontrées au cours de l'in-
teraction. Pour cela, nous avons utilisé les travaux de N. David et coll. [David et al. 04] : &
I’aide de simulations de dynamique moléculaire, le taux de chauffage par bremsstrahlung
inverse dans un plasma est calculé en fonction de la densité et de I’éclairement laser pour
une polarisation linéaire du champ laser. Cette méthode permet d’éviter certaines hypo-
theses inhérentes a ’emploi d’autres approches, comme par exemple celles qui utilisent le
logarithme coulombien. De plus, les calculs sont effectués pour différentes conditions de
densité, de température et de champ électrique, ce qui assure un large domaine de validité.

L’approche employée par N. David et coll. consiste a séparer la force appliquée a une
particule ¢ en deux composantes : un terme a longue portée correspondant a l'influence
de la majorité des particules, et un terme de courte portée résultant de 'interaction avec
les plus proches voisins de la particule 7 en question. Il est a noter que 'approche de N.
David et coll. s’affranchit de facto du traitement binaire des collisions. Le terme de longue
portée est calculé a 'aide de I’équation de Poisson. Cette équation permet d’obtenir le
champ électrostatique associé aux particules qui n’influencent que faiblement le mouve-
ment de la particule 7. Le terme de courte portée est calculé en intégrant directement la
force coulombienne associée aux particules proches. L’influence du champ électrique du
laser est également pris en compte. L’équation non-relativiste du mouvement permet enfin
d’obtenir la position et la vitesse de chaque particule. Le chauffage est alors déterminé en
calculant I'augmentation de I’énergie moyenne du plasma au cours du temps, et donc le
taux de variation de la température électronique.

Finalement, N. David et coll. obtiennent une expression analytique qui reproduit les
résultats obtenus avec les simulations de dynamique moléculaire. Il est a noter que cette
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2.4. Fréquence de collisions électron-ion

expression corrige celle de A. Polishchuk et J. Meyer-Ter-Vehn obtenue en considérant des
collisions binaires dans un champ électrique [Polishchuk et al. 94] :
OkgT. David 8et Z2v?

ot  3m,(dme)?(v2 osi Vi) o(ni)In Ay (2.32)

osc
ol vy, et vos. sont respectivement la vitesse thermique électronique et la vitesse d’oscilla-
tion maximale dans le champ laser telles que :

kT 1/2
Vo = ( b ) (2.33)
Me
et >
Voge = it (2.34)
MW

Le logarithme coulombien modifié prend la forme :

kBTe} (2.35)

InA; =In |Ci& + 0252 + 0353 + exp (%\/71’/2)1 x In {exp(l) + Py

2

>/ (kBTe). Les coefficients C; sont donnés dans le tableau 2.1.

avec £ = m,v
La fonction a(n;) représente la dépendance non-linéaire du taux de chauffage en fonction

de la densité ionique n;. N. David et coll. propose une expression de la forme :

a(n;)[em™] = Cyn; (1 - —'> (2.36)

N. David et coll. limitent leurs calculs & une densité ionique de 8x10* cm™. Or, dans
le cadre de l'interaction laser-agrégat, la densité ionique peut atteindre des valeurs plus
élevées (quelques 10?2 cm™2). L’expression (2.36) n’est alors plus valide (lorsque n; > Cs,
a(n;) devient négatif). Nous avons donc extrapolé I'expression de N. David et coll. pour des
densités ioniques plus élevées. La figure 2.4 présente les valeurs de a(n;) obtenues a 'aide
des résultats de dynamique moléculaire, I’expression analytique obtenue par interpolation
des données par N. David et coll., et I'expression extrapolée pour de plus fortes densités
ioniques. L’expression (2.36) est utilisée lorsque la densité ionique n; est inférieure & 6x 10%
cm~3. Pour des densités plus importantes, I’expression obtenue par extrapolation est :

a(n;)[em ™) = CsIn(n;) — Cy (2.37)

Coefficient Cl CQ Cg 04 C5 06 07
Valeur || 1,042 -0,233 0,139 || 1,089 2,21.10%' || 2,78.1020 1,28.10%2

TAB. 2.1 — Valeur des coefficients C; pour le calcul du logarithme coulombien modifié (éq.
(2.35)), de lexpression a(n;) obtenue par David (éq. (2.36)) et coll. [David et
al. 04] et de l'expression extrapolée (2.37). Ces coefficients sont valides pour

une densité ionique exprimée en cm™>.

o1



Chapitre 2. Le modeéle nanoplasma

e

F1G. 2.4 — Evolution de a(n;) en fonction de la densité ionique. (X) Valeurs déterminées
par les calculs de dynamique moléculaire, (—) expression analytique (2.36) ob-
tenue par N. David et coll. [David et al. 04/, (- -) expression (2.37) obtenue
par extrapolation. Le comportement linéaire (---) est représenté pour indica-
tion. Le trait vertical indique la densité seuil a partir de laquelle [’expression
(2.87) est utilisée.

L’expression donnée par N. David et coll. est dérivée des résultats obtenus par A.
Polishchuk et coll.. Cette expression est valide pour un champ d’intensité quelconque et
pour hw < kgT,. Cependant, dans le cadre de 'interaction laser-agrégat, cette condition
n’est pas satisfaite au tout début de l'interaction. Dans ce cas, pour déterminer la fréquence
de collisions électron-ion, nous avons utilisé I’expression obtenue par A. Polishchuk et coll.
[Polishchuk et al. 94] :

8kBTe Polish. 864 ZQ
ot = 3me (47-(-50)2\/050 n; In AQ (238)
ou
1 V2P
InAy = 2 {ln %} (2.39)

Il est important de remarquer que, suivant A. Polishchuk et coll., cette expression n’est
valide que lorsque m.vZ, . > hw.

osc

Il faut également noter que ces expressions d’absorption d’énergie par bremsstrahlung
inverse ne sont pas utilisées pour déterminer la température électronique du nanoplasma,
mais uniquement pour déterminer la fréquence de collision électron-ion. En effet, nous
allons voir par la suite que ce traitement est incomplet car il ne permet pas de prendre en
compte les dimensions finies du plasma formé par l'interaction laser-agrégat. Pour déter-
miner le taux de chauffage dans ’agrégat, nous avons donc préféré utiliser une expression
plus adaptée ; celle-ci sera présentée au paragraphe 2.8.
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2.4.3 Fréquence de collisions pour ’interaction laser-agrégat

Le taux de chauffage par bremsstrahlung inverse est intrinsequement relié a la fré-
quence de collisions électron-ion. Suivant P. Mulser et coll. [Mulser et al. 00], la variation
de quantité de mouvement par unité de temps d’un électron lors d’une collision s’écrit :

p(t) = v (t)p(t) (2.40)

En considérant une distribution maxwellienne isotrope, 1’énergie absorbée par un électron,
moyennée sur un cycle optique, vaut alors :

0E

O D) = mov, VB (241)

= MelVeiVose osc

ou l'approximation effectuée sur les valeurs moyennes permet de définir la fréquence de
collisions électron-ion moyennée sur un cycle optique. (Par la suite, cette fréquence est
simplement désignée par 'expression v,;). La vitesse d’oscillation d’'un électron dans le
champ laser s’écrit :

Ein
Vose(t) = fn f coswt| (2.42)

e
En moyennant cette vitesse sur un cycle optique, sachant que ’énergie absorbée par un
électron est reliée a la température selon £ = %k:BTe, on obtient la relation entre le taux
de chauffage et la fréquence de collisions électron-ion :
okgT, 4

" 2.4
o~ 3/atr (2.43)

\ e?E? ‘ 4 . . ’ .
ou Up = =2 est I'énergie moyenne acquise par un €lectron sur un cycle optique.

Par conséquent, a partir du taux de chauffage obtenu par N. David et coll. (valide
pour une intensité quelconque), nous en déduisons cette expression pour la fréquence de
collision :

David __ 864Z2 Oz(?’LZ)

T mi(dmeo)? (Vi + Vi)Y

In A (2.44)

ou vfh = kgT./m.. Cette expression est valide pour hiw < kgT,. Pour fw > kgT,, nous
utilisons l'expression (2.38) obtenue par A. Polishchuk et coll. pour le taux de chauffage.
En utilisant la méme relation (2.43), on obtient finalement I’expression de la fréquence de
collisions électron-ion pour hw > kg7, :
) 8 4 ZQ ;
Polish. __ € n In A2 (245)

“ mg (47T60)2 Vgsc

Il faut cependant corriger les expressions (2.44) et (2.45) afin de prendre en compte la
dimension finie de agrégat. En suivant F. Megi et coll. [Megi et al. 03], nous avons donc
introduit un terme supplémentaire pour le calcul de la fréquence de collision électron-ion :
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Chapitre 2. Le modeéle nanoplasma

=~ 2.46
v = (2.46)

ol v.= y/v3 + V2. et R est le rayon de lagrégat. Ce terme, appelé fréquence de colli-
sion électron-surface, permet de limiter les effets de la résonance mise en évidence lorsque
n. = 3n.. En effet, comme nous ’avons vu au paragraphe 2.3.3, le champ interne et donc le
taux de chauffage peuvent étre amplifiés de maniere significative lors de cette résonance.
Or, en premiere approximation (en négligeant le logarithme coulombien lentement va-
riable), la fréquence de collisions électron-ion (éq. (2.44)) est inversement proportionnelle
au cube de la vitesse électronique. A la résonance, le champ et la température élevés in-
duisent un important accroissement de la vitesse électronique, la fréquence de collision est
donc incidemment réduite. Etant donné que cette fréquence agit comme un terme d’amor-
tissement, la résonance est d’autant plus importante. Cette succession d’évenements peut
alors conduire a des résultats non physiques.

Le terme introduit par F. Megi et coll. traduit la réflexion des électrons sur la surface
de 'agrégat. Ce processus, qui présente une forte analogie avec le phénomene de physique
nucléaire de dissipation sur une paroi mobile [Yannouleas 85], a été mis en évidence pour
des agrégats métalliques dans le régime de Mie [Yannouleas et al. 92]. Il correspond a la
perte de cohérence du plasmon de Mie (atténuation de Landau). La figure 2.5 présente
I’évolution de la fréquence de collision électron-ion, du champ interne et du champ externe
pour un cas typique de 'interaction laser-agrégat [Megi et al. 03]. Lorsque les collisions
électron-surface ne sont pas prises en compte, la fréquence de collision électron-ion est
fortement réduite a la résonance, et le champ interne atteint une valeur tres élevée. La
prise en compte des collisions de surface permet de compenser la réduction de la fréquence
de collision, la résonance est alors amortie et le champ est restreint a une valeur plausible.

En pratique, la fréquence de collisions électron-ion est donc calculée selon :

a(n:) (Vi + V2o
8et(Z)? (V2. + 2,32 Ay + pour hw < kgT,
n; InAs + M pour kpT, < hw < m.v2,,

R

osc

(2.47)
avec vy, la vitesse liée a 1’énergie thermique (éq. (2.33)), Vo la vitesse pondéromotrice
électronique (éq. (2.34)). La fonction a(n;) s’exprime selon :

a(n;) [em™3] = Cyn;(1 — n;/C5) pour n; < 6.10%° cm—3 (2.48)
a(n;) [em™3] = CgIn(n;) — C;  pour n; > 6.102° cm™3 '
et les logarithmes coulombiens sont donnés par :
2 3 1 kgTe
InA; = In [015 + Cy8* 4+ C58° + exp <§\/7r/2>} X In |exp(1) + oy
T e 1 (2.49)
InAs = 1 {ln %]
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Fic. 2.5 - Panneau supérieur : Evolution de la fréquence de collisions électron-ion
avec (—) et sans (- -) terme de collision électron-surface.
Panneau inférieur : Evolution du champ externe (- +) et du champ interne
lorsque les effets de surface ne sont pas inclus (- -), lorsque le terme de collision
électron-surface est pris en compte (—) [Megi et al. 03].

ou les coefficients C; sont donnés dans le tableau 2.1 et £ = % L’état de charge
moyen au carré (7 >2 pris en compte pour calculer la fréquence de collisions électron-ion

est déterminé a partir les populations ioniques NV, de chaque état de charge ¢ :
1
2 _ 2
(Z)" = N Eq qN, (2.50)

ou N est le nombre total d’atomes dans 'agrégat.

2.5 Ionisation collisionnelle

2.5.1 Taux d’ionisation par collisions - méthode originelle

Lorsque les premiers électrons ont été ionisé par effet tunnel, ils peuvent entrer en
collisions avec les atomes ou ions environnants. S’ils possedent une énergie suffisante, ils
peuvent a leur tour ioniser d’autres électrons. Dans le modele nanoplasma originel, T.
Ditmire et coll. décomposent le taux d’ionisation collisionnel W,,; en deux parties telles
que Weoy = Wi+ Wi [Ditmire et al. 96]. Ces deux taux proviennent de la décomposition
de la vitesse électronique en deux termes ve = Voge + Vin, OU Vip est la vitesse thermique
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Chapitre 2. Le modeéle nanoplasma

des électrons due a la température interne du gaz d’électrons (éq. (2.33)), et Vose(t) est la
vitesse acquise par oscillation dans le champ :
Ein

Vose(t) = S2 | cos(wt)] (2.51)

MW

T. Ditmire et coll. supposent donc que la probabilité d’ionisation d’un atome par collision
avec un électron de vitesse ve peut étre mis sous la forme d’une somme de deux taux,
chacun de ces taux étant associé a une des composantes de la vitesse. Par conséquent,
le taux d’ionisation "thermique” Wy, correspond a la probabilité d’ionisation par la com-
posante thermique de la vitesse vy, et le taux d’ionisation "suprathermique” Wy, dérive
de la composante de la vitesse acquise par oscillation Vs (t). Le terme "suprathermique”
provient du fait que la vitesse d’oscillation des électrons dans le champ peut étre beaucoup
plus importante que la température électronique moyenne. Chaque taux peut étre calculé
a I'aide d’une section efficace de collision électron-ion o; et résulte d’'une moyenne sur la
distribution de vitesses pour le taux thermique, et sur une période optique pour le taux
suprathermique :

Wth[s_l] = ne<0jvth>distribution de vitesses (252)

I/Vlas[s_l] = ne<0jvosc>période optique (253)

L’expression de la section efficace d’ionisation par collisions électron-ion est celle ob-
tenue empiriquement par W. Lotz pour un niveau électronique j [Lotz 68].
In(Eine/Ip;)

5= 4G (2.54)
incdPj

a; est un coefficient valant 1,15x107%° J?m?, ¢; est le nombre d’électrons sur la couche
ionisée, Ip; est le potentiel d’ionisation de I’électron initialement li¢ et Ej,. est I’énergie

cinétique de I’électron incident.

2.5.2 Amélioration du calcul du taux d’ionisation collisionnel

Nous avons choisi une méthode différente pour calculer le taux d’ionisation par colli-
sion électron-ion. En effet, la décomposition v, = vin + Vese N'implique pas la séparabilité
du taux collisionnel W,,; = W,y + Wi,s. Ceci apparait clairement si 'on considere une
distribution électronique monocinétique dans un champ laser statique tel que v s = v
Le taux calculé selon T. Ditmire et coll. est alors Wy, +Wias = 2n.0;(vin)vin, alors que 'on
obtient un taux unique de Wiy = 2n.0;(2v4,)ven, # Win + Wigs en considérant la vitesse
électronique totale ve = Voge + Vin. Nous avons par conséquent développé une procédure
qui évite la décomposition Wy, + Wi,s.

D’apres 'hypothese @ formulée au paragraphe 2.1.2, la distribution de vitesses élec-
troniques peut étre mise sous la forme d’une fonction de distribution maxwellienne f(v) :

3/2 2
m MV,
) = e _MeVe 2.
f(ve) (QWkBTe) eXp( QkBT) (2.55)
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soit pour chacune des composantes x, vy, z de la vitesse :

1/2 2
m m.V,.
)= e _MeVei 2.
f(ve) (ZWkBTe) eXp( QkBTe) (2.56)

ou ¢ = z,¥, 2. Pour une température électronique 7, donnée, les composantes v., de la

vitesse sont obtenues aléatoirement a ’aide d’une distribution normale en utilisant la
méthode directe [Abramowitz et al. 64] :

Ve,  =vu(—=2InU,)%cos(2nU,, 1)

2.
= v (—21n Un)1/2 sin(2nU,,41) (2.57)

Ici, vy, est la vitesse thermique électronique (éq. (2.33)) et les nombres U, sont générés
aléatoirement a ’aide d'une distribution uniforme dans 'intervalle [0; 1].

A cette distribution maxwellienne s’ajoute également la vitesse d’oscillation électro-
nique v,s.(t) dans le champ électrique Fy,(t) (éq. (2.51)). Les électrons oscillent selon 'axe
de polarisation du champ électrique. Nous choisissons pour le champ laser une polarisa-
tion linéaire selon l'axe z. Par conséquent, la composante v,,.(t) s’ajoute a la composante
thermique v,_. Cependant, nous nous plagons dans 'approximation quasi-statique (c’est
a dire que 'on ne considere que l’enveloppe du champ, voir paragraphe 2.3), I'argument
du cosinus est donc déterminé par une distribution uniforme dans [0; 27]. Ainsi, pour un
ensemble de valeurs aléatoires n, on obtient une série de points dans I'espace des vitesses
tels que :

1/2
Ve, = (Vg + Vg + (Vezn + VOSCn)2> (258)
xn Yn

Le taux d’ionisation collisionnel est calculé selon :
Weont [571] = ne<UjVe> (259)

ol la moyenne est calculée sur la distribution de vitesses électroniques. L’énergie cinétique
de I'électron incident Fj,. intervenant dans le calcul de la section efficace d’ionisation o;

(cf. éq. (2.54)) est déterminée & I'aide des valeurs aléatoires obtenues selon Ej,., = 3mev?2 .
Pour un nombre de valeurs aléatoires N,,., suffisamment élevé, le taux peut alors étre
obtenu par :
n Nmaz
Weou[s ™! = —= oj v 2.60
coll[ ] Nmax ; JnVen ( )

Cette méthode permet de ne calculer qu’un seul et unique taux d’ionisation par colli-
sions en prenant directement en compte ’'oscillation des électrons dans la distribution de
vitesses électroniques.

2.5.3 Taux d’ionisation collisionnel : forme analytique

Afin de rendre le calcul du taux d’ionisation collisionnel plus rapide, une forme analy-
tique a été obtenue. Celle-ci permet de reproduire les résultats obtenus avec la méthode
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Chapitre 2. Le modeéle nanoplasma

numeérique précédemment décrite :

Gea kpT. kpT.,
Weou[s™ ] = VVth—l-ne3/2]—%1/2 [f(,u) exp (—0,7 b ) — g(p) exp (—3,5 b )] (2.61)
IP Me Ip Ip
ol
U
p=== (2.62)
Ip
1,5u
= 2.63
) =5 (2.69)
f(u) sip<0,5
et g(u) = . (2.64)
0,3 sinon.
Up est I'énergie pondéromotrice, c’est a dire I’énergie cinétique moyenne d’un électron
oscillant dans le champ électrique Up = erjné

Le taux Wy, est le taux d’ionisation collisionnel calculé selon I'expression (2.59) pour une
distribution strictement maxwellienne (c’est a dire telle que v,z = 0). Ce taux correspond
donc au taux d’ionisation thermique calculé par T. Ditmire et coll.. Il vaut® :

2\/§ ajqj
(WmekBTe)l/Q [p

Win[s™'] = ne Ei(Ip/kgT,) (2.65)

ou Ei(z) = fmoo 6—;tdt est l'intégrale exponentielle d’ordre 1.

La figure 2.6 permet de comparer les taux d’ionisation collisionnels calculés a I’aide
de la méthode de T. Ditmire et coll. (éqs (2.52) et (2.53)), avec I'expression analytique
(2.61), et a l'aide de la méthode décrite au paragraphe 2.5.2. Ces taux sont calculés en
fonction du potentiel d’ionisation Ip pour les ions Ar?t (g € [0;8]). Le nombre de valeurs
aléatoires Ny, utilisé est de 10000 afin que la convergence soit atteinte (cf. éq. (2.60)).
La densité n, et la température 7T, sont fixées respectivement & 102! cm™3 et 100 eV, le
champ FE vaut 10 V.m™! (soit un éclairement I de 1,3x10'® W.cm™2) pour une longueur
d’onde A de 800 nm.

Lorsque T, > Up, la contribution du champ électrique est négligeable et le taux
d’ionisation collisionnel peut étre assimilé a I'unique composante W;;, provenant de la dis-
tribution thermique. Dans ce cas, le taux est le méme quelle que soit la méthode de calcul.
Mais, dans les conditions d’éclairement considérées pour la figure 2.6, I’énergie pondéro-
motrice Up vaut 79 eV, nous avons alors T, 2>

~Y

Up. Nous constatons sur la figure 2.6 que,
dans certains cas, le taux calculé selon T. Ditmire et coll. reproduit mal les résultats ob-
tenus & laide de la distribution aléatoire (éq. (2.60)). Pour UAr®, 'erreur relative atteint
80 %. L’expression analytique (2.61) reproduit correctement les résultats numériques dans
les conditions considérées.

Afin de déterminer dans quelles conditions cette forme analytique peut étre utilisée,
nous avons procédé a plusieurs séries de calcul selon les différents parametres. Cependant,

Dans l’article de T. Ditmire, il manque le facteur 2/2.
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Fi1a. 2.6 — Taux d’ionisations collisionnels en fonction du potentiel d’ionisation Ip pour
les ions A" (q € [0-8]). Taux calculés avec : une distribution aléatoire (+)
(éq. (2.60) avec Ny =10000), la forme analytique (2.61) (X), selon T.
Ditmire (A) [Ditmire et al. 96]. Les paramétres firés valent : n.=10°'cm™,

T. =100 eV, E =10"V.m™ ' et A =800 nm.

compte tenu du nombre important de variables entrant en jeu dans le calcul du taux colli-
sionnel (température, champ, fréquence, potentiel d’ionisation)?; il est difficile de dégager
les conditions de validité de I’expression analytique en fonction de tous les parametres.
Nous avons donc calculé I'évolution d'un agrégat irradié par une impulsion laser intense
pour différentes conditions, d'une part avec l'expression (2.60), et d’autre part avec I'ex-
pression analytique (2.61). Les tests ont été effectués pour des agrégats d’argon et de
xénon, pour des champs lasers dont 1’éclairement maximal varie entre 4x10% W.cm™2
et 101" W.cm ™2, et pour une longueur d’onde de 800 nm. Dans les différentes conditions
rencontrées au cours de I’évolution, il apparait que la forme analytique est valide quelque
soit la température et le champ atteints, sauf au tout début de l'interaction. Une étude
plus détaillée indique que l'expression analytique ne peut pas étre employée lorsque la
température est tres faible.

D’un point de vue pratique, pour calculer les taux d’ionisation collisionnels, nous avons
donc utilisé la méthode décrite au paragraphe 2.5.2 lorsque la température électronique
est inférieure a 4 eV, et la forme analytique (2.61) dans toutes les autres conditions.

2.6 Emission d’électrons

Lorsque les électrons libres ont acquis suffisamment d’énergie, ils peuvent quitter I’agré-
gat. Pour quantifier le nombre d’électrons s’échappant de 1'agrégat, T. Ditmire et coll.
estiment le taux d’émission en prenant en compte le libre parcours moyen dun électron

2Le taux d’ionisation collisionnel dépend également de la densité électronique, mais celle-ci n’est qu’un
facteur multiplicatif quelque soit la méthode de calcul employée.
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Chapitre 2. Le modeéle nanoplasma

au sein du plasma et la géométrie de 'agrégat : pour quitter 'agrégat, un électron doit
posséder :
— un libre parcours moyen A, supérieur a la distance qui le sépare de la surface de
I'agrégat,
— une énergie cinétique suffisante pour compenser la barriere de potentiel coulombienne
associée au rappel électrostatique des ions de ’agrégat.
En considérant la distribution énergétique des électrons comme étant maxwellienne, le
taux d’électrons émis par seconde W (F'S pour "free streaming”) est alors (cf. [Megi
05] pour un calcul détaillé) :

2/ 27
Ne———=
\/mek:BTe
Ae
E(HRQ — A} pour A\, < R
4R? pour A\, > R

E
WFS[S_I] = (Bese + kpT,)exp | ——— | x
kgT,

(2.66)

ou R est le rayon de 'agrégat. Le libre parcours moyen A, est déterminé selon A\, = (v) /v,
avec Ve la fréquence de collisions électron-ion déterminée au paragraphe 2.4, et (v) la
vitesse moyenne de 1’électron, soit, pour une distribution maxwellienne :

 [BkpT. 1
B TTMe Ve

Ae

(2.67)

Pour déterminer 1’énergie cinétique E.,. nécessaire pour qu’un électron puisse s’échap-
per, lagrégat est considéré comme un conducteur parfait chargé @) fois. L’énergie poten-
tielle coulombienne d’un tel conducteur est (Qe?)/(8wgoR). Ainsi, lorsque qu'un électron
quitte 'agrégat, il ressent (Q+ 1 charges, I’énergie cinétique minimum pour que cet électron
puisse s’échapper est alors :

(Q+1)e?

Eesc =
87T€0R

(2.68)

2.7 Expansion de P’agrégat

L’émission d’électrons conduit a un défaut de charges négatives dans 1'agrégat. Cette
perte de neutralité du plasma induit une augmentation du rayon de I’agrégat die a la répul-
sion électrostatique entre les ions. En considérant ’agrégat comme une sphere conductrice
parfaite de charge Qe, l'influence de ce défaut de charge sur ’expansion du nanoplasma
peut étre mis sous la forme d’une pression coulombienne. Cette pression correspond au
rapport de I'énergie électrostatique accumulée dans 'agrégat sur le volume de ’agrégat
[Lorrrain et al. 88]. On obtient ainsi une expression de la forme :

B 3@262
3272 R4

A cette pression coulombienne s’ajoute également une pression due a I’énergie absorbée

Fc (2.69)

par l'agrégat. En effet, lorsque cette énergie devient importante, la forte température
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2.8. Température électronique

électronique rend le plasma instable. Cette pression cinétique (aussi désignée par "pression
hydrodynamique”) entraine donc également un accroissement du rayon de 'agrégat. Elle
prend la forme :

PH = nekBTe (270)

En toute rigueur, cette pression devrait également prendre en compte l’énergie ionique
selon Py = n kT, + n;kgT;. En effet, 'énergie absorbée par les électrons libres de I’agré-
gat est en partie transférée aux ions sous forme d’énergie cinétique lorsque ces électrons
entrent en collision avec les ions environnants. Cependant, les ions étant beaucoup plus
lourds que les électrons, la température ionique est faible devant la température électro-
nique, le second terme de la pression cinétique peut donc étre négligé.

Pour déterminer 1’évolution temporelle du rayon de l'agrégat, T. Ditmire et coll. uti-
lisent un modele d’expansion auto-semblable d’un plasma a symétrie sphérique [Haught
et al. 70]. Ce modele implique que les profils spatiaux des différentes grandeurs caracté-
ristiques du plasma telles que la densité ou la pression sont conservées au cours du temps.
En appliquant la deuxieme loi de Newton a un fluide qui se dilate au cours du temps, on
obtient finalement I’expression suivante pour la variation du rayon de ’agrégat :

PR _ Py + P
dtQ n n;m; R

ou m; est la masse ionique (choisie comme étant égale a la masse de 'atome neutre).

(2.71)

2.8 Température électronique

La température du gaz d’électrons est déterminée a partir de I’équation de conservation
de I’énergie thermique électronique totale au sein de 'agrégat :

d (3 d
pr <§Nek3Te> = [Termes de gain d’énergie - Termes de perte d’énergie]  (2.72)

ou N, est le nombre d’électrons libres. On obtient ainsi I’équation d’évolution de la tem-
pérature électronique :

OkgT, __kBT€8N€+ 2
o0 N, 9t 3N,

[Termes de gain d’énergie - Termes de perte d’énergie]

(2.73)

2.8.1 Termes de gain d’énergie
Chauffage par bremsstrahlung inverse

L’énergie absorbée, par unité de temps et de volume, par un milieu soumis a un champ
électrique E est déterminée suivant [Landau et al. 69] (p. 396) (le champ magnétique est
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négligé) :

dE(t
Eus = Pd—i(f) (2.74)
L’agrégat étant considéré comme une sphere initialement diélectrique et uniforme sou-

mis au champ interne E;(t), la polarisation P(¢) et le champ sont reliés par :

P(t) = eo(e — 1)Eine(?) (2.75)

ou ¢ est la fonction diélectrique de I'agrégat définie par ’équation (2.24).

Le champ E;n(t) et la polarisation P(¢) peuvent se mettre sous formes complexes,
soit Eing(t) = Ei(t)e“le, et P(t) = P(t)e™e,, ot Eyu(t) et P(t) correspondent aux
enveloppes lentement variables (t < w™!) du champ et de la polarisation. En négligeant la
variation temporelle de 'enveloppe du champ devant le terme oscillant (dE;,.(t)/dt ~ 0),
et en moyennant sur un cycle optique, I’énergie absorbée se réduit a :

By = %?Re {P( )dEg;;( >} - %%e{—in(t)Emt(t)} (2.76)

L’énergie absorbée par unité de temps dans le volume de I'agrégat V est alors :

8EBI Vwe
ot 08% {_7’5_1)‘ znt( )|}_

V(,UEO S

m(e) | B, ()] (2.77)

En utilisant I'expression (2.23) du champ interne, le taux de chauffage de I'agrégat par
bremsstrahlung inverse s’exprime finalement selon :

OEPT  9gg|Eeny(1)|? W2 Vei 4
_ 920l Eere (1)) i —rR? (2.78)
ot 2 w?(w? + %) + w2 (W2, — 6w?) 3

N 3 s . ’ . . 2
oll wye est la fréquence plasma électronique définie par I'expression /<.
EQMe

Thermalisation des électrons nouvellement émis

Le modele considere que les électrons nouvellement libérés (soit par effet de champ,
soit par collisions) se thermalisent instantanément a la température du gaz d’électrons
environnant. L’énergie totale acquise par ces électrons par unité de temps est donc :

aEth
= Z coll)quBTe (279)

ou th et W2, sont respectivement le taux d’ionisation par effet de champ et le taux
d’ionisation collisionnel d'un ion (ou atome) de charge ¢ calculés selon les expressions
(2.17) et (2.61) (ou (2.60)), N, est la population associée a cet état de charge g.
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Accélération des électrons par le champ électrique

Les électrons nouvellement émis, qui se retrouvent soumis au champ électrique interne
de I'agrégat, acquierent de 1’énergie en oscillant dans le champ. L’énergie acquise par un
électron, moyennée sur un cycle optique, correspond a I’énergie pondéromotrice :

2 B2

— int 2.
Ur Amew? (280)

Ainsi, le taux de chauffage des électrons nouvellement libérés accélérés dans le champ
électrique est :

aE’aCC.
=> (Wi, +W?

8t coll)NqUP (281)

q
2.8.2 Termes de pertes d’énergie

Perte d’énergie diie a ’ionisation collisionnelle

L’ionisation collisionnelle induit une perte d’énergie de 1’électron incident. Nous consi-
dérons que l'ionisation s’effectue au seuil, c’est a dire que ’électron éjecté a une énergie
nulle. L’énergie perdue par unité de temps lors des collisions donnant lieu a ionisation est
donc :

a Ecoll
or

Z IPQWgolqu (2.82)
q

ou Ip, est le potentiel d’ionisation de I'ion de charge g.

Energie emportée par les électrons quittant ’agrégat

Les électrons ayant suffisamment d’énergie pour quitter 'agrégat emportent une partie
de I’énergie thermique interne. Cette énergie, calculée suivant le méme principe que le taux
d’émission électronique, vaut [Megi 05] :

OETS kgT. [ E? E
= ne2V2 C | =< 4+ 2E. + 2kpT, e
ot " Ve (k?BTe - et ) P ( kBTe) -

Ae
iR

(12R* — X?) pour A, < R

(2.83)
4R? pour A\, > R

2.8.3 Termes supplémentaires

Afin de prendre en compte tous les processus influant sur la température électronique,
il est nécessaire d’ajouter certains termes dans 1’équation d’évolution de la température.
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Variation du nombre d’électrons

Le premier terme de I'équation (2.73) provient de la dérivée totale de ’énergie ther-
mique totale B = %NekBT v qui se conserve au cours du temps. Ainsi, lorsque le nombre
d’électrons N, croit, la température diminue et réciproquement. Le terme

8/{;BT”‘”‘N€ ]{ZBTe 8Ne
- = — 2.84
ot N, Ot (284)

traduit donc la répercussion de la variation du nombre d’électrons libres sur la température
électronique au sein de l'agrégat.

Expansion de ’agrégat

Pour déterminer l'influence de I'expansion de l'agrégat sur la perte d’énergie ther-
mique, T. Ditmire et coll. considerent le gaz d’électrons comme un gaz parfait. A partir
de I’équation

T
3y OhsTe L0V

5 L (2.85)

ol V est le volume de 'agrégat et P est la pression hydrodynamique Py associée au gaz
d’électrons (éq. (2.70)), on obtient finalement :

OkpTe™  2kpT, OR
o0 R Ot

(2.86)

Thermalisation électron/ion

Lorsque les électrons chauds entrent en collision avec les ions froids, une partie de leur
énergie thermique est transférée aux ions. Ce processus peut étre décrit par un taux de
thermalisation :

OkpTtherm  kpT, — kpT)
ot n Teq

(2.87)

ol T, est le temps de thermalisation qui vaut m;/(m.v,;) car il faut m; /m, collisions pour
transférer significativement de 1’énergie des électrons vers les ions. v,; est la fréquence
de collisions déterminée au paragraphe 2.4.3. De plus, la température électronique étant
beaucoup plus élevée, on considere que kg1, — kgT; ~ kgT..
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2.9 Implémentation numérique

2.9. Implémentation numérique

Les différents processus pris en compte dans le modele nanoplasma aboutissent a un

systeme d’équations couplées :

( OR
o = Ve
8Ve:pp _5PH+PCl
0 2v/2 ese Ae 2 _ )2 .
oQ _ n V2m (Fuue + kT, exp (— " 75 (12R 2 AZ) pour A, < R
ot vm.kgT. kgT, 4R pour A\, > R
ON, p
(288) ot (Wopt Wcoll ) Nq—l - (Wopt + Wcoll) N
ON, 0N,
ot Z ot at
OkpT. 2 OEPT  QE™  gRac _
ot 3N, | ot ot ot
Ok Ty Ne | OksTE™ OkpT herm L2 R L2 OE"S
L ot ot ot 3N, Ot 3N, Ot
ol

— Vegp €5t la vitesse d’expansion de l'agrégat,
R est le rayon de 'agrégat,

électronique (éq. (2.66)),

Q@ est la charge totale de I'agrégat, son évolution est donc égale au taux d’émission

— N, représente la population de chaque état de charge ¢, en pratique, il y a donc ¢

équations ONg
q Bt

— N, est le nombre d’électrons libres dans 1’agrégat,

kgT, est la température électronique (exprimée en Joules ou en eV).

La vitesse d’expansion de I'agrégat v.., a ét¢ introduite afin de réduire I’équation d’évo-

lution du rayon de I'agrégat 2.71 a un ensemble d’équations d’ordre 1. En effet, ce systeme

d’équations couplées est résolu a l’aide de la méthode Cash-Karp Runge-Kutta d’ordre 5

pour des équations différentielles d’ordre 1 [Press et al. 92]. De plus, la méthode utilise

un pas variable, ce qui nous assure de traiter correctement les importantes variations des

variables lors des résonances.

La méthode de résolution du systeme nécessite de définir les conditions initiales. Les

simulations présentées par la suite débutent lorsque le champ laser est trop faible pour

pouvoir ioniser les atomes de ’agrégat. Par conséquent, initialement, le nombre d’électrons
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libres N, est nul. De méme la température T, la vitesse d’expansion v.,), la charge totale
de l'agrégat @), et les populations de tous les ions N, (¢ # 0) sont nuls. La population
d’atomes neutres Ny est égale au nombre N d’atomes dans l'agrégat et le rayon R de
I'agrégat est égal au rayon initial Ry.

De plus, d’un point de vue pratique, certains termes de I’équation d’évolution de la
température électronique sont divisés par le nombre d’électrons libres N.. Or celui-ci est
nul ou tres faible au tout début de 'interaction, ce qui conduit a une dérivée temporelle
de la température infinie. Afin d’éviter cette divergence, nous avons imposé une limite
sur N, en deca de laquelle la dérivée de la température est considérée comme nulle. Nous
avons vérifié que cette coupure n’influe pas sur ’évolution de la dynamique d’interaction.

2.10 Résultats

A Tlaide du systeme d’équations couplées (2.88), nous avons étudié 1’évolution d’un
agrégat d’argon irradié par une impulsion laser. Le rayon initial de 'agrégat est de 350 A
(soit 4,74 x 10° atomes), la durée de I'impulsion est de 500 fs & mi-hauteur et 1'énergie
sur cible est de 3 mJ, ce qui correspond & un éclairement créte de 1,610 W.cm™2. Les
résultats expérimentaux démontrent que dans de telles conditions, 1’émission X supérieure

16+)

a 3 keV provient d’états de charge tres élevés (jusqu’a ’Ar'®t). Cette section présente les

résultats obtenus a I’aide du modele nanoplasma originel décrit précédemment.

La figure 2.7 présente ’évolution des populations de chaque état de charge en fonction
du temps. Le temps initial de l'interaction correspond & un éclairement de 10'* W.cm™2,
suffisamment faible pour que 'ionisation par effet de champ soit négligeable. L’origine des
temps correspond a l'instant ou le champ laser est maximum et les populations sont nor-
malisées au nombre initial d’atomes dans l'agrégat N. L’état de charge maximum obtenu
est Ar'3*, le modele nanoplasma tel que présenté précédemment n’est donc pas en mesure

de reproduire les résultats expérimentaux.

Cependant, a partir de ces résultats, nous pouvons en déduire certains effets prédo-
minant ’évolution de I'agrégat. L’étude détaillée de la dynamique de l'ionisation indique
que seuls les premiers états de charge sont produits par effet de champ. En effet, compte
tenu du nombre d’atomes et du rayon de 'agrégat, la densité électronique augmente ra-
pidement : des lors que tout les atomes de 'agrégat ont été ionisés une fois, la densité
électronique vaut plus de 10*2 ecm~3. Le champ interne est alors réduit et I'ionisation par
effet de champ n’est efficace que jusqu’a 'Ar®*. Par conséquent, les degrés d’ionisation
plus élevés sont obtenus par collisions électron-ion, ce qui démontre 'effet prépondérant
des collisions dans la dynamique d’ionisation de ’agrégat.
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F1c. 2.7 — Evolution des populations N, (normalisées au nombre initial d’atomes dans
Uagrégat) en fonction du temps pour un agrégat d’argon (Ry= 350 A) irradié
par une impulsion laser (FWHM= 500 fs; I,=1,6x10"W.cm™®; E.pe.= 3
mJ).

2.11 Conclusion

Au cours de ce chapitre, nous avons présenté le modele nanoplasma utilisé pour dé-
crire l'interaction entre un agrégat de gaz rare et une impulsion laser. Ce modele présente
I’avantage de prendre en compte de nombreux processus, tels que I’absorption de 1’énergie
par bremsstrahlung inverse, la dynamique d’ionisation de I'agrégat, I’émission d’électrons
et 'expansion finale du plasma. Nous avons quelque peu modifié le modele originel afin
de mieux décrire certains mécanismes. Cependant, le modele en 1’état ne permet pas de
reproduire les résultats expérimentaux, et notamment les états de charge tres élevés mis
en évidence par I’émission X. Afin de perfectionner le modele, nous avons par conséquent
cherché a inclure des processus supplémentaires susceptibles d’expliquer les mesures.

Le chapitre suivant présente la premiere amélioration apportée au modele nanoplasma, :

les résultats préliminaires indiquent que les collisions jouent un role prépondérant, nous
nous sommes donc attachés a mieux décrire la dynamique d’ionisation collisionnelle.
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d‘ionisation collisionnelle :
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3.1. Description approchée de la struc. élec. des atomes et des ions : Potentiel-modele

Dans le modele originel, les états de charge élevés sont atteints au travers d’une suc-
cession de processus ionisants entre états fondamentaux d’especes ioniques adjacentes :

X0+ 4w o XDt 4 90

Les processus ionisants d’ordres supérieurs, impliquant des états excités intermédiaires tel
)
que
X fom — X9 f o7 oo X (@Dt 4 90

n’y sont pas pris en compte. Nous avons donc mis en place une description théorique dans
laquelle les états excités intermédiaires sont explicitement introduits afin de rendre compte
des chemins d’ionisation indirects et, par conséquent, mieux décrire la dynamique de l'io-
nisation des atomes de 'agrégat. En supposant que cette dynamique est essentiellement
régie par les électrons de valence, nous n’avons (dans un premier temps) pas considéré les
processus d’excitation ou d’ionisation des couches internes. Les résultats expérimentaux
indiquent en effet un chauffage progressif de ’agrégat, favorisant ainsi une ionisation suc-
cessive des différents états de charge.

La structure de ce chapitre est la suivante : la premiere section présente ’approche
potentiel-modele employée pour décrire la structure électronique des atomes (ou ions) de
I’agrégat afin de prendre en compte les états excités intermédiaires. Le peuplement de ces
états excités nécessite alors I’évaluation des taux d’excitation et d’ionisation collisionnels
pour chaque état de charge. Lors de transitions engageant une sous-couche multiélectro-
nique, la détermination des taux requiert une hypothese supplémentaire selon laquelle
les électrons de cette sous-couche sont indépendants. Ce traitement est décrit dans la
deuxieme partie de ce chapitre. Puis, apres un bref rappel de la théorie formelle des
collisions, la troisieme partie présente l'approximation des ondes distordues, démarche
employée pour évaluer les sections efficaces totales d’excitation et d’ionisation collision-
nels. Les paragraphes suivants exposent ensuite diverses approximations simplificatrices
de cette méthode ainsi que leurs limites. Enfin, la derniere partie présente comment les
états excités ont été inclus dans le modele nanoplasma.

3.1 Description approchée de la structure électro-
nique des atomes et des ions : Potentiel-modele

L’inclusion d’états excités nécessite une description de la structure électronique de
chaque état de charge ionique. Compte tenu de la structure complexe de ces systemes
multiélectroniques, nous avons utilisé une approche basée sur I'’emploi d'un potentiel mo-
dele. Par souci de clarté, prenons I'exemple de I'ion Ar™* : sa structure électronique est
1s? 252 2p% 3s!. L’électron de la couche externe 3s est beaucoup moins lié au noyau en
comparaison des électrons des couches internes. En effet, le potentiel d’ionisation de 1’élec-
tron 3s est de 142,7 eV alors que celui de Ar®" est de 423,9 eV. Aussi, pour autant que
I’ion ne soit pas soumis a une contrainte extérieure d’intensité trop forte, les électrons du

71



Chapitre 3. Amélioration de la dyn. d’ion. collisionnelle : prise en compte d’états excités

coeur restent spectateurs et ne sont pas directement impliqués dans la dynamique. Seul
I’électron de la couche de valence est alors considéré comme actif et le systeme est décrit
comme étant "effectivement monoélectronique”. L’approche potentiel-modele permet alors
de rendre compte de l'effet moyen qu’ont les électrons internes pour écranter la charge
nucléaire.

3.1.1 Potentiel-modele : principe de calcul

Le calcul détaillé qui mene a ’expression finale du potentiel-modele utilisé est présenté
en annexe A. Dans ce paragraphe, nous présentons uniquement le principe et les hypo-
theses employés pour déterminer ’expression de ce potentiel-modele.

Nous nous basons ici sur la méthode développée par M. Klapisch [Klapisch 69,
Klapisch 71]. Considérons un atome constitué d’un noyau de charge Z et de p+1 électrons.
Les électrons sont répartis comme suit :

— p électrons constituant un coeur ionique en sous-couches fermées,

— un électron de valence.

Le but de la méthode du potentiel-modele est de représenter paramétriquement le potentiel
Vimoa(r) subit par I’électron de valence situé a une distance r du noyau, afin de connaitre
le hamiltonien relatif a cet électron H = —%Vf + Vinoa(r) et d’en déduire les énergies
et fonctions propres. Dans le cas de sous-couches fermées, ou le coeur ionique est peu
perturbé par 1’électron de valence, on cherche un potentiel-modele a symétrie sphérique
satisfaisant aux conditions aux limites :

Ze?
lim V., = — 1
rlgcl)v alr) dmegr (3.1a)
. Z —pe?

De plus, on considere que les fonctions d’onde des électrons de coeur ne possedent pas
de structure nodale (les électrons internes étant tres liés au noyau, la structure nodale
de leurs fonctions d’onde importent peu, on a alors [ = n — 1). Pour un atome (ou ion)
hydrogénoide, la densité de charge radiale d’'une sous-couche fermée de nombre quantique
orbital [ possédant ¢ électrons s’écrit alors :

B 04121—}-3
T +2)

ou R, (r) est la partie radiale de la fonction d’onde d’un électron sur la couche nl. Le

D,(r) = —q|Ru(r)|" = = (3.2)

coefficient oy prend la forme :
2Z€ff

ao(l + 1)
ou ag est le rayon de Bohr et Z.¢s est la charge effective ressentie par I'électron de valence,

(3.3)

o) =

soit la charge nucléaire réelle diminuée par I’écran di aux électrons de coeur.
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Etant données les conditions aux limites (3.1), on cherche Vj,.q4(r) sous la forme :

(Z—q)e*  qe
4megr dmegr

Vinod(1) = — e filay, ) (3.4)

ol fi(cy,r) devra avoir une forme polynomiale afin d’assurer (3.1b). A partir de I'équation
de Poisson reliant le potentiel a la densité de charge, on obtient I’équation différentielle

pour fi(aq, ) :

2 2043
d fél(lf;,r) B 2al@fl(ac7¥nz,7“) + o filan,r) = (2(;z+ 3 2041 (3.5)
On cherche une solution a cette équation sous la forme :
20+1
filay,r) = Z cpr® (3.6)
k=0

En reportant ’expression (3.6) dans I’équation (3.5), on obtient ’ensemble des coefficients
{ck} (cf. annexe A), soit pour fi(ay,r) :

2041 1 bk
filarr) =3 (1 _ m) a;;'« (3.7)

k=0

Le potentiel V,,,q4(r) prend alors la forme, selon ’équation (3.4) :

I+1
(Z — q)e? ge? . % k arrk
Vioa(r) = — . ar§™ (o 3.8
() dmegr 47rgore kZ:O 20 + 2 k! (3:8)

avec oy = 2Z.sf/ap(l + 1), inconnue a déterminer, dépendant explicitement du nombre
quantique orbital [ de la sous-couche considérée. Par exemple, pour une configuration
1s2nl, le potentiel se met sous la forme :

(Z —2)e? 2€?
dreor dmeor

Vi (r) = — e (1 * alsT) (39)

2

Le parametre a; est déterminé empiriquement en employant une méthode variationnelle :
le hamiltonien est diagonalisé dans une base (aussi compléte que possible) a plusieurs re-
prises en faisant varier oy, jusqu’a obtenir une bonne représentation des états liés relatifs
a 'électron de valence (dont on connait expérimentalement les énergies de liaison).

Si on considere maintenant un systeme plus complexe qui se compose d’une couche n
fermée elle-méme composée de plusieurs sous-couches nl fermées (Ex : couche L = 252 2p°,
I’électron de valence étant sur une sous-couche externe). Le potentiel d’interaction entre
I’électron actif et cette couche interne est alors simplement déterminé en sommant les
contributions a I’écrantage de chaque sous-couche. Il est cependant nécessaire de pondérer
la somme par la multiplicité ¢ = 2]/ + 1 de chaque sous-couche. Pour une couche n de
nombre quantique orbital maximal L,,,,, on obtient :

(Z —q)¢*  qe®
dmegr 4megr

Vinod(1) = — Gn(Limae; {01}, 1) (3.10)
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avec

Lmaac

Go (Lo, {0}, 7) = % S (2 + e i, 7) (3.11)

=0

ou la fonction f;(«ay,r) est définie par I'expression (3.7).

Finalement, le potentiel décrivant un coeur ionique composé de N, couches fermées
comportant ps électrons et de N; sous-couches fermées comportant p; électrons (ces Ny
sous-couches n’appartenant pas aux couches N) s’écrit :

2 [ Na N
Vooa(r) = — 7 . _ 3.12
a(r) Treor (;p + ;pt (3.12)

e2

dreqgr

[ N N
Z psgns (LSmaaM {als }7 7”) + Z pte_alrflt (atv 7”)
| s=1 t=1

ou les fonctions G, (Limaz, {au}, ) et fi(a, ) sont définies par les expressions (3.11) et (3.7).

Ainsi, par exemple pour 'Ar”*, composé d'un coeur ionique 1522522p°, le potentiel
ressenti par ’électron actif situé sur une sous-couche nl est :

(Z —10)e*

Vmod(r) = - 471'607’ (313)
2¢? ay
— 1 - ) TosT he 1s*
Ireor < + 5 )€ (couche 1s”)
2¢2 Qi9g - 9
— <1 + 7") e M — (sous-couche 2s°)
4megr 2
6e2 3 o3 o3
_ 4#207” (1 + —Z2pr + —jp r? 4 —211) r3) e (sous-couche 2p°)

Les coefficients {«,;} doivent alors étre déterminés variationnellement en diagonalisant
. . 2 N . .
le hamiltonien Hy = —%Vf + Vinoa(r) dans une base de fagon a reproduire les niveaux
e
d’énergie expérimentaux.

L’approche potentiel-modele présentée ci-dessus s’applique en principe uniquement
dans le cas de sous-couches fermées. Cependant, en pratique, celle-ci est également utilisée
dans le cas de sous-couches ouvertes [Reinhold C. et al. 86]. Aussi, nous avons utilisé
I'expression (3.13) aussi bien pour les ions (ou atomes) dont I’électron actif est 'unique
électron présent sur la couche externe, que pour les ions dont le coeur ionique est en sous-
couches ouvertes (auquel cas il existe un ou plusieurs électrons équivalents a 1’électron
actif).
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3.1.2 Application a ’interaction laser-agrégat : description des
ions (ou atomes) d’argon

Pour chaque état de charge de argon Ar?*, le potentiel-modele prend la forme :

Z — Nc 2 ’ 15 2 15
Vagar (1) = ——( )¢ _Z i <1+a_7') em et — (3.14)

4megr — 4reqgr
1=

3 2 2 3
NipC Sip  Yip 9 Yip 3\ _anr
— — |1 _ =z =z ip
;4ﬁsor(+ T T )e
ou Z est la charge du noyau (Z=18), N. = Z — ¢ — 1 est le nombre d’électrons de coeur,

et n;s et n;, sont respectivement le nombre d’électrons sur chaque couche s et p. Les
parametres ay; sont obtenus par diagonalisation du hamiltonien Hy = —%VE + Viara+ (1)

sur une base composée d’orbitales de type Slater .S ](-l) (r) (STO pour "Slater-type Orbitals”™)
(cf. annexe B) :
S (x) = Njr'e™"Y;"(6, ¢) (3.15)

ou les parametres a; (qui peuvent étre différents selon le nombre quantique orbital [)
varient selon la série géométrique a; = agh’. Les résultats présentés par la suite ont été
obtenus & 1’aide d’une base définie selon {ag = 0,005; b = 1,3; jmae = 41} quel que soit [,
base suffisamment diffuse et dense de fagon a pouvoir étre considérée comme "effectivement
complete” quant a I'obtention d’états liés par diagonalisation.

Nous avons alors procéder a une variation systématique des parametres oy jusqu’a
obtenir une bonne représentation des états liés relatifs a 1’électron de valence. Pour cela,
nous avons comparé les énergies propres obtenues par diagonalisation aux données tabu-
lées pour le projet Opacité ("The Opacity Project” [Mendoza et al. |). Ces données de
référence ont été calculées en utilisant une méthode "close-coupling” [Bransden et al. 03]
(p652) couplée a une approche R-matrix avec pseudo-états [Seaton 87, Berrington et al.
87]. Nous avons également calculé les forces d’oscillateurs associées a chaque transition
d’excitation (le calcul détaillé des forces d’oscillateur est présenté en annexe D). Les forces
d’oscillateur étant plus directement sensibles a la qualité des fonctions d’onde calculées
que les énergies propres, la comparaison des résultats obtenus aux données de référence
nous permet ainsi de jauger de maniere quantitative fine notre description des structures
électroniques des états Ar?t. Les parametres a; obtenus sont présentés dans le tableau
3.1 pour chaque état de charge.

A titre d’exemple, les niveaux d’énergie et les forces d’oscillateur obtenus pour les
ions Ar™" et Ar'3* sont présentés dans les tableaux 3.2 et 3.3. Ces ions présentent la
particularité d’avoir un coeur ionique en couches fermées, le potentiel-modele est donc
particulierement adapté a la description de leurs structures électroniques. Les tableaux
présentent les niveaux d’énergie de 1’état fondamental et de plusieurs états excités ainsi
que plusieurs forces d’oscillateur associées a des transitions dipolaires électriques. Les résul-
tats obtenus par diagonalisation du hamiltonien Hy = —%Vf + Vara+ (1) (avec Ve (1)
défini par I’équation (3.14)) sont comparés a la base de données du projet Opacité ("The
Opacity Project” [Mendoza et al. ). Les tableaux présentent également 'erreur relative
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Nc Nis a1 UDE Qgg Nop Qgp n3s Q35 n3p Q3p

Ar 17 2 | 23,85 2 1667 6 | 11,195 | 2 1,89 5 | 2,7355
Art 16 2 | 23,85 2 |6,67 6 | 11,195 2 1,89 4 2,842
Ar?* 15 2 | 23,85 2 16,67 6 | 11,195 | 2 1,89 3 | 3,2048
Ar3t 14 2 12385 2 1667 6 | 11,195 | 2 1,89 2 3,235
Artt 13 2 ] 23.85 2 1667 6 | 11,195 | 2 1,89 1 3,216
Ardt 12 2 | 23,85 2 1667 6 | 11,195 | 2 1,89 0 -
Ar6+ 11 2 | 23,85 2 16,67 6 | 11,195 1 |2,124 0 -
Ar™ 10 2 | 23,85 2 1667 6 | 11,195 O - 0 -
Ar®t 9 2 | 23,85 2 1667 5 | 12,1151 O - 0 -
Ardt 8 2 | 23,85 2 1667 4 |12,844 || O - 0 -
Aplo+ 7 2 123851 2 |667| 3 | 1423 || 0 | - 0 -
Arl+ 6 2 123851 2 |667( 2 | 13785 0 | - 0 :
Art?+ ) 2 12385 2 |6,67 1 13,45 0 - 0 -
Arl3+ 4 2 12385 2 |667| 0O - 0 - 0 -
Arpld+ 3 2 | 23,85 1 17,90 0 - 0 - 0 -
Aplot 2 2 12385 0 | - 0 - 0 - 0 -
Apl6t 1 1 13510 0 | - 0 - 0 - 0 -
Ar17+ 0 0 - 0 - 0 - 0 - 0 -

TAB. 3.1 — Valeur des parametres N., ng et oy pour le calcul du potentiel-modéle (€éq.
(3.14)) pour chaque état de charge Arit,
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3.1. Description approchée de la struc. élec. des atomes et des ions : Potentiel-modele

Niveau | Ip.y[eV] | Iper [eV] | €rer [%0)] Transition | fij..; | fij,e ;| €rel (%]

3s 142.7 142,7 0,01 i

4s 71,92 71,78 0,19 35 —4p | 0,132 ] 0,124 | 6,48
4p 65,76 65,29 0,72 3p — 4s 0,081 | 0,088 7,95
5p 40,38 40,14 0,60 3p —4d | 0,107 | 0,141 | 24,1
5f 34,90 34,92 0,06 4s — dp 0,129 | 0,117 10,3
6s 28,95 28,89 0,21 4p —5s | 0,141 | 0,151 | 6,62
6p 27,31 97,18 0,48 s — 6p | 0,132 ] 0,117 | 12,8
6d 24,88 24,94 0,24 5d — 6p | 0,254 | 0,279 8,96
6f 24,24 24,24 0,03 5f — 6d | 0,052 | 0,056 7,14
7s 20,70 20,66 0,19 6d — 7p | 0,380 | 0,347 9,51
7d 18,21 18,25 0,22 6d — 7f 0,564 | 0,542 4,06

TaB. 3.2 — Comparaison des niveauzr d’énergie et des forces d’oscillateur obtenues avec le
potentiel-modéle (éq. (3.14)) par rapport aux données de référence [Mendoza
et al. | pour Ar't (1s22s?2pSnl).

(en %) €., = 100 ‘ch:—:flw‘ des résultats obtenus par rapport aux données de référence
(A représente soit le potentiel d’ionisation d’un niveau Ip, soit la force d’oscillateur d’une
transition f;;). Nous avons également utilisé ’approche du potentiel-modele pour des ions
en couches ouvertes, ¢’est a dire lorsque I’électron actif est sur une sous-couche comportant
plusieurs électrons équivalents. Les tableaux 3.4 et 3.5 présentent les niveaux d’énergie et
les forces d’oscillateur obtenues a I’aide du potentiel-modele (3.14), les données de réfé-
rence auxquelles ont été comparés nos résultats, et 'erreur relative €, (en %) entre ces

données pour les ions Ar®t et Arl4t,

Les faibles erreurs relatives obtenues, que ce soit pour les niveaux d’énergie ou pour
les forces d’oscillateur, et pour des ions en couches ouvertes ou fermées, démontrent la
fiabilité de I’approche potentiel-modele. Nous avons par ailleurs vérifié que la structure
¢électronique de tous les états de charge atteints au cours de l'interaction laser-agrégat
est convenablement reproduite par cette approche. Par conséquent, nous avons utilisé le
potentiel-modele Vet (r) (éq. 3.14) pour inclure des états excités intermédiaires dans la
dynamique d’ionisation de I'agrégat.
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Chapitre 3. Amélioration de la dyn. d’ion. collisionnelle : prise en compte d’états excités

Niveau | Ip.y[eV] | Iper (V] | €rer [%0] Transition | fij.., fijref €ret [V0]

2 7532 7518 | 0,18 i

3s 328,06 330,2 0,48 2p — 3s 0,020 | 0,022 9,09
3p 316,5 316.4 0,03 2p — 3d | 0,619 | 0,650 4,77
4s 179,7 1798 | 0,06 35 —4p | 03340312 7,05
4d 170,0 169,5 0,29 3d — 4p | 0,019 | 0,018 9,06
4f 167,4 166,9 0,30 3d —4f 10,975 | 0,986 1,12
0s 113,2 112,6 0,53 4s — bp 0,365 | 0,312 16,9
5p 110,7 110,1 0,54 5d — 6p | 0,077 | 0,078 1,50
5g 106,7 106,2 0,47 5f — 6g 1,160 | 1,136 2,11
6d 75,05 74,91 0,19 6p — 7d | 0,476 | 0,475 0,21
7s 56,76 57,31 0,96 6d — 7p | 0,111 | 0,110 0,91
Tg 54,45 54,62 0,31 p— 8 | 0,494 | 0,450 9,78
8p 42,59 42,53 0,14 7d —8f | 0,727 ] 0,723 | 0,55

TAB. 3.3 — Comparaison des niveauzr d’énergie et des forces d’oscillateur obtenues avec le
potentiel-modéle (éq. (3.14)) par rapport aux données de référence [Mendoza
et al. | pour Ar'3t (1s*2s%nl).

Niveau | Ip.qyleV] | Ipyep [eV] €rel [0] Transition | fij.y | fijper | €ret [%]

2p 423.9 424.0 0,02 11— ]

3s 168.8 168,4 0,24 2p — 3d 2,180 | 2,020 7,92
3d 127.5 1239 2.90 3s —4p | 0161 | 0,146 | 103
4s 86,81 86,55 0,30 3p — 4d 0,177 | 0,188 9,89
ad | 7133 | 6947 2,68 3d—4f | 0,928 | 0,960 | 3.33
5p 49,74 49,51 0,46 4p — 5s 0,130 | 0,135 3,70
5f 44,19 44,10 0,20 4d — 5f 0,723 | 0,687 5,24
6s 39,95 39,60 0,14 55 — 6p 0,170 | 0,159 6,92
6p 33,81 33,82 0,03 5p — 6d | 0,111 | 0,135 17,8
6f 30,68 30,68 5,3 x 1073 5d — 6p 0,222 | 0,205 8,29
7d 22,99 23,99 0,05 6s — 7p | 0,180 | 0,167 7,78
8s 19,23 19,20 0,16 6p — 7s 0,241 | 0,251 3,98
9¢g 13,60 13,61 0,09 7d — 8p 0,389 | 0,361 7,76

TAB. 3.4 — Comparaison des niwveauzr d’énergie et des forces d’oscillateur obtenues avec le
potentiel-modéle (éq. (3.14)) par rapport aux données de référence [Mendoza
et al. | pour Ar®t (1s2s%2p°nl).
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3.2. Description approchée de la struc. élec. des atomes et des ions : Potentiel-modele

Niveau | Ip.y[eV] | Iper [eV] | €rer [%0)] Transition | fij..; | fij,e ;| €rel (%]

2s 847.5 851,9 0,52 11— ]

2p 811,0 798,0 1,63 25 — 3p 0,678 | 0,632 7,28
3d 343,7 340,9 0,82 3p — 4s 0,047 | 0,042 11,9
4p 196,0 196,4 0,20 3p — 4d | 0,544 | 0,467 14,2
4f 191.6 191,6 0,03 4p — bd | 0,522 | 0,518 0,77
58 1271 126,5 0,47 4f — bg | 1,342 | 1,355 0,96
6d 85,49 85,22 0,32 55 — 6p 0,442 | 0,412 7,28
6g 85,05 84,98 0,08 6p — 7s 0,137 | 0,139 1,44
P 63,32 63,37 0,08 6f — 7d | 0,047 | 0,049 4,08
8d 48,02 48,08 0,12 ™ — 8d | 0,566 | 0,566 0,06
9s 38,49 38,50 0,02 8d — 9p | 0,150 | 0,155 3,23

TaB. 3.5 — Comparaison des niveauzr d’énergie et des forces d’oscillateur obtenues avec le

potentiel-modéle (éq. (3.14)) par rapport aux données de référence [Mendoza
et al. | pour Ar'*t (1s?2snl).

3.2 Excitation ou ionisation d’une sous-couche multi-
électronique : le modele a électrons indépendants

L’approche potentiel-modele décrite au paragraphe précédent ne prend en compte
quun seul électron actif. Cependant, dans le cas d’ions en couches ouvertes, il existe
plusieurs électrons sur la couche de valence. Afin de déterminer la probabilité d’excitation
d’un de ces électrons, il est par conséquent nécessaire de prendre en compte la présence
des autres électrons sur cette méme couche. Pour ceci, nous avons suivi le formalisme du
modele a électrons indépendants.

Considérons un ion de charge Z comportant p + k électrons tels que :

— p électrons constituent un coeur ionique en sous-couches fermées,
— k électrons sont répartis sur la couche de valence.

Le hamiltonien des k électrons de ce systeme s’écrit :

k

—h? Ze? A e?
H = —V? - - 3.16
Z (2me ri 47raori> + Z Aeglr; —1; ( )

i=1 j=1
i<j

En suivant 'approche potentiel-modele, nous ne prenons en compte explicitement
qu’un seul électron actif. L’interaction d’un électron de la couche de valence avec le coeur
ionique ( noyau + p électrons internes + k — 1 électrons) est alors représentée par un
potentiel effectif. Nous supposons par ailleurs que les k électrons de la couche externe
sont équivalents, c’est a dire que leurs fonctions d’onde sont gouvernées par le méme
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Chapitre 3. Amélioration de la dyn. d’ion. collisionnelle : prise en compte d’états excités

hamiltonien. Dans ce cas, le hamiltonien des k électrons se met sous la forme :

k
H=>"H, (3.17)

i=1
ou Hﬁld = —%Vfi + Vinoa(7;) est le hamiltonien de I’électron i (appartenant a la couche

de valence) et Vp,0q(r;) est le potentiel-modele représentant l'interaction de cet électron
avec le noyau et les p+ k — 1 autres électrons. La fonction d’onde totale de ces k électrons

peut alors s’écrire :
k

U({r;},t) = Al el si,t) (3.18)
i=1
ou A est opérateur d’antisymétrisation et les spin-orbitales (r;, s;,t) obéissent a I’équa-
tion de Schrodinger dépendante du temps :

(Hff;ld - i%) p(ri,si,t) =0 (3.19)

Par souci de simplicité, considérons le processus d’excitation simple du systeme hé-
liumoide Ar'6* dans son état fondamental (état para). La fonction d’onde spatiale finale
(symétrique) des 2 électrons est :

1
B(ry,r2) = —= [¢(r1)"(r2) + ¢“(r1)0 (r2)] (3.20)
V2
ol ¢°**(r) est la fonction d’onde de 'électron ayant subi le processus d’excitation, et ¢¢(r)
la fonction d’onde de ’électron "spectateur” ayant subi une transition élastique. L’ampli-
tude de transition de la fonction d’onde W(ry,rs,t) vers l'état asymptotique ®(rq,rz)
est :

A <CI>(r1,r2) \If(rl,rg,tﬁoo)> (3.21)
= 5 [(#enfetert = o)) (o)

+ (0775 [l t = 00) )6 (x2)

plest— o0))+

plent — o0)]

soit, en considérant I'amplitude d’excitation a7)"" = (¢¢*¢(r)|p(r,t — o0)) et Pamplitude

de transition élastique a"*" = (¢ (r)|p(r, t — 00)),

Arlét Arl6t+  Apl6+
se 2ael exc (322)

Dans le cadre du modele a électrons indépendants, la probabilité de simple excitation de
l'ion Ar'®* est donc égale a :

Arl6t+ Arl6+ 5 Ap
P =2F; P

exc

164

(3.23)

80



3.3. Evaluation des sections d’excitation et d’ionisation : approches DWBA et PWBA

ou P,,. est la probabilité d’exciter un électron et P,; la probabilité que le second électron
subisse une transition élastique.

En pratique, les expériences n’ont acces qu’a la section efficace d’une réaction (excita-
tion ou ionisation) pour laquelle un ou plusieurs électrons subissent une transition vers un
état final particulier, alors que les transitions élastiques des électrons restants ne sont pas
observées. Les probabilités inclusives de ces réactions ont été considérées par différents
auteurs [McGuire et al. 77, Reading et al. 80]. La généralisation de I'expression (3.23) a
un systeme a N électrons équivalents a été donnée par H. Liidde and R. Dreizler [Liidde
et al. 83]. La création de ¢ trous par excitation dans une couche comportant N électrons
prend la forme :

P= () 1Pl 1P 324

ou P,.. est la probabilité d’excitation d'un électron. Dans le cadre de l'interaction laser-
agrégat, ol nous ne considérons qu’'un seul électron actif, la probabilité d’excitation d’un
électron d’'une couche ouverte comportant k£ électrons est donc :

Pse = kPexc[Pel]k_l (325)

Pour déterminer cette probabilité d’excitation, nous supposons de plus que la probabilité
de transition élastique P,; des k — 1 autres électrons est égale a un. Cette hypothese, bien
que drastique, est cohérente avec la méthode employée pour déterminer les taux d’excita-
tion collisionnels. En effet, ces taux sont déterminés a I’aide d’une description perturbative
de l'interaction électron-ion (cf. section suivante). Par conséquent, dans ces conditions, les
probabilités de transitions inélastiques sont nécessairement faibles contrairement aux pro-
babilités de transitions élastiques, d’ou P, ~ 1. Le taux d’excitation collisionnel d’un
électron sur une couche comprenant k électrons est donc :

Wie = kWoepe (3.26)

ou W, est le taux d’excitation calculé pour un unique électron sur la couche de valence. De
la méme fagon, le taux d’ionisation collisionnel d’un électron sur une couche comprenant
k électrons est :

Wsi - kWion (327)

ou Wj,, est le taux d’ionisation calculé pour un unique électron sur la couche de valence.

3.3 Evaluation des sections d’excitation et d’ionisa-
tion : approches DWBA et PWBA

Afin d’alléger les expressions obtenues, les calculs présentés dans cette section sont

. ’ 7 . _ _ o 1 _
exprimés en unités atomiques (me. =h=e = -— =1).
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Chapitre 3. Amélioration de la dyn. d’ion. collisionnelle : prise en compte d’états excités

3.3.1 Théorie formelle des collisions. Développement de Born 1

Afin de déterminer les sections efficaces d’excitation et d’ionisation, il est tout d’abord
nécessaire d’effectuer quelques rappels de la théorie formelle des collisions. Soit un pro-
cessus collisionnel tel que :

A+B—C+D (3.28)

ou l'interaction du projectile A avec la cible B, dans des états initiaux donnés, conduit
a des produits de réaction C' et D dans des états finaux donnés. L’interaction peut étre
intuitivement pergu comme la juxtaposition de 3 intervalles de temps distincts (cf. fig.
3.1).

A+B C+D

\ \ > Temps

1 intervalle 2tme intervalle 3¢ intervalle

FiGg. 3.1 — Schéma de la collision A+ B — C + D. Mise en évidence des différents
intervalles de temps correspondants a différentes phases de la collision.

Dans le premier intervalle, les particules A et B n’interagissent pas entre elles, le
systeme est décrit par un hamiltonien H;. Le processus collisionnel intervient au cours
du deuxieme intervalle ; au hamiltonien initial s’ajoute alors un potentiel d’interaction V;
entre le projectile A et la cible B. Le temps t; correspond a 'instant ou la perturbation V;
devient effective. Enfin, dans le dernier intervalle de temps, les produits de réaction C' et
D n’interagissent plus et sont dans des états stationnaires, états propres d’un hamiltonien
Hy. 11 est également possible d’introduire un potentiel V; entre les produits C et D lors de
leur interaction au cours du deuxieme intervalle; le temps ¢ correspond alors a l'instant
ol ce potentiel s’annule. Le hamiltonien total H peut se mettre sous la forme :

Il est important de noter que cette image n’est vraie que dans le cas ou les potentiels
d’interaction V; et V; sont de courte portée. Par conséquent, dans cette section, nous dé-
crivons la théorie formelle des collisions appliquée aux potentiels décroissant plus vite que
1/r (ou r est la distance séparant les particules). Cette description n’est par conséquent
pas appropriée pour les collisions électron-ion ou l'interaction coulombienne a une portée
infinie, mais nous verrons par la suite comment ce formalisme peut étre adapté aux po-
tentiels d’interaction de portée infinie.

Soit ®¢(ra,rp) la fonction d’onde totale du systeme A + B dans un état initial «
donné. La fonction ®¢(r4,rp) est solution de 1'équation de Schrodinger H; @ (ra,rp) =
E, 9% (ra,rp). Cette fonction d’onde correspond a 1’état initial asymptotique, c’est a dire
lorsque le systeme n’est pas perturbé par le potentiel d’interaction V;. L’évolution de cette
fonction d’onde dans la zone d’interaction est définie par la fonction d’onde W& (r4,1p,1)
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3.3. Evaluation des sections d’excitation et d’ionisation : approches DWBA et PWBA

état propre de H; + V;. De méme, @? (ro,rp), d’énergie propre Eg, correspond a la fonc-
tion d’onde asymptotique du systeme apres interaction. Celui-ci est alors dans un état
final stationnaire 3. En remontant le temps, on peut également définir la fonction d’onde
\Iffff (re,rp,t), fonction propre du hamiltonien H. On obtient alors le schéma temporel
présenté sur la figure 3.2.

(I)? (rl47 I'B)

-00 ti b +00
} } > Temps

U (et t) W] (re,rp,t) @;(rc,rp)

Dynamique
L. HZHi+‘/i=Hf+Vf Hf
régie par : : :

F1G. 3.2 — Fonctions d’onde et hamiltonien du systeme A+ B — C + D selon l'intervalle
de temps considéré.

Les équations de Lippman-Schwinger permettent de relier les fonctions d’onde W (r 4,15, t)
et \11?7 (re,rp,t) dépendantes du temps aux fonctions d’onde asymptotiques @& (ra,rp)
et @?(rc,rD) selon :

‘\pg+(rA,rB,t>> — {I[—l—ng(Ei)ViH(I)?(rA,rB)> (3.30a)
t)>

‘\IJ?_(rC,rD, = {1+ g—(Ef)Vf}’q>§(rc,rD)> (3.30D)

ott I est opérateur unité et G=(E) sont les opérateurs de Green tels que :

1
E) = lim —— 31
GHE) = lim m e (3:31)

Nous pouvons remarquer que ces équations ne font pas intervenir les temps ¢; et ¢y qui ne
sont, dans la pratique, pas exactement connus.

Les équations de Lippman-Schwinger définissent donc les vecteurs d’états U9 (ra, 1, t)
et \I/’?_(rc,rp,t) dont le recouvrement donne 'amplitude de transition entre les états
asymptotiques ®¢(ra,rp) et @?(TC,TD). La quantité ayant physiquement un sens est
alors la probabilité de transition par unité de temps :

wes = 9 T £) Wt ( t) i (3.32)
if _E f I'c,Tp, i rp,Ip, .
En introduisant les opérateurs de transition :
Tjj; = Vi+ Vfg+(Ea)‘/; (333&)
Ty = Vi+ VG (Ep)Vi (3.33b)
On peut montrer que Wffﬁ se met sous la forme [Joachain 75] :
W;;cﬁ = 2%m<®?(rc, I’D)‘Tfi (I)?(I'A, rB)>5if5a,8 + (334)

2
2 (En — EB)K(ID?(rC, rD)‘Tﬁ O (ra, rB)>‘
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Chapitre 3. Amélioration de la dyn. d’ion. collisionnelle : prise en compte d’états excités

ou l'on a omis les exposants (£) dans T'; car d;£0.5 et 0(E, — Eg) font que
(@ (rc,tp)| 1|7 (ra, xp)) = (Pf(re, rp)|T|€F (ra, 1)) (3.35)

Nous pouvons remarquer que le premier terme de 'expression (3.34) ne contribue, de
par les symboles de Kronecker, qu’a la probabilité par unité de temps de diffusion élastique.

D’un point de vue pratique, le taux W;}ﬂ n’a pas de réalité physique puisqu’il a trait
a un unique état final du continu. Or, toute mesure expérimentale a une résolution finie
symbolisée par un domaine de détection du détecteur Dy. Ce domaine est caractérisée par
un angle solide de détection df2; et une résolution spectrale centrée sur un vecteur d’onde
donné k¢, soit Dy = d€2y Udky Il nous faut alors calculer la probabilité par unité de temps

de peupler la bande d’états centrée sur ky et de nombres quantiques définis par 3 :

wif =Y / dk W’ (3.36)
B kyeDy

ou la somme discrete porte sur les états internes du systeme.
Il est plus intéressant d’exprimer cette expression en fonction des énergies. Or les
vecteurs d’ondes et les énergies sont reliées par la densité d’états p(Ey) telle que :

si bien que 1'on a pour une collision inélastique (i # f,«a # () :

Wears))]  (339)

w;’}ﬁ = QWZ/dep(E =F, = EB)‘<(I)JB¢(I'0,I‘D)‘TJ%
B

Cette expression correspond a la regle d’or de Fermi [Joachain 75](p. 312). Nous pouvons
de plus remarquer que 'égalité ¥ = E, = Ej traduit la conservation de I'énergie totale
pour un systeme collisionnel isolé.

La section efficace totale s’obtient alors en divisant wf}ﬂ par le flux de particules inci-
dentes. En exprimant la densité d’états non-relativiste p(Ef) = pskys, on obtient finale-
ment! : )

(3.39)

@7(ra,rn))

k
7= em st Y [ as] (e xn)| 2
B

ou k; et ky sont les vecteurs d’onde des particules réduites initiale et finale dont les masses
réduites sont respectivement p; = % et puy =

A partir de cette expression, il est aisé de définir la section efficace différentielle en angles

mcmp
mc+mp”

d’émission! :

iy~ g (@70, v0)|T7:| @7 (v, v0) ) (3.40)
Le facteur (27)* provient de la normalisation du flux de particules incidentes en (27)~3/2. Ce méme

facteur devra étre appliquée a ®%, soit une normalisation en 0(k; — k).
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3.3. Evaluation des sections d’excitation et d’ionisation : approches DWBA et PWBA

En pratique, les calculs basés sur les expressions précédentes doivent faire 'objet de
simplifications sachant que les éléments de matrice impliquant les fonctions de Green
G*(E) sont en général difficiles & traiter. En introduisant les opérateurs de Green G (FE)

(ou ¢ =1, f) tels que :
1
*E)= lim — —— 41
GolB) = I o e (3.41)

il est possible de réécrire les fonctions G*(E) sous la forme :
GH(E) = GH(B)[I+ V.g=(E)] (3.42)

Or, les éléments de matrice des opérateurs de transition T%; intervenant dans les ex-
pressions des sections efficaces s’écrivent :

<(I)?(I‘0, I‘D) ‘sz

@3(ra,v)) = (@ (rc.10)|Vy I+ G (B)V)

O (x4, rB)> (3.43)

En procédant par itérations pour la fonction de Green, on obtient le développement en
série de Born pour les éléments de matrice des opérateurs de transition :

<(I>?(rc, rD)‘Tﬁ

DF(ra,rs)) =

<®?(I’C,I‘D)‘Vf‘©?(I‘A,I‘B)> + Born 1
Born I

+<®?(I‘C,I‘D)‘VfGi+(E)Vi @?(rA,rB)>—|— Born 111 (3.44)

+<q>§<rc, rD)‘Vij(E)VZGj(E)VZ-

(I)?(I‘A, I‘B)>'|—

/

L’approximation de Born au premier ordre consiste a ne retenir que le premier terme
dans l'expression (3.44). Cette approximation est valable dans le régime perturbatif cor-
respondant aux hautes énergies d’impact (par rapport a I’énergie de la transition consi-
dérée), c’est a dire lorsque les états asymptotiques sont peu distordus par le potentiel

(\Iff”r(rA, rp,t) ~ & (ra,rp)).

3.3.2 Formalisme des ondes distordues. Application aux colli-
sions électron-ion

La théorie formelle exposée jusqu’a présent n’est valable que dans le cadre de potentiels

d’interaction a courte portée, condition nécessaire a la définition des zones asymptotiques

initiales et finales. Dans le cas de potentiels coulombiens (a portée infinie), cette condi-
tion n’est plus respectée. Il est alors nécessaire de faire appel au formalisme des ondes
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distordues. Celui-ci consiste a prendre en compte la portée infinie des potentiels V; ; dans
les hamiltoniens asymptotiques H; ¢. Les potentiels d’interaction résultants sont alors de
courte portée et la théorie formelle précédemment décrite peut étre employée.

Prenons pour exemple un systeéme ou un projectile de charge Z, (de masse m,,) interagit
avec une cible composée d’'un noyau de charge Z; (de masse m;) et d’un électron tel que
présenté sur la figure 3.3.

[ ]
Zi(my)

F1G. 3.3 — Représentation de la collision entre un projectile P (charge Z,) et un ion hy-
drogénoide (noyau de charge Zy+ électron). "CM” indique le centre de masse
total du systeme et “cdm(T+e)” indique le centre de masse de la cible (noyau
+ électron).

Le hamiltonien de ce systeme s’écrit :

~1 1 Z, Z, 7,7
H=_—V} ——V 2=t =pt (3.45)
20, M 2, oo R

ou p, = my(my +me)/(my + my +me) et pe = myme/(my + m,) sont respectivement
les masses réduites de la particule incidente et de la cible. Compte tenu de la différence
de masse entre 1’électron et le noyau cible, le centre de masse de la cible (noyau Z; +
électron) est assimilé & la position du noyau, par conséquent on a R; = R, r; correspond
a la position de I’électron par rapport au noyau Z;, et 1. se réduit a la masse de I'électron
Me.

Dans la voie d’entrée (ou 1'électron est attaché a Z;), nous pouvons donc décomposer
le hamiltonien selon :

H = H+V, (3.46)
-1 1 Z Z, Zy,Z
2u, 20T rt} * [ Tp * R
H, V;

Le potentiel d’interaction V; est de portée infinie puisque :

Z(Zy — 1
hmvi:—fit——2 (3.47)
R—o0 R
re fini
Dans le formalisme des ondes distordues, on décompose V; selon :
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de telle fagcon que w; contienne la composante longue portée de V;, le potentiel résiduel v;
sera alors a courte portée. Soit :

1 _ Zp(Zt — 1)
w; = rianR‘/i = T (3.49&)
-7 Z
i=Vi—w, = —2 4+ 2L 3.49b
v w " 7 ( )

On vérifie immédiatement que v; est bien de courte portée : lim v; = 0.

rp—R
La nouvelle décomposition du hamiltonien telle que H = (H; + w;) + v; nous permet
alors de faire I’analogie avec la théorie formelle des collisions présentée au paragraphe
précédent.

Soient X" (R, 1y), les fonctions propres du hamiltonien H; + w; (appelées ondes dis-
tordues). Nous pouvons alors définir les équations de Lippman-Schwinger pour les ondes
distordues :

VR, 1) =

{
‘\I/?_(R,rt,t)> - {]1+g—(Ef)foX§—(R,rt)> (3.50b)

(R, rt)> (3.50a)

ol l'on a introduit les fonctions d’onde X?_(R7 r;), fonctions propres du hamiltonien Hy+
wr.
Nous pouvons alors construire le développement en série de Born pour les ondes distordues.
Et finalement, la section efficace totale dans 'approximation de Born I pour les ondes
distordues s’écrit :
- (27r)4wf% Z/deKX?-(R, r,)
‘B

(%

(R, rt)>‘2 (3.51)

Au chapitre 2, nous avons vu que les collisions électron-ion jouent un role prépondérant
dans la dynamique de l'interaction laser-agrégat. La détermination des taux d’excitation
et d’ionisation requiert donc le calcul des sections efficaces de collision électron-ion pour
chaque transition de chaque état de charge.

3.3.2.1 Section efficace totale d’excitation collisionnelle

Soit un systeme composé d'un électron incident d’énergie E; interagissant avec un ion
(ou un atome) composé d'un noyau de charge Z et de p électrons. En suivant I’approche
potentiel-modele présentée au paragraphe 3.1.1, nous considérons le processus d’excitation
d’un unique électron actif sur la couche de valence. Les p — 1 autres électrons et le noyau
constituent alors un coeur ionique. Le systeme peut étre représenté par le schéma suivant :

Le hamiltonien correspondant a ce systeme s’écrit :

1 1
H = _§V12~1 + Vinoa(r1) — §Vf2 + Vinod(r2) + Ve (|1 — 12) (3.52)
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électron 2
°®
rs — I
rs
Coeur ionique:
® = @ Noyau de charge Z
électron 1 ry + (p — 1) électrons
ou Vop(Jry — o) = ‘rlim' est le potentiel d’interaction coulombienne entre les deux élec-

trons, et Vi,.q4(r) représente le potentiel d’interaction entre le coeur ionique et ’électron
incident ou I’électron actif. Ce potentiel est déterminé suivant I’approche potentiel-modele
(éq. (3.13)). L'interaction entre 1'électron incident et le coeur ionique étant de portée infi-
nie, il est alors nécessaire d’avoir recours au formalisme des ondes distordues pour déter-
miner la section efficace d’excitation de 1’électron 2. Le potentiel de distorsion choisi est
le potentiel ressenti par 1’électron libre lorsqu’il est tres éloigné de la cible :

Vais(ri) = 1m [Vipoa(r1) + Vas(|r1 — 12|)] (3.53)

T1—0Q
ro fini

= Viod(r1) + V(1)

ou V(1) = 1/r1. Le hamiltonien total peut alors étre réécrit sous la forme :

1 1
H= —§V31 - §V§2 + Vinod(r2) + Vaais(r1) + Ve (|Ir1 — r2]) = Vais(r1) + Vinoa(r1)  (3.54)

H;

L’expression du potentiel v; se simplifie. Celui-ci vaut finalement :
v; = Vap(|r1 — ra|) — V(1) (3.55)
et I'on vérifie aisément que ce potentiel est a courte portée :

T}iinoo v; =0 (3.56)
ro fini
Nous pouvons de plus noter que, dans le cas de I’excitation, le hamiltonien total se décom-
pose de la méme fagon dans les voies initiale et finale; on a alors v; = vy et H; = Hy = H,.
D’apres la théorie formelle des collisions, la section efficace d’excitation peut alors étre
déterminée a condition de connaitre les fonctions propres initiale et finale du hamiltonien
Hy. Cet hamiltonien étant la somme d’opérateurs a un corps, ses fonctions propres peuvent
se mettre sous la forme d’un produit de fonctions de chacune des coordonnées r; et ry.
Considérons une transition d’'un état a de nombre quantiques n,l,m, et d’énergie F, < 0
vers un état b (nylymy, Ep). Les fonctions d’onde liées sont solutions de I'équation de
Schrédinger :

1
Hustoals) = | =5 V24 Vo) 6s0) = Bl 3.57)
Elles sont déterminées numériquement a 1’aide d'une base d’orbitales de type Slater

S§l)(r) = N;rle=%"Y™(0, @) (STO, cf. annexe B). La diagonalisation du hamiltonien Hy;,
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sur cette base permet, pour une énergie propre donnée E,;, d’obtenir la fonction propre
correspondante :

]maz

Pap(r Z oS (x (3.58)

Les parametres a; des orbitales de type Slater, qui peuvent étre différents selon la symé-
trie orbitale [ considérée, varient selon la série géométrique a; = agh’ avec 0 < j < jiaz-
Nous avons vérifié que la base définie par {ag = 0,001; b = 1,3; jnee = 41} permet de
déterminer les fonctions d’onde avec une trés bonne précision (cf. paragraphe 3.1.2).

Les fonctions d’onde libres de I’électron incident et diffusé, respectivement notées w;: (r)
et w;f (r) eu égard aux vecteurs d’onde initial et final k; et k, sont fonctions propres du
hamiltonien :

1
Hlibre = _EVE + Vmod(/r) + ‘/Yclb(r) (359)

et décrivent un électron libéré dans le champ du potentiel U(r) = Vioa(r)+ Vs (r). D’apres
la forme du potentiel-modele (éq. (3.13)), le potentiel U(r) peut s’écrire sous la forme d’un
potentiel coulombien modifié :

(Z —p)

r

Ur) = — + Veorr(r) (3.60)
Le premier terme correspond a une représentation simple selon laquelle 1’électron libre
ressent le potentiel du noyau de charge Z écranté par les p charges négatives. Le potentiel
Veorr (1) traduit la correction apportée par le potentiel-modele a cette description élémen-
taire. Il est important de noter que le potentiel V,,,..(r) est a courte portée puisque il fait
intervenir des termes en exponentielle décroissante.

Le potentiel U(r) étant un potentiel central, les fonctions d’onde wi ’kf(r) peuvent
etre développées en série de polynomes de Legendre. Il faut cependant étre attentif aux
notions d’onde "sortante” et d’onde "entrante” :

La fonction d’onde de I’électron incident est définie comme une onde “sortante”. En
effet, 1'électron interagit avec le potentiel U(r). Il s’ensuit un mouvement de diffusion
(= collisions élastiques) qui entraine I’apparition d’ondes sortantes. A contrario, suivant
la théorie formelle des collisions, la fonctions d’onde finale de 1’électron libre w;f(r) est
définie en "remontant” le temps (¢ : +00 — —o0). On comprend alors que les ondes
diffusées deviennent entrantes, la fonction d’onde de 1’électron libre apres interaction avec
le potentiel diffuseur est ainsi définie comme une onde "entrante”.

En utilisant le développement en ondes partielles (cf. annexe C), ces fonctions d’onde
peuvent alors se mettre sous la forme :

o0

1 1 .
U (r) = COEE (26; + 1)y (k;,r) Py, (cos ;) (3.61a)
lfo

[e.9]

11 L
20 kyr Zo(mf +1)ilr ey, (ky, ) Py (cos O) (3.61Db)

(27)
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ou Ejy = k7 ;/2 est énergie associée & I'électron incident ou diffusé. Les angles 6; y sont
définis entre le vecteur r et les vecteurs d’onde k; ;. Le déphasage d; peut s’écrire :

0 =0+ 5[ (362)
ou o; est le déphasage obtenu dans un cas purement coulombien tel que :

o = argl(I+1+in) (3.63)
(Z =p)

avec 1 = —t——— (3.64)

et &; est un déphasage additionnel du au potentiel Viy..(1).

En pratique, la base d’orbitales de type Slater n’est pas adaptée au calcul de ces
parties radiales. En effet, afin de reproduire le comportement oscillatoire des fonctions du
continuum, il serait nécessaire d’utiliser un tres grand nombre de fonctions de base. Pour
déterminer les fonctions d’onde de 1’électron incident et diffusé, nous avons eu recours a la
méthode des ondes partielles. Les parties radiales u;(k, r) sont déterminés numériquement

2 sachant que u;(k,r) est réguliere a lorigine (soit

a 'aide d’un algorithme de Numerov
lim, o u;(k,r) ~ r"*1). Ces parties radiales peuvent de plus se mettre sous la forme (cf.

annexe C) :
w(k,r) = By(k)F(k,r) + C/(k)G(k,T) (3.65)

ou Fi(k,r) et Gy(k,r) sont les fonctions coulombiennes réguliere et irréguliere. Le dépha-
sage additionnel ¢; est alors défini selon :

cos 5; = Bl(k)
2 211/2
[Bi(k)? + Cy(k)?] (3.66)
sin Sl = —Cilk)

[Bi(k)? + Cu(k)?]1/?

Enfin, les fonctions d’ondes étant normalisées a d(k — k'), les parties radiales doivent étre
normalisées de telle facon que l'on ait :

T—00

[
lim w;(k,r) = sin (k‘r - g —nln2kr + 5;) (3.67)
ou 7 est défini selon I'expression (3.64).

Connaissant les fonctions propres initiale x{* (ry, ro) et finale X?_ (r1,r9) du hamilto-
nien Hj, nous pouvons alors déterminer la section efficace d’excitation de 1’électron lié.
En supposant que le potentiel v; est une perturbation par rapport au hamiltonien Hy, la
section totale d’excitation de I’électron 1ié de 1'état a (nylym,) vers I'état b (nylym,) dans
I’approximation de Born I s’écrit :

k
Oap = (2w)4?f2/d9f|Tab|2 (3.68)
B

211 est également possible d’utiliser une base de fonctions de Bessel sphériques, ce qui permet de
déterminer a la fois les fonctions d’onde liées et les fonctions du continuum [Pons 00].
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ou la somme sur ( court sur tout les états finaux tels que 1’énergie initiale totale du sys-
teme soit conservée au cours de la réaction.

Les électrons étant des particules indiscernables, ils doivent respecter le principe d’ex-
clusion de Pauli selon lequel deux fermions ne peuvent occuper le méme état quantique.
Afin de prendre en compte ce principe, la fonction d’onde totale des deux électrons doit
par conséquent étre antisymétrique. Cette fonction correspond au produit d'une fonction
d’onde spatiale par une fonction de spin. Sachant que dans notre étude, nous ne cherchons
pas a différencier les états de spin des deux électrons, deux cas peuvent alors se présenter :

i) La fonction de spin est antisymétrique (état singulet); la fonction d’onde spatiale
doit alors étre symétrique® :

Xff}"g(rh ry) = % [%,b(m)%ikf (r1) + ¢a7b(r1)wl::,kf(r2>:| (3.69)

Le potentiel d’interaction v; étant indépendant du spin, I’élément de matrice de transition
dans I'approximation DWBA (pour "Distorted- Wave Born Approzimation”) s’écrit :

T = <chmg' (r1,T2)|vi | X" (r1, I‘2)> (3.70)

L’élément de matrice de transition peut étre séparé en deux composantes :

(%

ou Tgb et T% sont tels que :
Ty = <"¢£f (T1)@b(r2)
b = <¢£f (r2)¢n(r1)

Le terme T4 correspond & une transition “directe” : I'électron 2 subissant la transition
est I’électron lié avant et apres la collision. La seconde composante T, peut étre considé-

Vclb(|1‘1 - I'2|) - Vclb(rl)

Vaw(|r1 — ra|) — V(1)

Galr)Uf,(m))  (3.72)
Ga(r)0f,(r))  (3.72D)

rée classiquement comme 1’échange des deux électrons au cours de la collision : I’électron
1 incident devient ’électron lié dans I’état b alors que 1’électron 2 est libre apres la collision.

ii) La fonction de spin est symétrique (état triplet); la fonction d’onde spatiale doit
alors étre antisymétrique® :

XZ,T;P(I&, ry) = % [%,b(rz)wi_,kf (r1) — 925(1,;,(1‘1)1/11:571(1[ (r9) (3.73)

L’élément de matrice de transition pour une fonction d’onde spatiale antisymétrique s’écrit
alors :

Tyt =Ty —Ts, (3.74)
ou les éléments de matrice de transition direct et d’échange sont définis par les équations

(3.72).

3Le facteur 2~ /2 provient de la normalisation de la fonction de spin & 1, de telle facon que la fonction
d’onde totale soit normalisée a d(k — k’).
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Evaluation de 1’élément de matrice de transition direct
Dans le cas d’une transition directe, ou I’électron 1 est 1’électron incident et diffusé,
I’élément de matrice de transition intervenant dans le calcul de la section efficace s’écrit :

T, = (v, (1) u(x2) da(r)05, (1) ) (3.75)

Vew(|r1 — ra|) — V(1)

Considérons le potentiel de transition VZ(ab;ry) tel que :

Vid(ab;ry) = <¢b(r2)

Gulr2)) (3.76)

Ve (|r1 — ra|) — V(1)

L’interaction entre les deux électrons étant purement coulombienne et les fonctions d’onde
initiale et finale de 1’électron lié étant orthogonales, ce potentiel de transition s’écrit :

Vjc“l(abQ r) = <¢b Iy

Gulr:)) (3.77)

“I‘l— 2‘

Le potentiel coulombien peut étre développé en multipoles selon :

7" m m
|ty — 1y —r2| Z Z 2>\+ 1r AilYA Y (Orr 0) YA (Bry, 1) (3.78)

ou r~ = max(ry,ry) et - = min(ry,ry). En écrivant les fonctions d’onde liées sous la

forme
Pap(r2) = Rap(ra) Y, " (Bey, v, (3.79)
le potentiel de transition se réduit a :
T A :
Vﬁ(ab; ry)) = )\_lzlb [2)\ n 1] (—1)m”.,4l’\aleA(ab; )Y (Ory, 0r,) (3.80)
ol
AL = (0L + 1)(2h 1 1] ( b ) ( bohoy ) a51)
et

1 1 oo
Vi(ab;ry) = W/ drora ™ Ry(rq) Ra(rs) + ri\/ drori ™ Ry(r4) Ra(r2) (3.82)
0

1 1

l1 l2 I3

— ) représentent les symboles 37 de Wigner, reliés au coeffi-

Les coefficients (

1
cients de Clebsch-Gordan par :

Il Iy I3 (_1)l17l27m3
m My s = W(lllgmlmgﬂg - m3> (383)
1

Pour avoir Al); ;, 7 0, les régles de sélection imposent :

ly + lp + X\ pair
o =l <A<l + 1 (3.84)

my=mp— Mgy
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L’élément de matrice de transition 7% peut alors se mettre sous la forme :

T, = (i (r) v () (3.85)

Les fonctions d’onde incidente et diffusée sont décomposées en ondes partielles (cf. éq.

Vﬁ(ab; ri)

(3.61)). Les angles 6; ; intervenant dans les polynomes de Legendre correspondent aux
angles entre les vecteurs ry et et les impulsions k; et ky respectivement. A Taide du
théoreme d’addition des harmoniques sphériques tel que :

B, N (costf) = Z ekz 71 Pk f)YZr;Zf (Ory, ©ry) (3.86)

211 g1 Sy

et en placant le repere de telle fagon que 'impulsion de I’électron incident soit le long de

Paxe z (on a alors m; = 0 et ¥,°(0,0) = [24it!] 1/2), I’élément de matrice de transition

direct prend la forme :

oo latly Li+A
1 _ 51,46
T4 = o kf CESS STy, Y By R Y 6, (38T)
Li=0 A=|la—lp] Lp=li=Al

ou A7, est défini par I'expression (3.81) et

BY, = (21,-+1)(2lf+1)1/2<li s A) (li oo A ) (3.88)

0 0 O O—mf —T )

R?ﬂf = / dryug, (kg, 1) Va(ab; )y, (kiy 1) (3.89)
0
Les regles de sélection des coefficients 35 imposent :

l; + 1y + X pair
i = Al <l <li+A (3.90)

my = —My

Evaluation de I’élément de matrice de transition échange
Lorsque l'on considere 1’échange des deux électrons au cours de la collision, 1'élément
de matrice de transition s’écrit :

75, = (Wi, (02)n(e0) [ Va1 — 1a1) = Vian(11)

Ga(r2)V5, (1) ) (3.91)

On défini le potentiel de transition Vi (ab;r;) dans le cas coulombien tel que :

Galra)) = (Vi (1)

soit Vi(af;ry) = fo(l) (af;ry) - VTE(Z) (af;r1)

Viafir) = (v (o) o)

(3.92)

En suivant le méme raisonnement que dans le cas direct, la décomposition en ondes par-
tielles de la fonction d’onde libre T/J}:f<r2) (éq. (3.61b)) et le développement multipolaire
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du potentiel coulombien (éq. (3.78)) permettent d’exprimer le premier terme du potentiel
de transition sous la forme :

M 23/2 ®
ng ( Z Z 2)\_|_1 1/2 Z )/lff<9kf780kf)><
A my=— lf:‘la—)\| (393)

x(— 1>7”fﬂfe“”f«41 LAaf )Y (O )

ou

A, = [<2za+1><2zf+1>J1/2(l“ ) lf)( woA ) (3.91)

0 0 O Mg Mx —My
et

1 " o 1
W\(afir) = F/ drzr%“ulf(kf,rg)Ra(rQ) +ri\/ dTQT—)\ulf(kf,rg)Ra(rg) (3.95)
0 2

1 1

Pour avoir Al’\a I # 0, les regles de sélection des coefficients 35 imposent :
lo +1f + X pair
o = A <l <l,+ A (3.96)

mys = Mg + My

Les fonctions d’ondes ¢1:f(r2) et ¢q(ry) n’étant pas fonctions propres du méme hamil-
tonien, elles ne sont pas orthogonales. Le second terme du potentiel de transition est donc
non nul et vaut :

2 2 1 ; >
Vi (afir) = \f Y i) [ drara, ()Rl (397)
0

lef

ou d;, est le déphasage calculé pour une impulsion k¢ et un moment angulaire [,,.

L’élément de matrice de transition dans le cas de 1’échange s’écrit alors :

7o = (ourn)| Vi (afien)|vis ) = (o) [V (afimo) i ()

(3.98)
soit T¢ = Te" - T5”

A Taide du développement en ondes partielles de onde libre incidente (éq. (3.61a)), le
premier terme de I'expression (3.72b) prend la forme :

m o0 li +lb la+A
et iy (01, +01,)
pr— 1 f
Tab 7T3/2 k ik Z Z Al Ly Z t Bl szz Iy (Qkfa SOkf)
1;=0 A=|l;—lp| Lp=|la—X|

(3.99)
ot A7} L1, €st défini par P'expression (3.94) et

L 1, A L1 A
B, = @L+1)2,+ D)V " ' 3.100
I ( )(2l, + 1) 00 0 0 —my —mn ( )

Ry, = / dryry Ry (ro)Va(af;r)u, (kiy 1) (3.101)
0
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Les regles de sélection imposent :

l; + I, + A pair
=l <A<+, (3.102)

my = —Mmy

Suivant le méme raisonnement, le second terme de I’élément de matrice de transition
@ ..
TS s’écrit :

@ 1 1
T w2 kg

x/ drlulb(k‘i,rl)Rb(rl)/ drarauy, (ky,m9) Ra(12)
0 0

(20 + 1)1/l On T Y (G ope Vo, X (3.103)

ou 0, est le déphasage calculé pour une impulsion k; et un moment angulaire I, et ¢;, est
le déphasage calculé pour une impulsion k; et un moment angulaire /,. Le symbole de
Kronecker d,,, indique que ce terme est non nul uniquement si le moment magnétique de
I’état lié final est nul.

Section efficace totale d’excitation collisionnelle n,l, — nyl, pour une couche
multiélectronique

Pour déterminer la section efficace de transition de l’état a de nombres quantiques
nalamg vers I'état b de nombres quantiques nylymy, nous considérons les états de spins
différents comme étant dégénérés. Compte tenu du fait qu’il existe trois états de spin
symétriques et un état de spin antisymétrique, la probabilité d’obtenir un état triplet est
trois fois plus importante que celle d’obtenir un état singulet. Par conséquent, la section
efficace d’excitation de I'état a vers 1’état b s’écrit :

ow= L [any |qimh+ 1o+ s - o (3.101)
k; 4 4

De plus, sachant que nous ne prenons pas en compte la structure fine atomique, la
dégénérescence des états finaux m; conduit a simplement sommer les sections sur ces
différents niveaux pour obtenir la section vers un état nyl,. Pour déterminer la section
d’excitation a partir d’un état n,l,, il est nécessaire de moyenner sur les différents sous-
états m, initiaux. Ces états étant dégénérés, I'équirépartition des populations conduit a
une section moyenne telle que :

Onglo—nply, = ! Z Z Oab (3105)
mp

gnala ma

ol gn,1, = 2l, + 1 désigne la dégénérescence en m de 1’état initial.
L’expression précédente permet de déterminer la section efficace totale d’excitation

d’un électron. Cependant, si cet électron se situe sur une sous-couche multiélectronique
composée de N, électrons, il faut alors tenir compte de cet environnement. Suivant le
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modele a électrons indépendants décrit au paragraphe 3.2, la section doit alors étre mul-
tipliée par le nombre d’électrons équivalents de cette couche (éq. (3.26)). Finalement, la
section efficace totale d’excitation d'un électron d'une couche comportant N, électrons
équivalents dans un état initial n,l, vers un état final nyl, s’écrit :

ko1 ey 3 .
O-nala_’nblb - (271—)4N f Z Z /de |: | ab|2 + Z|T;lb - j—va,b|2

(3.106)

X=E/E,, X=EJE,,
(a) Sections totales d’excitation DWBA (b) Sections totales d’excitation DWBA
Ar®t(ngly) + e — Ar¥t(nyly) + e~ Artot(ngl,) +e™ — Artot(nyly) +e~

Fia. 3.4 — Sections efficaces totales d’excitation collisionnelles dans 'approzimation des
ondes distordues (éq. (3.106)) pour deuz ions Ar?t. Les sections moyennées
sur les sous-niveauxr magnétiques sont représentées en fonction du rapport X
de [’énergie de l’électron incident E; a [’énergie de la transition considérée
Eu = Ey—E,. Données de référence (X) [IAEA |; (--) sections calculées sans
prendre en compte l’échange des électrons; (—) sections calculées en prenant
en compte l’échange des électrons.

La figure 3.4 présente les résultats obtenus a l'aide de I’équation (3.106) pour deux
ions Ar?". Les sections efficaces totales pour des transitions Ar?*(n,l,, E,) + e (E;) —
Ar® (nyly, Ey) + e~ (Ey) de I'état fondamental vers un état excité ou pour des transitions
entre états excités sont représentées en fonction du rapport X de I’énergie de 1’électron
incident F; a ’énergie de la transition E,, = E, — E,. La figure présente les résultats
obtenus avec ou sans le terme d’échange (auquel cas, le terme 775, est nul dans l’expression
(3.106)) et compare ces résultats aux données recommandées par 'TAEA (”International
Atomic Energy Agency”)[IAEA |. Pour ces données de référence, la structure atomique
est déterminée a l'aide de la méthode Hartree-Fock incluant diverses corrections (relati-
viste, interaction spin-orbite, terme de Darwin) ; les sections sont ensuite calculées a ’aide
de I'approximation des ondes distordues. A partir de la figure 3.4, plusieurs remarques
peuvent étre faites :
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— La description simple de la structure atomique a l’aide de l'approche potentiel-
modele donne d’excellents résultats pour le calcul des sections totales d’excitation
quels que soient les états considérés ;

— L’influence de l'indiscernabilité des électrons (terme d’échange) n’est effective que
pour un rapport X de 'ordre de quelques unités ;

— La prise en compte de 1’échange des électrons, bien que n’ayant qu’une faible in-
fluence, permet de reproduire plus fidelement ’allure des sections, notamment au
seuil (X 2 1).

Ainsi, la description employée pour déterminer les sections efficaces d’excitation col-
lisionnelles nous permet d’obtenir des résultats en tres bon accord avec les données de
référence. Il est cependant important de noter que les sections sont évaluées selon une ap-
proche perturbative. Par conséquent, les données obtenues au seuil sont imparfaites (cette
approche ne permet par exemple pas de mettre en évidence les résonances [Griffin D. et
al. 93)).

3.3.2.2 Section efficace totale d’ionisation collisionnelle

Pour déterminer la section efficace totale d’ionisation, nous suivons le méme raisonne-
ment que pour 'excitation. Nous considérons le méme systeme qu’au paragraphe 3.3.2.1,
tel qu'un électron incident d’énergie F; interagit avec un ion composé d’un coeur ionique
(noyau de charge Z + (p — 1) électrons) et d'un électron actif dans un état initial lié
Nalamg d’énergie F,. Le hamiltonien gouvernant ce systeme peut donc étre réécrit comme
pour 'excitation :

1 1
H= —§V§1 - §V32 + Vinoa(r2) + Vais(r1) + Ve (|r1 — 12|) — Ve (71) (3.107)
N ﬁl - ,l}rl

Il est important de noter que, dans le cas de l'ionisation, la décomposition du hamiltonien
total n’est pas identique dans la voie initiale et dans la voie finale. En effet, le potentiel v;,
qui est a courte portée dans la voie initiale, ne I’est plus nécessairement dans la voie finale
(les coordonnées ry et 7o des deux électrons tendent alors vers 'infini). Cependant, nous
évaluons les sections dans le régime perturbatif, c’est a dire lorsque 1’énergie de 1'élec-
tron incident est beaucoup plus importante que 1’énergie de la transition considérée (en
pratique cette approximation est valide des lors que le rapport de I’énergie incidente a
I’énergie de la transition est de quelques unités). Dans ce cas, 1’énergie de ’électron éjecté
est faible, cet électron reste alors proche du coeur ionique comparé a ’électron diffusé. Par
conséquent, pour 1, < rq, le potentiel perturbateur v; peut étre considéré comme étant
également a courte portée dans la voie finale.

Il est important de remarquer que la conservation de quantité de mouvement totale
dans le centre de masse implique? :

k; = k; + k. + Q (3.108)

4Compte tenu de la différence de masse entre un électron et un ion, le centre de masse est confondu
avec la position de 'ion cible.
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ou k;, k¢, k. désignent respectivement les vecteurs d’onde des électrons incident, diffusé et
éjecté. Q représente le mouvement de recul de I'ion cible. Suivant la théorie formelle des
collisions, 'expression (3.37) doit prendre en compte la détection de deux particules. Les
domaines de détection s’écrivent alors :

dkpdk, = p(E;)dE;dQp(E.)dE.dQ, (3.109)

ou la densité d’états dans la voie finale vaut p(Ef)p(E.) = peptskeks (B et E, désignent
respectivement ’énergie de I’électron diffusé et I’énergie de 1’électron éjecté). En négligeant
I’énergie de recul de I'ion, ’énergie de ’électron diffusé peut étre déduite de la conservation
de I’énergie lors de la collision :

E;=E;+E, — E, (3.110)

La section efficace totale d’ionisation d’un état a prend alors la forme :

ae = (2w)4% / dE,k, / A2y / d.

Les conditions de la collision étant considérées comme asymétriques (k; > k. ), ’échange

(3.111)

2
<X/]g”_ (r17 r2)|/Ui|X?+<r17 r2)>‘

peut éetre négligé. L’élément de matrice de transition dans le cas direct s’écrit alors :

Tt = (Wi, (1) (v2) [Va(Ier = 1)) = Ve (1)

Gulr2)0, (1)) (3.112)

Nous pouvons remarquer que la séparation de la fonction d’onde totale selon les variables
r, et ry sous-entend que nous ne considérons pas de corrélations entre les deux électrons
libres dans la voie finale. La prise en compte de ce probleme a trois corps a été développée
par C. Garibotti et J. Miraglia [Garibotti et al. 80]. Les effets de ces corrélations dans le
cas de collisions par impact électronique ainsi que I'influence de I'indiscernabilité des élec-
trons sont discutés dans les références suivantes [Brauner et al. 89, Peterkop 61, Rudge
et al. 65]. Ils sont généralement tres faibles au niveau des sections totales (d’intérét dans
le présent travail).

La fonction d’onde liée initiale est déterminée a 1’aide d’une base d’orbitales de type
Slater (cf. annexe B) et les fonctions d’ondes libres sont décomposées sur une base de
polynémes de Legendre (cf. annexe C). Il est cependant important de préciser que la
détermination des fonctions d’ondes libres dépend de 1’électron considéré. En effet, les
fonctions d’ondes de 1’électron incident et diffusé sont fonctions propres du hamiltonien :

1
Hiyy, (11) = —§V12~1 + Vinoa(r1) + Van (1) | 936, 5, (11) = Ei gty (1) (3.113)

Les parties radiales wy, f(ki, 7,71) intervenant dans les développements en ondes partielles
des fonctions d’ondes wi_ ka(rl) sont calculées a 'aide de l'algorithme de Numerov avec
le potentiel V,,q4(1r1) + Vap(r1), et la charge prise en compte pour le calcul du déphasage
(intervenant a travers le parametre 7 (éq. 3.64)) est similaire a celle employée pour 1'ex-
citation, soit Z — p. En revanche, dans la voie finale, étant donné que nous considérons
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I’électron libéré comme étant peu énergétique et proche du coeur ionique comparé a 1’élec-
tron diffusé, nous supposons que la fonction d’onde de I’électron éjecté est fonction propre
du méme hamiltonien que la fonction d’onde liée initiale :

_ 1 _ _
Hythy, (v2) = | =5V, & Vinaa(ra) | ty, (r2) = Eetiy (r2) (3.114)
Ce choix présente 'avantage de conserver ’orthogonalité des fonctions d’ondes totales. Le
développement en ondes partielles de la fonction d’onde )y, (r2) est alors déterminé avec
le potentiel V,0a(r2) et la charge ressentie par cet électron est Z — (p — 1).
Soit le potentiel de transition V2 (ae; r1) dans le cas coulombien tel que :

sulrz)) = (i e2)| - [ou(ra))

soit Vi (ae;ry) = VA (ae;ry) — VA (ae;ry)

Vf!(ae;m) = <1p1;(1'2) |r1 — I‘2|

(3.115)

Les fonctions d’ondes vy (ra) et @q(r2) étant orthogonales, le second terme VA? (ae;ry)
s’annule. La décomposition en ondes partielles de ¢, (ra) s’écrit (onde entrante) :

¢£e(r1) - 3/2 k T Z Z Zéleul kE’ 7“1) l:ne (eke’ Soke)ylne (91’1’ 901‘1) (3'116)

le=0me=—lc

Le premier terme du potentiel de transition conduit a un calcul identique a celui de
I'expression (3.93) et I'on obtient :

23/2 0 le

d® . _ MeY/ Me —le 266
V) = B30 3 G )i
- 1 (3.117)
A ) m3
> mAzazeVA(aeyﬁ)YA *(Orys 1)
A=le—la|
ol
la A L la A le
Ay, = (2l + D)2 + 1)) (3.118)
“e 0 0 0 Mg My —Me
et
1 " 142 y T 1
V,\(ae;rl):m drory " uy, (ke, m2) Ry (12) + 17 d’f’gr—)\ule(ke,’l“z)Ra(Tg) (3.119)
1 0 1 2

Pour avoir Al)‘a 1. 7 0, les regles de sélection des coefficients 35 imposent :

lg + . + X\ pair
o —le| <A< I, + 1o (3.120)

my = Me — My
L’élément de matrice de transition s’écrit alors :

T = (i, () [V (aes )

Ui (1) (3.121)
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A Taide des développements en ondes partielles des ondes incidente et diffusée (éqs 3.61),
on obtient finalement (le vecteur d’onde incident k; est placé le long de I'axe 2) :

d \/§ . - me me le+la
Ti=—% k:k:kfzz Z W ) D A
Z+/\z i=0 le=0 me=—lc A=lle—lal (3.122)
(81,461, +6
y Z —le— lfe 1, +01.+ zf Bl lle 1 lf (ka, QDkf)
Ly=|l;=A|

ott A}, est défini par 'expression (3.118) et

Lol A Lol A
B, = (2@4—1x2y-+1y/2< ! ) ( ! > (3.123)

0 0 0 O—mf —T )\

Ry, = / dryug, (kg m1)Va(ae; r1)uy, (ki, 1) (3.124)
0

Les regles de sélection des symboles 35 imposent :
li + 1y + X\ pair
= A <1 <l+A (3.125)
my = —Mx

La section efficace totale d’ionisation d’un électron dans un état quantique a s’écrit

v = )L [k [0, [aarap (3.126)

En intégrant sur les angles d’émission de 1’électron éjecté, on obtient la section diffé-

alors :

rentielle en énergie et en angles d’émission de 1’électron diffusé :

d30 g
dQdE, N l{:?’k:fk Zm; 8
le € 2 (3.127)
[e's) le+lg Li+A
1~y (8,46
Z Z 'Al le Z ittty B, lle Ly (ekf’gpkf)
1;=0 A=|lo—lq| Lp=[li—Al

De méme, en intégrant sur les angles d’émission de 1’électron diffusé, on obtient la section
simplement différentielle en énergie :

o0 o] le+lq lf+)\
daae .
dE, k:3k;fl<: > Z Dol D Al D By RY, (3.128)
‘ le=0me=—le lf 0 A= |le—la| li= |lf—>\‘

Finalement, la section efficace totale d’ionisation d’un électron appartenant a une
couche de valence comprenant N, électrons équivalents dans un état n,l, s’écrit :

N,

€q

Ongla—e = 32 ——X
20, +1
2
ema 9] 0 le+la ly+A
-l; 107, RA A
8 Z / ]{53]{;]{ Z Z Z Z Al ale Z ve ZBlilleilf
Ma=—la T =0 me=—lo 1;=0 | \=|le—La| Li=|l—A

(3.129)

100



3.3. Evaluation des sections d’excitation et d’ionisation : approches DWBA et PWBA

La borne supérieure de I'intégration sur 1’énergie d’émission de 1’électron éjecté est déter-
minée par conservation de ’énergie totale du systeme E; + E, = Ey + E, (en négligeant
I'énergie de recul de l'ion cible). En considérant que I’électron éjecté est I’électron le moins
énergétique, on a :

 E+E,

€max ~ 2

(3.130)

: — 107 . L e
X=Efl,, X=Efl,
(a) Sections totales d’ionisation DWBA. (b) Sections totales d’ionisation DWBA.
Etats fondamentaux. Etats excités.

F1a. 3.5 — (—) Sections efficaces totales d’ionisation collisionnelles dans l'approximation
des ondes distordues (éq. (3.129)) pour des ions Ar?™ (états fondamentaux
ou excités). Les sections moyennées sur les sous-niveaur magnétiques sont re-
présentées en fonction du rapport X de l'énergie de [’électron incident E; au

potentiel d’ionisation du niveau considéré Ip, = |E,| et comparées auzx données
de référence (X) [IAEA .

La figure 3.5 présente les résultats obtenus pour les sections efficaces totales d’ionisa-
tion collisionnelles (éq. (3.129)) pour différents niveaux (fondamentaux ou excités) pour
des ions Ar?* en fonction de X = E;/Ip, (ou E; est I'énergie de Iélectron incident et
Ip, = | E,| est le potentiel d’ionisation du niveau considéré). Il est important de noter que
nous ne considérons que des processus d’ionisation vers le niveau fondamental de 'état
de charge suivant. Les valeurs calculées sont comparées aux données recommandées par
I'TAEA ("International Atomic Energy Agency”)[IAEA |. Pour ces données, la structure
atomique est déterminée a 'aide de la méthode Hartree-Fock [Cowan 81] et les sections
sont calculées dans ’approximation des ondes distordues. Nous avons choisi de comparer
nos données a ces calculs théoriques plutot qu’a des résultats expérimentaux [Zhang et
al. 02], car les données mesurées ne discriminent pas nécessairement les processus de
simple ionisation, de double ionisation, d’ionisation en couche interne ou d’excitation-
autoionisation, alors que notre approche ne permet pas a I’heure actuelle de calculer ce
type de données.

Les résultats obtenus (fig. 3.5) indiquent que I’approche potentiel-modele utilisée pour
décrire la structure électronique des ions Ar?t permet de reproduire les données de réfé-
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rence a quelques % pres pour X > 2 quelque soit le niveau d’énergie considéré. Lorsque
I’énergie de I’électron incident est proche du seuil d’ionisation (E; ~ Ip, ), I'erreur relative
par rapport aux valeurs de 'TAEA est plus importante mais reste inférieure a quelques
dizaines de %. Ceci peut étre du au fait que ’échange des électrons n’est pas pris en
compte dans nos calculs et au fait que la description de la structure atomique joue un role
plus important a faible énergie.

Par conséquent, comme pour 'excitation, les sections totales d’ionisation collision-
nelles évaluées dans I'approximation des ondes distordues sont en tres bon accord avec les
données de référence.

3.3.3 A plus haute énergie : I’approximation PWB

Lorsque 1’électron incident possede une énergie tres importante, la perturbation de
I’électron incident par I'ion cible est faible; elle peut alors étre représentée par une onde
plane. Les mémes considérations s’appliquent dans la voie finale, les fonctions d’ondes
incidentes et diffusées prennent alors la forme :

Ui(r) = L (3.131a)
k; (2m)3/2 :
a 1

ek T (3.131D)

Par conséquent, a tres haute énergie, 'approximation DWBA présentée au paragraphe
précédent peut étre simplifiée : les sections efficaces d’excitation et d’ionisation sont alors
évaluées dans 'approximation PWBA (pour "Plane Wave Born Approzimation™). Nous
pouvons de plus remarquer que, I’échange étant négligeable a haute énergie, seuls les
éléments de matrice directs sont a évaluer.

3.3.3.1 Section efficace totale d’excitation collisionnelle

En considérant un systeme identique au cas traité dans I'approximation DWBA, la
section efficace différentielle en angles d’émission pour une transition d'un état a (nql,m,)
vers un état b (nylymy) s’écrit :

d20'ab .

Q)

k
(27r)4k—f|Tab\2 (3.132)

ou I’élément de matrice vaut :
1

Ity — 13|

Top = <1/11:f(1"1)¢b(1“2)

Ga(ra)V5, (1) ) (3.133)
En utilisant I’approximation en ondes planes pour les fonctions d’onde incidente et diffu-
sées, cet élément de matrice se réduit a :

1 et (ri—rz2)

Top = W/dhm dra@y (r2) Pa(r2) e’ (3.134)
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ou q = k; — ky représente le transfert d’impulsion de I'électron libre lors de la collision.
En placant le repere tel que q soit selon 'axe z, I'intégrale sur ry se réduit a :

iq.(r1—r2) 4
/drle— == (3.135)
ri—12| ¢

L’onde plane intervenant dans l'intégrale sur ry peut étre décomposée en harmoniques
sphériques :

00 A
eiql'Z = dm Z Z i)\kj)\(q?n?)y')\mA (‘9(17 QOQ)Y)\m/\ (‘91‘27 901‘2) (3136)
A=0 my=—X\

ou jx(qrz) est une fonction de Bessel sphérique. q étant I'axe de quantification, I'isotropie

de la réaction autour de cet axe implique my = 0 et ¥Y)(0,0) = [22—:1]1/ 2, Finalement,
I’élément de matrice se réduit a :
11 &l
To=550 > rRAF D) (=)™AY,RY, (9) (3.137)
A=|la—1|

ou

la lb A la lb A
AN = [(21, + 1)(20, + 1)]? 3.138
Lol [( ) (20, + 1)] 00 0 m. —my 0 ( )

Ri,(@) = / drars Ra(r2)jx(qra) Re(r2) (3.139)
0
Pour avoir une section non nulle, les regles de sélection imposent :

lg + lp + X pair
o =l <A<+ 1 (3.140)

my = Mg

La section efficace différentielle s’écrit alors :

Cow _ ks 1 laglb PN+ 1)A> (q) (3.141)
de o kz q4 Nt laly llb .
i)

La section efficace totale d’excitation de I’état a (de nombres quantiques n,l,m,) vers
I'état b (nylymy) vaut :

d Oab T . d20ab
Oab /de de = 27T/0 d@kf sm@kfd—Qf (3142)

Or ¢* = k} + k} — kikgcos@ soit 2qdq = 2kikysinfdf d’ou la section efficace totale
d’excitation d'un état n,l, vers un état nyl, vaut finalement (en considérant une couche
composée de N, électrons équivalents) :

la+lb

dr N, s

Onala—nply = 2 / PM2A+ 1) A o Ri zb( )
—lp

a:—la mp=—Iyp

(3.143)
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avec

(3.144)

X=EJE,, X=EJE,,

(a) Sections totales d’excitation (b) Sections totales d’excitation
Ardt(ngly) + e~ — Ar®t(ngly) + e~ Artit(ngly) + e — Artit(ngly) + e~

F1G. 3.6 — Sections efficaces totales d’excitation collisionnelles pour deuz ions Ar?t. Les
sections moyennées sur les sous niveaur magnétiques sont représentées en fonc-
tion du rapport X de l’énergie de l’électron incident E; a [’énergie de la tran-
sition considérée E, = E, — E,. Données de référence (X) [IAEA |; (—)
sections calculées dans l'approximation des ondes planes (éq. (3.143)); (- -)
sections calculées dans l'approzimation des ondes distordues (éq. (3.100)).

La figure 3.6 présente plusieurs sections efficaces totales d’excitation obtenues dans le
cadre de lapproximation des ondes planes pour les ions Ar®*t et Ar''* en fonction du
rapport X de I'énergie de 1’électron incident a 1’énergie de la transition considérée. Les
données de références proviennent de la base de données de 'TAEA [TAEA |. Les résultats
obtenus sont également comparés aux sections obtenues dans le cadre de 'approxima-
tion des ondes distordues (paragraphe 3.3.2.1). Nous constatons que les résultats obtenus
dans I'approche des ondes distordues tendent vers les données PWBA a haute énergie,
conformément a ce qui était attendu. De plus, ces résultats reproduisent parfaitement les
données de références quelles que soient les transitions considérées. Ainsi 'approximation
en ondes planes peut étre utilisée pour toutes les transitions des lors que X 2 10.

Nous pouvons par ailleurs remarquer que les sections totales d’excitation suivent un
comportement asymptotique a haute énergie (approximation de Bethe [Bransden et al.
03] p.719) :

A hl Ez
E;

1
B 5, Pbour une transition optiquement interdite Al # £1  (3.145b)

pour une transition optiquement permise Al = +1 (3.145a)

hm Unala_)nblb -
E;—o00
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ou A et B sont des constantes dépendantes de chaque transition.

3.3.3.2 Section efficace totale d’ionisation collisionnelle

Suivant le méme raisonnement, la section efficace totale d’ionisation peut étre détermi-
née dans approximation PWBA. L’élément de matrice T, de I'expression (3.126) s’écrit
en exprimant les fonctions d’ondes entrantes et sortantes sous forme d’ondes planes :

T 1 d eiq'(rl_r2) d N q
- i (1) g (1) €972 3.146
o [ e [ e () (3.146)
ou q = k; — k¢ est le transfert d’impulsion. L’intégrale sur r; se résout comme pour
I'excitation (éq. (3.135)). En utilisant le développement (3.136) et la décomposition en
ondes partielles pour la fonction d’onde de 1'électron éjecté (éq. (3.116)), on obtient :

oo la+le

47 11 o m me
Tae = _Qk_ Z Z Al 6 ) P(2/\ + ]-)}/[e (ekm gpke>Al);lg,Rl):zlc (q> (3147)
le=0 A=|lqg—le|

ou

I, 1. A l I, )
AN = (2L, + D2l + D]V e “ ¢ 3.148
lole (21, + 1)(2lc + 1)] <OOO><m 0) ( )

R.(q) = / draraRa(12)7a(qra)wi, (e, 72) (3.149)
0
Pour avoir une section non nulle, les regles de sélection imposent :

lg + 1. + X\ pair
o —le| <A<+ 1, (3.150)

Me = My

Suivant l'expression (3.126) la section différentielle en angles d’émission et en énergie
prend alors la forme :

[es) la+le

130N At 2A + 1)V (O, o )AL R (@)

le=0 A=|lq—lc|

d5aae 1 k’f 1
deleeclE6 273 kik, q*

(3.151)
L’intégration sur les angles d’émission permet d’obtenir la section simplement différentielle
en énergie :

oo le+la

Ao ge 1 kf 1
= — [ dS2 2 1 ‘
dE. 273 kik. ¢* flz::O /\_;l | i(2X + >Al ule R le(Q) (3.152)

Suivant le méme principe que pour 'excitation, I'intégration sur les angles d’émission de
I’électron diffusé s’identifie a une intégrale sur le module du transfert d’impulsion gq.
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La section efficace totale d’ionisation d’un état a de nombres quantiques n,l, s’écrit
alors :

1 N,
On —e — i
e 2 25 +1 2
Eemaw 7,+kf oo lo+le
/ kz2k: / Z Z P2+ DAY R, (@)
Ma= l k kf l =0 |a= |la—le|

(3.153)
ou le facteur N, provient du modele a électrons indépendants, et E, .. = (E; + E,)/2
est I'énergie maximum de 1'électron éjecté.

-17
10YF TR
i Rt

’l AR~
i Il 6+
19 I,%/ Ar~ (39

I
=
I

(a) Sections totales d’ionisation (b) Sections totales d’ionisation
ArSt(ngly) + e~ — ArTt 4 2e” Art3t(ngly) + e — Artdt 4 2¢~

F1G. 3.7 — Sections efficaces d’ionisation collisionnelles pour deuz ions Ar?™ en fonction
du rapport X de l’énergie de l’électron incident E; au potentiel d’ionisation
du niveau considéré Ip, = |E,|. Données de référence (X) [[AEA ]; (—)
sections calculées dans l'approximation des ondes planes (éq. (3.153)); (- -)
sections calculées dans l'approzimation des ondes distordues (éq. (3.129)).

Les sections totales d’ionisation collisionnelles obtenues dans I’approximation des ondes
planes (éq. (3.153)) sont présentées sur la figure 3.7 pour plusieurs états des ions Ar®" et
Ar3* en fonction de I'énergie de 1'électron incident normalisée au potentiel d’ionisation du
niveau considéré. Ces données sont comparées aux valeurs obtenues dans 1’approximation
des ondes distordues (éq. (3.129)) et aux données de référence de 'TAEA [IAEA .

Les résultats obtenus indiquent que I'approximation des ondes planes peut se substi-
tuer a ’approche DWBA des lors que X > 20. De plus, dans ces conditions, nous pouvons
remarquer que les valeurs obtenues par la méthode PWBA concordent avec les données de
référence. La description simplifiée de 1’électron incident (et diffusé) par une onde plane
peut donc étre utilisée pour tous les niveaux d’énergie lorsque son énergie est vingt fois
supérieure a ’énergie de la transition.
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De plus, nous pouvons remarquer que les sections totales d’ionisation collisionnelles

suivent un comportement asymptotique a haute énergie. Ce comportement a été mis en
évidence par H. Bethe [Bransden et al. 03] (p.739) :

In E;
lim o0,,,..=A4 -

Jim_ 5 (3.154)

ou A est une constante dépendante du niveau d’énergie considéré.

3.4 Pour une évaluation plus immédiate des sections :

expressions simplifiées

3.4.1 Expression semi-analytique des sections d’excitation : loi
d’échelle de Van Regemorter

Le calcul des sections efficaces totales d’excitation dans I’approximation des ondes dis-
tordues ou des ondes planes requiert d’'importants moyens numériques. Afin de simplifier ce
calcul, H. Van Regemorter a déterminé une loi d’échelle semi-analytique [Van Regemorter
62]. Pour une transition d’'un état a (n,l,) vers un état b (nyly), la section d’excitation d’un
électron d’une couche multiélectronique composée de N, électrons équivalents s’exprime
selon :

Efy 9(X)

8m2a?
Ongla—nply = WONqu_Qbeab (3.155)

ou Eg=13,6 eV, fy; est la force d’oscillateur associée a la transition a — b, X = E;/E,;, est
le rapport de I’énergie de 1’électron incident F; sur I’énergie de la transition E,, = £, — F,,
et g(X) est le facteur de Gaunt. Celui-ci est déterminé suivant R. Mewe [Mewe 72] :

9(X)=0,15+0,28In X (3.156)

Les forces d’oscillateur f,;, d'un état de nombre quantique orbital [, vers un état de nombre
quantique orbital [, = [, £ 1 sont calculées selon (cf. annexe D) :

2meEab 1

2
32 2 1 max(ly, ) R5, (3.157)

fab:

ou Ry = fooo drr3 Ry, (r)Ry,(r) et Ry, (r) sont respectivement les parties radiales des
fonctions d’onde initiale et finale de I’électron subissant la transition. Dans le cadre de
I'interaction laser-agrégat, les termes R, sont calculés pour chaque transition de chaque
état de charge dans une base d’orbitales de type Slater en utilisant le potentiel-modele
défini au paragraphe 3.1.2 (cf. annexe B).

Nous pouvons remarquer que l'expression de Van Regemorter découle des sections
d’excitation calculées dans I'approximation des ondes planes. En effet, en considérant un
faible transfert d’impulsion q entre I’électron incident et 1'électron diffusé, le terme e‘dr2
intervenant dans 1’élément de matrice de transition (éq. (3.134)) peut étre développé en
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séries de Taylor €972 ~ 1 + iq.ry. L’intégrale sur la coordonnée ry s’apparente alors a
I’élément de matrice intervenant dans le calcul de la force d’oscillateur (cf. annexe D).
Ainsi le calcul de la section efficace d’excitation se réduit a I’expression de Van Regemor-
ter. Le facteur de Gaunt permet de corriger cette expression afin d’ajuster les résultats
aux données obtenues par des méthodes plus précises.

10 —rrTT —— 3 10%

4d - 5p

1077 10 100 1077 10 100
X=E[E,, X=E[E,,
(a) Sections totales d’excitation (b) Sections totales d’excitation
Artt(ngly) +e= — Artt(ngly) + e~ Art3t(ngly) + e — Art3t(nyly) + e~

Fia. 3.8 — Sections efficaces totales d’excitation collisionnelles déterminées selon [’expres-
sion de Van Regemorter (3.155) pour les ions Ar*t et Ar'3t (—). Les résultats,
comparés aux données de référence (X ) [IAEA ] sont présentés en fonction
du rapport X de l’énergie de [’électron incident E; a l’énergie de la transition
considérée By, = By — E,.

La figure 3.8 présente les sections totales d’excitation collisionnelles obtenues avec
I'expression semi-analytique de Van Regemorter pour I'Ar*t et 'Ar'3* en fonction du
rapport X de I’énergie incidente a 1’énergie de la transition considérée. En comparant les
résultats obtenus par rapport aux données de référence [IAEA ], nous constatons que
I’expression de Van Regemorter permet de déterminer les sections d’excitation avec une
précision limitée (’erreur relative peut parfois atteindre 100%). Ceci provient notamment
du fait que 'expression du facteur de Gaunt employée (éq. 3.156) est une valeur moyennée
sur un grand nombre de sections de différents ions.

Il est intéressant de noter que 'expression de Van Regemorter permet de relier I'ex-
citation collisionnelle et la photoexcitation par l'intermédiaire de la force d’oscillateur.
Cependant cette expression n’est utilisable que pour des transitions dipolaires électriques
(Iy = I, £ 1). Or, les collisions électron-ion n’imposent aucune restriction concernant les
transitions. Par conséquent, cette expression peut étre utilisée en premiere approximation
dans le cadre de l'interaction laser-agrégat pour évaluer I'influence des processus d’excita-
tion collisionnels, mais une méthode plus élaborée (DWBA ou PWBA) est nécessaire afin
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d’obtenir des résultats plus précis.

3.4.2 Section efficace totale d’ionisation : Expression de Lotz

Afin de déterminer les sections efficaces totales d’ionisation par impact électronique,
W. Lotz a obtenu une expression semi-empirique [Lotz 68]. Pour un électron d’énergie E;
incident sur un ion (ou atome) dont la couche de valence comporte N, électrons, la section
d’ionisation d’un électron de cette couche externe dans un état a de nombres quantiques
nal, d’énergie E, < 0 est :

In(E;/|Eal)

B, (3.158)

Onglyg—e — aNeq

oll a =4,5 x 10718eV?m? est une constante déterminée empiriquement.

Cette expression semi-empirique dérive de ’expression obtenue dans I’approximation
des ondes planes. Le développement en série de Taylor du terme €42 conduit & 1'ap-
proximation de Bethe (cf. [Bransden et al. 03] p739) pour laquelle les sections totales
d’ionisation varient selon o lnTE Il est également intéressant de noter que le facteur N,
intervenant dans le formalisme de Lotz provient du modele a électrons indépendants (cf.

paragraphe 3.2).

(a) Sections totales d’ionisation (b) Sections totales d’ionisation

pour divers états fondamentaux. pour divers états excités.

F1a. 3.9 — Sections efficaces totales d’ionisation collisionnelles déterminées selon ’expres-
sion de Lotz (éq. 3.158) pour plusieurs niveaur d’énergie (fondamentauz et
excités) pour des ions Ar?t (—). Les résultats, comparés aux données de ré-
férence (X ) [IAEA ], sont présentés en fonction du rapport X de ’énergie de
[’électron incident E; au potentiel dionisation du niveau considéré Ip,.

La figure 3.9 présente les sections efficaces d’ionisation collisionnelles obtenues a ’aide
de I'expression de Lotz pour divers niveaux d’énergie d’ions Ar?t en fonction de 1’énergie
de I’électron incident F; normalisée au potentiel d’ionisation de 1’état considéré Ip, = |E,|.
Compte tenu de la simplicité de I’équation (3.158), les données de référence [IAEA | sont
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convenablement reproduites par ’expression analytique que ce soit pour des états fonda-
mentaux ou pour des états excités. Il est également intéressant de constater que, lorsque
I’énergie de 1’électron incident est proche de 1’énergie d’ionisation du niveau considéré,
I’erreur relative obtenue sur les valeurs calculées est du méme ordre de grandeur que les
données DWBA (fig. 3.5).

L’expression semi-empirique de Lotz permet par conséquent de correctement détermi-
ner les sections efficaces d’ionisation collisionnelles de tout les états pris en compte. Nous
avons par ailleurs comparé ces résultats a une expression analytique plus complexe [Bur-
gess et al. 83] et nous avons pu vérifié que sur 'ensemble des niveaux d’énergie étudiés,
cette expression ne donne pas de meilleurs résultats.

3.5 Inclusion des états excités dans le modele nano-
plasma

La description des ions (ou atomes) d’argon a l'aide de l’approche potentiel-modele
et la détermination des sections efficaces collisionnelles nous permet d’inclure des états
excités intermédiaires dans la dynamique de l'ionisation de l'agrégat. Compte tenu du
nombre élevé d’états excités nlm par ion et du nombre d’états de charge, nous avons été
amenés a regrouper les états selon leurs énergies d’ionisation.

3.5.1 Regroupement des états excités en configurations

La prise en compte d’états excités nl dans le modele nanoplasma peut conduire a un
nombre tres élevé d’équations couplées (cf. systeme (2.88)) dont la résolution numérique
devient alors prohibitive. En pratique, il est possible de regrouper ces niveaux d’énergie
sous forme de couches d’états, d’'une maniere identique a celle communément utilisée pour
la description de plasmas dans les modeles collisionnels-radiatifs [Summers et al. 06].
Seule I’évolution de ces couches d’états (ou configurations) est alors considérée dans le
modele, ce qui permet de notablement réduire le nombre d’équations couplées. Ceci re-
quiert cependant la détermination des énergies moyennes de ces couches d’états ainsi que
les sections efficaces moyennes des transitions correspondantes.

En regroupant les états d’'un méme nombre quantique principal n (ces états ayant une
énergie d’ionisation relativement proche), la détermination de I’énergie moyenne associée
a cette configuration nécessite de connaitre la distribution des populations de chacun des
sous-états. En considérant le nanoplasma comme étant a 1’équilibre thermodynamique
local (le milieu est dominé par des collisions suffisamment nombreuses pour assurer la
thermalisation du systéme), le rapport des deux populations de deux niveaux nl et nl’
différents dans un méme état d’ionisation ¢ est donné par la loi statistique de Boltzmann :

Nq,nl’ _ gq,nl' 6—(Eq,nl’_Eq,nl)/k"BT€ (3159)
Nq,nl gqm,l
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EnergieleV]
0 = Continuum =
-167.4 4f
1 -170,0 4d
—174,7 4p
-179,7 4s
34
Wiy
o1 -304.6 3d
FEi33=—311,2 + | -3165 3p n
3287 4 3s
2p—4
S Wis
p%
Wi
Elg_gp = *751, 8+ 2p
' A7,13+ AT14+

F1G. 3.10 — Regroupement des miveaur excités de ’Ar'3T(1s?2s?2p) en couches d’états.
Eys,, est l'énergie moyenne d’une configuration n. W{g_’”, désigne le tauz
n—e

d’excitation moyen entre ces couches et Wi~ représente le tauzr d’ionisation

d’une configuration n.

ou E,,; est I'énergie d’ionisation de I'état nl pour un ion de charge g. Sachant que les
états d’'un méme nombre quantique n sont proches en énergie, cette loi peut étre simplifiée
en considérant que (Ey .y — Eyn)/kpT. < 1. L’énergie moyenne d’une configuration n est
alors déterminée selon :

1
Eyn=— > 2+ D)Eyu (3.160)
l

L’inclusion de ces couches d’états excités dans le modele nanoplasma requiert égale-
ment la détermination des taux de transitions moyens entre ces configurations. Pour cela,
suivant le méme principe, les sections efficaces de transition sont moyennées a 'aide de la
distribution statistique de Boltzmann :

Mg —Tp,€ 1 Nala—Nply,€
R = =Y (20 + 1)opele b (3.161)

a la,lp

ou af]ala_’”blb’f désigne les sections efficaces d’excitation ou d’ionisation (DWBA : éqgs
(3.106) et (3.129), PWBA : éqgs (3.143) et (3.153), Van Regemorter éq. (3.155) ou Lotz :
éq. (3.158)) pour un état de charge ¢. La figure 3.10 illustre le regroupement des états
excités de PAr'3* en couches d’états ainsi que les taux de transitions moyens correspondant
a ces configurations. Il est important de remarquer que tout les états fondamentaux des
différents états de charge ne sont pas regroupés en configurations, ceci afin de clairement les
distinguer des états excités. Nous avons par ailleurs vérifié que le regroupement en couches
d’états de méme nombre quantique n conduit a une évolution identique a celle inhérente a
la prise en compte d’états excités nl. Ce formalisme nous permet par conséquent de réduire

le nombre d’équations couplées sans perte de précision quant a I’évolution de I'agrégat.
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3.5.2 Evaluation pratique des taux de transitions moyens

L’expression semi-analytique de Van Regemorter permet seulement de déterminer les
sections totales d’excitation dipolaires électriques. Or, les processus collisionnels interve-
nant dans I’évolution du nanoplasma n’imposent aucune regle de sélection. En pratique,
afin d’inclure les états excités dans le modele nanoplasma, nous avons donc développé
un code numérique qui nous permet de calculer les sections efficaces totales d’excita-
tion DWBA et PWBA pour tous les états de charge et toutes les transitions considérées
(nala — nply; ng # np). Celles-ci sont ensuite tabulées de la fagon suivante :

Afin de correctement décrire le seuil, pour un rapport X de I'énergie de 1’électron
incident a I'énergie de la transition considérée compris entre 1 et 11, les sections
sont calculées a 1’aide de I’approximation des ondes distordues (éq. (3.106)) ; cepen-
dant, les effets dis a I'indiscernabilité des électrons étant négligeables pour X 2 2,
I’échange n’est pas pris en compte.

— Puis, pour des énergies incidentes telles que X > 11, les sections totales d’excita-
tion sont calculées a 1’aide de I'approximation des ondes planes jusqu’a une énergie
maximale de 50 keV (cette énergie élevée est nécessaire afin d’effectuer le calcul des
taux d’excitation (cf. éq. (3.162)).

Les sections efficaces d’ionisation de tout les états nl considérés sont déterminées a
I’aide de 'expression semi-empirique de Lotz (3.158). En effet, au paragraphe 3.4.2, nous
avons constaté que cette expression permet de correctement évaluer les sections efficaces
totales d’ionisation quelque soit le niveau nl considéré.

En pratique, pour inclure les états excités dans le modele nanoplasma, nous commen-
cons d’abord par regrouper les états nl en configurations. Par conséquent, les sections ef-
ficaces d’excitation entre configurations et les sections d’ionisation de ces couches d’états
sont déterminées en moyennant statistiquement les sections d’excitation tabulées et les
sections de Lotz selon I'expression (3.161). Connaissant les sections moyennes pour les
configurations considérées, les taux d’excitation et d’ionisation sont alors déterminés en
intégrant les sections sur une distribution maxwellienne :

Ng—Np,€[ ,—17 __ Mg —Np,€
W=7l = (g7, (3.162)

Ce calcul est effectué en utilisant une distribution normale a la température T, a laquelle
s’ajoute une composante die a l'accélération des électrons selon 'axe de polarisation de
I’impulsion laser, selon le méme principe que celui décrit au paragraphe 2.5.2.

3.5.3 Modification des équations d’évolution

L’inclusion d’états excités intermédiaires dans la description de la dynamique de 1’agré-
gat conduit a la modification des équations d’évolution du modele originel (systeme
(2.88)). Tout d’abord, les collisions électron-ion induisant des processus d’excitation en-
trainent une perte d’énergie de I’électron incident. Ceci se traduit par 'apparition d’un
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terme supplémentaire dans I’équation d’évolution de la température électronique :

a exrc ,
E =3 (Byw — Eg)W; ™" Ny (3.163)

q n,n'>n

Le systeme d’équations couplées, qui doit alors également prendre en compte 1’évolu-
tion des couches d’états excités, s’écrit finalement :

( OR

o = e

Gvemp 5PH + Pcl

ot nm; R
0Q _ ne—Qm (Bese + kpT,) exp (— Eesc) X { 171282 =A%) pour A, < R
ot vmekpT, kgT. AR? pour A\, > R
8](‘\;;m (qupt1 + Wcoll q Lt + Z Wy He q—1,n”
(3.164) - (ngt + Wcoll) gnl nz;n Wnl_m Nyni
% =Wy Nyga + > W Ny = > W "Ny — W' Ny

n<n’ n>n'

ON. ONgni ONg 0Q
ot _Z ( " Z a;ls ) ot

n

- a o T o

OkgpT., 2 [OEBT 9Et™h  gEoce B
ot 3N,

OkpTrerNe  OkpTer  QkgTiherm 2 9E@l 2 gE=c 2 QEIs
+ + + + +
ot ot at 3N, dt 3N, dt 3N, ot

\

ou, pour un état de charge ¢ donné, les populations des états fondamentaux N, ,,; ont été
séparées des couches d’états excités N, . Les conditions initiales du systeme sont telles
que :

— la vitesse d’expansion de I'agrégat est nulle ve,, = 0;

— le rayon de 'agrégat est égal au rayon initial R = Ry ;

— la charge totale de 'agrégat est nulle Q = 0;

— la population d’atomes neutres est égale au nombre d’atomes dans I'agrégat Ny 3, =

N
— les populations de tout les autres états de charge (états fondamentaux ou excités)
sont nulles, N,y = Ny, =0;

— le nombre d’électrons libres dans 'agrégat est nul N, = 0;
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— et la température électronique initiale est nulle kg7, = 0.

3.6 Conclusion

La description de la structure électronique a 1’aide de I'approche potentiel-modele ainsi
que I’évaluation des sections efficaces d’excitation collisionnelles dans I’approximation des
ondes distordues (et des ondes planes a plus haute énergie) et I’évaluation des sections
efficaces totales d’ionisation collisionnelles a ’aide de ’expression semi-empirique de Lotz
nous permet d’inclure des processus d’ionisation d’ordre supérieur dans la description de la
dynamique de 'interaction laser-agrégat. Ainsi, le nombre de couches d’états excités peut
étre augmenté jusqu’a obtenir une dynamique d’ionisation convergée. L’influence de I'in-
troduction d’états excités et les résultats obtenus dans le cadre de ce modele nanoplasma
amélioré seront présentés dans le chapitre 5.
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Influence des phénomenes
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4.1. Modele d’écran pour I'interaction laser-agrégat : I'approche de Gupta et Rajagopal

D’apres les résultats préliminaires obtenus a 1’aide du modele nanoplasma, nous avons
pu observer que la densité d’électrons libres au sein de I'agrégat peut étre tres importante.
R. Santra et C. Greene ont démontré, pour des agrégats de xénon, que les phénomenes
d’écran induits par la densité de charges accroissent significativement 1’absorption de pho-
tons VUV (A=109 nm) [Santra et al. 03]. Par conséquent, ceci peut significativement
modifier la dynamique de l'interaction. Afin de prendre en compte cet effet dans le mo-
dele nanoplasma, nous avons donc étudié 'influence de cet environnement sur le potentiel
d’interaction entre les particules chargées de I'agrégat. En effet, I’énergie de liaison d’un
électron peut étre perturbée par la densité d’électrons libres environnantes [Gets et al.
06]. De méme, I'interaction entre un électron libre incident et un ion étant modifiée, les
probabilités d’excitation ou d’ionisation par impact électronique vont également étre dif-
férents d'un systeme isolé.

Dans un premier temps, ce chapitre présente le potentiel d’écran que nous avons utilisé
afin de modéliser I'interaction électron-ion dans le cadre de la description de la dynamique
de l'interaction laser-agrégat. Puis, la seconde partie met en évidence I'influence de ce po-
tentiel sur les niveaux d’énergie et les fonctions d’onde de plusieurs ions Ar?t dans diverses
conditions de densité et de température électroniques caractéristiques de 1’évolution du
nanoplasma. La modification des sections efficaces d’excitation et d’ionisation est ensuite
exposée dans la troisieme partie de ce chapitre. Et enfin, la quatrieme et derniere section
présente comment ces phénomenes d’écran sont inclus dans le modele nanoplasma.

4.1 Modele d’écran pour l’'interaction laser-agrégat :
P’approche de Gupta et Rajagopal

L’interaction d’une impulsion laser avec un agrégat de gaz rare conduit a la forma-
tion d’un plasma dont les caractéristiques évoluent rapidement au cours du temps. Le
parametre de dégénérescence vy, qui est le rapport de la température de Fermi Tr a la
température électronique T, permet de distinguer les plasmas “classiques” (7 < 1) des
plasmas dits dégénérés (v > 1) dans lesquels les effets quantiques jouent un role impor-
tant :

B kBTF i h2(37r2n6)2/3
7= kBTe N 2m6kBTe

Au tout début de l'interaction, les électrons peu énergétiques libérés par le champ laser in-

(4.1)

duisent une densité électronique tres élevée au sein de 'agrégat (de ordre de 10?2 cm™3).
En quelques dizaines de femtosecondes, celui-ci devient alors un plasma dégénéré quasi-
métallique. Puis, sous I'influence du chauffage par bremsstrahlung inverse ainsi que de la
dilatation du nanoplasma, le systeme évolue en quelques centaines de femtosecondes vers
un plasma classique. L’agrégat traverse ainsi des conditions de densité et de température
électroniques tres variées au cours de son évolution.

De par son importance dans de nombreux domaines de la physique, la description
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d’un atome (ou d’un ion) plongé dans un gaz d’électrons a température finie est le sujet
de nombreuses recherches théoriques. Il existe différents potentiels qui permettent de mo-
déliser I'influence des électrons environnants. Parmi ceux-ci, le potentiel de Debye-Hiickel
présente l'avantage d’étre analytique et simple d’utilisation. Pour un noyau de charge 7,
il prend la forme :

Z
V T, nea Te - - -B_T/AD 42
DH( ; ) 47'(-807" ( )
ou A\p = 50@'3—;’;3 est la longueur d’écran de Debye. Ce potentiel est valide dans la limite

des faibles densités et hautes températures (soit pour un plasma classique). En effet, dans
ce cas, I'énergie cinétique moyenne des particules est beaucoup plus importante que leur
énergie d’'interaction, et les effets de corrélation peuvent donc étre considérés comme une
perturbation par rapport au comportement du gaz parfait. Dans ces conditions, la densité
de particules perturbatrices peut étre obtenue en linéarisant la distribution statistique de
Maxwell-Boltzmann. L’expression (4.2) est alors obtenue a l'aide de I'équation de Poisson
et de la condition de neutralité du milieu.

Dans un premier temps, nous avons par conséquent essayé d’évaluer 'influence des phé-
nomenes d’écran dans la dynamique de 'agrégat a 1’aide du potentiel de Debye-Hiickel.
Cependant, au tout début de l'interaction, l'ionisation par effet de champ produit un
grand nombre d’électrons de faible énergie. Le rapport de ’énergie cinétique a 1’énergie
potentielle électronique est alors tres faible, le plasma est dégénéré et le modele d’écran
de Debye-Hiickel n’est pas adapté. Celui-ci surestime les effets d’écran et conduit a des
résultats non physiques (les atomes d’argon sont entierement ionisés en quelques femto-
secondes). Ces résultats nous ont conduit a utiliser un modele plus sophistiqué et adapté
aux conditions de densité et de température variables rencontrées par le plasma au cours
de l'interaction laser-agrégat. Il existe différentes approches présentées dans la littérature
[Dharma et al. 81, Perrot et al. 84]. Nous avons choisi le modele développé par U. Gupta
et A.K. Rajagopal [Gupta et al. 79] qui est suffisamment sophistiqué pour correctement
décrire les phénomenes d’écran dans le cadre du modele nanoplasma.

4.1.1 Modification de I’interaction électron-ion en présence d’une
densité d’électrons libres

4.1.1.1 Expression du potentiel d’interaction électron-ion

Considérons un noyau de charge Z plongé dans un gaz d’électrons de densité n. a
I’équilibre thermodynamique a la température T,. Le potentiel d’interaction d’un électron
avec ce noyau s’écrit [Gupta et al. 79, Gupta et al. 81, Gupta et al. 82] :

Ze? e? dr'p(r)

Ver(r: p, T,) = —
ar(r;p,Te) Ameor + ey ) |r—1'

(4.3)

ou le potentiel de Hartree (second terme du membre de droite) décrit l'interaction de
I’électron de coordonnée r avec la densité p(r) de charges environnantes (cette expression
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ne prend pas en compte les termes d’échange et de corrélation bien que ceux-ci aient
également été étudiés par U. Gupta et A.K. Rajagopal [Gupta et al. 80a, Gupta et al.
80b]). En passant dans 'espace des impulsions q et en utilisant les propriétés du produit
de convolution, on obtient :

Ze? e?

+—n(q) (4.4)

Var(a; p, Te) = R

U. Gupta et A.K. Rajagopal supposent que la densité de charges répond linéairement au
potentiel :

p(a) = x(a; p, Te)Var(a; p, Te) (4.5)

ce qui permet de réécrire le potentiel sous la forme :

Ze? 1
€00*1 — 25 x(q; p, T0)

€0q?

Var(a; p, Te) =

(4.6)

soit dans ’espace des positions :

Ze? [ sin(qr) 1
T ; A7
an(ripTo) = —5 5 /0 T 1o “x(a; 0, T2) o

La fonction de réponse x(q; p, T.) est déterminée suivant la fonction de Lindhard statique
[Lindhard 54] généralisée aux températures non-nulles [Ashcroft et al. 76] :

dp fro(p+d)— fro(p
X(q7 P Te) = _2/ 3 ( ) ( ) (48)
(2) €p ~ Eptq
ot ¢, = h*p*/2m. et frp(p) est la fonction de distribution de Fermi-Dirac pour les
électrons : 1
fro(p) = a1 (4.9)

avec 3 = (kgT.)™" et p est le potentiel chimique associé au gaz d’électrons. Le changement
de variable k = p + q et 'intégration angulaire de ’équation (4.8) conduit & :

1 1 [ 14 2k/q
ip, ) = — - dkk k)In | ——— 4.10
Vi T) =~ [tk oo | 50 (4.10)
Afin de simplifier les notations, nous introduisons les variables sans dimensions :
t="T./TF
Q= q/kr (4.11)

1/3

olt kp = (37%n.)'/3 est le vecteur de Fermi associé a I'énergie de Fermi Fp = h?k%/2m,

et Tp = Er/kp est la température de Fermi.

Le potentiel effectif Vgg(r; p, Te.) s’écrit finalement :

'  Ze? ©  sin(Qkpr) 1
Var(rine, T.) = —27T2€0kp/0 dQ Qkrr 14 Q-0 T) )P (4.12)
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ott la fonction £2(Q;n,, T,) vaut :

2 1 1 [ x r+Q/2
2 . . Te - _ € . e Te = ——/ d l
§5(Q;ne, Tt —501@27)((@’” ,Te) m2e0a0kr Q J, xet—l(:ﬁ—a(t)) +1 H r—Q/2
(4.13)

et a(t) = £ est le potentiel chimique normalisé & I'énergie de Fermi.

En pratique, suivant la méthode de U. Gupta et A.K. Rajagopal [Gupta et al. 81],
I’évaluation numérique du potentiel peut étre simplifiée en réécrivant celui-ci sous la forme :

Z 2 Z 2 Qmaz : k: 1
Ver(rino.T,) = e a / dQsm(Q FT)
0

Cdregr 2w T Qkpr (1 +&2(Q;n., T,)/Q? N 1>
(4]14)

En effet, I’élément de l'intégrant entre parenthéses décroit alors en Q~° et l'intégration
jusqu’a une (faible) valeur Q.. est suffisante.

4.1.1.2 Evaluation du potentiel chimique

Le potentiel chimique p est déterminé en utilisant les propriétés d'un gaz parfait d’élec-
trons a une température 7, donnée. La densité de particules de ce gaz s’écrit :

Ne = /000 deg(€) frp(€) (4.15)

ot g(€) = \/2m3e/h37? est la densité d’états d’énergie € et frp(e) = (€5 4+ 1)7! est la
distribution de Fermi-Dirac. Les électrons étant considérés comme libres et indépendants,
leur énergie vaut € = h2k?/2m,, ce qui permet de réécrire I'équation (4.15) sous la forme :

k 1
ne = 2/ (d - (4.16)

27T)3 66( 2me _lu‘) + 1

Finalement, en utilisant les coordonnées réduites (4.11), on obtient 1’équation transcen-

ee x? 1
/O At —— e = 3 (4.17)

dante suivante :

ol a(t) = £-.

La résolution de cette équation par la méthode de Descartes permet de déterminer
a(t) et donc le potentiel chimique du gaz d’électrons. La figure 4.1 présente ’évolution de
la fonction «(t) en fonction du parametre ¢t = T, /T (bien que U. Gupta et coll. appellent
ce parametre "la température réduite”, ¢ dépend également de n, par l'intermédiaire de
Tr).

En pratique, en vue d’une utilisation intensive du potentiel, nous avons déterminé des
expressions analytiques pour la fonction a(t). Tout d’abord, des expressions asymptotiques

peuvent étre obtenues pour t — 0 et t — oo en développant 'intégrale (4.17) selon la
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F1G. 4.1 — Potentiel chimique réduit o(t) en fonction de t = T,/Tr pour t € [0;1] (a),
pour t € [1;2,5] (b), et pour t € [1,5;2] (c). Valeurs déterminées en résol-
vant numériquement l’équation (4.17) (—) ; forme asymptotique (4.18) (- -);
forme asymptotique (4.19) (- -) ; expressions analytiques (4.20) (-+-) ; formule
d’interpolation de Dharma-Wardana et Taylor [Dharma et al. 81] (- - -).

variable z = exp(a(t)/t) [Huang 63] (pour z > 1 et z < 1 respectivement) :

li_r)% alt) = 1-— E(mﬁf — %(ﬂ)4 — m(mﬁ)ﬁ (4.18)
lim a(t) = tln [ﬁ (1 — 41— %t—?’ﬂ)] (4.19)

Nous avons vérifié que pour ¢ < 0,2, U'erreur relative des résultats obtenus a l'aide de
I'expression (4.18) par rapport aux résultats numériques est inférieure a 1073 (cf. figure
(4.1(a))), alors que 'équation (4.19) reproduit les données numériques avec la méme pré-
cision pour ¢t > 3,8 (cf. figure 4.1(b)). Nous pouvons par ailleurs remarquer que les ex-
pressions ci-dessus sont plus précises que celles provenant des références [Gupta et al.

79, Dharma et al. 81| (par exemple, I'expression de M. Dharma-wardana et R. Taylor
pour ¢ — oo n'est valide a 1072 prés que pour ¢ > 15,5).

Pour des valeurs intermédiaires, nous avons déterminé empiriquement des expressions
analytiques pour la fonction «(t). Nous nous sommes assurés que, dans les domaines de
validité indiqués, ces équations donnent des résultats dont 'erreur relative par rapport
aux valeurs numériques est inférieure a 1073 :
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([ T(nt; Ay) pour 0,00 <t <0,34
t
(1 _ H) [T(nt: As) + B X ()0t Bo, Co)| pour 0,30 <1< 0,89
2
_ ] (4.20)
4
t
at)=4 |1- (3) [F(mt;Ag) BT (1)t Bg,cg)] pour 0,78 < t < 1,24
3
- t -
1- (D_) ['(mt; Ay) + EJT(6)QU(7t; By, Cy)  pour 1,23 <t < 1,85
4
L Y()rt; Bs, Cs) pour t > 1,83
ou les fonctions Y (t), I'(wt; A) et Q(nt; B, C') sont définies selon :
( T(t) =t [—In(67%) + 2 In ()]
['(7t; A) = exp [— (7?2)2 (1+ A(ﬂ't)z)} (4.21)

Q(nt; B,C) = exp [— (% + #)}

et les constantes A;, B;, C;, D; et E; sont données dans le tableau 4.1.

\

i A; B | ¢, | D B
1 0,23 _ ] ] _
2 0,175 | 164 | -9,7 | 54,0 | 2,15
3 2,04.1073 | -8,6 | 45,4 | 0,980 | -0,0724
4 0,138 | -1,16 | 88,2 | 1,87 | 0,952
5 _ 1,99 | 36,0 | - .

TaB. 4.1 — Valeur des parametres A;, B;, C;, D; et E; pour les expressions analytiques du
potentiel chimique réduit (éqs (4.20)).

La figure 4.1 présente la variation du potentiel chimique réduit a(t) en fonction de ¢.
La comparaison des valeurs obtenues a ’aide des expressions asymptotiques (éq. (4.18))
et des résultats issus de la résolution numérique de I’équation (4.17) met en évidence les
limites de validité de ces expressions (figs 4.1(a) et 4.1(b)). Pour des valeurs intermé-
diaires, la figure 4.1(c) indique que les expressions analytiques (4.20) sont plus précises
que la formule d’interpolation proposée par M. Dharma-wardana et R. Taylor[Dharma et
al. 81].

Nous avons par conséquent utilisé ces expressions analytiques pour déterminer le po-
tentiel chimique intervenant dans I’expression du potentiel de U. Gupta et A.K. Rajagopal.
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4.1.2 Expressions simplifiées du potentiel : cas limites

Les expressions (4.13) et (4.14) permettent de déterminer le potentiel d’interaction
électron-ion quelles que soient les conditions de densité et de température électroniques (a
condition que la réponse linéaire du gaz d’électrons soit appropriée). Sous certaines condi-
tions, ces expressions peuvent se simplifier et se réduisent alors a des formes analytiques
ou semi-analytiques connues.

4.1.2.1 Allure du potentiel pour ¢t — 0 : oscillations de Friedel

Nous nous plagons tout d’abord dans la limite des températures nulles. Sachant que la
distribution de Fermi-Dirac (éq. (4.9)) se réduit alors frp(z,t =0) = ©(1 — x) (on O(x)
est la fonction de Heaviside), la fonction £(Q;n., T, = 0) prend une forme analytique
[Ashcroft et al. 76] :

11, 1-(Q/2p
7T2€06L0]€F 2 2@

&4 (Q;n., T, =0) = In ‘ L+ Q)2 H (4.22)

1-Q/2

En utilisant le contour indiqué par A. Fetter et J. Walecka [Fetter et al. 71, Gouedard
et al. 78], I'intégration dans le plan complexe de ’équation (4.14) permet de déterminer
une expression asymptotique du potentiel pour les grandes distances :

Ze? 2
lim Vogr(r;ne, T =0) = Viy(r,n.) = ‘ i cos(2hrr) (4.23)

r—o0 Cdmey (14 27kp)? 13
Ce résultat, initialement obtenu par J. Langer et S. Vosko [Langer et al. 60], démontre
un comportement oscillatoire du potentiel. Ceci correspond aux oscillations de Friedel
[Friedel 52| qui apparaissent de par le fait que la surface de Fermi est nettement délimitée
at = 0. Ce phénomene a été mis en évidence dans les solides métalliques : la présence de
I'impureté ionique induit un réarrangement de la densité électronique a longue distance
selon une "onde de densité de charge” de vecteur d’onde 2kp.

Lorsque la température est faible mais non-nulle (f < 1), la surface de Fermi est alors
moins localisée, ce qui entraine un amortissement exponentiel des oscillations de Friedel.
Dans ces conditions, R. Grassme et P. Bussemer ont obtenu une expression analytique du
potentiel & grande distance [Grassme et al. 93] :

. 7Ze? w2t cos(2kp~/a(t)r
Ao Von(rine, £ < 1) = Van(rine t) = = ol S
0 Thpa r2 sinh { “tkg) 7‘}

(4.24)

Nous pouvons noter que pour ¢t = 0, cette expression se réduit a la forme obtenue par J.
Langer et S.H. Vosko (éq. (4.23)).

En pratique, I’évaluation numérique du potentiel d’interaction Vgg(r;n., T.) ne peut
étre remplacée par les expressions analytiques (4.23) et (4.24) car celles-ci ne sont valides
qu’a longue distance de l'ion. Cependant, la présence de la singularité de Kohn a @ = 2z
(éq. (4.13)) et I’évaluation de l'intégrale double (éqs (4.13) et (4.14)) requiert un calcul
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Fi1G. 4.2 — Comparaison du potentiel Var(rine, T.) (—) (éq. (4.7)) avec les expressions
analytiques Viy (ryne,t = 0) (-=) (€q. (4.23)) et Vap(rine,t < 1) (- -) (€éq.
(4.24)) pour Z = 1, ne=4,54x 10° cm™®, et T,=0,1 eV (a), T.=2 ¢V (b), T.=5
eV (c) ce qui correspond respectivement o t =107 ; t=2x 10 et t=5x 10>

d’une grande précision. Nous avons donc utilisé ces expressions asymptotiques afin de vé-
rifier notre méthode de calcul du potentiel. La figure 4.2 présente 1’évolution du potentiel
d’interaction en fonction de la distance r entre un électron et un ion H* pour une densité
électronique donnée (n, = 4,54x10%* cm™3). Le potentiel Vgr(r;ne, T,) est comparé aux
formes analytiques (4.23) et (4.24) pour trois températures. Sur la figure 4.2(a) (7.=0,1
eV), il est clair que pour r > 7, le potentiel de U. Gupta et A.K. Rajagopal se réduit
a lexpression de J. Langer et S.H. Vosko (éq. (4.23)). Pour cette température (et par
conséquent pour les plus faibles températures), I’expression (4.23) est identique a la forme
(4.24) quel que soit 7 si bien que cette derniere n’est pas représentée afin de ne pas alour-
dir la figure. Les figures 4.2(b) et 4.2(c) comparent le potentiel obtenu numériquement a
I’expression asymptotique de R. Grassme et coll. pour une température électronique de 2
eV et de 5 eV respectivement. Nous constatons sur ces figures que les résultats obtenus
numériquement coincident parfaitement avec ’expression analytique pour r > 8. Ces fi-
gures mettent également en évidence I’amortissement des oscillations de Friedel lorsque la
température augmente.

La figure 4.3 présente les valeurs du potentiel obtenues dans les mémes conditions
que celles de U. Gupta et A.K. Rajagopal [Gupta et al. 81, Gupta et al. 82], pour
trois densités électroniques (n.=4,54x10%* cm™3, n,=2,47x10%** cm™3 et n,=10* cm™3 )
et une température électronique (7,=100 eV). Contrairement aux résultats obtenus par
U. Gupta et A.K. Rajagopal, nos potentiels ne présentent aucune structure oscillatoire.
Plus généralement, nous ne trouvons pas les mémes résultats que ceux présentés par U.
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F1a. 4.3 — Valeurs du potentiel Var(rine, T.) (éq. (4.7)) pour Z = 10, T.=100 eV et

Ne=4,54x 10° cm™ (—), ne=2,47x 10 cm™ (- =), n.=10* cm™ (--) ce qui
correspond respectivement a t=1; t=1,5 et t=2,7/.

Gupta et coll. sur la figure 1(c) de la référence [Gupta et al. 81] et sur la figure 3(c) de la
référence [Gupta et al. 82]. Compte tenu du fait que notre évaluation du potentiel converge
vers les formes asymptotiques a faible température, nous supposons que l'erreur de U.
Gupta et A.K. Rajagopal provient de problemes numériques. En effet, comme indiqué
précédemment, le traitement de la singularité a () = 2x et le calcul de I'intégrale double
requierent une grande précision de calcul.

D’un point de vue pratique, il est intéressant de déterminer une limite de la forme
T. = F(n.) qui permette de caractériser le changement d’allure du potentiel, d’'un com-
portement oscillatoire a longue distance pour les faibles températures a une décroissance
de type exponentielle. Par conséquent, nous avons évalué numériquement cette limite en
étudiant le signe de la dérivée du potentiel. En effet, pour un comportement exponentiel,
la dérivée est toujours positive, alors que le changement de signe indique une rémanence
des oscillations de Friedel. A partir des résultats numériques obtenus, nous avons pu
déterminer une expression analytique qui permet, pour une densité donnée, d’obtenir la
température électronique correspondant a la limite d’apparition des oscillations de Friedel.
Cette expression d’interpolation s’écrit :

0,46
To[eV] = 7 x 101 (ne[cm*]) (4.25)

Avec plusieurs autres limites présentées dans les paragraphes suivants, cette expression
est représentée sur la figure 4.4. Pour T, < T2, le potentiel Vig(r;n.,T.) présente un
comportement oscillatoire a longue distance alors que pour 7, > T?°¢ le potentiel est
décroissant quel que soit r.

4.1.2.2 Comportement du potentiel a courte distance pour ¢t — 0

Nous venons de montrer que le potentiel de U. Gupta et A.K. Rajagopal présente un
comportement oscillatoire a longue distance pour les faibles températures. Il est également

125



Chapitre 4. Interaction électron-ion : influence des phénomenes d’écran

[y
ow

[eV]

[y =

Q. 9

T T 1T T T T o

e

T

S
Hlllllnfl LILLAL
3

[y
(@)

[T B EE T BN

g
n, [cm'ﬁ

F1G. 4.4 — Limites du potentiel Vgr(r;ne, Te) : Valeurs numériques pour lesquelles les o0s-
cillations de Friedel apparaissent () et expression d’interpolation (éq. (4.25))
correspondante (---); Valeurs numériques pour la limite des basses tempéra-
tures (voir texte) (+) et interpolation correspondante (éq. (4.26)) (—); Va-
leurs numériques pour la limite SSC (voir texte) (%) et interpolation corres-
pondante (éq. (4.35)) (- =) ; Valeurs numériques pour la limite DH (voir texte)
(%) et interpolation correspondante (éq. (4.36)) (---).

intéressant d’étudier la partie a courte distance du potentiel : en effet, en deca d’une
certaine valeur TP celle-ci devient indépendante de la température (contrairement a la
partie oscillante qui varie continiment jusqu’a atteindre son maximum pour 7,=0 eV). La
figure 4.5 met en évidence ce comportement du potentiel pour une densité de 10% cm 3.
Afin d’évaluer quantitativement la température TP nous avons pris (pour une densité
électronique donnée) un potentiel de référence Vgr(r;n., T, = 107 eV) calculé a tres
basse température. Puis nous considérons que la température TP est atteinte si I'erreur
relative entre le potentiel de référence et le potentiel calculé & T4 est inférieure & 1073
pour toute distance r ot la valeur absolue du potentiel de référence est supérieure a 1072
u.a.. Nous avons vérifié la convergence des valeurs numériques obtenues en diminuant la
température du potentiel de référence. L’erreur relative sur les données présentées sur la
figure 4.4 est inférieure & 1%. Nous avons par ailleurs déterminé une formule d’interpolation
qui permet de relier le comportement de 7P 3 la densité électronique. Cette expression,

également présentée sur la figure 4.4, s’écrit :
. 0,7
Tmder[eV] = 3,8 x 1077 (ne[cm_3]) (4.26)

Ainsi, pour des températures inférieures a cette limite, les niveaux d’énergie des états liés
dans ce potentiel varient uniquement avec la densité électronique n..
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F1a. 4.5 — Comportement du potentiel Vgg(r;ne,T.) d courte distance pour une den-
sité électronique firée (n.=10% cm™) et plusieurs faibles températures élec-
troniques : To=1 €V (-=); T.=0,5 eV (- -); T.=0,1 eV (—); T.=0,01 eV
(--+). L’insert correspond au zoom de la zone du premier noeud du potentiel ou
les oscillations apparaissent.

4.1.2.3 Expressions asymptotiques du potentiel pour t — oo

A partir du potentiel Ver(rine, Te) (éq. (4.7)), U. Gupta et A.K. Rajagopal ont obtenu
une expression simplifiée en considérant la limite () — oo. Dans ce cas, le développement
au premier ordre du logarithme intervenant dans la fonction £2(Q;n,t) conduit a :

: 2 . 2 _ 1 >
gglog (Qvne,t) - gSSC(nevt) - m2e0aok 0 fFD(x)dx (4'27)

La fonction g (ne, t) étant indépendante de @), l'intégrale intervenant dans I’expression
du potentiel s’effectue analytiquement [Ashcroft et al. 76]. On obtient alors le potentiel
de Thomas-Fermi linéarisé (SSC, également appelé “static screened potential”)

—Ze?

Vsso(rine, Te) = exp[—kp€ssc(ne, t)r] (4.28)

dmegr

Suivant U. Gupta et A.K. Rajagopal, ce potentiel peut étre simplifié en considérant les

limites a haute et a basse température. Lorsque ¢ — oo, I'expression asymptotique (4.19)

du potentiel chimique peut étre utilisée pour évaluer la fonction Egsc(ne,t). Celle-ci se
réduit alors a I’expression analytique :

nee? 1

_ 4.29
8()ka6 k‘% ( )

tlggo fg’SC (nea t) = £J2DH (n€7 t) =

Il est donc intéressant de constater que le potentiel de Thomas-Fermi linéarisé se réduit au
potentiel de Debye-Hiickel (DH) puisque on a kpépy(ne,t) = 5!, ott Ap est la longueur
de Debye définie page 118.

2

Vou(rine, T,) = tliglo Vsso(rine, Te) = — exp|—kpépu (ne, t)r] (4.30)

dmegr
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De plus, si 'on considere la limite du potentiel de Thomas-Fermi linéarisé aux basses
températures, on obtient le potentiel de Thomas-Fermi (indépendant de la température) :

. Ze?
Vrp(r;ne) = %E% Vssc(r;ne, T.) = _47T50r exp|—kr&rp(ne)r] (4.31)
ou 1
2 (n)=—-— 4.32
Err(ne) T2eqaoky ( )

Le potentiel de Thomas-Fermi linéarisé est donc équivalent au potentiel de Debye-
Hiickel pour les hautes températures et au potentiel de Thomas-Fermi pour les basses
températures. D’apres la discussion présentée au paragraphe 4.1.2.1, il est cependant clair
que lorsque ¢ tend vers 0, le potentiel Vgg(r; ne, T.) ne converge pas vers le potentiel de
Thomas-Fermi puisque celui-ci ne peut reproduire le comportement oscillatoire a longue
distance. Il est en effet important de rappeler que le potentiel Vrp(r;ne) a été obtenu en
considérant les limites () — 0 puis t — 0.

En revanche, le comportement du potentiel de Gupta et Rajagopal a haute tempéra-
ture peut se déduire du potentiel de Thomas-Fermi linéarisé. En effet, en utilisant I’expres-
sion asymptotique du potentiel chimique (4.19) pour les hautes températures, la fonction

£2(Q;ne, T,) (éq. (4.13)) sécrit :

NG
lime2(on. 7)== — -~ VvV~ duve ¥ 1In | -7~ 4.
lim £5(Q; ne, 1) ke 1 Q J, e In 2ty 1 (4.33)

Dans cette expression, la variable () apparait seulement avec le facteur v/#/Q. Par consé-
quent, considérer la limite t — oo est équivalent a considérer la limite () — 0. Le dévelop-
pement du logarithme pour ¢t — oo (et ) fini) permet donc de retrouver les considérations
effectuées pour le potentiel de Thomas-Fermi linéarisé et ’on obtient finalement :

nee? 1

= g2 o, t 4.34
ol l{:% fDH(n ) ) ( 3 )

lim €(Qin,, T,)
Ainsi, le potentiel Vgg(7; ne, T.) se réduit au potentiel de Debye-Hiickel (éq. (4.30)) pour
les hautes températures.

De méme que pour les basses températures, il est intéressant de déterminer une li-
mite pour laquelle le potentiel Vgg(r; ne, T.) converge vers le potentiel de Thomas-Fermi
linéarisé et le potentiel de Debye-Hiickel. Les criteres de comparaisons suivants ont été
utilisés : pour une densité donnée, les potentiels sont considérés comme étant équivalents
lorsque leur erreur relative est inférieure & 103 pour toute distance telle que la valeur
absolue du potentiel est supérieure & 10~2 u.a.. Nous avons de plus vérifié que les valeurs
obtenues numériquement pour les températures limites ont une précision supérieure a 1%
(cf. fig. 4.4). A partir de ces résultats numériques, nous avons déterminé une expression
d’interpolation qui permet, pour une densité donnée, d’évaluer la température limite pour
laquelle le potentiel de Gupta et Rajagopal converge vers le potentiel considéré. Pour le
potentiel de Thomas-Fermi linéarisé (éq. (4.28)), nous obtenons :

0,5
T55CeV] = 3,2 x 10710 (ne[cm_3]> (4.35)
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Cette expression est représentée sur la figure 4.4 : pour une température électronique
T, > T55C | le potentiel Vg (r;ne, T,) est équivalent au potentiel Vsso (r; ne, Tp).

De méme, le potentiel de U. Gupta et A.K. Rajagopal converge vers le potentiel de
Debye-Hiickel a partir d’une température limite telle que :

( 0,5
3,4 x 10710 <ne[cm_3]> pour  n, <5x 10" em™

0,5 0,7
1,4 x 10710 <ne[cm_3]) +2,3x 1071 (ne[cm_3]>

TPH V] = (4.36)
pour 5x 10" em™3 < n, <2 x 10% cm ™3

0,7
2,98 x 10714 (ne[cm’3]> pour  n.>2x 10* cm™3
\

Les valeurs numériques obtenues ainsi que cette expression d’interpolation sont représen-
tées sur la figure 4.4. Pour une température 7, > TEDH, le potentiel Vgg(r;ne, 1) est
équivalent au potentiel de Debye-Hiickel (éq. (4.30)).

L’approche employée par U. Gupta et A.K. Rajagopal présente donc I'avantage de
reproduire les oscillations de Friedel a basse température (oscillations mises en évidence
dans les solides métalliques) et d’étre équivalent a un potentiel de Debye-Hiickel pour
les plasmas dits classiques. Nous avons par conséquent utilisé ce potentiel afin d’étudier
I'influence des pénomenes d’écran sur la dynamique de I'interaction laser-agrégat.

4.1.3 Description de la structure électronique : potentiel-modele
écranté

Nous avons vu au chapitre précédent que la structure électronique des ions et atomes
composant ’agrégat peut étre décrite a ’aide d’une approche potentiel-modele (cf. pa-
ragraphe 3.1). Dans le cas coulombien, pour un ion Ar?", l'interaction entre le noyau et
I’électron de valence est décrite selon le potentiel-modele tel que :

3
Z — Ne+ Z Nis (1 + %7‘) e+ (4.37)
i=1

—e2

VArq+ (T) =

dmegr

3 2 3
3a; Q; a; o
+ E Tip (1+ Pr + pr2+—pr3>e ipT
P 4 4 24

Le terme entre crochets peut ainsi étre assimilé a une charge effective Z ;¢ correspondant
au coeur ionique : le terme Z — N, se rapporte a une description simple telle que le noyau
de charge Z est écranté par les N, électrons de coeur et les sommes apportent une correc-
tion a cette représentation.

Lorsque I'ion est plongé dans une densité d’électrons libres, 'interaction électron ac-
tif/coeur ionique est modifiée par rapport au cas coulombien. Cet écrantage est alors
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représenté par le potentiel :

Vine(r) = VT (rine, To) %

ecr

Z — N.+ (4.38)

3a; o; o
is 1 ) —QsT ; zp .2 .3 —QipT
+ E miy (1455 +§ np( R L

ou le potentiel Ve(g:l)(r;ne,Te) désigne, pour une charge Z = 1, soit le potentiel de U.
Gupta et A.K. Rajagopal (éq. (4.14)) , soit le potentiel de Thomas-Fermi linéarisé (éq.
(4.28)), soit le potentiel de Debye-Hiickel (éq. (4.30)) selon les conditions de densité et de
température électronique considérées. Pour un état de charge Ar?" donné, les parametres
Z, N, et a; sont conservés tels que dans le cas coulombien (tab. 3.1).

4.2 Influence de I’écran sur les états liés

L’introduction d'un potentiel écranté a la place du potentiel coulombien classique
modifie la position des niveaux d’énergie des ions considérés. Afin d’étudier 'influence
de I’écran sur les potentiels d’ionisation, nous avons utilisé le principe variationnel pour
résoudre 1'équation de Schrodinger stationnaire!

h2

Hp,m(r) = r T Virar (r) | 05,um(r) = B¢, im(r) (4.39)
La diagonalisation de cet hamiltonien dans une base d’orbitales de type Slater (cf. annexe
B) permet de déterminer les fonctions d’onde et les niveaux d’énergie des états liés de
chaque ion Ar?" en fonction de la densité et de la température du gaz d’électrons envi-
ronnant.

4.2.1 Déplacement des niveaux d’énergie

Jusqu’a présent, les potentiels d’ionisation utilisés dans le modele nanoplasma corres-
pondaient aux données d’un atome (ou d’un ion) isolé. Or, dans les premiers instants de
I'interaction laser-agrégat, 1'ionisation par effet de champ des premiers états de charge
engendre une rapide augmentation de la densité électronique jusqu’a quelques 10%? cm 3.
Les électrons, libérés par effet tunnel, étant peu énergétiques, la forte densité associée a
la faible température électronique induit d’importants phénomenes d’écran qui décalent
les niveaux d’énergie.

Le tableau 4.2 présente les potentiels d’ionisation des états fondamentaux des atomes
d’argon et des ions Ar?" (¢=1 et 2) calculés dans ces conditions de plasma selon plusieurs

modeles d’écran. Quel que soit le modele et le niveau d’énergie considéré, le potentiel

!Contrairement au cas non écranté, le potentiel-modele écranté est négatif car I’attraction électron-ion
est prise en compte dans le potentiel d’écran Ve, (7;ne, Tt).
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ne [em™3] | T, [eV] | t GR | SSC | DH
Ar 1018 0.1 | 2742 || 13,61 | 13.48 | 1348
Ar 10%0 0,5 6,36 9,58 | 8,74 | 8,70
Ar 10 1 2,74 || 4,69 | 3,26 | 3,04
Art 1021 1 | 274 || 1377 | 1147 | 11,09
Ar 10%2 4 2,36 0,51 | 0,042 | - --
Art 10%2 4 2,36 6,47 | 5,07 | 4,56
Ar?t 10%2 4 2,36 || 13,13 | 11,16 | 10,45

TAB. 4.2 — Potentiels d’ionisation (en eV) de l’état fondamental d’un ion (ou atome)
d’argon (Ar?", q=0;1;2) plongé dans un gaz d’électrons dont les conditions
(n. /T.) sont caractéristiques du début de l’interaction laser-agrégat. Les po-
tentiels d’ionisation sont calculés selon plusieurs modéles d’écran : le potentiel
de U. Gupta et A.K. Rajagopal (GR), le potentiel de Thomas-Fermi linéarisé
(SSC), le potentiel de Debye-Hiickel (DH). - - - indique que [’état est passé
dans le continuum. Dans le cas coulombien, les potentiels d’ionisation valent :

Ip(Ar)=15,03 €V ; Ip(Art)=28,30 eV; Ip(Ar** )=40,40 eV.

d’ionisation diminue en présence de la densité électronique. En effet, les électrons libres
environnants écrantent l'interaction entre 1’électron lié et le coeur ionique, la barriere de
potentiel est alors abaissée ce qui réduit 1’énergie de liaison. Cet abaissement du continuum
peut méme conduire a la disparition de certains niveaux excités, ce phénomene est appelé
“ionisation par pression”.

D’apres les limites obtenues au paragraphe 4.1.2, les conditions considérées au début
de l'interaction requierent l'utilisation du potentiel de Gupta et Rajagopal. Les valeurs
obtenues a l'aide des modeles de Thomas-Fermi linéarisé et de Debye-Hiickel indiquent
que les effets d’écran sont systématiquement surestimés par rapport a 'approche de Gupta
et Rajagopal. Dans ces conditions, 1'utilisation de ce potentiel sophistiqué est donc néces-
saire afin de correctement reproduire 'influence de I’écran sur l'interaction électron-ion.
De plus, les valeurs obtenues démontrent que les phénomenes d’écran modifient fortement
les énergies d’ionisation : le niveau fondamental de I'ion Ar™ est décalé de plus de 70%
pour une densité électronique de 10?2 cm™ et une température de 4 eV. Les premiers
états de charge étant majoritairement peuplés par effet tunnel, I’abaissement des poten-
tiels d’ionisation accroit fortement les taux d’ionisation ADK [Ammosov et al. 86] par
rapport au cas coulombien. Au début de 'interaction, la dynamique d’ionisation va ainsi
étre nettement accélérée par les phénomenes d’écran.

Au cours de 'interaction laser-agrégat, la température électronique augmente progres-
sivement par bremsstrahlung inverse alors que la densité électronique atteint une valeur
de T'ordre de 103 cm™3 (cette valeur reste plus ou moins constante pendant plusieurs
centaines de femtosecondes diui a un équilibre entre les processus d’ionisation, 1’éjection
d’électrons énergétiques en dehors de I'agrégat et I'accroissement du rayon de 'agrégat).
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F1G. 4.6 — Niveaux d’énergie (fondamentaur ou excités) d’ions Ar't plongés dans un
plasma en fonction de la température électronique T.. La densité électronique
est fizée a n.=10° cm™?. (- -) Energies de liaison dans le cas non écranté.

La figure 4.6 présente 1’évolution des niveaux d’énergie de plusieurs états de charge pour
une densité électronique fixée (n,=10* cm™3) et une température variable de 10 & 1000
eV. Les traits pointillés correspondent aux énergies de liaison dans le cas coulombien.
Pour les faibles températures (10 < 7, < 101,2 eV), les niveaux d’énergie sont déterminés
a I'aide du potentiel de U. Gupta et A.K. Rajagopal. Puis, pour 101,2 < T, < 375,2 eV,
ce potentiel se réduit au modele de Thomas-Fermi linéarisé. Enfin, le modele de Debye-
Hiickel est utilisé pour des températures supérieures a 375,2 eV. Nous constatons que
lorsque I'influence de ’écran augmente (c’est a dire lorsque la température diminue), les
états liés se rapprochent progressivement du continuum. De plus, les niveaux d’énergie
les moins liés sont relativement plus décalés que les états plus profonds (par rapport aux
valeurs non écrantées). En effet, ces états moins profonds sont plus sensibles a la per-
turbation induite par la densité d’électrons libres environnante. Par exemple, a 10 eV, le
niveau fondamental de I’Ar?" est décalé de 87% par rapport & sa valeur non écrantée alors
que I'état fondamental de PAr®t n’est décalé que de 31%. Ceci est également vrai pour
les états excités : les états 3p et 4f des ions Ar'®T et Ar'®* sont respectivement déplacés
de 53% et 82%.

4.2.2 Modification des fonctions d’onde liées

Nous avons vu qu’une densité d’électrons libres a pour effet de déplacer les niveaux
d’énergie d’un ion. Il est également intéressant d’étudier I'influence du gaz d’électrons sur
les fonctions d’onde liées associées a ces niveaux d’énergie. Nous avons tracé sur la figure
4.7(a) les fonctions de distributions radiales r?|¢(r)|?* associées aux fonctions d’onde de
Iétat 3p de lion Ar*. Celles-ci sont déterminées numériquement en résolvant I’équation
de Schrodinger (4.39) selon le modele d’écran considéré (GR ou SSC) pour une densité
électronique de 10?2 cm ™ et une température de 4 eV. Les données non écrantées sont
également représentées pour évaluer I'influence de I'écran.

Nous pouvons tout d’abord remarquer que les fonctions d’onde sont moins sensibles
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aux effets d’écran que les potentiels d’ionisation. En effet, alors que le niveau d’énergie est
déplacé de plus 70% (cf. tab. 4.2), la fonction de distribution radiale n’est que modérément
modifiée par les phénomenes d’écran : comparé a un ion Ar* isolé, la fonction d’onde de
I’état 3p est légerement plus diffuse. Par ailleurs, bien que la différence entre les énergies
de liaison obtenues selon les différents modeles d’écran soit supérieure a 20%, la fonction
d’onde de I’état 3p dans le potentiel de Thomas-Fermi linéarisé est tres proche de celle
déterminée dans le potentiel de U. Gupta et A.K. Rajagopal. Ceci peut étre expliqué
a l'aide de la figure 4.7(b) ou nous avons tracé les potentiels d’écran correspondants en
fonction de la distance radiale r. Nous avons également représenté les positions du niveau
d’énergie 3p ainsi que les valeurs r.; caractéristiques du début de la zone classiquement
interdite. Nous constatons que, bien que les niveaux d’énergie soient fortement déplacés
vers le continuum par les effets d’écran, la limite r.; de la zone classiquement permise n’est
que faiblement décalée vers les plus grandes valeurs. La présence d’une densité d’électrons
libres autour de l'ion conduit donc a une légere extension de la portée des fonctions
d’onde de chaque état lié. Cet effet sera d’autant plus faible que le niveau considéré sera
plus fortement lié.
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F1a. 4.7 — (a) Fonctions de distribution radiales associées aux fonctions d’onde du niveau
d’énergie 3p d’un ion Ar* plongé dans un gaz d’électrons (n.=10%* em™ ; T.=/
eV). Ces fonctions d’onde sont déterminées selon deux potentiels d’écran :(—)
Gupta et A.K. Rajagopal; (- -) Thomas-Fermi linéarisé. La fonction d’onde
non écrantée (---) est également présentée pour comparaison. (b) Pour chaque
potentiel, la fleche horizontale indique le niveau d’énergie correspondant a la
fonction d’onde présentée en (a). La fléche verticale indique la valeur r.; ca-
ractéristique du début de la zone classiquement interdite.
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4.3 Influence de I’écran sur les collisions électron-ion

Afin de prendre en compte les phénomenes d’écran dans l'interaction laser-agrégat,
il est également nécessaire d’étudier l'influence des phénomenes d’écran sur les sections
efficaces d’excitation et d’ionisation collisionnelles.

4.3.1 Sections efficaces d’excitation collisionnelles écrantées

Des 1981, G. Hatton et coll. ont étudié la diffusion inélastique d’un électron par un ion
immergé dans un plasma [Hatton et al. 81]. Ils ont pour cela évalué les sections efficaces
d’excitation dans 'approximation des ondes planes en considérant un modele d’écran de
type Debye-Hiickel. L’influence de la présence d’un gaz d’électrons libres a également été
estimé par B. Whitten et coll. : les sections collisionnelles d’excitation, également évaluées
dans un potentiel d’écran de Debye-Hiickel, ont été déterminées a l’aide des méthodes
close-coupling et DWBA [Whitten et al. 84]. Les résultats obtenus dans ces deux réfé-
rences indiquent que les probabilités d’excitation sont systématiquement réduites par les
effets d’écran. Cependant, dans ces études, l'interaction électron-électron était supposée
a symétrie sphérique et des fonctions d’onde hydrogénoides non écrantées étaient utilisées
pour décrire 1’électron lié. Il a par la suite été montré que ces approximations peuvent
entrainer des erreurs significatives sur les sections [Gutierrez et al. 94].

Nous avons par conséquent évalué les sections efficaces d’excitation collisionnelles dans
I’approximation des ondes distordues en considérant le potentiel d’écran de U. Gupta
et A.K. Rajagopal pour toutes les interactions considérées (électron de valence/coeur
ionique ; électron libre/coeur ionique et électron libre/électron de valence). Nous prenons
ainsi en compte le caractere non-sphérique de l'interaction ainsi que l'indiscernabilité des
électrons. Dans 'approximation des ondes distordues (DWBA), la section efficace totale
d’excitation d'un état a d’énergie E, vers un état b d’énergie Ej, s'écrit (cf. paragraphe
3.3.2.1 chapitre 3) :

1 k 1 .3 .
Ongla—nply [UCL] - <27T)42l +1 Z Z ?f /de |:Z|Tc?b + Yj(zb|2 + Z|Tc;ib - Tab|2:| (440)
mqg My v

ou l'électron incident d’énergie E; = hk;/2m, est diffusé dans une direction ; avec une
impulsion k. Les éléments de matrice de transition direct 7% et d’échange T, valent :

Th = (i, (r)n(r:) Pulr2) ey (1)) (141a)
5 = (Vi (r)am) Gu(r2)f(r1))  (441D)

olt Vo (1) désigne le potentiel d’écran (GR, SSC ou DH) selon les conditions plasma

V=D |y —ra]) = VZ=D ()

ecr ecr

VIZ= (e — ra]) = V2D (ry)

ecr ecr

considérées. Les fonctions d’onde liées ¢, ;(r) sont solutions de ’équation de Schrodinger :

2m

2
Hysthop(r) {— gy vzﬁz+<r>] bes(t) = Busdon(r) (4.42)

ou le potentiel V. (r) défini par I’équation (4.38) prend en compte la structure électro-

nique de I'ion (ou atome) considéré ainsi que I'influence de 1’écran induit par la présence
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4.3. Influence de I'écran sur les collisions électron-ion

d’une densité électronique environnante. Ces fonctions d’onde sont déterminées numéri-
quement a ’aide d’une base d’orbitales de type Slater (cf. annexe B). Les fonctions d’onde
de I'électron libre sont solutions de :

2

2me

Hitn 0 (1) = |~ V24 Vi 1) = V0| 0 6) = Bugi () (483

Elles sont déterminées a 1’aide d'un développement en ondes partielles :

o0

1

P(r) = e (2; + 1)il ey (k;, r) Py, (cos ;) (4.44a)

1;=0
oo

L "
G Eyr 2- Z(%f +1)ile iruy, (ky )Py (cos;)  (4.44b)

¢kf(r> (27)
En pratique, sachant que les parties radiales sont régulieres a l'origine, (lim, g u(k,r) =
ri1), celles-ci sont déterminées numériquement a 1’aide de 1'algorithme de Numerov. De
plus, le potentiel d’écran étant a portée finie, les parties radiales a longue distance peuvent
se mettre sous la forme d'une combinaison linéaire de fonctions de Bessel sphériques
régulieres et irrégulieres a l'origine (cf. annexe D) :

w(k,r) = Bi(k)ji(k,r) + Ci(k)ni(k,r) pour r > d (4.45)

ou d est la portée du potentiel d’écran. Les déphasages sont alors obtenus selon :

cos; = Bi(k)
' [Bi(k)2 + (k)2
(4.46)
sind; = —Ci(k)

[Bi(k)? + Ci(k)?]/?

Enfin, les fonctions d’onde étant normalisées a d(k — k'), les parties radiales sont norma-
lisées de telle facon que l'on ait :

lim w;(k,r) = sin (kr i + 51) (4.47)

r—00 2

Afin de déterminer les éléments de matrice, le potentiel d’écran est développé en mul-
tipoles selon :

VZ(|ry — 1) Z Z In(r1,72) YA (Gry s 60 ) Y™ (Brys 1) (4.48)
A=0 my=—\
avec
Ia(ry, ) = 2m / du VIZ=Y(R) Py(u) (4.49)
-1

ol R est tel que R = \/r? + 13 — 2ryrou et Py(u) est un polynome de Legendre.

Mis a part le développement multipolaire du potentiel, les calculs conduisant a 1’évalua-
tion des éléments de matrice et de la section efficace d’excitation sont ensuite identiques au
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cas non écranté (paragraphe 3.3.2.1 chapitre 3). Par souci de concision, seuls les résultats
sont donc présentés ci-dessous. L’élément de matrice direct s’écrit :

oo la+lb li-i-)\
1 —l¢ (07,496,
Tiy = 471'5/2 kkf Z Z At Z it ety BlAlle by =1y 7 Oy pry)  (4.50)
1=0 A=|la—1y)| Lp=|li—A|

ol
AN =(%+UW%+UWH4W”<%i§S><£;_ﬁb2;>@ﬂ)
B, = (zzi+1>(2zf+1>1/2(g lg 3) (i) —sz _%) (4.52)
Rl’\ﬂf = /OOOdrlulf(k;f,rl)V,\(ab;'r’l)uli(lﬂi,rl) (4.53)
Wa(abyry) = /OOOd?”QT’gRb(TQ)J)\(Tl,T’Q)Ra(rg) (4.54)

Les regles de sélection des coefficients 37 imposent :

lo + Iy + X\ pair li + 1y + X\ pair
o =] <A< lo+1 = A <1y <L+ (4.55)
my = My — My 7TLf = —T1)

De méme que dans le cas non écranté, I’élément de matrice de transition pour le
processus d’échange peut étre décomposé en deux termes :

To = (Ui (r2)ou(e) [V vy = ral) = V()| ulra) (1)) (4.56)

e e (2
SOlt Tab — Tab _Tab

A laide du développement multipolaire (4.49) du potentiel et du développement en ondes
partielles des fonctions d’onde de I’électron libre, le premier terme prend la forme :

’L+lb la +>\

&h 1 )7 dimly i(01.481,) A A M
T = 471'5/2 k;kf Z Z Aty Z P B, R, i, (G k)
1i=0 A=|l; 1| Lp=|la—A|

(4.57)
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ou
l, A1 l, A l
Ay = @A+ D)2+ 1)L+ D] s 7 Yss)
! 00 0 T
L Iy A L1 A
B, = (2l +1)(2l, +1)/? 4.59
A WA A (4.59)
Rl)\ilb = / drlrlulz‘(kivTI)VA<af;Tl)Rb(Tl) (460)
0
Waf;r) = / drgrgulf(kf,TQ)J,\(rl,rg)Ra(rg) (4.61)
0

Les regles de sélection imposent :

lo +1f + X pair l; + Il + X pair
o = A <1l <l,+ X = <AX<Li+1, (4.62)
My = Mg + My my = —my

Suivant le méme raisonnement, le second terme de I’élément de matrice de transition
@ . .
T s’écrit :

iy Tk (20, + 1)1/2Z-lb—laez‘(6zb+6za)yl:la (O, P, )Somy, X (4.63)

></ drlrlulb(ki,rl)‘/;(cle)(rl)Rb(rl)/ drarauy, (ky,m2) Ra(12)
0 0

ou 0, est le déphasage calculé pour une impulsion k; et un moment angulaire /, et ¢;, est
le déphasage calculé pour une impulsion k; et un moment angulaire [,. Le symbole de
Kronecker dy,,, indique que ce terme est non nul uniquement si le moment magnétique de
I’état 1ié final est nul.

La section efficace totale d’excitation collisionnelle d’'un électron d’une couche com-
portant N, électrons équivalents dans un état initial @ de nombres quantiques n4l, vers
un état final b de nombres quantiques nyl, s’écrit :

e 3 e
sl = N S S L [N rge - o
me=—lg mp=—1p
(4.64)

Les figures 4.8 présentent deux sections efficaces totales d’excitation pour I'ion Ar®* en
fonction de 'énergie de 1’électron incident F;. Les sections écrantées sont déterminées se-
lon I’équation (4.64) & I’aide du potentiel de U. Gupta et A.K. Rajagopal pour un plasma
de densité n,=10* cm™ et de température T,=30 eV. Les énergies de chaque niveau ainsi
que les énergies de transition sont données dans le tableau 4.3. Les données non écrantées
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Section totale d’excitation
ArSt(3p) +e” — Ar®t(4p) + e

Section totale d’excitation
Ardt(3p) +e= — Ardt(4s) + e

(a) (b)

F1G. 4.8 — Sections efficaces totales d’excitation collisionnelles écrantées (—), non écran-
tées (- -) et partiellement écrantées (X) (voir texte) pour lion Ar°*. Les sec-
tions écrantées sont calculées avec l'expression (4.64) pour une densité électro-
nique de 10°% em™ et une température de 30 eV. Les fleches indiquent l’énergie

sewtl de la transition.

sont également présentées pour comparaison.

Tout d’abord nous constatons que, pour une énergie incidente fixée, les phénomenes
d’écran diminuent généralement les sections efficaces totales d’excitation. De plus, le dé-
placement des niveaux d’énergie induit par les effets d’écran entraine une diminution de
I’énergie seuil de la transition (indiquée par une fleche sur chaque figure). Ainsi, les sec-
tions écrantées sont non nulles pour des énergies incidentes inférieures a 1’énergie seuil de
la transition non écrantée.

Avec écran | Sans écran Avec écran | Sans écran
Es, [eV] -34,64 -90,90 Es, [eV] -34,64 -90,90
Eys [eV] -7,25 -48,48 Ey, [eV] -3,53 -43,07
AFE [eV] 27,39 42,42 AFE [eV] 31,11 47,83

(a) Transition 3p — 4s (b) Transition 3p — 4p

TAB. 4.3 — Niveaux d’énergie et énergies de transition écrantées associées aux transitions
présentées sur la figure 4.8. Les données écrantées sont déterminées pour une
densité électronique de 10°° em™ et une température de 30 eV. Les données
non écrantées sont données pour comparaison.
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4.3. Influence de I'écran sur les collisions électron-ion

Afin d’étudier plus en détail I'influence des phénomenes d’écran, nous avons partiel-
lement écranté le systeme collisionnel. En effet, les différentes interactions du systeme
peuvent étre séparées en deux composantes :

— la structure ionique (c’est a dire I'interaction électron lié/coeur ionique),

— Dinteraction projectile/cible (soit les interactions électron libre/électron lié et élec-

tron libre/coeur ionique).
Dans un premier temps, nous avons évalué les sections en écrantant seulement la structure
ionique et en considérant I'interaction électron incident/cible comme étant coulombienne.
Les résultats obtenus sont également présentés sur les figures 4.8.

La figure 4.8(a) présente la section efficace 3p — 4s de I'ion Ar°". Nous constatons
que la section partiellement écrantée est plus importante que la section non écrantée. Afin
d’étudier I'influence de I’écran sur la structure ionique, nous nous plagons a haute énergie
incidente. Les fonctions d’onde de 1’électron incident et diffusé non écrantées sont alors
assimilées a des ondes planes et la section est déterminée dans I’approximation PWB (cf.
paragraphe 3.3.3 chapitre 3) :

{L la+lb
47T N qmaa: )\
i = / (27 + DAY R, ()| (4.65)
a—_la my=—Ip Imin A= |la*lb|
OU Gmin €t Gmae sont respectivement les transferts d’impulsion minimum et maximum de
I’électron incident :

(4.66)
Qmaz — kz + kf

et

I, 1, X L, L, A\
AP () S Y0 AT DI EVEN IR o b 4.67
AL, (20, + 1)(20, + 1)] < 00 0 ) <m 0 (4.67)

R (@) = /OoodrzrgRa(Tz)j/\(qrz)Rb(m) (4.68)

Pour une énergie incidente et une transition données, I’écran de l'interaction électron
lié/coeur ionique modifie les bornes d’intégration sur le transfert d’impulsion q. En effet,
les états 3p et 4s étant peu liés, ils sont fortement déplacés par les effets d’écran (res-
pectivement de 60% et de 85%) et 1’énergie de la transition est alors réduite de 35% (cf.
tab. 4.3). Ainsi, I'énergie de I'électron diffusé (et son impulsion k) augmente en consé-
quence. L'intervalle d’'intégration [gmin; Gmaz) €st alors plus important dans le cas écranté
ce qui entralne un accroissement de la section. Cependant, ’écran de la structure ionique
modifie également les éléments de matrice Rl’\a lb(q) qui représentent le couplage entre les
deux états liés. La figure 4.9 présente les fonctions de distributions radiales associées aux
fonctions d’onde 3p et 4s écrantées et non écrantées. L’état 4s étant proche du continuum,
sa fonction d’onde est fortement affectée par les effets d’écran : contrairement a la fonc-
tion d’onde de I’état 3p qui est peu modifiée, la fonction 4s est nettement plus diffuse, ce
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Chapitre 4. Interaction électron-ion : influence des phénomenes d’écran

qui induit une réduction du couplage entre ces deux états. Ainsi, I’écran de la structure
électronique de la cible induit deux processus qui entrent en compétition :

— l'augmentation de la section die a la réduction de 1’énergie de transition,

— la diminution de la section die a la réduction du couplage entre les deux états liés.

1 T T T T T T T T T T T T
M
| \\ .
0.8k A Etat 3p i
| \
I il
N_ 0.6+ | \ .
= ! \ N\
I3 l W Etat 4s
S04 | W\ / ]
| \y \
| | \( \\
\ !
O K A \ :
RN N AN \
[y I VN AN
0 ) |\ VAR ST
0 1 3 4 5 6 7
r [ua]

Fi1G. 4.9 — Fonctions de distribution radiales associées aux fonctions d’onde 3p et 4s de
Iion Ar°T écrantées (—) et mnon écrantées (- -). Les données écrantées sont
déterminées pour une densité électronique de 10%° ecm™ et une température de

30 eV.

Ces considérations effectuées a haute énergie incidente peuvent étre généralisées. Le cou-
plage entre deux états liés a faible énergie incidente est alors représenté par le potentiel

de transition :
V=D (Iry — o)

ecr

Vi(ab;r1) = <¢b(r2) ¢a(r2)> (4.69)

L’influence des phénomenes d’écran sur les fonctions d’onde liées engendre donc une réduc-
tion du couplage induit par l'interaction électron/électron. La figure 4.8(a) indique que la
section totale d’excitation partiellement écrantée est supérieure a la section non écrantée
quelle que soit ’énergie incidente. Ceci indique que l'effet de la réduction de 1’énergie de
transition est plus important que 'effet de la réduction du couplage entre les états liés.

Dans un second temps, nous avons ajouté l'influence des phénomenes d’écran sur les
interactions électron libre/électron lié et électron libre/coeur ionique. La comparaison de
la section partiellement écrantée et de la section entierement écrantée indique que I’écran
de l'interaction projectile/cible abaisse la section quelle que soit 1’énergie incidente. En
effet, le gaz d’électrons environnant réduit 'interaction entre 1’électron libre et l'ion ce
qui réduit en conséquence la probabilité de transition. La section totale écrantée résulte
donc de plusieurs processus concomitants. A faible énergie incidente, I'effet prédominant
résulte de la réduction de I’énergie de la transition ce qui conduit a une augmentation de
la section par rapport au cas non écranté. En revanche a plus haute énergie, la réduction
de l'interaction projectile/cible domine ce qui entraine une réduction de la section d’exci-
tation (de plus de 40% a 500 eV).
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4.3. Influence de I'écran sur les collisions électron-ion

La figure 4.8(b) présente la section efficace totale d’excitation collisionnelle de 1’état
fondamental 3p de 'ion Ar®" vers I’état excité 4p. Nous avons également évalué la sec-
tion partiellement écrantée en ne considérant que 'influence de ’écran sur la structure
électronique de la cible. Les résultats obtenus indiquent que la section non écrantée n’est
quasiment pas modifiée. Ainsi, bien que I’énergie de la transition soit réduite de 35% (cf.
tab. 4.3(b)), cet effet est compensé par la réduction du couplage entre les états liés. L’ad-
jonction de I’écran de I'interaction électron incident/cible induit alors une réduction de la
section totale d’excitation quelle que soit I’énergie incidente.

Nous avons également évalué l'influence des phénomenes d’écran sur la transition
2p — 3d de lion Ar'3*. La figure 4.10 indique que la probabilité d’excitation n’est que
faiblement réduite (~ 10%) quelle que soit 1’énergie de I’électron incident. En effet, il
est intéressant de remarquer que, bien que la densité électronique environnante déplace
les niveaux d’énergie 2p et 3d respectivement de 19% et de 43%, ’énergie de transition
reste quasiment identique (cf. tab. 4.10(b)). De plus, ces états étant fortement liés, leurs
fonctions d’onde sont peu modifiées. Ainsi, la prise en compte des effets d’écran sur la
structure ionique ne modifie quasiment pas la section totale d’excitation. La section par-
tiellement écrantée est alors identique a la section non écrantée. En revanche, ’écran de
I'interaction projectile/cible induit une réduction de la probabilité d’excitation. La section
efficace totale d’excitation écrantée est ainsi réduite par rapport a la section non écrantée
quelle que soit I’énergie de 1’électron incident.

T T T

(@)

(\E 1.5+
.S Avec écran | Sans écran
3 L Es, [eV] -609,4 -751,8

= Esq [eV] -174,2 -304,6

ET: i AE [eV] 435,2 447.2
ey

(b)
0

0 T 000 2000 3000 4000 5000
E [eV]

Fi1a. 4.10 — (a) Sections efficaces totales d’excitation collisionnelles écrantée (—), non
écrantée (- -) et partiellement écrantée (X) (voir texte) pour la transition
Ar'3*(2p) — Ar'?*(3d). Les fleches indiquent 1'énergie seuil de la transition.
(b) Niveauz d’énergie et énergie de transition associés a la section présentée
en (a). Les sections et les niveaur d’énergie écrantés sont déterminés pour
une densité électronique de 10%° cm™ et une température de 30 eV.

En conséquence, les phénomenes d’écran induisent une modification des sections effi-
caces totales d’excitation collisionnelles résultant de plusieurs effets :
— la réduction de I'énergie de transition qui induit une augmentation de la section,
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— l'extension de la portée des fonctions d’onde liées qui modifie le couplage entre les
états et réduit la section,

— la réduction de l'interaction projectile/cible qui diminue la section.
L’influence de ces différents effets se combinant pour modifier les sections totales d’exci-
tation, il est ainsi difficile d’anticiper les conséquences de la présence d'un gaz d’électrons
environnants sur la probabilité d’excitation d’une transition donnée. Il apparait cepen-
dant que les sections sont majoritairement réduites par les effets d’écran et que ce sont les
sections d’excitation impliquant des états proches du continuum qui sont principalement
modifiées.

4.3.2 Sections efficaces d’ionisation collisionnelles écrantées

L’étude des effets d’écran présentée précédemment indique que la présence d’un gaz
d’électrons libres joue un role notable sur la structure des ions et sur les sections d’excita-
tion collisionnelles. Nous avons également étudié I'influence de cet environnement sur les
sections totales d’ionisation collisionnelles. En 2002, Z.Q. Wu et coll. ont montré que pour
un plasma d’or partiellement ionisé, les sections d’ionisation peuvent étre amplifiées d’un
facteur deux [Wu et al. 02]. Les auteurs ont employé le formalisme des ondes distordues
pour évaluer les sections et les effets d’écran sur la structure ionique on été pris en compte
a travers 'utilisation d’un modele de type ion-sphere adapté aux plasmas de forte densité
et de faible température.

En utilisant le potentiel d’écran de U. Gupta et A.K. Rajagopal, nous avons évalué les
sections efficaces totales d’ionisation suivant le méme principe que dans le cas non écranté
(cf. paragraphe 3.3.2.2 chapitre 3) : nous considérons une collision asymétrique, c’est a
dire que I'électron incident (et diffusé) est plus énergétique que 1’électron éjecté. Dans ces
conditions, nous négligeons I’échange des électrons et la section efficace totale d’ionisation
d’un état a dans 'approximation des ondes distordues s’écrit :

k

ou k; s désigne 'impulsion de I'électron incident /diffusé et k. désigne I'impulsion de 1’élec-
tron éjecté (d’énergie E.). L’élément de matrice de transition direct s’écrit :

V2= (| — 1a) — V2D (1)

ecr ecr

Ts = (i, (1Y (x2)

Pa(r2) iy, (r1)> (4.71)

La fonction d’onde liée initiale ¢,(rs) est déterminée a 1’aide d’une base d’orbitale de
type Slater (cf. annexe B) et les fonctions d’onde du continuum sont décomposées en ondes
partielles (cf. annexe C). Cependant, comme dans le cas non écranté, nous choisissons de
conserver l'orthogonalité des fonctions d’onde totales en considérant que la fonction d’onde
de I’électron éjecté est fonction propre du méme hamiltonien que 1’électron lié :

h2

2me,

szl; (I'Q) = |— VEQ + VAefaZJr (7’2) ¢£€ (I'Q) = Eel/Jl; (I'Q) (472)
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alors que les fonctions d’onde de I’électron incident et diffusé sont fonctions propres du
hamiltonien :

h?

Hiid (1) = { Vi (r1) — Vg:l)(ﬁ)l Vi i, (11) = B pth g, (r1) - (4.73)

A Tlaide du développement multipolaire du potentiel d’écran (éq. (4.49)) et du dévelop-
pement en ondes partielles des fonctions d’onde libres, ’élément de matrice de transition
direct s’écrit :

© X le+la
d __ me me
Tae 23/27]'3 kkkf ZZ Z Y ekeaSOke Z ’All X
=0 le=0me=—lc A=|le—la]
Lx (4.74)
x Z jli—le=ls o100 +5ze+6zf)8llfR“f (Qkf,QOkf)
Lp=[li=Al
ou
l, A L lo A .
An, = @A+ D2l + D2l + 1) (4.75)
o 000 Ma My —Me
L ol A L 1 A
B = (u+1)@2+1)2 i 4.76
7 Kl I G (4.70
RlAilf = / drlulf(kfvrl)v)\(ae;Tl)uli(ki7r1> (4.77)
0
Wa(ae;ry) = / drorauy, (ke, 72) JJx(r1, r2) Ro(12) (4.78)
0

L’intégration sur les angles d’émission des électrons éjecté et diffusé permet d’obtenir la
section efficace totale d’ionisation. Pour un électron appartenant a une couche de valence
comprenant N, électrons équivalents dans un état a de nombres quantiques n,4l,, la section
efficace totale d’ionisation collisionnelle s’écrit :

o _ 2 Ny
Nl e — 5
ale w220, +1 ,
la Eeran oo o0 le+la lp+A
1; 10 1R A
- Z / /{ng k Z Z Z Z Al ale Z i’ llBlilleilf
— 1,70 e —0me——i. 1 _ _
Ma=—la =0 me=—lc 1;=0 [ A\=|lc—Lla| Li=|l;—A|

(4.79)

La figure 4.11 présente deux sections efficaces d’ionisation collisionnelles écrantées et non
écrantées pour les ions Ar®" et Ar'?* en fonction de 1'énergie de 1’électron incident. L’écran
est évalué pour une densité electronique de 10?3 cm™ et une température de 30 eV. Les
niveaux d’énergie correspondants sont indiqués dans le tableau 4.4 et représentés par une
fleche sur les graphiques.

143



Chapitre 4. Interaction électron-ion : influence des phénomenes d’écran

Les résultats obtenus indiquent que les phénomenes d’écran augmentent notablement

les sections efficaces totales d’ionisation collisionnelles quelle que soit 1’énergie incidente

et 'état considéré. Lorsque I’énergie de I’électron incident est faible, les effets d’écran sont
particulierement importants : la section d’ionisation de I’état fondamental 3s de I'ArS+ est

accrie d'un facteur 4 & son maximum a E;/|E,| ~ 2). Puis a plus haute énergie incidente,

cette section est quasiment doublée par rapport au cas non écranté. De méme, bien que

létat 2p de 'Ar'?* soit fortement lié et donc moins sensible aux effets d’écran, la section

totale d’ionisation est augmenté de plus de 60% a son maximum et de 50% a plus haute
énergie. Il est également important de noter que les effets d’écran réduisent le potentiel

d’ionisation du niveau d’énergie étudié ce qui abaisse incidemment 'énergie seuil de la

transition.

[10'18 sz]

nl,-0

" 1 " 1 " 1 " 1 " 1 " 1 " 1
GOT Tzoo 400 600 800 1000 1200 1400

E [eV]

(a)  Section totale d’ionisation
Ar5+(3s) + e — ArTt(2p) + 2e”

(b)

I .
2000

1 L 1 L 1 L
4000 6000 8000 10000

E [eV]

Section totale d’ionisation
Arl?*(2p) + e — Ar'3T(2p) + 2¢~

F1c. 4.11 — Sections efficaces totales d’ionisation collisionnelles écrantées (—), non

écrantées (- -) et partiellement écrantées (X) (voir texte) pour deux ions

argon. Les sections écrantées sont calculées avec l'expression (4.79) pour une
densité électronique de 10°° cm™® et une température de 30 eV. Les fléches

indiquent ['énergie seuil de la transition.

Eecr [GV] Eclb [GV]
Arft (3s) 259,85 | -123,5
Ar'2t (2p) -546,1 | -680,7

TAB. 4.4 — Niveaux d’énergie écrantés associés aux transitions présentées sur la figure

4.11. Les données écrantées sont déterminées pour une densité Electronique

de 10°% em™ et une température de 30 eV. Les données non écrantées sont

données pour comparaison.

Afin d’étudier plus en détail I'influence de I’écran, nous avons évalué les sections ef-

144



4.3. Influence de I'écran sur les collisions électron-ion

ficaces d’ionisation en écrantant partiellement le systeme : identiquement a la démarche
mise en place pour les sections d’excitation (cf. paragraphe 4.3.1), les fonctions d’onde de
I’électron lié puis éjecté sont déterminées dans le potentiel écranté alors que l'interaction
entre I'électron incident (et diffusé) et la cible n’est pas écrantée. Les sections obtenues
dans ce cas sont également présentées sur les figures 4.11.

Les fonctions d’onde incidente et diffusée étant non écrantées, celles-ci peuvent étre
approximées a haute énergie par des ondes planes. La section totale d’ionisation d’un état
nal, prend alors la forme (cf. par. 3.3.3.2 chap. 3) :

o _ 1 Neg X
naleme T 2 21 +1
Eemu.:v ki +kf 0 | latle 2
) Z / k2k; / Z Y AR DAY R, ()
Ma=—la le=0 | A=la—Le]
(4.80)
ou E,, .= (E; + E,)/2 est I'"énergie maximum de 1’électron éjecté et

I, 1. \ I I,
AN = (2L, + D)(20, + DIV e @ ¢ 4.81
ol [( ) ) 0 0 0 m. —m. 0 (4.81)

Ri@) = [ drnRaairsu b.r) (482)

Pour un électron incident d’énergie E; et un électron éjecté d’énergie F, fixées, la réduc-
tion du potentiel d’ionisation de I’état considéré par les effets d’écran et la conservation de
I’énergie totale du systeme entraine une augmentation de I'énergie Ey de 1'électron diffusé
(et donc de son impulsion k). Ainsi 'écran a pour effet d’augmenter I'intervalle d’intégra-
tion [k; — kg; k; +ky]. De plus, le déplacement du niveau d’énergie vers le continuum induit
une augmentation de ’énergie maximale de 1’électron éjecté E. .. = (E;+ E,)/2. L’écran
de l'interaction coeur ionique/électron lié (puis éjecté) entraine donc un accroissement des

max

intervalles d’intégration sur le transfert d’impulsion ¢ et sur I’énergie de 1’électron éjecté
E. ce qui conduit a une section partiellement écrantée supérieure a la section non écrantée
quelque soit 1’énergie incidente. Nous pouvons également remarquer que la variation de
I'intervalle d’intégration [0; E., ] est d’autant plus importante que 1’énergie du projectile
est faible, ce qui explique pourquoi les sections sont plus sensibles aux effets d’écran a
faible énergie incidente.

Bien que ces considérations soient effectuées a ’aide de I’approximation des ondes
planes, elles peuvent étre généralisées aux résultats obtenus selon 'approximation des
ondes distordues. La présence d'un gaz d’électrons libres environnant a pour effet de
réduire le potentiel d’ionisation de I’électron lié. Le déplacement de ce niveau d’énergie
vers le continuum entraine alors une augmentation de la probabilité d’ionisation quelle que

soit I’énergie de 1’électron incident, cette augmentation est plus prononcée a faible énergie.
L’ajout des phénomenes d’écran sur 'interaction projectile/cible permet ensuite de

déterminer les sections d’ionisation entiérement écrantées. L’interaction entre 1’électron
incident (et diffusé) et la cible étant réduite par les phénomenes d’écran, pour une énergie
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incidente donnée la section d’ionisation écrantée est alors réduite par rapport a la section
partiellement écrantée.

En conséquence la modification des sections efficaces totales d’ionisation par les effets
d’écran résultent de deux effets : la réduction du potentiel d’ionisation de 1’état considéré
qui augmente les probabilités d’ionisation et la réduction de I'interaction projectile/cible
qui réduit les sections. L’effet prédominant provient de ’abaissement du continuum, les
phénomenes d’écran entrainent donc une augmentation des sections efficaces d’ionisation
quelque soit I’énergie incidente et 1'état considéré.

4.3.3 Inclusion des phénomenes d’écran dans le modele nano-
plasma

L’interaction laser-agrégat produit un plasma dont la densité et la température élec-
troniques varient rapidement au cours du temps. La prise en compte des effets d’écran
induits par le milieu requiert, a chaque pas de temps, ’évaluation du potentiel d’interac-
tion électron/ion, des niveaux d’énergie de chaque ion et des sections efficaces d’excitation
et d’ionisation pour chaque transition considérée. La détermination de chacune de ces va-
riables a chaque instant de I’évolution supposerait des temps de calcul prohibitifs.

Afin d’inclure les effets d’écran dans le modele nanoplasma, nous avons par conséquent
été amenés a effectuer certaines approximations. Pour déterminer les parametres (densité,
température ...) & un temps ¢ + dt & partir des données obtenues au temps ¢, la méthode
itérative utilisée pour résoudre le systeme d’équations couplées du modele (Runge-Kutta
d’ordre 5) requiert I’évaluation de ces parametres a six temps intermédiaires. En pratique,
pour limiter le temps de calcul, le potentiel d’écran et la structure électronique de chaque
ion sont évalués uniquement au temps t. Ces méme données sont ensuite utilisées aux pas
de temps intermédiaires pour déterminer les parametres au temps t+dt. En effectuant une
simulation ot le potentiel et les niveaux d’énergie sont évalués a chaque pas de temps inter-
médiaires, nous avons vérifié que cette approximation ne modifie pas les résultats obtenus.

Il est également impossible d’effectuer, a chaque pas de temps et pour une distribution
de vitesses électroniques donnée, le calcul de toutes les sections efficaces totales d’excita-
tion et d’ionisation collisionnelles écrantées. Afin d’évaluer ces sections, nous avons par
conséquent eu recours a des expressions simplifiées.

4.3.3.1 Expression semi-analytique de Van Regemorter pour les sections d’ex-
citation écrantées

Au paragraphe 3.4.1, nous avons présenté la loi d’échelle semi-analytique de H. Van Re-
gemorter qui permet de déterminer les sections totales d’excitation de maniere approchée.

Celle-ci s’écrit :
87r2a§ E%I 0,154 0,28In X

Ongla—nply = 7= Neqag fab
\/g Eab X

(4.83)
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4.3. Influence de I'écran sur les collisions électron-ion

ou Eg=13,6 eV, X = E;/E, est le rapport de 1'énergie de I’électron incident E; sur
I’énergie de la transition E,, = E, — E, et fu est la force d’oscillateur associée a cette
transition et déterminée selon :

2meEab 1
3n% 20, +1

fap = max(lg, ly) /00 drrSRla(r)Rlb(r) (4.84)
0

Cette expression prend ainsi en compte ’énergie de la transition et le couplage entre les
deux états liés (par l'intermédiaire de l'intégrale intervenant dans le calcul de la force
d’oscillateur). Or, nous avons démontré que ces deux parameétres jouent un role impor-
tant dans la modification des sections efficaces d’excitation par les effets d’écran. Nous
avons par conséquent évalué les sections efficaces d’excitation écrantées a 'aide de cette
expression en utilisant les énergies et les parties radiales des fonctions d’onde des états
liés déterminées dans le potentiel d’écran (GR, SSC ou DH selon les conditions ne, 7).

La figure 4.12(a) présente les sections efficaces écrantées et non écrantées déterminées
a l'aide de la loi d’échelle de Van Regemorter pour la transition 3s — 4p de I'ion Ar®*.
Les niveaux d’énergie et les forces d’oscillateur associés sont indiqués dans le tableau
4.12(b). Les sections écrantées et non écrantées obtenues a 1’aide de I'approximation des
ondes distordues sont également représentées sur la figure. Les données écrantées sont
déterminées pour une densité de 10** cm™3 et une température électronique de 30 eV.
Nous constatons que 'inclusion des effets d’écran dans I'expression de Van Regemorter
induit une modification de la section d’excitation non écrantée similaire a 'effet obtenu
dans le cadre des calculs DWBA.

8_
Ng Avec écran | Sans écran
| Fa, [eV] -88,69 -168,8
o Eyp [eV] 15,58 -80,37

i AFE [eV] 73,11 88,41

o° of Fab 0,100 0,161

G 1 1 1 1 1 1 1 1 1 (b)

0 T 200 400 600 800 1000

E [eV]

F1a. 4.12 — (a) Sections efficaces totales d’excitation collisionnelles écrantée (—) et non
écrantée (- -) calculées avec 'expression de Van Regemorter (4.83) et sec-
tions écrantée (--) et non écrantée (---) déterminées selon l’approximation
des ondes distordues pour la transition Ar®*(3s) — Ar¥*(4p). Les fleches
indiquent ’énergie seuil de la transition. (b) Niveauxr d’énergie, énergie de
transition et force d’oscillateur associés a la section présentée en (a). Les
sections et les niveaur d’énergie écrantés sont déterminés pour une densité
électronique de 10°° cm™ et une température de 30 eV.

Par conséquent, bien que l'expression de Van Regemorter soit uniquement utilisable
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pour des transitions dipolaires électriques et ne permette de déterminer les sections effi-
caces d’excitation qu’avec une précision limitée, nous avons employé cette loi d’échelle afin
d’inclure les phénomenes d’écran dans le modele nanoplasma. En effet, cette expression
semi-analytique nous permet de déterminer aisément les sections d’excitation écrantées a
chaque instant de I’évolution de 'agrégat et ainsi, de mettre en évidence I'influence des
effets d’écran sur cette dynamique.

4.3.3.2 Sections efficaces d’ionisation écrantées : Expression de Lotz

Au chapitre 3, nous avons montré que ’expression semi-empirique de Lotz permet de
convenablement reproduire les sections efficaces totales d’ionisation obtenues a I’aide de
I’approximation des ondes distordues. Pour un état a dont ’énergie d’ionisation vaut E,,
cette expression s’écrit :
ln(Ez/ |Ea‘)

T, (4.85)

Ongla—e = aLotzNeq
oll Areor> = 4,5 x 10718eV2m? est une constante déterminée empiriquement. La figure 4.13
présente les sections totales d’ionisation écrantées et non écrantées pour ’état 3s de 1'ion
Ar%t déterminées avec I'expression de Lotz. Les données obtenues selon ’approximation
des ondes distordues sont également représentées. L’influence de 1’écran est évaluée pour
une densité électronique de 10% cm™ et une température de 30 eV. Le potentiel d’ioni-
sation de I’état considéré vaut alors 59,85 eV (il est de 123,5 eV dans le cas non écranté).
Nous observons que, comme pour les résultats obtenus dans ’approximation des ondes
distordues, I'inclusion des effets d’écran dans I’expression de Lotz induit une augmentation
des sections d’ionisation par rapport au cas non écranté.

10, — T T T T T T T T T T T T 1

[10'18 cmz]
=5

nala"D

RN I TR S T S SR
00 T 200 400 600 800 1000 1200 1400
E [eV]

F1G. 4.13 — Sections efficaces totales d’ionisation écrantée (—) et non écrantée (- -) cal-
culées avec lexpression de Lotz pour l'état 3s de lion Ar°T. Les sections
écrantée (--) et non écrantée (---) déterminées selon 'approrimation des
ondes distordues sont également représentées. Les fleches indiquent [’éner-
gie seuil de la transition. Les données écrantées sont déterminées pour une
densité électronique de 10°° cm™ et une température de 30 eV.
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Ainsi, bien que I'expression de Lotz surestime I'augmentation des sections d’ionisation
diie aux effets d’écran, celle-ci permet en premiere approximation de reproduire 'influence
des phénomenes d’écran sur les probabilités d’ionisation. A partir des niveaux d’énergie
des ions argon déterminés a chaque pas de temps selon les conditions de densité et de tem-
pérature électronique, nous avons par conséquent utilisé I’expression de Lotz pour évaluer
les sections efficaces d’ionisation, ce qui nous permet d’évaluer facilement les effets d’écran
sur la dynamique de l'interaction.

4.4 Conclusion

L’irradiation d’un agrégat de gaz rare par une impulsion laser intense entraine la forma-
tion d’un plasma dont les conditions de densité et de température électroniques évoluent
rapidement au cours du temps. La présence de charges environnantes induit alors une
modification de l'interaction électron/ion au sein du nanoplasma formé. Afin de prendre
en compte cet effet et compte tenu des conditions de plasma variées rencontrées, nous
avons étudié et utilisé le modele développé par U. Gupta et A.K. Rajagopal. Ce potentiel
est suffisamment sophistiqué pour permettre de rendre compte assez aisément des diverses
conditions de plasma rencontrées. L’étude indique que les phénomenes d’écran réduisent
les potentiels d’ionisation quel que soit 'ion et le niveau considérés. Nous avons également
étudié l'influence des effets d’écran sur les sections efficaces totales d’excitation et d’io-
nisation collisionnelles. Les résultats indiquent que les sections d’ionisation augmentent
avec les effets d’écran alors que les sections d’excitation sont majoritairement réduites par
rapport au cas non écranté.

L’étude menée au cours de ce chapitre démontre que les phénomenes d’écran modifient
les processus pris en compte dans le modele nanoplasma. Nous avons par conséquent inclus
ces phénomenes dans le modele afin d’observer leur influence sur la dynamique de 1’agrégat.
Les résultats obtenus seront présentés dans le chapitre 5.
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Chapitre 5

Modélisation de ['interaction
laser-agrégat : Resultats
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5.1. Amélioration du modéle nanoplasma : influence de chacune des contributions

Les résultats obtenus ont démontré que le modele nanoplasma tel que présenté au cha-
pitre 2 n’est pas en mesure de reproduire les résultats expérimentaux. Afin d’améliorer ce
modele, nous avons donc exploré deux voies. La premiere, détaillée au chapitre 3, consiste
en une description plus complete des processus d’ionisation collisionnels. La seconde, pré-
sentée au chapitre 4, réside dans le fait que ’évolution temporelle de I'agrégat peut étre
modifiée par les propres caractéristiques du nanoplasma formé. Au cours de ce chapitre,
nous allons par conséquent exposer comment ces deux notions corrigent le modele originel,
ainsi que les résultats obtenus dans le cadre de ce modele nanoplasma amélioré.

La structure de ce chapitre est la suivante : dans un premier temps, nous présentons
I'influence de chacune des deux voies étudiées sur les résultats obtenus. La deuxieme sec-
tion expose, pour un cas donné, I’évolution typique des parametres caractéristiques de
lagrégat (densité électronique, température électronique, champ interne, ...) en fonction
du temps. Puis, dans la section suivante, nous comparons les résultats théoriques obtenus
aux données expérimentales existantes. Cette comparaison est effectuée en fonction des
divers parametres expérimentaux intervenant dans l'interaction laser-agrégat. Enfin, une
discussion détaillée du modele et des résultats est proposée dans la derniere partie de ce
chapitre.

5.1 Amélioration du modele nanoplasma : influence
de chacune des contributions

5.1.1 Influence de 'inclusion d’états excités intermédiaires

Au cours du chapitre 2, nous avons vu que seuls les processus d’ionisation directs entre
états fondamentaux d’especes ioniques adjacentes sont pris en compte dans le modele
nanoplasma originel :

X7 4 em — Xt | 9e™

Afin d’améliorer la description de la dynamique d’ionisation collisionnelle, nous avons
par conséquent introduit des chemins d’ionisation indirects via 'inclusion d’états excités
intermédiaires :

X0 fom — X9 f o7 oo X (@Dt 4 90

La prise en compte de ces états excités dans le modele nanoplasma a été présentée au cours
du chapitre 3. Nous avons vu que le nombre élevé de ces états intermédiaires requiert un
regroupement en configurations et, par conséquent, 1’évaluation des taux de transitions
moyens entre ces groupes d’états. Des lors, le systeme d’équations régissant la dynamique
de I'agrégat doit également prendre en compte I’évolution de ces couches d’états excités.
Nous obtenons alors le systeme d’équations couplées 3.164 présenté page 113.

Nous avons réitéré, a ’aide de ce systeme d’équations, la simulation présentée au cha-
pitre 2. Cette étude concerne ’évolution d’un agrégat d’argon de rayon initial Rq=350 A,
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irradié par une impulsion laser dont la durée a mi-hauteur est de 500 fs, et I’éclairement
créte est de 1,6x10'® W.em™2 (I’énergie sur cible est alors de 3 mJ). Il est intéressant de
rappeler que, bien que les résultats expérimentaux indiquent une émission X provenant
d’ions fortement chargés (jusqu’a Ar'®T), I'état de charge maximum obtenu a laide du

modele nanoplasma originel n’était que Ar'3+.

Nous avons par conséquent introduit, pour chaque état de charge, des états excités
intermédiaires. Le tableau 5.1 présente le nombre de groupes d’états excités ne.. inclus
pour chaque état de charge Ar?t.

nezc /n’B.TC nez’c
Ar 0 Arf+ 3 Art?t 6
Art 1 Ar™t 3 Art3+ 6
Ar?* 2 Ardt 4 Art4t 6
Ar3t 3 Ardt 4 Arts+ 6
Artt 3 Arto+ 4 Art6+ 6
ArSt 3 Artt+ 4 Arl™ 6

TAB. 5.1 — Nombre de couches d’états excités par état de charge Ar™ inclus dans le modéle
nanoplasma.

Il est important de préciser que chacune des couches d’états prises en compte, com-
prend elle-méme un certain nombre de sous-états nlm. Par exemple, pour I'ion Ar?>* dont
I’état fondamental est 3p, il a été nécessaire d’ajouter deux couches d’états, soit les couches
dont le nombre quantique principal est n = 4 et n = 5. Chacune de ces couches est ainsi
composée respectivement de 16 et de 25 sous-états nim. Nous avons inclus jusqu’a six
couches d’états excités pour les états de charge les plus élevés. Au total, le nombre de
sous-états nlm inclus dans le modele nanoplasma est de 1840.

La figure 5.1 présente I’évolution des populations totales (état fondamental + états
excités) de chaque état de charge en fonction du temps obtenus dans les conditions pré-
sentées ci-dessus. L’origine des temps correspond au maximum du champ laser. Le temps
initial correspond & I'instant o1 I’éclairement laser est de 10'® W.cm™2, éclairement & partir
duquel 'ionisation par effet de champ devient effective. Les populations sont normalisées
au nombre initial d’atomes dans agrégat (N= 4,74 x 10°). Nous constatons que Iétat de
charge maximum atteint est I’Ar'6*, ce qui est cohérent avec les résultats expérimentaux
obtenus.

Afin d’illustrer I'importance de 'inclusion d’états excités, nous pouvons également
évaluer 1’état de charge final moyen. Celui-ci est déterminé en fonction des populations
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F1c. 5.1 — Evolution temporelle des populations totales N, normalisées au nombre ini-
tial d’atomes dans l’agrégat pour chaque état de charge AT pour un agré-
gat d’argon (R= 350 A) irradié par une impulsion laser (FWHM = 500 fs;
Iy=1,6x10"W.cm™® ; Egpe= 3 mJ).

N, des différents états de charge selon :

18

1
Zmoy = 5 >N, (5.1)

q=0

A la fin de I'interaction, ’état de charge moyen valait 10,9 dans le cas du modele nano-
plasma originel, alors qu’il atteint une valeur de 14,7 lorsque 'on prend en compte des
états intermédiaires dans la dynamique d’ionisation de ’agrégat.

Les figures 5.2 présentent les évolutions temporelles des taux d’excitation et d’ionisa-
tion des états fondamentaux de plusieurs ions Ar?*. Ces résultats ont été obtenus pour
les mémes parametres que ceux indiqués sur la figure 5.1. Les taux d’excitation présentés
prennent en compte les transitions de I’état fondamental vers toutes les couches d’états
excités incluses dans le modele pour 'ion considéré. Les taux d’ionisation tiennent compte
de l'ionisation par effet de champ et de I'ionisation collisionnelle.

Nous observons que les taux d’excitation sont nettement supérieurs aux taux d’ioni-
sation. Ceci indique clairement que l'ionisation de ces états de charge se fait préféren-
tiellement de facon indirecte par I'intermédiaire des états excités. De plus, quel que soit
I’ion considéré, les taux d’excitation sont non nuls durant un intervalle de temps plus long
que les taux d’ionisation. Ainsi, a un temps ¢ donné, les niveaux d’énergie qui ne peuvent
etre dépeuplés par ionisation, peuvent en revanche étre dépeuplés par les processus d’ex-
citation. L’inclusion des états excités permet par conséquent d’accélérer la dynamique
d’ionisation.

Les résultats obtenus démontrent clairement 'importance de la prise en compte d’états
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F1G. 5.2 — Evolution temporelle des tauz d’excitation (a) et d’ionisation (b) des état fon-
damentauz des ions Ar" (q = 8...13). Les paramétres de l'interaction sont
identiques a ceux la figure 5.1.

excités intermédiaires. L’inclusion de ces états permet d’introduire des chemins d’ionisa-
tion supplémentaires qui se révelent étre prépondérants dans la dynamique d’ionisation
de 'agrégat. Ceci permet d’accélérer les processus ionisants et ainsi d’obtenir les états de
charge tres élevés observés expérimentalement.

Nous avons par ailleurs vérifié que le regroupement des états excités en couches d’états
n (cf. paragraphe 3.5.1) ne modifie pas les résultats obtenus. Nous avons pour cela effec-
tué des simulations en prenant directement en compte les états excités nl dans le modele
nanoplasma. L’évolution des populations de ces niveaux est alors déterminée par les taux
de transition d’excitation W;l_’"/l' (avec n # n') et d’ionisation W<, Afin de comparer
les résultats de ces simulations aux données obtenues a l'aide du regroupement en confi-
gurations, nous avons introduit le méme nombre de couches d’états n (cf. tableau 5.1),
ce qui conduit a résoudre un systeme d’équations couplées pour les populations de 364
états nl. La figure 5.3 présente I’évolution temporelle des populations (fondamentales +
excitées) de certains états de charge. Les données représentées en trait plein correspondent
aux résultats obtenus dans le cadre du regroupement en couches d’états n, et les croix
indiquent les évolutions obtenues en considérant 1’évolution des états nl. Les conditions
de l'interaction sont identiques a celles de la figure 5.1.

Les résultats présentés sur la figure 5.3 démontrent que le regroupement des niveaux
excités en couches d’états n n’induit pas de pertes d’informations sur 1’évolution tempo-
relle des populations des différents états de charge. Cette méthode, associée a I’évaluation
des taux de transitions moyens entre ces configurations, peut par conséquent étre utilisée
afin de réduire le nombre d’équations couplées et faciliter 1’évaluation de la dynamique
d’ionisation de ’agrégat.

Nous avons également vérifié que le nombre de couches d’états excités incluses dans
le modele et indiquées dans le tableau 5.1 nous permet d’obtenir des résultats convergés.
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0.8

Temps [fs]

F1G. 5.3 — Evolution temporelle des populations totales N, normalisées au nombre initial
d’atomes dans l'agrégat pour certains états de charge Ari*. (—) Résultats ob-
tenus en considérant [’évolution de couches d’états n. (X) Résultats obtenus en
considérant ’évolution d’états excités nl. (o) Résultats obtenus en considérant
Jusqu’a 8 couches d’états excités (voir texte). Les conditions de l’interaction
sont identiques a celles de la figure 5.1.

Nous avons par conséquent effectué des simulations en considérant un plus grand nombre
de couches pour les états de charge les plus élevés : nous avons considéré 6 couches d’états
pour 'Ar®t, 7 couches pour les ions Ar®t & Ar'5* et 8 couches pour les ions Ar'®t et
Ar'™ . Le nombre de couches d’états pour les ions Ar?" avec ¢ < 7 reste identique & ce qui
est indiqué dans le tableau 5.1 car les niveaux les plus excités pris en compte sont proches
du continuum. Les évolutions temporelles des populations totales de certains états de
charge obtenues en considérant ce plus grand nombre de couches d’états sont représentées
sur la figure 5.3 par des cercles. Les résultats obtenus démontrent que 'inclusion d’états
excités supplémentaires ne modifie pas la dynamique d’ionisation de ’agrégat. Ainsi le
nombre de couches d’états inclus tel qu’indiqué dans le tableau 5.1 permet d’obtenir des
valeurs convergées pour les populations ioniques. Nous avons par ailleurs vérifié que cette
convergence est atteinte aussi bien pour les états fondamentaux que pour les états excités.

Ainsi, les résultats présentés dans la suite de ce chapitre ont été obtenus en incluant
des états excités dans le modele nanoplasma. Ces états ont été pris en compte sous forme
de couches d’états n, pour lesquelles les taux de transitions moyens sont évalués selon la
méthode décrite au paragraphe 3.5.2. Le nombre de couches prises en compte pour chaque
état de charge Ar?" est indiqué dans le tableau 5.1.
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5.1.2 Influence des phénomenes d’écran induits par la densité
d’électrons libres

Afin d’améliorer le modele nanoplasma, nous avons également étudié une seconde
voie. La densité d’électrons libres qui se forme au sein de 'agrégat induit des phénomenes
d’écran qui modifient I'interaction entre les particules chargées du nanoplasma. Nous avons
vu au chapitre 4 que les variations importantes de densité et de température électroniques
au cours de l'interaction requierent I'utilisation d’'un potentiel sophistiqué afin de décrire
aussi correctement que possible les effets d’écran induits. L’étude préliminaire nous a
permis de démontrer que la densité d’électrons libres provoque :

— une réduction des potentiels d’ionisation,

— une réduction quasi-systématique des sections efficaces totales d’excitation collision-

nelle,

une augmentation des sections efficaces totales d’ionisation collisionnelle.
Nous avons par conséquent inclus ces phénomenes d’écran dans le modele nanoplasma
selon le principe décrit au paragraphe 4.3.3 : les sections d’excitation écrantées sont dé-
terminées a 1’aide de 1’expression semi-analytique de Van Regemorter et les sections d’io-
nisation écrantées sont calculées selon la loi d’échelle de Lotz.

Afin d’étudier les effets d’écran, nous avons de nouveau simulé l'interaction d’une
impulsion laser (FW HM=500 fs; I,=1,6x10' W.cm™?; E =3 mJ) avec un agrégat
d’argon (R=350 A) Il est important de préciser que le nombre d’états excités par état de
charge inclus dans la simulation est différent de celui présenté au paragraphe précédent.
En effet, pour les ions peu chargés, les effets d’écran sont tels que les potentiels d’ioni-
sation sont fortement réduits. L’excitation est alors négligeable vis a vis de l'ionisation
de I'état fondamental. Nous n’avons par conséquent pas introduit d’états excités pour les
ions Ar?t avec ¢ = 0...7. Nous avons de plus inclus une seule couche d’états excités pour
'ion Ar®*, quatre couches d’états pour les ions Ar?™ (¢ =9...11) et six couches d’états
excités pour les états de charge plus élevés. Nous avons par ailleurs vérifié que cela permet
d’obtenir des résultats finaux convergés.

La figure 5.4(a) présente ’évolution temporelle des populations totales de chaque état
de charge Ar?" (normalisées au nombre d’atomes dans 'agrégat) lorsque les effets d’écran
sont pris en compte dans le modele nanoplasma. Afin d’étudier plus particulierement 1’in-
fluence des phénomenes d’écran sur la dynamique de I'interaction, nous avons également
effectué une simulation non écrantée en utilisant les expressions de Van Regemorter et
de Lotz. Les résultats obtenus dans ce cas sont présentés sur la figure 5.4(b). Compte
tenu du fait que seules les transitions dipolaires électriques entre états excités sont prises
en compte, les résultats obtenus sont différents de ceux présentés au paragraphe précédent.

La premiere indication apportée par ces résultats concerne la production des états de
charge élevés a la fin de 'interaction. A =200 fs, la composition ionique de 'agrégat est
identique, que les effets d’écran soient pris en compte ou non. L’état de charge final moyen
est de 13,8 que ce soit dans le cas écranté ou dans le cas non écranté, et la proportion
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F1G. 5.4 - (a) Evolution temporelle des populations de chaque état de charge Arit (nor-
malisées au nombre d’atomes N dans l'agrégat) lorsque les effets d’écran in-
duits par la densité d’électrons libres sont pris en compte. Les paramétres de
la simulation sont identiques a ceux de la figure 5.1. (b) Evolution temporelle
des populations sans prise en compte des effets d’écran (voir texte).

finale d’Ar'6* est de 3% pour les deux simulations.

En revanche, les phénomenes d’écran modifient la dynamique d’ionisation de 1’agré-
gat. En comparaison des données non écrantées, I'ionisation jusqu’a PAr®t est nettement
accélérée par les effets d’écran. En effet, au début de l'interaction, la densité d’électrons
libres au sein de 'agrégat augmente tres rapidement. Le champ laser n’est cependant pas
suffisamment intense pour chauffer le gaz d’électrons de maniere conséquente. La faible
température électronique associée a la forte densité induit alors des effets d’écran impor-
tants qui déplacent les niveaux d’énergie vers le continuum. Les premiers états de charge
ayant des potentiels d’ionisation peu élevés, ceux-ci sont facilement ionisés par effet de
champ. En revanche, 1’état fondamental de I’Ar®" est nettement plus lié (la configuration
électronique correspond & une fermeture de couche 15%25%2p%) : dans le cas non écranté, le
potentiel d’ionisation de 'Ar®* est de 423,9 eV alors que celui de I'ion Ar"* n’est que de
1427 eV. Ainsi, bien que les effets d’écran abaissent les barrieres de potentiel, le champ
laser est trop faible pour pouvoir ioniser I’état fondamental de ’Ar®*. De méme, la tem-
pérature électronique étant trop faible, la population de cet état ne peut étre ni excitée,
ni ionisée par les processus collisionnels. Par conséquent, a t=-650 fs, 'agrégat se retrouve

quasiment exclusivement composé d’ions Ar®T.

Puis, le gaz d’électrons acquiert progressivement de 1’énergie par bremsstrahlung in-
verse, I’Ar®t peut alors se dépeupler peu & peu par excitation puis ionisation collision-
nelles. La température électronique devenant plus importante, les effets d’écran diminuent
en conséquence. De plus, I'agrégat étant dorénavant composé d’ions tres chargés, les états
fortement liés sont peu sensibles a ces phénomenes d’écran. La dynamique d’ionisation de
I’agrégat devient alors similaire a celle obtenue dans le cas non écranté.
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En conséquence, les effets d’écran influencent principalement la dynamique d’ionisa-
tion dans les premiers instants de 'interaction. Les phénomenes d’écran accélerent 1'ioni-
sation des premiers états de charge. Cependant, cette accélération est ensuite entierement
compensée par le fait que le nanoplasma formé ne peut poursuivre sa dynamique avant
d’atteindre les conditions adéquates a I'ionisation des états de charge plus élevés.

D’apres les résultats obtenus, les phénomenes d’écran influencent la dynamique d’ioni-
sation mais ne modifient pas la composition ionique finale du nanoplasma. Or, la formation
d’états de charge tres élevés est I'information pertinente concernant I’émission de rayon-
nement X. L’inclusion des effets d’écran ne modifiant pas ces résultats, nous n’avons par
conséquent pas pris en compte ces effets dans le modele nanoplasma.

En conclusion, les résultats présentés dans la suite de ce chapitre n’incluent pas les
effets d’écran. En revanche, ils ont été obtenus en incluant des états excités dans la des-
cription de la structure électronique des ions composant ['agrégat. Les sections efficaces de
transitions collisionnelles entre ces états sont alors évaluées a 1’aide du potentiel modele
non écranté (décrit au paragraphe 3.1.2) selon les approximations en ondes distordues et
en ondes planes (cf. chapitre 3).

5.2 Dynamique de l’'interaction : influence de chacun
des parametres du modele

Au paragraphe 5.1.1, nous avons démontré que I'inclusion d’états excités intermédiaires
dans le modele nanoplasma permet de reproduire les états de charge tres élevés observés
expérimentalement. Compte tenu de ces résultats, il apparait donc intéressant d’étudier en
détail 'évolution des différents parametres du nanoplasma (densité, température, champ
interne, ...).

Pour les conditions indiquées sur la figure 5.1, les figures 5.5 présentent les évolutions
temporelles des amplitudes des champs électriques interne et externe (fig. 5.5(a)), du rayon
de 'agrégat normalisé au rayon initial (fig. 5.5(a)), de la densité et de la température élec-
troniques (fig. 5.5(b)), de la charge totale de ’agrégat et de la charge ionique moyenne (en
unités de charge élémentaire, fig. 5.5(c)), des pressions hydrodynamique et coulombienne
(fig. 5.5(d)) et de la fréquence de collisions électron-ion (fig. 5.5(d)). L’évolution tempo-
relle des populations ioniques correspondante a ces résultats est indiquée sur la figure 5.1
page 155 et n’est donc pas représentée ici de nouveau. Le temps t=0 fs correspond au
maximum du champ laser.

La modélisation débute a -750 fs lorsque le champ laser est suffisamment intense pour
ioniser les premiers atomes par effet tunnel et induire une densité d’électrons libres au sein
de l'agrégat. Tant que celle-ci reste faible, le champ interne demeure identique au champ
externe en accord avec les expressions (2.23) et (2.24) (fig. 5.5(a)). Puis a t=-666 fs, la
densité atteint la valeur de 3n, caractéristique de 1’absorption résonante (pour une lon-
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FIG. 5.5 — Evolutions temporelles des différents paramétres intervenant dans le modéle na-
noplasma pour un agrégat d’argon (R= 350 A) wrradié par une impulsion laser
(FWHM= 500 fs; I,=1,6x10"W.cm™®; Eepie= 3 mJ). (a) Amplitudes des
champs électriques interne et externe, rayon de l’agrégat normalisé a sa valeur
initiale ; (b) densité et température électroniques; (c) charge nette de l'agré-
gat et état de charge moyen ; (d) pressions coulombienne et hydrodynamique,
fréquence de collisions électron-ion.

gueur d’onde de 800 nm, cette valeur est de 3n,=5,2x10% cm™2). A cet instant, le champ
laser est fortement amplifié, le champ interne vaut alors 1,8x 10" V.m~!. Il est important
de rappeler que la fréquence de collisions électron-ion, qui vaut alors 10 fs~! (fig. 5.5(d)),
agit comme un terme d’amortissement qui permet de limiter cette résonance. La forte
absorption d’énergie induite se traduit par une importante ionisation jusqu’a un état de
charge ionique moyen de 6 (fig. 5.5(c)). En conséquence, la densité électronique augmente
ce qui engendre un fort champ dépolarisant qui écrante le champ externe. Ainsi, des lors
que la densité est suffisamment importante, le champ total résultant est considérablement
réduit (tant que n. > 6n, cf. fig. 2.3).

Suite a cette premiere résonance, le champ interne est trop faible pour prolonger la
dynamique d’ionisation. En revanche, la fréquence de collisions électron-ion est élevée.
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L’absorption d’énergie par bremsstrahlung inverse peut donc se poursuivre et la tempéra-
ture électronique augmente en conséquence (5.5(b)). La forte densité électronique, la forte
fréquence de collisions électron-ion et la température électronique croissante conferent
donc a I'agrégat les conditions optimales pour l'ionisation progressive des ions argon par
les processus collisionnels. En effet, les sections efficaces totales d’ionisation (ou d’excita-
tion) collisionnelles (et donc les taux associés) sont maximales pour une distribution en
énergie des électrons proche de ’énergie seuil de la transition (cf. chap. 3). L’ionisation
par impact électronique (directe ou par l'intermédiaire d’états excités) permet alors de
produire des états de charge tres élevés.

Le nanoplasma traverse donc une période de quelques centaines de femtosecondes
(entre t=-660 fs et t=100 fs) au cours de laquelle la température augmente progressive-
ment. Cependant, cette évolution engendre une réaction du milieu : la pression hydrodyna-
mique (liée & la température) s’accroit (fig. 5.5(d)). De méme, la distribution électronique
étant de plus en plus énergétique, I’éjection d’électrons hors de I'agrégat s’intensifie (fig.
5.5(c)). La charge nette de I'agrégat augmente en conséquence, ce qui induit un accrois-
sement de la pression coulombienne. L’amplification de ces deux pressions engendre alors
une dilatation du nanoplasma. A t=100 fs, le rayon de 'agrégat est quasiment multiplié
par un facteur 3 par rapport a sa valeur initiale (fig. 5.5(a)).

Ainsi, 'accroissement du nombre d’électrons libres induit par I'ionisation progressive
des ions de 'agrégat est contrebalancée par I’expansion du milieu. De plus, a cette dilata-
tion s’ajoute I’émission d’électrons hors de 1'agrégat. Ceci conduit a une diminution pro-
gressive de la densité d’électrons libres, qui atteint de nouveau la valeur singuliere de 3n..
Cette seconde résonance, s’accompagne alors d’une forte augmentation du champ interne,
de nouveau limitée par la fréquence de collisions électroniques. L.’absorption résonante de
I’énergie laser induit une forte augmentation de la température électronique qui atteint
plusieurs keV (fig. 5.5(b)). Une importante fraction des électrons est alors suffisamment
énergétique pour quitter 'agrégat. LL’augmentation rapide de la pression coulombienne as-
sociée a ce défaut de charges et 'accroissement de la pression hydrodynamique associée a
I’augmentation de la température engendrent alors I’explosion de 1'agrégat, dont le rayon
s’accroit d’un facteur 20 en quelques dizaines de femtosecondes. La seconde résonance
conduit donc a la destruction du nanoplasma, et par conséquent la fin de la dynamique
d’ionisation. L’état de charge moyen final est alors de 14,7 avec une proportion de 22%

d’AI‘l6+-

Par conséquent, la dynamique de I'interaction laser-agrégat résulte de la combinaison
des mécanismes décrits ci-dessus. Compte tenu de la forte densité d’électrons libres, le
champ électrique externe est fortement écranté au sein de I'agrégat pendant la majeure
partie de I'interaction. Des lors, le champ interne n’étant pas assez intense, la dynamique
d’ionisation est essentiellement gouvernée par les processus collisionnels. La formation
d’états de charge tres élevés requiert donc une forte densité électronique et une tempé-
rature croissante afin d’optimiser 1'ionisation progressive des atomes de ’agrégat. Cepen-
dant, cet accroissement de la température accentue l'instabilité du nanoplasma qui finit
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par exploser lors de la seconde résonance. L’évolution de l'interaction est par conséquent
gouvernée par un ensemble de parametres dont les évolutions sont intrinsequement liées. Il
est par conséquent difficile, a priori, de prédire la dynamique de 'interaction laser-agrégat
pour des conditions expérimentales données.

5.3 Résultats obtenus dans le cadre du modele nano-

plasma amélioré

Nous avons montré, au cours des paragraphes précédents, que I'inclusion d’états exci-
tés intermédiaires permet de reproduire les états de charge élevés observés expérimenta-
lement pour une taille d’agrégat et une impulsion laser données. Dans le but d’éprouver
la validité du modele nanoplasma amélioré, il est par ailleurs intéressant de comparer
ces résultats aux données expérimentales présentées au chapitre 1. Cette section présente
donc les résultats théoriques obtenus en fonction de la variation des différents parameétres
expérimentaux intervenant dans l'interaction laser-agrégat.

5.3.1 Eléments de comparaison théorie/expérience

Les résultats expérimentaux obtenus a Bordeaux concernent majoritairement 1’émis-
sion de rayonnement X provenant d’ions multichargés. Compte tenu des données acces-
sibles a 'aide du modele nanoplasma, nous avons par conséquent introduit plusieurs quan-
tités afin de comparer les résultats issus du modele aux données expérimentales.

5.3.1.1 Raies d’émission heliumoides

Tout d’abord, F. Dorchies et coll. ont étudié la dépendance de 1’émission He, aux
différents parametres expérimentaux [Dorchies et al. 05]. Or, nos simulations incluent
explicitement le processus d’excitation de 1’état 1s vers ’état 2p de I’Ar'6*. 11 est donc
relativement aisé d’extraire du modele nanoplasma la dynamique de la raie de désexci-
tation correspondante. Les états excités étant initialement regroupés en couches d’états,
nous séparons les populations de ’état n = 2 afin d’obtenir les populations respectives
des états 2p et 2s. Selon la loi statistique de Boltzmann (éq. (3.159)) et sachant que les
énergies d’ionisation de ces états sont tres proches vis a vis de la température électronique,
nous pouvons en déduire que I'état excité 2p constitue 75% de la population n = 2. Le

16+

taux de désexcitation radiative 2p — 1s de ’Ar'°" peut alors étre évalué selon :

Wit ™71 = AT Nigap (5.2)

olt Nyg g, désigne la population d’ions Ar'®* dans I'état 2p, et A2 est le coefficient
d’Einstein pour 'émission spontanée. Celui-ci est déterminé par l'expression [Hilborn
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82] :

2,2

p—lsp — € Wap 1
A s = —27T€DZ;;;3 Jop—1s (5.3)

ol hwgy 15 €t fa,—15 sont respectivement 1'énergie et la force d’oscillateur de la transition
considérée. Celles-ci sont déterminées dans le cadre du potentiel-modele décrit au chapitre
3 et valent respectivement 3,14 keV et 0,066. L’évaluation du taux de désexcitation radia-
tive a chaque instant de l'interaction permet alors de déterminer la dynamique temporelle
de I’émission de la raie He,. De plus, I'intégration sur le temps de ce parametre nous
permet de déterminer le nombre de photons He, émis au cours de l'interaction :
+o0
Ny, = Wir—tqt (5.4)

—00

Suivant le méme principe, nous pouvons également déterminer la dynamique des
rajes d’émission et le nombre de photons émis pour les transitions Heg (3p — 1s), He,
(4p — 1s), Hes (5p — 1s) . ... En revanche, notre approche potentiel-modele ne permet pas
la détermination des raies d’émission X associées aux états de charge Ar?t (q=11...15)
et mises en évidence expérimentalement. En effet, I’émission X provenant de tels états
de charge résulte de transitions en couche interne. Par exemple, la raie d’émission a 3,1
keV de 'ion Ar'®" provient de la transition de I’état 1s2p? vers I’état fondamental 1522p.
Or, selon "approche potentiel-modele employée pour décrire la structure électronique des
ions de 'agrégat, seul I’électron de valence est actif et peut donc subir une transition. Les
électrons internes (et le noyau) sont assimilés a un coeur ionique gelé, aucune lacune en
couche interne ne peut par conséquent étre modélisée dans le cadre de ce potentiel modele.

5.3.1.2 Etat de charge moyen final

Afin de comparer nos résultats théoriques aux données expérimentales associées a
I’émission X de plusieurs états de charge, nous avons donc été amené a introduire un
second élément de comparaison. Nous avons présenté au paragraphe 5.1.1 I’état de charge
moyen final Z,,,, tel que :

1
Zimoy = >N, (5.5)

ou N est le nombre d’atomes composant I'agrégat et IV, désigne la population finale (dans
I'état fondamental ou dans un état excité) de chaque état de charge Ar?t. L’évolution de
ce parametre en fonction des diverses conditions expérimentales permet alors d’évaluer la
proportion d’états de charge élevés produits (et donc I’émission X associée).

La comparaison de cette donnée aux résultats expérimentaux nécessite cependant la
détermination d’un état de charge moyen expérimental Z770 . Celui-ci peut étre évalué a
partir d'un spectre d’émission X mesuré moyennant certaines approximations. La figure
5.6 présente un spectre d’émission X haute résolution typique de l'interaction entre une

impulsion laser et un agrégat d’argon. L’état de charge moyen expérimental est déduit
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FI1G. 5.6 — Evaluation de l'état de charge moyen expérimental Z5F a4 partir d’un spectre
d’émission X mesuré. Ce spectre a été obtenu avec des agrégats d’argon irradiés

par une impulsion de 70 fs et d’intensité créte Iy=10" W.cm™2 [Dobosz 98].

du spectre en prenant en compte les contributions de chaque ion dans le spectre. La
contribution d’un ion est définie comme ¢ fois l'intégrale des raies émises par 1'ion S 4.q+,
normalisée a l'intégrale du rayonnement émis dans la bande spectrale étudiée Sy :

- (5.6)

La méthode d’évaluation employée pour 'état de charge moyen expérimental sous-
entend cependant certaines hypotheses. Les différentes raies mesurées dans cette gamme
spectrale résultent de transitions radiatives d’un électron de la couche L vers la couche K,
soit des transitions du type 2p — 1s. L’expression (5.6) suppose donc que les états exci-
tés initiaux sont équiprobablement peuplés quel que soit I'ion considéré. La figure 5.7(a)
présente, en fonction de I’énergie d’un électron incident, les sections efficaces d’excitation
collisionnelles pour une transition d’un électron 1s vers un état 2p pour les ions Ard™
(g=12...16). Ces résultats ont été obtenus suivant I"approximation des ondes distordues
a l'aide des codes de physique atomique développés au laboratoire de Los Alamos (LANL,
"Los Alamos National Laboratory” pour I’Agence Internationale a I’Energie Atomique
[TAEA |. Ces données indiquent que les sections d’excitation en couche interne 1s — 2p
sont du méme ordre de grandeur quel que soit 1’état de charge considéré. Les sections as-
sociées aux ions Ar'6*, Ar!5+ et Ar'4* sont particulierement proches alors que les sections
d’excitation des ions Ar'®T et Ar'?* sont légérement plus faibles.

La méthode utilisée implique également que les taux de désexcitation radiative de
chacun de ces états de charge soient du méme ordre de grandeur. Ceci peut étre estimé a
I’aide des forces d’oscillateur et des coefficients d’Einstein associés a I’émission spontanée
des états excités 2p vers les états 1s pour les différents états de charge. Ceux-ci, ainsi
que les énergies de transition, sont présentés dans le tableau 5.7(b). Ces données ont
également été obtenus a l'aide des codes LANL! [TAEA |. Les résultats indiquent que les

I est important de noter que ces données résultent de moyennes sur les transitions entre les sous-états
LS initiaux et finaux.
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AE [keV] | fop1s | A7 [s71]
Apl6t 3,13 0,0658 | 2,8x10'3
Artdt 3,11 0,0638 | 2,7x10'3
Attt 3,08 0,0618 | 2,5x103
Art3t 3,06 0,119 | 4,9x10"
A2t 3,03 0,173 | 6,9x10"

L L L L L L L L L L
0 2 4 6 8 10 12 14 16 18 20 (b)

1s-

21
O1s.2p [10 cm2]

F1G. 5.7 — (a) Sections efficaces totales d’excitation collisionnelles 1s — 2p déterminées
selon 'approximation des ondes distordues pour différents ions Ar?" en fonc-
tion de lénergie E; de l’électron incident [TAEA ]. (b) Energies de transi-
tion, forces d’oscillateur (en émission) et coefficients d’Einstein pour [’émis-
sion spontanée associés auz sections présentées en (a).

taux d’émission de tous les états de charge considérés sont du méme ordre de grandeur,

bien que les coefficients d’Einstein soient légérement plus importants pour les ions Ar3+

et Ar'?t,

L’expression (5.6) suppose enfin que les rendements de fluorescence des différents ions
émetteurs sont égaux. Or, les ions Ar?t avec g < 16 se désexcitent également par effet
Auger [Bhalla 73]. Il convient cependant de remarquer qu'une partie de ’émission pro-
venant de ces ions n’est pas prise en compte dans 1’évaluation de 1’état de charge moyen
expérimental. En effet, I’énergie des raies d’émission associées a la désexcitation de 1’élec-
tron de valence est de quelques centaines d’eV (par exemple, I’énergie de la transition
3p — 2s de l'ion Ar'®* est de 527 eV). Ces raies ne sont donc pas dans la gamme de
mesure des spectres haute résolution tel que celui de la figure 5.6. Ainsi, I'expression (5.6)
ne permet de déterminer qu'une valeur approximative de 1’état de charge moyen expéri-
mental. Nous n’étudierons par conséquent que le comportement qualitatif de ce parametre.

5.3.2 Emission X en fonction de la durée de I’impulsion

Au chapitre 1, nous avons montré que, pour une énergie sur cible maintenue constante,
il existe une durée d’impulsion pour laquelle I’émission X est maximale. La figure 5.8(a)
présente les résultats expérimentaux obtenus par F. Dorchies et coll. lors de I'interaction
d'un jet d’agrégats d’argon avec une impulsion laser dont 1’énergie est fixée a 3 mJ.
L’émission X associée a la raie He, a 3,14 keV a été mesurée en fonction de la durée
d’impulsion pour deux tailles d’agrégat différentes [Dorchies et al. 05].

Nous nous sommes par conséquent placés dans des conditions similaires pour effectuer
des simulations a 'aide du modele nanoplasma amélioré. L’inclusion du taux de désex-
citation radiative 2p — 1s pour I'ion Ar'®"T (éqs (5.2) et (5.4)) nous permet par ailleurs
de comparer directement nos résultats théoriques aux données expérimentales. Il faut
cependant prendre en compte le fait que I’énergie de I'impulsion laser est distribuée tem-
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porellement et spatialement (cf. éqs (1.7) et (1.8)). Nous avons par conséquent effectué,
pour une durée d’impulsion donnée, plusieurs simulations en fonction de la distance au
maximum de I'impulsion afin de moyenner nos résultats sur la distribution spatiale en
intensité de I'impulsion :

1
<NHea > distribution Z Q‘iNHea (Tz) (57)

en intensité . -
i

ou Ny, (r;) désigne le nombre de photons a 3,14 keV obtenus pour un agrégat situé a
une distance r; du maximum de I'impulsion. Nous avons effectué des simulations tous les

. . . 2 .
Ar =1 pm et jusqu’a 7,,., = 6 pm. Les coefficients a; valent ag = (ﬁ) au maximum

2
de I'impulsion et a;.o = 8im (%)2 pour un agrégat situé a une distance r; du maximum.

Il est également important de prendre en compte le fait que les tailles d’agrégat mesu-
rées représentent des valeurs moyennes. F. Dorchies et coll. estiment a 11% la déviation
standard du rayon d’'un agrégat dont la valeur moyenne est de 350 A et a 12% celle d'un
rayon moyen de 275 A [Dorchies et al. 03]. Nous avons par conséquent également pris en

compte cette distribution en taille des agrégats dans nos simulations :

1
<NHea>taille des = ZaiNHea(R) (58)

agrégats o;
§ i
i

ot Ny, (R) désigne le nombre de photons a 3,14 keV obtenus pour une taille d’agrégat
R donnée. En pratique, nous avons considéré trois tailles d’agrégats pour chaque valeur
moyenne : les deux extrema associés a la déviation standard considérée ainsi que la valeur
moyenne elle-méme (soit 310; 350 et 390 A pour (R)=350 A). Les coefficients ; sont
égaux a 0,5 pour la valeur moyenne et 0,25 pour les deux extremas.

La figure 5.8(b) présente les résultats théoriques obtenus en moyennant sur la distri-
bution en intensité de I'impulsion et sur la distribution en taille des agrégats dans le jet.
Le nombre de photons émis a 3,14 keV est représenté en fonction de la durée de I'impul-
sion pour deux tailles d’agrégat. Les conditions de l'interaction sont identiques a celles
de la figure 5.8(a). Nous constatons tout d’abord que le modele nanoplasma permet de
reproduire le comportement observé expérimentalement : les résultats théoriques mettent
également en évidence une durée d’impulsion optimale 7,,; pour laquelle I’émission X a
3,14 keV est maximale. Nous observons de plus que cet optimum dépend de la taille des
agrégats et croit avec le rayon moyen, ainsi que le montrent les résultats expérimentaux.
En revanche, les maxima théoriques obtenus sont légerement plus faibles que ceux ob-
servés : pour (R)=350 A, Démission & 3,14 keV est maximale pour une durée de 400 fs
alors que l'optimum expérimental est plutot de 500 fs. De méme, pour (R)=275 A, le
modele indique un optimum de 300 fs alors qu’il est expérimentalement de 400 fs. Nous
pouvons également remarquer que le comportement du signal théorique obtenu est plus
piqué autour de 'optimum que ne le sont les résultats expérimentaux.

Afin de mettre en évidence 'influence des moyennes sur la répartition spatiale de 1'in-
tensité et sur la dispersion en tailles des agrégats (éqs (5.7) et (5.8)), nous avons également
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F1G. 5.8 — Intensité de l’émission X pour la raie He, en fonction de la durée d’impulsion
(FWHM). L’énergie de l'impulsion est conservée constante a 3 mJ, le rayon
de Uimpulsion en 1/e de lintensité est de 2,9 pm, et la longueur d’onde est
de 800 nm. Deux tailles moyennes d’agrégats sont considérées : (R)=350 A
(W) et (R)=275 A (A). (a) Résultats expérimentauz [Dorchies et al. 05] et
(b) résultats théoriques. La courbe en pointillés sur la figure (b) représente les
résultats non moyennés pour R=350 A (cf. texte).

représenté sur la figure 5.8(b) les résultats obtenus pour R= 350 A lorsque ni la moyenne
sur la distribution spatiale en intensité, ni la moyenne sur la distribution en taille des
agrégats ne sont prises en compte. Ces résultats indiquent que les valeurs moyennées per-
mettent de mieux reproduire les données expérimentales : la durée optimale obtenue est
plus proche de la valeur réelle mesurée, et la gamme de durée d’impulsion pour laquelle

I’émission X est favorisée est élargie.

Nous avons également comparé nos résultats aux données obtenues par E. Parra et coll.
[Parra et al. 00]. Ces auteurs ont étudié I’émission X (>1,5 keV) produite par des agrégats
d’argon. Pour une énergie sur cible de 50 mJ et des agrégats de 400 A de rayon moyen,
les auteurs obtiennent une émission maximale pour une durée d’impulsion de I'ordre de
300 fs. Les résultats obtenus par E. Parra et coll. sont représentés sur la figure 5.9. Il
est important de préciser que les données expérimentales ont trait a I’émission de photons
dont I'énergie est supérieure a 1,5 keV, sans discrimination du processus radiatif mis en jeu
(bremsstrahlung, désexcitation) ni de I’état de charge concerné par la désexcitation. Nous
ne pouvons par conséquent pas directement comparer ces résultats aux données théoriques
obtenues. Cependant, ’émission X supérieure a 1,5 keV est favorisée par une importante
population d’électrons chauds. En effet, cette population permet de générer des photons
X par bremsstrahlung, mais est également propice a la production des états de charge les
plus élevés. Nous pouvons par conséquent supposer que le maximum d’émission X supé-
rieure a 1,5 keV correspond au maximum de photons He, émis. La figure 5.9 présente
ainsi la variation d’émission X a 3,14 keV obtenue théoriquement en fonction de la durée
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F1c. 5.9 — (x—x) Variation de [’émission X pour la raie He, (3,14 keV) en fonction de la
durée dimpulsion. Ces résultats ont été obtenus pour une énergie par impulsion
de 50 mJ et une longueur d’onde de 800 nm. Le rayon de l'impulsion en 1/e de
Uintensité est de 10 pm, ce qui donne un éclairement créte de 1,3x 101" W.em™
pour une durée d’impulsion a mi-hauteur de 100 fs. (o) Données expérimentales
obtenues par E. Parra et coll. pour I’émission X supérieure a 1,5 keV [Parra
et al. 00].

de 'impulsion dans les mémes conditions que E. Parra et coll.2. Nous constatons que le
modele nanoplasma permet de reproduire le comportement des résultats expérimentaux.
Nous obtenons également une émission X maximale pour une durée d’impulsion optimale

de 300 fs.

Il est cependant important de remarquer que les résultats expérimentaux obtenus a
faible durée d’impulsion ne sont pas reproduits par les simulations. Les données obtenues
par F. Dorchies et coll. (cf. fig. 5.8), E. Parra et coll. (cf. fig. 5.9) et C. Prigent et coll.
[Prigent 04] montrent en effet que I’émission de photons X est non nulle pour une durée
d’impulsion de quelques dizaines de femtosecondes, contrairement aux résultats théoriques
obtenus. Ceci semble par conséquent indiquer que des processus supplémentaires interve-
nant plus spécifiquement a faible durée d’impulsion doivent étre pris en compte dans le
modele. Cette lacune sera rediscutée par la suite.

Compte tenu du bon accord théorie/expérience obtenu pour diverses conditions laser et
différentes tailles d’agrégat, la description de la dynamique d’ionisation employée dans le
modele nanoplasma s’avere étre appropriée pour la détermination de la durée d’impulsion
optimale pour I’émission X. Nous pouvons par conséquent utiliser le modele nanoplasma
pour comprendre I’émergence de cet optimum. Les figures 5.10 présentent les évolutions
temporelles de plusieurs parametres du modele pour trois durées d’impulsion différentes
(200 fs, 300 fs, et 1 ps). Nous nous plagons dans les conditions présentées sur la figure
5.8(b) pour R=350 A, lorsque les distributions en intensité et en tailles d’agrégat ne sont

2Les résultats théoriques présentés ne tiennent pas compte de la distribution en intensité de 'impulsion
ni de la distribution en taille des agrégats.
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pas prises en compte. L’émission X maximale pour la raie He, est alors obtenue pour
une durée d’impulsion a mi-hauteur de 300 fs. Le temps t = 0 a été fixé sur toutes
les figures 5.10 & l'instant ou le champ électrique est de 10*° V.m~! quelle que soit la
durée d’impulsion afin de pouvoir comparer les évolutions des différentes données. Les
parametres présentés sont :
— Figures de gauche : Evolutions temporelles des amplitudes du champ électrique laser
et du champ électrique interne.
— Figures du centre : Evolutions temporelles de la température électronique au sein
de 'agrégat.
— Figures de droite : Evolutions temporelles des populations totales N, (état fonda-
mental + états excités) de certains états de charge Ar?t (normalisées au nombre
d’atomes N dans l'agrégat).

Lorsque l'impulsion est de tres courte durée, le champ laser croit rapidement. Ceci
induit alors une ionisation d’autant plus rapide que la durée d’impulsion est courte. Par
exemple, pour une durée d’impulsion de 200 fs, ’Ar®* commence & se peupler 60 fs apres le
début de I'interaction (cf. fig. 5.10(a)) alors qu'’il faut attendre 100 fs pour une impulsion
d’une durée de 300 fs (cf. fig. 5.10(b)). Cette dynamique d’ionisation plus rapide n’est
cependant pas garante d'une plus forte production d’Ar'®* excités. En effet, lorsque la
durée d'impulsion est trop courte (200 fs), la seconde résonance a n, = 3n,. survient alors
que l'amplitude du champ électrique est faible (fig. 5.10(a)). L’absorption résonante de
I'énergie laser est donc négligeable et la température électronique (<500 eV) ne croit
pas suffisamment pour exciter les ions Ar'®* formés au cours de l'interaction. Une durée
d’impulsion plus élevée (fig. 5.10(b)) assure en revanche un chauffage résonant conséquent
qui géneére une importante population d’électrons chauds (7, 2 1 keV). Celle-ci permet
alors la formation d’Ar'®* excités et induit donc une forte émission de rayonnement X
a 3,14 keV. L’augmentation de la durée d’impulsion permet par conséquent d’accroitre
I’absorption de I'énergie laser.

Cependant, une durée d’impulsion plus longue entraine également une dynamique d’io-
nisation plus lente. Pour une durée d’impulsion de 1 ps (fig. 5.10(c)), PAr®" commence a
se peupler 300 fs apres le début de 'interaction. Le peuplement des états de charge élevés
se fait alors beaucoup plus progressivement que dans le cas d’une impulsion plus courte.
La figure 5.10(c) indique qu’a I’amorce de la seconde résonance a n. = 3n, (t ~ 1200 fs),
il n’y a quasiment aucun ion Ar'®*t formé. La forte absorption d’énergie permet alors de
peupler cet état de charge mais, la résonance induisant également 1’explosion de 'agrégat,
peu d’Ar!%t excités (et donc peu de photons He,) peuvent étre générés lors de ce court
laps de temps.

Par conséquent, une trop courte durée d’impulsion permet de peupler les états de
charge élevés, mais limite I’émission X de par la trop faible température électronique gé-
nérée. A contrario, une trop longue durée d’impulsion ralentit la dynamique d’ionisation.
Les états de charge élevés sont alors peu peuplés au moment de la forte absorption d’éner-
gie, ce qui restreint I’émission de rayonnement X. L’apparition d’un maximum d’émission
X pour une durée d’impulsion particuliere résulte donc de la combinaison d'une absorption
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(¢) Evolutions pour une durée d’impulsion de 1000 fs (soit un éclairement créte de 8x 101 W.cm™2).

FIG. 5.10 — Evolutions temporelles des amplitudes des champ électriques interne et ex-

terne (figures de gauche), de la température électronique (figures du centre) et

des populations de certains état de charge (normalisées au nombre d’atomes

N dans lagrégat) (figures de droite) pour linteraction d’un agrégat d’argon
(R=350 A) avec une impulsion laser (E=3 mJ; A\=800 nm). Trois durées
d’impulsion a mi-hauteur sont considérées : (a) 200 fs; (b) 300 fs; et (c) 1

Ps.

(résonante) d’énergie efficace associée a une dynamique d’ionisation performante. Il est
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par conséquent important de noter que ces conditions optimales ne correspondent pas né-
cessairement a la situation pour laquelle I'absorption résonante coincide exactement avec
le maximum de I'impulsion laser.

5.3.3 Emission X en fonction du rayon de l’agrégat

Nous avons vu au paragraphe précédent que F. Dorchies et coll. ont mis en évidence
une durée d’impulsion optimale pour I’émission de rayonnement X [Dorchies et al. 05].
Ces auteurs ont par ailleurs démontré que cet optimum croit avec la taille de I'agrégat.
Or, la figure 5.8(b) démontre que nos simulations reproduisent cette variation. Le modele
nanoplasma amélioré semble donc également adapté pour décrire I’évolution des résultats
en fonction de la taille des agrégats irradiés.

Nous avons également considéré les résultats obtenus par S. Dobosz [Dobosz 98].
Pour un agrégat d’argon irradié par une impulsion laser d’une durée de 70 fs, et dont
I’éclairement créte est de 10'® W.cm=2, S. Dobosz a étudié I’évolution de 1'état de charge
moyen en fonction de la taille des agrégats. L’état de charge moyen expérimental Z5%

est déterminé selon la méthode décrite au paragraphe 5.3.1.2. La figure 5.11(a) présente
I’évolution de 'état de charge moyen en fonction du rayon moyen (R) des agrégats irradiés.
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FiG. 5.11 — Variation de l’état de charge moyen en fonction du rayon des agrégats irra-
diés. La durée a mi-hauteur de ['impulsion est de 70 fs, et [’éclairement créte
est de 10'® W.cm®. (a) Résultats expérimentauz obtenus a partir du spectre
d’émission X (cf. texte) [Dobosz 98]. (b) Résultats théoriques obtenus a l'aide
du modele nanoplasma amélioré.

Les résultats théoriques obtenus a I’aide du modele nanoplasma sont présentés sur la
figure 5.11(b). Il est important de préciser que nos données ne sont pas moyennées ni sur
la distribution en intensité du faisceau laser, ni sur la distribution en taille des agrégats.
De plus, I'état de charge moyen expérimental est déterminé a partir du spectre d’émission
X en ne considérant que les transitions associées a des lacunes en couche K pour les ions
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émetteurs Ar?" (¢ = 12...16). Par conséquent, les états de charge moyens obtenus ne
présentent qu’une valeur approximative, et seule une comparaison qualitative des données
expérimentales et théoriques peut étre effectuée.

La figure 5.11 indique que nos simulations permettent de reproduire le comportement
obtenu expérimentalement : 1’état de charge moyen augmente avec le rayon de ’'agrégat,
indiquant ainsi une émission X de plus en plus importante. Cependant, a partir d’une
certaine taille d’agrégat, un phénomene de saturation apparait, la croissance de I’état de
charge moyen en fonction de la taille des agrégats est alors plus modérée. Les résultats
théoriques indiquent que 1’état de charge moyen tend vers une valeur maximale de l'ordre
de 16. Ceci est cohérent avec les résultats expérimentaux puisque la présence d’Ar'™ n’a
jamais été mise en évidence expérimentalement. Les résultats de J.P. Rozet et coll. corro-
borent également nos données [Rozet et al. 01]. En effet, ces auteurs ont étudié 1’évolution
de I’énergie moyenne des photons X émis en fonction de la pression en amont de la buse
pour des conditions proches de celles de S. Dobosz (Iy =6,7x10'" W.cm™2, 7pwa = 80
fs). Les résultats mettent en évidence que 1'énergie moyenne des photons X émis converge
vers une valeur supérieure a 3,1 keV lorsque le rayon des agrégats croit (jusqu'a R ~ 340

A). Ceci indique alors que dans ces conditions, le rayonnement X provient d’ions Ar?*
tres fortement chargés (¢ 2 14).

La description de l'interaction laser-agrégat selon le modele nanoplasma amélioré
s’avere donc étre appropriée pour étudier la variation de I’émission X en fonction de la
taille des agrégats irradiés. Afin de comprendre les mécanismes impliquant cette variation,
nous avons représenté sur les figures 5.12 les évolutions temporelles de certains parametres
gouvernant la dynamique de l'interaction. Les données présentées sur ces figures ont été
obtenues dans des conditions similaires a celles de F. Dorchies et coll. [Dorchies et al. 05] :
Pour une impulsion de 3 mJ, la durée a mi-hauteur de I'impulsion laser est de 300 fs, ce
qui correspond & un éclairement créte de 2,7x10'® W.cm 2. Deux rayons d’agrégat sont
considérés : R=275 A (fig. 5.12(a)) et R=350 A (fig. 5.12(b)). Le temps t=0 fs corres-
pond au maximum du champ laser. Dans ces conditions, F. Dorchies et coll. ont montré
que le rayonnement X & 3,14 keV (Ar'®" 2p — 1s) croit avec la taille des agrégats. Les
parametres présentés sur ces figures sont :

— Figures de gauche : Evolutions temporelles des pressions coulombienne et hydrody-

namique, ainsi que de la température électronique au sein de ’agrégat.

— Figures du centre : Evolutions temporelles des amplitudes du champ électrique laser

et du champ électrique interne.

— Figures de droite : Evolutions temporelles des populations totales N, (état fonda-

mental + états excités) de certains états de charge Ar?" (normalisées au nombre
d’atomes N dans l'agrégat).

Il est tout d’abord intéressant de noter que dans la premiere partie de la dynamique de
I'interaction (pour <0 fs), les évolutions des différents parametres sont quasiment iden-
tiques quelle que soit la taille de 'agrégat. Au temps t=0 fs, la pression hydrodynamique
vaut 0,15 ua pour les deux tailles d’agrégat considérées. La pression coulombienne est en
revanche plus importante pour l'agrégat de petite taille. A t=0 fs, elle vaut 102 ua pour
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(b) Evolutions pour un rayon d’agrégat de 350 A.

FI1G. 5.12 — Evolutions temporelles des pressions coulombienne et hydrodynamique, ainsi
que de la température électronique (figures de gauche), des amplitudes des
champs électriques interne et externe (figures du centre) et des populations de
certains états de charge (normalisées au nombre d’atomes N dans l’agrégat)
(figures de droite) pour linteraction d’un agrégat d’argon avec une impulsion
laser (E=3 mJ; Tpwmn=300 fs; Io=2,7x 10" W.cm™2 ; A=800 nm,). Deux
tailles d’agrégats sont considérées : (a) 275 A ; et (b) 350 A.

Pagrégat de 275 A (cf. fig. 5.12(a)) alors qu'elle vaut 5x107% ua pour lagrégat de 350
A (cf. fig. 5.12(b)). Cette pression varie en effet en 1/R* (cf. éq. (2.69)). L'expansion du
plus petit agrégat est donc plus rapide, ce qui induit une absorption résonante plus pré-
coce. Les évolutions temporelles des champs électriques internes indiquent que la seconde
résonance survient a t ~ 180 fs pour 'agrégat de 275 A alors qu’elle apparait a t ~ 300
fs pour I'agrégat de 350 A. Par conséquent, plus le rayon initial de 'agrégat irradié est
faible, et plus il explose rapidement.

L’évolution temporelle des populations des différents états de charge confirme que la
dynamique initiale de I'interaction (pour <0 fs) est tres similaire quelle que soit la taille de
Pagrégat. Dans les deux cas considérés, les états de charge successifs Ar?t atteignent leurs
peuplements maximum pour des temps ¢ identiques (pour ¢ <13), et I'Ar'®" se peuple
a partir du temps t=0 fs. L’absorption résonante permet alors d’atteindre une tempéra-
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ture électronique suffisante pour exciter ces ions. Cependant, pour le plus petit agrégat,
la seconde résonance survenant plus rapidement que pour 'agrégat de 350 A, le nombre
d’Ar'* formés avant que l'agrégat n’explose est plus faible. L’émission de rayonnement
X associé a cet état de charge est donc moins importante pour l'agrégat de 275 A.

Par conséquent, pour des conditions laser données, une taille d’agrégat plus élevée
permet d’accroitre le laps de temps durant lequel le systeme reste confiné. Ceci conduit
alors a un accroissement des populations des ions multichargés, favorisant ainsi I’émission
X associée a ces états de charge. Compte tenu de ce comportement, il apparait intéressant
d’extrapoler ces résultats pour des tailles d’agrégat plus élevée. Les figures 5.13 présentent
les évolutions temporelles des pressions, de la température, des champs électriques et des
populations de certains états de charge (normalisées au nombre N d’atomes dans l'agrégat)
pour un rayon d’agrégat de 500 A. Les conditions laser sont identiques a celles présentées
sur la figure 5.12.
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FIG. 5.13 — Evolutions temporelles des pressions coulombienne et hydrodynamique, et de
la température électronique (figures de gauche), des amplitudes des champ
électriques interne et externe (figures du centre) et des populations de certains
états de charge (normalisées au nombre d’atomes N dans 'agrégat) (figures de
droite) pour linteraction d’un agrégat d’argon (R=500 A) avec une impulsion
laser (E=3 mJ, Tpwr =300 fs; [y=2,7x 10" W.cm™%; A=800 nm).

Les évolutions temporelles obtenues confirment le comportement présenté précédem-
ment. Le rayon initial de I'agrégat étant plus important, la pression coulombienne est plus
faible et le systeme reste concentré durant un intervalle de temps plus important. Ceci
permet donc d’augmenter la population des ions multichargés (a t=600 fs, I'agrégat est
composé de 78% d’Ar'®T). Cependant, la seconde résonance étant par conséquent retar-
dée, le champ laser est alors trop faible pour que I’absorption d’énergie a n. = 3n, soit
significative. La température électronique n’atteint donc pas une valeur suffisante pour
exciter significativement les ions Ar'®*. L’émission X & 3,14 keV est par conséquent plus
faible pour cette taille d’agrégat, en comparaison avec un agrégat de 350 A.

Les résultats obtenus indiquent que, pour une impulsion laser donnée, il existe une
taille d’agrégat optimale pour I’émission de rayonnement X. De fagon similaire a 1’op-
timum en durée d’impulsion, cet optimum résulte de la combinaison d’un ensemble de
conditions idéales (absorption d’énergie importante, dynamique d’ionisation efficace) qui
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permettent alors d’optimiser ’émission X.

5.3.4 Emission X en fonction de ’éclairement créte

Les résultats expérimentaux présentés au chapitre 1 indiquent que I’émission X dépend
de I’énergie contenue dans I'impulsion laser. F. Dorchies et coll. ont montré que, pour une
durée d’impulsion fixée, le rayonnement X a 3,14 keV provenant d’agrégats d’argon ((R) ~
275 A) augmente lorsque ’énergie de I'impulsion croit de 1,8 mJ a 3,8 mJ [Dorchies et al.
05]. L’éclairement créte correspondant est alors respectivement de 1,6x10'® W.cm™2 et
de 3,8x10 W.cm 2 pour une durée d’impulsion de 300 fs. Ces données sont représentées
sur la figure 5.14(a) en fonction de la durée d’impulsion a mi-hauteur.

Les résultats obtenus a 1’aide du modele nanoplasma amélioré pour des conditions simi-
laires sont représentés sur la figure 5.14(b). Suivant une méthode identique a celle décrite
au paragraphe 5.3.2, les résultats théoriques présentés prennent en compte la distribution

spatiale de I'intensité laser ainsi que la distribution en taille des agrégats irradiés (cf. éqs
(5.7) et (5.8)).
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F1G. 5.14 — Intensité de [’émission X pour la raie He, en fonction de la durée d’impulsion
(FWHM) pour des agrégats d’argon ((R)= 275 A) irradiés par une impulsion
laser (A=800 nm). L’énergie contenue dans ['impulsion est soit de 3,8 m.J
(M), soit de 1,8 mJ (A). (a) Résultats expérimentaux [Dorchies et al. 05] et
(b) résultats théoriques.

D’apres la figure 5.14(b), les simulations effectuées indiquent que ’émission X a 3,14
keV croit avec I’éclairement créte. Comme pour les résultats expérimentaux, ce comporte-
ment est observé quelle que soit la durée de 'impulsion. Au paragraphe 5.3.2, nous avons
par ailleurs montré qu’il existe, pour une énergie par impulsion et une taille d’agrégat
données, une durée d’impulsion optimale pour I’émission X. Les résultats expérimentaux
indiquent que cet optimum croit lorsque I'énergie sur cible diminue. Il est intéressant de
constater que la variation de cet optimum avec I'énergie est également reproduite par les
simulations (bien que les durées optimales obtenues théoriquement soient plus faibles que
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les données expérimentales). Ces résultats indiquent donc que le modele nanoplasma amé-
lioré permet de reproduire la variation de 1’émission X associée a la raie He, en fonction
de I'éclairement créte de 'impulsion laser.

Compte tenu de ces résultats, il apparait par conséquent intéressant d’étudier la va-
riation du nombre de photons correspondant a la raie He, pour de plus hautes énergies
par impulsion, toutes choses étant égales par ailleurs. Nous avons donc effectué des simu-
lations pour un agrégat de 275 A de rayon irradié par une impulsion de 300 fs de durée
a mi-hauteur. La figure 5.15 présente la variation du nombre de photons X émis® (& 3,14
keV) en fonction de I’éclairement créte [y. La largeur spatiale de I'impulsion en 1/e de
I'intensité est prise égale a 2,9 pm, et 'on considere que 75 % de 'énergie est concen-
trée dans la tache focale. L’énergie contenue dans I'impulsion correspondante, également
indiquée sur la figure, est alors déterminée selon I’expression (1.8).
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Fi1G. 5.15 — Nombre de photons He, (3,14 keV) émis par un agrégat d’argon en fonction
de l’éclairement créte. La durée de ['tmpulsion a mi-hauteur est de 300 fs et
le rayon de l'agrégat est de 275 A.

L’évolution du nombre de photons X émis en fonction de ’éclairement créte démontre
I’apparition d’un phénomene de saturation a haute intensité. Nous avons montré aux
paragraphes précédents que l'optimisation de 1’émission X requiert une forte population
d’Ar'6t associée & une température électronique élevée. Pour une durée laser et une taille
d’agrégat données, 'augmentation de 1’éclairement créte permet d’accroitre 1’absorption
d’énergie, accélérant ainsi la dynamique d’ionisation vers les états de charge élevés. Les
populations de ces ions multichargés augmentent alors, favorisant ainsi I’émission X.

Le peuplement de plus en en plus important de ces états de charge élevés est cepen-
dant limité par l'instabilité de 'agrégat. En effet, lorsque le nanoplasma devient essen-
tiellement composé d’ions multichargés, ’accroissement de ’absorption d’énergie par les
électrons induit nécessairement 1’explosion de I'agrégat. Sachant qu’une population d’élec-

3Les résultats présentés ne sont moyennés ni sur la distribution spatiale de I’intensité ni sur la distri-
bution en taille des agrégats.
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trons de 'ordre du keV est nécessaire pour exciter les ions multichargés, il existe alors
une composition ionique limite au dela de laquelle le nanoplasma est inévitablement in-
stable. L’augmentation de 1’éclairement créte permet par conséquent de s’approcher de

16+

cette composition limite, pour laquelle la population d’ions Ar'®* et I’émission X associée

saturent.

D’apres les résultats obtenus, ’accroissement de 1’éclairement créte permet donc d’ac-
croitre l'intensité de la raie He,. Les simulations indiquent cependant qu'un phénomene
de saturation apparait a haute intensité. Il existe en effet une absorption d’énergie limite
pour laquelle I'agrégat ne peut étre stable. La population d’ions Ar'®* est alors également
restreinte par cette condition, ce qui induit donc un nombre maximal de photons émis a

3,14 keV.

5.3.5 Emission X en fonction de la longueur d’onde d’irradiation

Comme nous I’avons montré au paragraphe 1.2.5, les résultats expérimentaux ne per-
mettent pas de mettre clairement en évidence l'influence de la longueur d’onde d’irra-
diation sur I’émission de rayonnement X. Certains auteurs ont mis en évidence un ac-
croissement de I’émission X pour une longueur d’onde décroissante [Honda et al. 00].
Au contraire, en comparant ’émission X pour des impulsions de 400 nm et 800 nm, C.
Prigent obtient une différence d'un ordre de grandeur en faveur de I'impulsion infrarouge
[Prigent 04].

Nous avons par conséquent effectué des simulations dans les conditions expérimentales

présentées par C. Prigent. Pour un éclairement laser constant de 1,5x10' W.cm™2

, cet
auteur mesure le nombre de photons supérieurs a 3 keV émis par des agrégats d’argon
((R) ~ 250 A) irradié par deux impulsions laser de deux longueurs d’onde différentes.
Pour l'infrarouge (A=800 nm), la durée a mi-hauteur de 'impulsion est de 50 fs, la lar-
geur spatiale en 1/e de U'intensité est de 11 pm, et I’énergie sur cible est de 7,8 mJ. Pour
I'ultraviolet (A=400 nm), 1’énergie contenue dans I'impulsion est de 5 mJ, la largeur tem-
porelle a mi-hauteur est de 130 fs, et la largeur spatiale en 1/e est de 5,5 pm. Dans ces
conditions, C. Prigent obtient un rapport de 1,8 entre le taux absolu de photons X obtenus
en IR et celui obtenu en UV :
exp.

exp.
N”’ﬂ ~1.8 [N[UW] 5.9
[ X Jsors ’ X J1s0fs (59)

C. Prigent utilise alors ces données afin d’évaluer la variation de I’émission X en fonction de
la longueur d’onde toutes choses étant égales par ailleurs. Pour cela il prend en compte la
variation d’émission X avec la durée d’impulsion observée dans l'infrarouge, et obtient alors
la relation suivante, pour une durée d’impulsion a mi-hauteur de 130 fs et un éclairement
créte de 1,510 W.cm =2 :

exrp. exp.

~ 11 [N)[?V}] (5.10)

]
130fs

130fs
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Notre modele nanoplasma tel que décrit aux chapitres 2 et 3 ne nous permet pas
d’obtenir le nombre de photons d’énergie supérieure a 3 keV émis par 1'agrégat irradié.
Par conséquent, nos simulations ne nous permettent qu'une comparaison qualitative avec
les données obtenues par C. Prigent. Nous pouvons pour cela étudier la variation de 'état
de charge moyen final en fonction de la longueur d’onde d’irradiation. Pour des conditions
identiques a la relation (5.9), nous obtenons :

heo.

[Z“R}]theo' — 0,65 [Z[ler (5.11)
MY [ 5016 ’ 130fs ’
Nous avons également effectué des simulations ou seule la longueur d’onde est modifiée.
La durée a mi-hauteur de 'impulsion est prise égale a 130 fs, ’éclairement créte est de
1,5x10' W.cm™2 et Iénergie contenue dans I'impulsion est de 5 mJ. La relation obtenue
pour I’état de charge moyen final est alors :

[ Al

moy

i|theo. _ 0’ 3 |:Z[UV}:| theo. (512)

130fs MY J130¢s

Ces résultats indiquent par conséquent une variation contraire a celle obtenue par C.
Prigent. Les simulations montrent que ’émission X associée aux états de charge élevés est
favorisée pour une plus courte longueur d’onde. Ce comportement inverse peut s’expli-
quer par le fait que les données expérimentales n’ont pas été obtenues dans des conditions
strictement identiques. La taille de la tache focale est plus importante pour 'impulsion
infrarouge, ce qui signifie que le nombre d’agrégats irradiés est plus élevé. Par conséquent,
I’accroissement de 1’émission X mesurée a 800 nm peut provenir du fait que la quantité
de particules émettrices est plus importante.

Compte tenu de ces résultats, nos simulations semblent donc accréditer les conclusions
exposées par H. Honda [Honda et al. 00]. Bien que les données expérimentales disponibles
ne nous permettent pas de valider sans ambiguités les variations théoriques obtenues
en fonction de la longueur d’onde, les différentes concordances mise en évidence pour
une impulsion infrarouge nous autorisent a nous fier aux résultats simulés pour d’autres
longueurs d’onde. Nous avons par conséquent étudié I'influence de la fréquence laser sur
la production de rayonnement X. La figure 5.16 présente 1’évolution de 1’état de charge
moyen final en fonction de la longueur d’onde d’irradiation. La durée a mi-hauteur de
I'impulsion et ’éclairement créte sont conservés constants, respectivement a 130 fs et
1,5x10% W.cm™2,

Les résultats obtenus indiquent que les plus courtes longueurs d’onde laser favorisent
la formation d’états de charge élevés. Par conséquent, pour une taille d’agrégat, une durée
d’impulsion et un éclairement créte donnés, la réduction de la longueur d’onde permet
d’accroitre 1’émission X associée a ces ions multichargés.

Afin de mettre en évidence I'influence de la fréquence laser sur les différents processus,
nous avons tracé sur les figures 5.17 les évolutions temporelles des champs électriques
interne et externe (fig. 5.17(a)), de la température électronique (fig. 5.17(b)), et de la
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FiG. 5.16 — Variation de [’état de charge moyen final obtenu a [’aide du modele nano-
plasma en fonction de la longueur d’onde d’irradiation pour ["interaction d’un
agrégat d’argon (R ~ 250 A) avec une impulsion laser (Tpwpy =130 fs;
Iy=1,5x10" W.cm™*?).

fréquence de collisions électron-ion (fig. 5.17(c)) pour deux longueurs d’onde différentes.
Dans les premiers instants de 'interaction, lorsque la densité électronique est inférieure a
3n. = 3egmew?/e?, le champ a l'intérieur de 'agrégat est égal au champ laser (fig. 5.17(a)).
Puis, des lors que la densité électronique devient supérieure a cette valeur, le champ laser
est écranté et le champ interne est alors fortement réduit. Réduire la longueur d’onde
de impulsion laser permet d’accroitre cette valeur caractéristique (3n.=2,1x10* c¢cm™3
pour A= 400 nm et 3n,=5,2x10%! cm™ pour A= 800 nm). Par conséquent, pour une plus
courte longueur d’onde, le champ au sein de l'agrégat reste identique au champ externe
durant un intervalle de temps plus élevé, ce qui permet une absorption d’énergie plus
importante (fig. 5.17(a)). Suite a cette premiere phase, la température électronique au
sein de l'agrégat est donc plus élevée pour 'impulsion ultraviolette : a t=-150 fs, elle est

de 25 eV pour I'impulsion a 400 nm et de 15 eV pour I'impulsion infrarouge (fig. 5.17(b)).

Puis, tant que la densité électronique reste supérieure a 3n., le champ interne étant
nettement réduit, la vitesse d’oscillation des électrons dans le champ est négligeable devant
la vitesse thermique électronique. Dans ces conditions, I'expression de la fréquence de
collisions électron-ion se réduit a (éq. (2.47)) :

8et(Z)? 1 ;
Vei ™ Be2)” ﬁa(n) + (5.13)

m2(4re0)23V 2 V3, T R

ou vy, = \/kpT./m. est la vitesse liée a I’énergie thermique. Nous avons de plus montré au
paragraphe 2.4.3 que le terme vy, /R associé aux collisions de surface n’est prépondérant
que lorsque n, ~ 3n.. Par conséquent, tant que n, > 3n, (soit entre t=-150 fs et =150
fs pour A=400 nm), ce terme peut étre négligé, la fréquence de collisions électron-ion
. —3/2 As . , . , o y .
varie alors en T, *“. Ainsi, la température électronique étant plus élevée pour I'impulsion
ultraviolette, la fréquence de collisions électron-ion est donc plus faible que dans le cas
d’une impulsion infrarouge (fig. 5.17(c)). Or, cette fréquence de collision correspond au
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FIG. 5.17 — Evolutions temporelles des amplitudes des champ électriques interne et ex-
terne (a), de la température électronique (b), et de la fréquence de collisions
électron-ion (c) pour un agrégat d’argon (R=250 A) irradié par une impul-
sion laser (Trwman=130 fs; Iy=1,5x10"° W.cm™2). Deuz longueurs d’onde
d’irradiation sont considérées : (—) A=400 nm et (- -) A=800 nm.

terme d’amortissement du champ laser. Une fréquence plus faible induit donc un champ
interne plus important pour la longueur d’onde de 400 nm (fig. 5.17(a)). Ce champ plus
élevé favorise alors I'absorption d’énergie par bremsstrahlung inverse, permettant ainsi
I’accroissement de la température électronique. Par conséquent, tant que n. > 3n., les
conditions obtenues dans le cas de I'impulsion ultraviolette facilitent ’ionisation vers des
états de charge tres élevés.

L’augmentation de la température pour A=400 nm accentue cependant l'instabilité
de 'agrégat. Le rayon du nanoplasma s’accroit ce qui entraine alors une réduction de la
densité électronique. Celle-ci atteint & nouveau la valeur de 3n, =2,1x10%? cm =3 & t=210
fs. Le champ externe est alors encore suffisamment important pour induire une impor-
tante absorption d’énergie et conduire a I’explosion finale de I’agrégat. En revanche, pour
I'impulsion de 800 nm, la température électronique reste relativement faible, de telle fagon
que le nanoplasma se dilate lentement. De plus, la valeur critique est plus faible (a 800
nm, 3n,=5,2x10?" cm~?). Le temps nécessaire pour que la densité électronique atteigne
cette valeur est donc beaucoup plus important. Lorsque n, = 3n., le champ laser est donc
trop faible, I’absorption résonante est alors quasiment inexistante. Ainsi, pour A=800 nm,
la température électronique n’atteint pas une valeur suffisante pour peupler les états de
charge tres élevés.

La réduction de la longueur d’onde d’irradiation engendre donc une absorption d’éner-
gie plus importante. Cette absorption plus efficace permet alors de générer des ions mul-
tichargés au sein de 'agrégat. L’émission X associée a ces états de charge élevés est par
conséquent favorisée par une longueur d’onde laser plus faible.

5.3.6 Durée de I’émission X

Les résultats expérimentaux obtenus par C. Bonté et coll. ont montré que l'interac-
tion laser-agrégat permet de générer un rayonnement X de tres courte durée [Bonté 06].
Pour un agrégat d’argon (R=275 A) irradié par une impulsion laser (7pwgy=300 fs;
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Iy=3,1x10' W.cm~?; E=3,5 mJ), C. Bonté et coll. mesurent une durée d’émission in-
férieure a 2 ps pour les raies associées aux ions multichargés. Cette durée mesurée était
limitée par la résolution temporelle du dispositif expérimental employé.

D’un point de vue théorique, la dynamique de la raie He,, peut aisément étre déterminée
a ’aide du modele nanoplasma. En effet, cette émission résulte de la désexcitation radiative
de Détat 2p vers létat 1s de I'ion Ar'®t. Or, linclusion du coefficient d’Einstein A% '
telle que décrite au paragraphe 5.3.1.1 permet de décrire cette transition. L’évolution
temporelle de la raie He, correspond alors au terme A% " Nygo,(t), ott Nigap(t) est le
nombre d’ions Ar'®* dans I’état 2p & un instant ¢ de l'interaction. Cette évolution, obtenue
pour des conditions identiques & celles de C. Bonté et coll., est représentée sur la figure

5.18.
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Fia. 5.18 = (—) Dynamique théorique de la raie He, pour [linteraction d'un agré-
gat d’argon (R=275 A) irradié par une impulsion laser (tpwm= 300 fs;
In=3,1x10" W.cm*; E=3,5 mJ). Les évolutions temporelles des populations
de chaque état de charge (normalisées au nombre d’atomes dans l’agrégat)
sont également représentées. Le temps t=0 fs correspond a l’instant ou le

champ laser est mazimal.

La principale information apportée par cette figure est la tres courte durée d’émission
associée a la raie He,. Le modele nanoplasma indique une durée d’émission a mi-hauteur
de 80 fs, ce qui affine drastiquement les résultats expérimentaux. Les évolutions tempo-
relles des populations de chaque état de charge montrent que I’émission a 3,14 keV démarre
peu apres la formation d’Ar'®t 3 t=0 fs. Ceci indique qu’a cet instant, les électrons sont
suffisamment chauds pour exciter ces ions. Il est également intéressant de constater que
la population d’ions Ar'™* est nulle. L’émission X ne peut par conséquent pas provenir de
recombinaisons radiatives, mais uniquement de désexcitation, en accord avec les données

expérimentales.

4Les données présentées ne sont moyennées ni sur la distribution spatiale de intensité, ni sur la

distribution en taille des agrégats.
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Les résultats obtenus par C. Bonté et coll. ont également montré que les raies pro-
venant d’états de charge élevés (Ar?", ¢g=14...16) sont émises avec un écart temporel
relatif inférieur & 1 ps (mesure également limitée par la résolution). Bien que la descrip-
tion employée dans le modele nanoplasma ne nous permette pas de déterminer 1’évolution
temporelle des raies d’émission X pour g # 16, 'extréme rapidité de la dynamique d’ioni-
sation concorde avec ces résultats. Le modele nanoplasma indique en effet que ces états de
charge se peuplent successivement en quelques dizaines de femtosecondes. Or, a t=0 fs, la
16+ elle peut

également générer des lacunes en couche K pour les ions Ar't et Ar'®* et ainsi induire

température électronique étant suffisamment élevée pour exciter les ions Ar

I’émission X associée a ces états de charge. Les taux de désexcitation radiative de ces ions
multichargés étant du méme ordre de grandeur (cf. paragraphe 5.3.1.2), les durées des
raies d’émission doivent par conséquent étre aussi courtes que pour la raie He,. L’écart
temporel entre ces raies proviendrait alors essentiellement du peuplement successif des
différents états de charge.

Ainsi, les résultats théoriques confirment I’extréme brieveté de I’émission X. Bien que
la prise en compte de la distribution spatiale en intensité et de la distribution en taille
des agrégats puisse légerement allonger la durée d’émission, celle-ci reste inférieure a la
centaine de femtosecondes. Nous avons par ailleurs vérifié que, dans les diverses condi-
tions étudiées au cours de ce chapitre, la durée d’émission obtenue est toujours inférieure
a la picoseconde. Ces résultats démontrent donc clairement que 'interaction laser-agrégat
permet de générer des sources X ultra-breves.

5.3.7 Vers I’élaboration d’un modele nanoplasma collisionnel-
radiatif auto-consistant : obtention d’un spectre d’émis-
sion X résolu en temps et en énergie

De part le potentiel-modele utilisé pour décrire la structure électronique des ions com-
posant l'agrégat, seule 'excitation et l'ionisation d'un électron de valence peuvent étre
prises en compte dans le modele nanoplasma. Or, en dehors de la raie He, a 3,14 keV,
les raies d’émission K, (transitions 2p — 1s) observées expérimentalement proviennent
de lacunes en couche interne. Le rayonnement X correspondant ne peut donc a prior: pas
étre déterminé dans le cadre de ce modele.

Nous pouvons cependant tenter d’aller au-dela de la seule évaluation de la raie He,
pour obtenir une ébauche de spectre d’émission X. Nous avons pour cela inclus dans le
modele nanoplasma un état excité supplémentaire pour les ions Ar?t (q=9...15) . Cet
état correspond a l’excitation d'un électron 1s vers un état 2p, créant ainsi une lacune
en couche K. Les sections d’excitation collisionnelles correspondantes ont été obtenues a
I'aide des codes de physique atomique développés au laboratoire de Los Alamos (LANL,
"Los Alamos National Laboratory”) pour I’Agence Internationale a I’Energie Atomique
[IAEA |. Nous avons alors considéré que cet état peut se dépeupler selon deux processus :
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— soit un électron de la couche 2p se désexcite radiativement et comble la lacune
en couche K. Le taux d’émission spontanée correspondant Agpﬂls est déterminé a
partir de la force d’oscillateur fs, .15 de la base de données de 'TAEA [IAEA | et
de lexpression (5.3),

— soit I'ion se désexcite par effet Auger. L’énergie libérée lors de la transition 2p — 1s
est transmise a un électron périphérique qui est alors ionisé. Le taux Auger associé
a chaque état de charge est obtenu selon C. Bhalla [Bhalla 73].

Les forces d’oscillateur et les taux de transition Auger inclus dans le modele nanoplasma
sont présentés dans le tableau 5.2.

fop—1s | Wiiger [57']
Ardt 0,309 | 5,02x10'
Arto+ 0,268 | 3,66x10'
Arttt 0,223 | 2,40x10"
Ar'2+ 0,173 | 1,30x10'
Ar'3+ 0,119 | 4,66x10'3
Ar't 10,0618 | 4,65x10"
Ar'® 10,0638 | 2,43x10'3

TAB. 5.2 — Forces d’oscillateur associées a la désexcitation radiative 2p — 1s et tauxr Au-
ger associés a la transition 2p — 1s (avec ionisation d’un électron de valence).

L’inclusion de ces états excités en couche interne dans la dynamique de l'interaction
permet alors de déterminer le nombre de photons X émis pour chaque raie K, de chaque
ion Ar?". La figure 5.19 illustre les résultats obtenus pour un agrégat d’argon (R=350
A) irradié par une impulsion laser (Io=1,6x10' W.cm™2: 7 =500 fs; E=3 mJ).
Le nombre de photons correspondant aux transitions 2p — 1s est comparé au spectre
mesuré expérimentalement® [Caillaud 04]. Les résultats, normalisés a l'intensité de la raie
Li,, démontrent que le comportement expérimental est convenablement reproduit par les
résultats théoriques. Nous observons que I’émission K, croit en fonction de I’état de charge
émetteur, et que cette émission est négligeable pour les ions Ar?t avec ¢ < 11.

L’évolution temporelle des populations correspondant a ces conditions expérimentales
est représentée sur la figure 5.1. Il est intéressant de constater que bien que la population
d’Ar’5* soit plus importante que celle d’Ar'6* (d’un facteur 1,7), I'émission X associée est
plus faible. Ceci provient du fait que la section totale d’excitation collisionnelle et que le
taux de désexcitation radiative sont légérement plus importants pour ’Ar'é*, favorisant
ainsi la raie He, par rapport a la raie Li,,.

L’inclusion des taux de désexcitation radiatifs 2p — 1s dans les simulations nous
permet également de déterminer la dynamique d’émission des différentes raies. La figure

L’élargissement des raies observé expérimentalement est dit & I'effet Doppler, a Peffet Stark [Dobosz
98] ainsi qu’au grand nombre de sous-états nlj, mais n’est pas pris en compte dans les résultats théoriques.
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F1a. 5.19 — (—) Spectre expérimental d’émission X obtenu lors de 'interaction d’un agré-
gat d’argon (R= 350 A) avec une impulsion laser (Iy=1,6x 10" W.cm™2 ;
Tewam =500 fs; E=3 mJ; A=800 nm) [Caillaud 04]. (|) Nombre de photons
émis pour chaque raie K, associée a chaque état de charge Ar?", normalisé
au nombre de photons émis pour la raie lithiumoide Ar'®* (2p—1s).

5.20 présente 1’évolution temporelle des raies K, dans le cadre du modele nanoplasma. Les
conditions de 'interaction sont identiques a celles de la figure 5.19. Le temps t=0 fs corres-
pond au maximum de la raie He,. Les résultats obtenus montrent que les raies provenant
d’états de charge élevés sont émises avec un écart temporel inférieur a 100 fs. En effet, afin
que I’émission X soit effective, il est tout d’abord nécessaire que les ions soient excités en
couche interne. Ainsi, bien que les différents états de charge se peuplent progressivement,
I’émission de photons X ne s’effectue que durant l'intervalle de temps pendant lequel la
température électronique est suffisamment élevée pour induire ces lacunes en couche K.
La durée de I’émission X correspond par conséquent a ce laps de temps, et les raies émises
proviennent alors des états de charge peuplés durant cet intervalle.

Nous avons également effectué des simulations dans des conditions identiques au
spectre expérimental résolu en temps et en énergie et présenté au chapitre 1 [Bonté
06]. La dynamique des raies d’émission K, obtenue théoriquement est présentée sur la
figure 5.21. Nous observons de nouveau que la durée d’émission totale est de quelques
centaines de femtosecondes. Ces résultats confirment par conséquent les données obtenues
par C. Bonté et coll., qui ont mesuré un écart temporel entre les raies inférieur a 1 ps
(ce résultat étant limité par la résolution de I'appareil). De plus, la durée d’émission a
mi-hauteur de chacune des raies est inférieure a 100 fs, ce qui est également cohérent avec
les durées d’émission mesurées par C. Bonté et coll. (inférieures a 2 ps, valeurs limitées
par la résolution de I'appareil).

Il est cependant intéressant de constater que, contrairement aux résultats expérimen-
taux pour lesquels la raie He, est la plus intense, le spectre théorique obtenu indique une
émission maximale pour la raie Li,. L’évolution temporelle des populations des différents
états de charge dans ces mémes conditions est indiquée sur la figure 5.18. Nous obser-
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Fia. 5.20 — Dynamique temporelle des différentes raies d’émission K, obtenues a l’aide
du modeéle nanoplasma pour des conditions identiques a celles de la figure
5.19.

vons que le rapport entre les populations d’Ar*®* et d’Ar'* est de 2,1 en faveur des ions
lithiumoides. Ainsi, contrairement au cas précédent, ce rapport est trop élevé pour que
I’émission He, soit prépondérante par rapport a la raie Li,.

L’inclusion des taux de désexcitation radiative dans le modele nanoplasma nous permet
ainsi de vérifier que les raies K, sont émises quasi-simultanément durant un intervalle de
temps inférieur a la picoseconde, en accord avec les résultats expérimentaux mesurés. Les
spectres d’émission K, obtenus renforcent par conséquent la crédibilité de la description
employée dans le modele. L’adjonction des taux d’émission dans le modele nanoplasma
nous permet alors d’effectuer un premier pas vers 1’élaboration d’un modele collisionnel-
radiatif auto-consistant, qui a terme, permettra de guider les futures expériences.
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F1G. 5.21 — Dynamique temporelle des différentes raies d’émission K, obtenues a l’aide
du modéle nanoplasma pour un agrégat d’argon (R= 275 A) wrradié par une
impulsion laser (Ig=3,1x 10" W.cm™2 ; Tpwmy =300 fs; E=3,5 mJ; A=800

5.4 Conclusion

Au cours de ce chapitre, nous avons montré que l'inclusion d’états excités intermé-
diaires nous permet de reproduire les états de charge tres élevés observés expérimentale-
ment. En revanche, bien que les phénomenes d’écran modifient les différentes interactions
électrostatiques prises en compte dans le modele, I'inclusion de ces effets dans les simu-
lations ne contribue pas a accentuer la formation de ces ions multichargés. Nous n’avons
par conséquent pas pris en compte I'influence des phénomenes d’écran dans les résultats
présentés.

L’étude de ’évolution de I’émission X (et plus particulierement de la raie He,) en
fonction des différents parametres expérimentaux (durée d’impulsion, éclairement créte,
longueur d’onde, taille des agrégats) nous a permis de reproduire les variations mises en
évidence expérimentalement. Nous avons ensuite inclus les taux d’excitation en couche in-
terne, les taux de désexcitation radiative et les taux Auger pour les ions multichargés Ar?*™
(g =9---15), afin d’obtenir un spectre d’émission X résolu temporellement. Nous avons
alors obtenu une durée d’émission X de quelques centaines de femtosecondes qui concorde
également avec les valeurs mesurées. Compte tenu du bon accord théorie/expérience ob-
tenu, le modele nanoplasma amélioré s’avere par conséquent étre adapté a la description
de l'interaction laser-agrégat.

187






Conclusion et perspectives

Les différentes études menées sur l'interaction entre un agrégat de gaz rare et une
impulsion laser breve et intense ont montré que ce type d’interaction constitue une voie
prometteuse quant a la génération de photons ou de particules chargées tres énergétiques.
Au cours de ce travail de these, nous nous sommes plus particulierement attachés a étudier
I’émission X issue de l'irradiation d’agrégats d’argon. Les résultats expérimentaux corres-
pondants démontrent clairement que ce type d’interaction permet de générer des sources
X tres énergétiques (multi-keV) et ultra-bréves (sub-picoseconde).

Afin de comprendre comment sont produits les importants états de charge observés,
nous avons utilisé le modele nanoplasma initialement développé par T. Ditmire et coll.
[Ditmire et al. 96]. Nous avons cependant montré que le modele en ’état ne permettait
pas de reproduire les différents résultats expérimentaux. Nous avons alors exploré deux
voies susceptibles d’améliorer ce modele.

Dans un premier temps, nous nous sommes attachés a mieux décrire la dynamique
d’ionisation collisionnelle en introduisant des processus d’ionisation d’ordres supérieurs via
Iinclusion d’états excités intermédiaires Ardt +e~ — Ardt +e= — ... — Aplat)+ L 2¢-
Nous avons alors montré que 1’absence de ces chemins d’ionisation indirects est la prin-
cipale cause de ’échec du modele nanoplasma originel, sachant que les taux collisionnels
d’excitation peuvent étre supérieurs aux taux d’ionisation. Afin d’évaluer ces taux a chaque
instant de 'interaction, nous avons utilisé une approche potentiel-modele pour décrire la
structure électronique des atomes et ions composant 1’agrégat. Les sections totales d’ex-
citation et d’ionisation collisionnelles ont alors été évaluées dans le cadre du modele a
électrons indépendants, suivant le formalisme des ondes distordues (ou des ondes planes
quand celui-ci est valide). De plus, afin d’inclure ces états excités dans le modele, et
compte tenu de la structure complexe des ions, nous avons regroupé les configurations
électroniques excitées par couche d’états suivant le principe des schémas collisionnels-
radiatifs communément utilisés en physique des plasmas.

Dans un second temps, nous avons étudié I'influence des phénomenes d’écran induits
par la densité d’électrons libres sur la dynamique de 'interaction laser-agrégat. Bien que
ces effets d’écran modifient les interactions électrostatiques entre les particules chargées
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composant le nanoplasma, nous avons montré que les perturbations induites par le gaz
d’électrons libres ne permettent pas d’accroitre les populations d’ions multichargés obte-
nues en fin d’interaction. Or, le rayonnement X mesuré provenant de ces états de charge
élevés, nous avons par conséquent choisi de ne pas inclure ces effets dans le modele na-
noplasma. L’étude préliminaire effectuée nous a cependant permis d’obtenir différents
résultats fondamentaux concernant l'influence de la densité d’électrons libres sur l'in-
teraction électron-ion. Etant données les fortes variations de densité et de température
électroniques explorées au cours de l'interaction, il a été nécessaire d’utiliser un modele
d’écran sophistiqué. Ce potentiel d’écran nous a permis de mettre en évidence les do-
maines de validité de différents modeles couramment utilisés en physique des plasmas
(Debye-Hiickel, Thomas-Fermi linéarisé) ainsi que la limite d’apparition des oscillations
de Friedel a faible température. A Daide de ce potentiel, nous avons alors montré que
les phénomenes d’écran réduisent systématiquement les potentiels d’ionisation quel que
soit l'ion et le niveau d’énergie considérés. Nous avons également montré que les sections
efficaces totales d’ionisation collisionnelle augmentent avec les effets d’écran alors que
les sections totales d’excitation sont généralement réduites par rapport aux données non
écrantées.

Suite a 'amélioration du modele nanoplasma par la prise en compte des processus
d’ionisation collisionnels indirects, nous avons pu reproduire les états de charge tres élevés
observés expérimentalement. Les résultats obtenus ont clairement démontré 'influence
prépondérante des collisions dans la dynamique de l'interaction laser-agrégat. Nous avons
par ailleurs montré que cette dynamique est gouvernée par un ensemble de variables inter-
dépendantes qui conduisent a la formation d’un plasma chaud et dense générant ainsi les
ions multichargés dont 1’émission X est issue. Nous avons de plus mené une étude de la va-
riation de I’émission X (et plus particulierement de la raie He,) en fonction des différents
parametres expérimentaux (durée d’impulsion, taille d’agrégat, éclairement créte, lon-
gueur d’onde d’irradiation). Les diverses concordances théorie/expérience obtenues nous
ont alors assuré de la bonne modélisation de la réponse de 'agrégat a l’excitation laser.
Nous avons donc pu extrapoler ces résultats et mettre en évidence les conditions favorisant
I’émission de rayonnement X. Enfin, I'inclusion d'un état excité supplémentaire en couche
interne pour les ions multichargés nous a permis d’obtenir un spectre d’émission X résolu
en temps et en énergie. Nous avons alors de nouveau reproduit les résultats expérimentaux
concernant la durée d’émission X, confirmant ainsi que l'interaction laser-agrégat permet
de créer une source X ultra-breve. Le modele nanoplasma ainsi amélioré nous a conduit a
I’élaboration d’un modele collisionnel-radiatif constituant une base prédictive solide pour
de futures expériences.

Nous avons cependant relevé certaines conditions pour lesquelles le modele nanoplasma
n’est pas en mesure de reproduire les données expérimentales. A faible durée d’impulsion,
la température électronique atteinte dans les simulations est trop faible pour provoquer des
transitions électroniques multi-keV. Or, les résultats expérimentaux indiquent une émis-
sion de rayonnement X pour des durées de quelques dizaines de femtosecondes [Prigent
04]. Ceci indique par conséquent que le modele nanoplasma est incomplet et que des mo-
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difications additionnelles sont nécessaires.

Le modele nanoplasma suppose que la distribution énergétique des électrons peut étre
représentée par une fonction de distribution maxwellienne. Ceci signifie que les collisions
électron-électron doivent étre suffisamment fréquentes pour assurer la thermalisation des
électrons a une température T, donnée. Or, nous avons vu au chapitre 2 que pour un
plasma dont la densité électronique est de 10%® cm ™ et la température électronique est de
500 eV, la fréquence de collision électron-électron est de l'ordre de 0,1 fs~1. Compte tenu
de la dynamique ultra-rapide de l'interaction laser-agrégat (celui-ci explose en quelques
centaines de femtosecondes), cette fréquence de collision apparait par conséquent trop
faible pour garantir la thermalisation du gaz d’électrons. Il semble donc nécessaire d’al-
ler au dela de la fonction de distribution maxwellienne. Cette hypothese est par ailleurs
renforcée par les simulations PIC effectuées par Y. Fukuda et coll., qui obtiennent une
distribution électronique a deux composantes avec une premiere structure a basse énergie
(de quelques centaines d’eV) et une seconde a plus haute énergie (de quelques keV) [Fu-
kuda et al. 06]. La prise en compte de cette population d’électrons chauds pourrait alors
nous permettre d’induire les transitions électroniques multi-keV associées a I’émission de
rayonnement X.

Afin de prendre en compte une distribution électronique plus réaliste dans le modele
nanoplasma, il est alors nécessaire de déterminer 1’énergie des électrons a chaque ins-
tant de l'interaction. Considérons, a un instant ¢, N.(t) électrons distribués selon une
fonction f(ve;t) et discrétisons cette fonction. A chaque énergie F; correspond alors une
population d’électrons N, (t). Chacune de ces populations est alors soumise aux différents
processus atomiques intervenant au cours de l'interaction. Prenons par exemple un proces-
sus d’excitation collisionnelle d’un ion de charge ¢ pour une énergie de transition de AE.
Connaissant la section efficace totale o, og(F;) associée a cette transition, nous pouvons
aisément déterminer le taux d’excitation collisionnelle pour une population d’électrons
d’énergie E; :

N E, (t)
v

ou v; = \/2E;/m, est la vitesse électronique associée a 'énergie F; et V est le volume de

Wit = 04ar(E)vi

lagrégat. L’évolution temporelle de la population électronique Ng, (t) est donc régie par
I’équation :

5 = Wai, Nt)Ng(t)
Cette réduction du nombre d’électrons d’énergie E; s’accompagne par conséquent d’un

accroissement du nombre d’électrons Ny (t) d’énergie B} = E; — AE selon :

L ORIy

De méme, considérons le processus d’ionisation collisionnelle. Suivant 1’approximation
DWBA décrite au chapitre 3, nous pouvons aisément déterminer les sections efficaces
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différentielles en énergie o, ,(E;, E.), ce qui nous donne, pour une énergie incidente E;, la
probabilité pour un électron d’étre éjecté avec une énergie F,. Le taux d’ionisation d’un
ion (dans un état a d’énergie E,) par une population d’électrons d’énergie F;, et induisant
un électron éjecté d’énergie F. est alors :

NEi (t)
V

Wi [s7'] = Oqa(Eis Ee)vi

Ce taux d’ionisation intervient alors également dans I’équation d’évolution de la popula-
tion N, (t). Ce processus contribue de plus a accroitre les populations d’électrons d’énergie
E, et d’énergie £y = E; — E, — E..

Il est en outre possible de déterminer I’énergie des électrons ionisés par effet de champ
[Burnett et al. 89]. Ainsi, pour chacune des populations d’électrons N, (t) d’énergie E;,
nous pouvons définir une équation d’évolution. Cette équation doit prendre en compte
les différents processus collisionnels, mais également les divers termes de gain ou de perte
d’énergie décrits au cours du chapitre 2. L’évolution de chaque population d’électrons per-
met alors de déterminer la fonction de distribution électronique du nanoplasma a chaque
instant de l'interaction.

La discrétisation de la fonction de distribution énergétique des électrons conduit par
conséquent a étudier ’évolution de i,,,, populations d’électrons différentes (7,4, étant
le nombre de valeurs utilisées pour discrétiser la fonction de distribution) et a étudier
I'influence de I’ensemble de ces populations sur I’évolution des différents parametres du
nanoplasma (populations de chaque état de charge, rayon et charge de I'agrégat).

Les résultats présentés au paragraphe 5.3.2 (p.171) ont montré que pour une durée
d’impulsion de 200 fs, la température électronique maximale atteinte au cours de la simu-
lation est de quelques centaines d’eV. Ainsi, bien que la dynamique d’ionisation permette
de peupler les états de charge jusqu’a ’Ar'*, la température électronique est trop faible
pour exciter efficacement ces ions multichargés et générer ainsi des photons X. Ceci indique
par conséquent que le bremsstrahlung inverse est insuffisant pour expliquer les résultats
expérimentaux, et qu’il existe probablement des mécanismes de chauffage supplémentaires
susceptibles de produire des électrons énergétiques plus rapidement que dans le modele
actuel.

Parmi les différents processus envisagés, C. Deiss et coll. ont montré que la succession
de rétrodiffusions élastiques d’électrons en phase avec le champ laser oscillant permet
de générer une population électronique suffisamment chaude pour induire des transitions
multi-keV [Deiss et al. 06]. Ces auteurs ont de plus mis en évidence 'importance du coeur
ionique pour I’évaluation des sections efficaces collisionnelles. La prise en compte d’un
potentiel d’interaction électron incident-coeur ionique réaliste permet en effet d’accroitre
la production d’émission X d’un facteur 4 a 7.

Afin d’inclure ce mécanisme dans le modele nanoplasma, nous devons tout d’abord
calculer les sections efficaces différentielles en angle do(q,v,0)/df de diffusion élastique
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pour chaque ion Ar?". Ceci peut étre effectué suivant les approximations DWBA et PWBA
décrites au chapitre 3. Il est par ailleurs intéressant de remarquer que l'influence du coeur
ionique sur ces sections est intrinsequement pris en compte par le potentiel-modele utilisé
dans nos simulations pour décrire les ions ou atomes de I'agrégat. A partir de ces sections
efficaces, nous pouvons alors déterminer un taux de collision élastique a chaque instant
de l'interaction. En considérant un ion de charge ¢, ce taux s’écrit pour une population
d’électrons N, (t) d’énergie E, = m.v?/2 :

Ne (), (" doalg,ve.0
Wﬁ;;i(t):—E‘e/()Zw/o d&—“’(‘;’wv )y,

ou V désigne le volume de l'agrégat. Afin de prendre en compte le processus introduit
par C. Deiss, il convient alors de renoncer a ’approximation quasi-statique et d’envisager
chaque situation possible. Considérons un instant tg ou le champ laser oscillant s’inverse.
Sachant que la distribution de vitesses électroniques est considérée comme isotrope, nous
pouvons supposer que la vitesse thermique de Ng,_(t)/2 électrons est dirigée dans le méme
sens que le champ laser avant inversion (que nous supposons polarisé linéairement selon
l’axe z positif). Dans ces conditions, nous pouvons définir le taux de transition élastique
de rétrodiffusion associé a ces électrons a l'instant ¢ :

rétro. N e l " do_e ,VE,Q
Wi (to)Z—];‘(/O)QW / /zde—l(fw )y,

Si ces électrons sont rétrodiffusés élastiquement a l'instant ¢, ils seront alors considéra-
blement accélérés sous 'effet combiné de ve cos 8 et vosc(t) qui sont alors colinéaires et de
méme sens jusqu’a 'inversion de champ suivante (soit pour tg < t < to + 7/w; ol w est
la pulsation laser).

Cette méme population d’électrons peut également étre diffusé vers I’avant. Nous pou-
vons alors définir le taux de transition élastique de diffusion vers I'avant associé a ces
électrons a l'instant ¢ :

Ng, (to) ™2 do (q,ve, 0)
q,avant E.\t0 el y Ve

1% tg) = ——=27 d————""v,
Nee (to) 2V /0 do

Si ces électrons sont diffusés vers I’avant élastiquement a 'instant ¢, leur vitesse thermique
est alors opposée a la vitesse d’oscillation dans le champ laser pendant la demi-période
suivante [to; to+7/w]. La variation d’énergie est alors amoindrie sachant que ve.Vesc(t) < 0
durant cet intervalle de temps.

Nous devons de méme considérer la population d’électrons Ng, (¢)/2 dont la vitesse
thermique est dans le sens opposé au champ avant l'inversion. L’évaluation de la variation
d’énergie de ces électrons die aux collisions élastiques se fait alors suivant le méme principe
que décrit précédemment.

Ainsi, certains électrons peuvent étre successivement accélérés a chaque oscillation du
champ électrique et rapidement acquérir une énergie cinétique suffisante pour provoquer
des transitions électroniques multi-keV. Nous pouvons alors supposer que la génération
de ces électrons chauds associée a une meilleure description de la fonction de distribution
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électronique nous permettra d’améliorer le modele nanoplasma et de reproduire les résul-
tats expérimentaux manquants.

Il pourrait paraitre également intéressant d’aller au dela de la distribution uniforme
des électrons en introduisant une dépendance radiale des parametres du modele. H. Milch-
berg et coll. ont montré que dans ces conditions I’absorption d’énergie résonante est étalée
sur une échelle de temps plus importante et pour une densité électronique égale a la den-
sité critique n. [Milchberg et al. 01]. Cependant, en développant cette approche et en
I’associant a la discrétisation de la distribution électronique, le modele nanoplasma s’ap-

parenterait alors de plus en plus aux simulations particulaires développées par ailleurs
[Fukuda et al. 06].

De plus, il serait utile d’étendre le modele nanoplasma a I'étude d’agrégats composés
d'un gaz d’élément atomique plus lourd tel que le krypton ou le xénon. En dehors de
la validation du modele a ’aide des nombreux résultats expérimentaux disponibles pour
ces éléments, ceci pourrait permettre de déterminer les conditions optimales a ’obtention
d’un "spectre plat” (provenant de 1’émission de raies de couches moins profondes, comme
les couches M du xénon) utilisable par exemple pour des expériences de spectroscopie
d’absorption ultra-rapide résolues en temps.
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Annexe .q_

Description de la structure

¢lectronique atomique :

Expression du potentiel modele

Pour déterminer ’expression du potentiel-modele utilisé, nous considérons un atome
(ou un ion) comme étant "effectivement” monoélectronique, c¢’est a dire que seul un électron
de la couche externe est actif, les p autres électrons des couches internes étant considérés
(avec le noyau de charge Z) comme un coeur ionique gelé. L’énergie potentielle V(1) de
I’électron actif interagissant avec le coeur ionique doit satisfaire aux conditions :

. Ze?
lgr%) V(r) = “dreor (A.1a)
: (Z — p)e?
1 = A.1b
Jim V(r) o (A.1b)
La densité volumique de charge D(r) a une symétrie sphérique :
D(r) = D,(r)Dqa(2) (A.2)

Par souci de simplicité, on considere de plus une distribution de charges isotrope pour
laquelle Dq(Q2) = (47)~!. La densité de charge volumique d’une sous-couche de nombre
quantique orbital [ comportant ¢ électrons peut alors se mettre sous la forme :

D) = == Di(r) =~ | Ru(r)P (A3)
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ou R, (r) est la partie radiale de la fonction d’onde d’un électron sur la couche nl. Pour
un atome hydrogénoide [Messiah 59] (p. 411), celle-ci se met sous la forme :

Z, 32 9 n—1—-1) [2rZ. : —rZ, 2r 7,
Ru(r)= (261} 2 ( 3) I\ exp vy it
ao n [(n+1)!] nag nag nag
(A.4)
Les électrons de coeur étant tres liés au noyau (par rapport a l’électron de valence),

on suppose que les structures nodales de leurs fonctions d’onde (tres concentrées autour
du noyau) importent peu. Par conséquent, en ne considérant pas de noeuds (I =n — 1),

la densité radiale de charge D,(r) prend la forme! :

. QZeff 243 TQZ QZeffT
Di(r) = q[ao(zu)] 212 P\ TG+ (A.5)

ol ag est le rayon de I'orbite de Bohr et Z.; est la charge effective ressentie par I'électron

de valence, soit la charge nucléaire réelle diminuée par I’écran di aux électrons de coeur.

2205 ¢
ao(l+1) )

En posant o; = on a pour la densité radiale :

21+3

a
Dr — l —oyr,.2l A
()=~ ™ (A.6)
L’équation de Poisson reliant le potentiel V' (r) cherché a la densité volumique de charge
s’écrit :
D
vy () = 20 (A7)
€0
soit
0? D,.(r)
92 <7“V(7")> = —r o (A.8)
Etant données les conditions aux limites (A.1), on cherche V(r) sous la forme :
7 —q)e? e?
Vi) = -EDC I ) (A9

dmegr dregr

ou fi(ay,r) devra avoir une forme polynomiale afin d’assurer (A.1b). En reportant (A.9)
dans (A.8), on obtient I’équation différentielle pour fi(ay,r) :

d*fi(ay,r) Ofi(ay,r) 9 Q23
—I T 2oy e A.10
dr? a or +ai file, ) (20 + 2)! ( )
On cherche une solution a cette équation sous la forme :
2041
filay,r) = Z cpr® (A.11)
k=0

'On notera que I'on a bien [ D(r)dr = —q sachant que [~ r?|Ry(r)[*dr = 1.
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Soit, en reportant cette forme dans ’équation (A.10) afin de trouver I’ensemble des coef-

ficients ¢y, :
20+1 Q23
Z [k(k — 1)epr*™? = 20k + afepr®] = mr%“ (A.12)
k=0

Cette expression peut étre remise sous la forme :

2043 o 2+3
kz [k(k — Ve — 20q(k — 1)eg—y + a%ck,g] rk=? = mrml (A.13)
=2

Les coefficients ¢y 43 et co1o étant nuls, a 'ordre 21 4+ 1 (soit k = 2] 4+ 3), on obtient :

e
Col41 = @l+2) (A.14)
Puis, & tout les ordres suivants (k < 2[ + 3), on doit avoir :
k(k —1)er — 20q(k — 1)ep_y + afcg_g =0 (A.15)
d’ou :
—k(k—1 2(k—1
Cr—2 — ( 3 )Ck + ( )Ck—l (A16)
Q; (67]
On obtient ainsi :
220+ 1
a lordre 21 (k =21+ 2): Co = ﬁa?l
[(20+1
alordre 20 —1 (k=20+1): ¢y = %aﬁ“
20+ 1)(20 -1
a lordre 20 — 2 (k =21) : Col_o = i l(; _2(2;' )a?l_Q
10020+ 1)(20 — 1)(20 — 2
alordre 2l —3 (k=20—1): Co_3 = (21 + ()23 n 2)|)( )Olel_?’
12020+ 1)(20 — 1)(20 — 2)(2] —
alordre 20 —4 (k=21 —2): ¢y 4= 20+ 1( @ +)é)‘ I 3>a$’—4

soit de facon générale :

2204 2-R)IQ2I+1)20-1) . 20+2—k)a) Eo\ af
G = 20+ 2)l WM T o\ (A.17)

et donc pour fi(ay,r), selon (A.11) :
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et pour le potentiel V(r), selon I’équation (A.9), on obtient :

- 2 2 204+1 k k
V(r)= —<Z a)e _ g e’o‘”"z (1 R ) ur (A.19)

dmeoqr dmeor — 20 + 2 k!

avec ay = 2Z.5s/ap(l + 1), inconnue a déterminer, dépendant explicitement du nombre
quantique orbital [ de la sous-couche considérée.

L’expression (A.19) a été obtenue en considérant une sous-couche fermée comportant
q électrons. Considérons 1'exemple d’une couche fermée K (= 1s?), le potentiel-modele
V(r) vaut :

(Z—-2)* 2 _ ( Qs
S . arr (] ) A2
Vie(r) dreor 47T€07‘ + 2 (A.20)

L’hamiltonien relatif au systeme atomique (noyau de charge Z + sous-couche fermée
1s®> + un électron de valence) s’écrit :

h? (Z —2)e*  2¢? oy
Hy= -~ w2 - emasT (1 ) A21
0 2m, " dmegr 47r507" + 2 ( )

Le parametre o est alors déterminé variationnellement : 'hamiltonien est diagonalisé

dans une base d’orbitales de Slater (cf. Annexe B) & plusieurs reprises en faisant varier
Q15 jusqu’a obtenir une bonne représentation des états liés relatifs a I’électron de valence
(dont on connait les énergies expérimentales).

Si on considere un systeme plus complexe qui se compose d'une couche n fermée elle-
méme composée de plusieurs sous-couches nl fermées (Ex : couche L = 2s%2p°, Iélectron
de valence étant sur une sous-couche externe). Le potentiel d’interaction entre ’électron
actif et cette couche interne est alors simplement déterminé en sommant les contributions
a I’écrantage de chaque sous-couche. Il est cependant nécessaire de pondérer la somme par
la multiplicité g = 21 + 1 de chaque sous-couche. Pour une couche n de nombre quantique
orbital maximal L,,,;, on obtient :

(Z —q)e* g

V(T’) - = 47T€0T 47_‘_€Orgn(Lmaa?7 {al}7 7”) (A22)
avec
Lmaz
Gn(Linaz, {0}, 1) = — Z 20+ 1)e= " fi(ou, 7) (A.23)
et

r

2l+1 k a
filau,r) = Z <1 - m) X (A.24)

k,.k
l

Ainsi, par exemple, pour un électron dans un état n'l’ écranté par une couche n = 2
(= 25*2p%), on aura :

(Z —8)e*  ¢€? QosT\  _ Bag,r  (agyr)? (agr)®\
V _ _ o 2 (1 ) 25T 6 1 14 14 14 agpT
(r) dmegr dmeor |\ T 2 B S R YN A

(A.25)
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Finalement, le potentiel décrivant un coeur ionique composé de N, couches fermées
comportant ps électrons et de N; sous-couches fermées comportant p; électrons (ces Ny

sous-couches n’appartenant pas aux couches Ny) s’écrit :

Vi) = - [ (Zszert)] - (A.26)

47raor

47r50r

[Z psgn Smaz ) {alg + Zptflt ag,T ]
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Annexe Q;

‘Base d ‘orbitales de type Slater :
Fonctions d’onde liées

et niveaux d ‘éneryie

Soit un hamiltonien Hy tel que :

2

h 2
B.1
S Vi V() (B.1)

Les fonctions d’onde et les énergies propres associées a cet hamiltonien sont déterminées

fﬂ)::-—

a l'aide de I'équation de Schrodinger stationnaire :

H|¢p,im) = Enildm,im) (B.2)

Pour résoudre cette équation, les fonctions d’onde liées (E,; < 0) sont développées sur
une base d’orbitales de type Slater (STO, "Even-tempered Slater-Type Orbitals”) :

j’maz
Spm(r) =Y CP SV (r) (B.3)
=0
avec
SO (x) = Njr'e Y™ (0, 0,) (B.4)

Les parametres a; sont définis suivant une loi géométrique a; = aol’ et peuvent étre
différents selon la symétrie orbitale [ considérée. En projetant I’équation de Schrédinger
(B.2) sur ¢g, im(r), on obtient 'équation séculaire suivante :

kmaz jmaz

EY Eni
D O (Hig — SiEa)C; " =0 (B.5)

k=0 j=0
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ou

Hje = (S[HolS;) (B.6a)
Sik = (SklS;) (B.6b)

La résolution numérique de cette équation permet de déterminer les coefficients C]E =
et ainsi d’obtenir les fonctions et énergies propres de 'hamiltonien Hy. La base de STO
est par conséquent définie par les parametres {ag; b; liaz }1 @ssociés a chaque moment an-
gulaire [ = 0, ..., lyae €t par l,q. le moment angulaire maximum introduit. Ces parametres
sont déterminés variationnellement jusqu’a obtenir la précision souhaitée pour les énergies
propres des états liés considérés.

En pratique, les éléments de matrice S;, sont analytiques. En effet, ces éléments se
réduisent a des intégrales du type :

c0 |
/ drrie=ar = - pour a > 0 (B.7)
0

anJrl

Nous avons alors :
(l; + 1 + 2)!
(aj _|_ak)lj+lk+3

Cette méme intégrale permet également de déterminer la norme A; des STO afin que ces

St = 611, 6mmi NG NG (B.8)

orbitales soient normalisées & 'unité :

1;43/2
N; = M (B.9)
(20; +2)!

Par ailleurs, il est intéressant de remarquer que dans le cas du potentiel-modele décrit
au chapitre 3 (paragraphe 3.1), ainsi que dans le cas de certains potentiels analytiques (du
type Debye-Hiickel, Thomas-Fermi ...), les éléments de matrice Hj; sont analytiques. Par
exemple, considérons le cas du potentiel-modele utilisé pour décrire les ions (ou atomes)
d’argon :

7 — N,)e? Ns€> Qlis o
Vapar (1) = _Z=NJer Z (1 + 77“) el — (B.10)

3 2 2 3
Nip€ 3avip Yip 2, Yp 3\ _ar
DM (L e T P

Dans ce cas, I'élément de matrice Hj;, s’écrit :

—h?
Hje = (SkI%VEISﬁ + (k| Vara+ (r)].5;) (B.11)
= H§"+ H}™ (B.12)
En utilisant 'expression (B.7), le couplage induit par 'opérateur d’énergie cinétique vaut
alors :
i T NNl 1) % Y1l 2) - 20+ 1
ik —Q_meljlz€ NN (i + e+ )'(aj+ak)lj+l’“+2 aj+ak(j+k+ ) =20 +1) )

(B.13)
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et le couplage associé au potentiel modele s’écrit :

mod (Z B NC)€2 (l] + lk + 1)'
. z?’:n,-scﬂ (I; + Ly + 1)! a (G + 1 +2)! .
— 47'('50 (CL] + ai + ais)lj+lk+2 2 (CL] +ai + ais)lj+lk+3
. i nipe? (I + I + 1) 3a;, (I + 1 +2)!
— 477'5[) (aj +ap + aip)lj+lk+2 4 (aj +ap + aip)lj+lk+3
L% (b +3) O (1 +4)!
4 (a; + ag + o)ttt 24 (a; + ay + )i ttS
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Annexe C

Determination des fonctions
d’onde non liéces :
Décomposition en ondes partielles

C.1 Décomposition dans le cas d’une diffusion par un poten-
tiel coulombien modifié

Soit un ion (ou un atome) composé d'un noyau de charge Z et de p électrons liés.
Considérons un électron libre incident (d’énergie F) interagissant avec cet ion par l'inter-
médiaire d'un potentiel central V (r).

Cas d’un potentiel purement coulombien

Dans un premier temps, supposons que les p électrons écrantent le noyau de telle fagcon
que ’électron incident ressent un potentiel coulombien tel que :
(Z —p)e?

Vap(r) = _T&)T (C.1)

L’hamiltonien correspondant a cette interaction s’écrit :

_ oo _ (Z = p)e?

r

H =

(C.2)

2m, dmegr

Soit ¥y (r) la fonction d’onde de I’électron libre, fonction propre de I’équation de Schro-
dinger Hiy(r) = Eix(r) et telle que le vecteur d’onde k qui lui est associé est connu. Le
potentiel étant a symétrie sphérique, le systeme est completement symétrique autour de
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la direction d’incidence k, choisie arbitrairement selon la direction Z. La fonction d’onde
¥ (r) peut alors étre développée en série de polynomes de Legendre Py(cos#) qui forment
une base complete sur l'intervalle —1 < cos# < 1.

wl(ka T)
r

Yul(r) = ay(k) P,(cos 0) (C.3)

ou k représente la norme du vecteur d’onde de 1’électron libre non-relativiste telle que
k=+v2m.E/h.

En exprimant le laplacien en coordonnées sphériques et sachant que les polynomes de
Legendre sont fonctions propres de 'opérateur moment cinétique tels que L?>Pj(cosf) =
R21(1 4+ 1) P(cos 0), 'équation de Schrédinger peut se rééerire sous la forme :

{_ G (1Q<25)_l(l+1))_(Z—P)ez_EMk(r):o (C4)

JR— /,"' E—
2m. \ r?or or r2 dregr

On obtient ainsi I’équation pour la fonction wy(k,r) :

d? o UI+1) 2nk
|:W+k - 7”2 — ” wl(kr,r) =0 (05)
avec ( e
me(Z —p)e
= C.6
47T€0h2k ( )
Le potentiel étant tel que lir% 7’2\/011,(7“) = 0, on doit avoir une solution telle que

lir% w(k,r) = 0. Les fonctions sphériques coulombiennes régulieres F(k,r) sont alors so-
T —

lutions de cette équation :

2le™™/2|0(1 + 1 + in)|
20+ 1)!

Fi(k,r) = ™ ()T P (T4 14 im; 20 4 2; —2ikr) (C.7)

En déterminant les coefficients a;(k) intervenant dans le développement (C.3) (cf.[Messiah
59] (p-362)), on obtient alors :

1 - -l _io, E(k7T)
U (r) = OEE ;(zz + 1)ite =2 P (cos 6) (C.8)
ou o; est le déphasage coulombien tel que :
o =arg'(l+ 1 +in) (C.9)

Le facteur (27)~%/2 provient de la normalisation & d(k — k') de la fonction (r).
L’expression (C.8) est valable pour une fonction d’onde sortante (électron incident).
Pour une fonction d’onde entrante, (¢ : 400 — —o0) la fonction d’onde s’écrit :

Py (r) = (27r1)3/2 ;(2[ + 1)2'[61'01%3@08 0) (C.10)
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Cas d’un potentiel coulombien modifié

Les développements en ondes partielles présentés précédemment sont valables pour un
potentiel purement coulombien. Considérons maintenant ’ajout d’un potentiel a courte
portée V.. (1) tel que le potentiel total ressenti par I’électron libre est :

V(r) = Vap(r) + Veorr (1) (C.11)

Pour les mémes raisons que dans le cas coulombien, la fonction d’onde solution de I’équa-
tion de Schrodinger

[_ " Dy ) B ) =0 (C.12)

2m. 4dmegr

peut se décomposer sur la base des polynomes de Legendre :

- w(k,r

¢m(r>::j%:(u(k) Z(T )}%(COSQ) (C.13)

La fonction u;(k,r) satisfait alors ’équation :

d? o ll+1) 2k

- — — — = 14
[er +k = . U(T)] w(k,r) =0 (C.14)

avec o
U(T) = h_zev;:orr(?ﬂ) (015)

Lorsque r est grand, le potentiel U(r) s’annule et on retrouve alors I’équation (C.5) ob-
tenue dans le cas d'un potentiel purement coulombien. La solution réguliere de I’équation
(C.14) est alors une combinaison linéaire des solutions régulieres F(k,r) et irrégulieres
Gi(k,r) de I'équation (C.5) :

w(k,r) = By(k)Ey(k,r) + C(k)Gi(k, 7) (C.16)

ou By(k) et Cj(k) sont deux constantes (pour k fixé) a déterminer.
Sachant que les formes asymptotiques des fonctions coulombiennes sont :

lim Fij(k,r) = sin (k:'r’ — lg —nln2kr + al> (C.17a)
lim Gi(k,r) = —cos (kr - lg —nln2kr + ol> (C.17b)

ou 7 et oy sont définis par les expressions (C.6) et (C.9), la forme asymptotique de la
fonction w;(k, r) peut étre réécrite sous la forme :

lim w(k,r) = A;(k)sin (kr - lg —nln2kr 4+ o, + &) (C.18)

T—00

ol &, est le déphasage additionnel (par rapport au cas purement coulombien) du a ’ajout
du potentiel V,y..(7). On a alors :

: _ Bi(k)
cos O, = (k) (C.19a)
.. —Ci(k)
sind; = A0k (C.19Db)
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soit Ay(k) = [By(k)? + Cy(k)?]"">.

En analogie avec le cas coulombien, les fonctions d’ondes % (r) peuvent alors s’écrire
sous la forme d’un développement en ondes partielles (les fonctions d’onde sont normalisées
aodk—-k)):

o0}

1 w(k,r)

() — 1 _ti(o146;)
() e ;(ZH—l)ze - Pi(cos0) (C.20)

C.2 Décomposition dans le cas d’une diffusion par un poten-
tiel de portée finie

Considérons un électron libre interagissant avec un ion de charge Z écranté par une
densité électronique environnante. Cette densité est telle, qu’au-dela d’une distance d,
la charge positive est entierement écrantée. En deca de cette distance, 1’électron libre
interagit avec l'ion selon un potentiel V.,.(r) a symétrie sphérique.

La fonction d’onde de I’électron libre peut étre développée sur une base de polynomes
de Legendre :

w(k,r)

r

Yi(r) = Z a(k) Pi(cos0) (C.21)

La partie radiale u;(k, r) est alors régie par 1'équation (cf. section C.1) :

d? I(l+1)
I SV
{er * r2

ot U(r) = —2mVie,(r)/R%.

— U(r)} w(k,m) =0 (C.22)

U(r) étant a courte portée, pour r > d I’équation (C.22) s’écrit en posant p = kr et
vi(p) = w(k,r)/p:

2

[j—pﬁid%— el +1] w(p) =0 (C.23)

Cette équation est appelée équation différentielle de Bessel sphérique. Des solutions parti-

culieres de cette équation sont les fonctions de Bessel sphériques régulieres j;(p) et les fonc-

tions de Neumann sphériques irrégulieres n;(p). La solution générale de I’équation (C.23)
est donc une combinaison linéaire de ces deux solutions linéairement indépendantes :

yi(k,r) = Bi(k)ji(kr) + Ci(k)ny(kr) pour r>d (C.24)
Les formes asymptotiques des fonctions de Bessel sphériques régulieres et irrégulieres
sont :
lim (k) = —si (k z”) (C.25a)
lim ji(kr) = o—sin{kr—I5 2ba
. 1 T
Tlgglo n(kr) = ~ % 08 (k:'r’ - l§> (C.25b)

La forme asymptotique de y;(k, ) peut alors étre réécrite sous la forme :

1
lim yy(k,r) = A (k) sin (kr - zg + 55) (C.26)

r—00 r
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ou le déphasage ¢§; est déterminé selon :

_ By(k)
cos 0 = A (k) (C.27a)
o —Ci(k)
sind; = 00 (C.27b)
A(k) = [Bi(k)? + Gk (C.28)

En choisissant une normalisation a §(k — k'), le développement en ondes partielles des
fonctions d’ondes entrantes (—) et sortantes (+) se met sous la forme :

i (r) = (273)3 7 > @2+ 1)#&“1%3@% 0) (C.29)
=0
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Annexe Q)

Calcul des forces d’oscillateur

Soit un électron dans un état initial a, de fonction d’onde ¢,(r), d’énergie E, et de
nombres quantiques n,l,m,, et un état final b, de fonction d’onde ¢,(r), d’énergie Ej, et
de nombres quantiques nylym;. La force d’oscillateur associée a la transition de 1'état a
vers I'état b se met sous la forme :

27neE’ab

|Tap|® (D.1)
ou E,, = E, — E, est I'énergie de la transition et

Tap = (¢r|¢a) (D.2)

Les fonctions d’onde ¢;(r) peuvent se mettre sous la forme :

A R ,
(2l’b + 1)(l’b ml)‘ Rli (T)lez (COS e)elmitp (D?))

¢i(r) = Ry, (r)Y;"(0,¢) = (=1)™ 4 (l; + my)! i

ot Y;™(0, ¢) est une harmonique sphérique et P/™(cos ) est la fonction de Legendre asso-

ciée.

Calcul des trois coordonnées de rg, :

Pour la coordonnée z, on a :

Zah = /drgbZ(r)zaﬁa(r) (D.4)
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Or, en coordonnées sphériques z = r cos ), d’ou z,, se réduit a :

2, + 1)(2l + 1) (I — ma)!(ly — my)1]? y
(47’(‘)2 (la + ma)!(lb + mb)'

(=
X /OOdTT3Rl Rlb( )

X / dO P (cos ) P[™* (cos 0) sin 6 cos 6 x
0

X / dgoez(m“ ™o )¢
0

L’intégrale sur ¢ est non nulle uniquement lorsque m, = my, auquel cas, elle vaut 2.

Zab =

(D.5)

oo [ 2

Soit I(cos @) I'intégrale sur . En posant x = cosf, et avec m, = my, cette intégrale se
réduit a :

Ia) = [ deaPy(@)Pr(a) (D.6)

1

A partir de la relation de récurrence

[—m+1 l+m

oP (@) = e P (@) + 5 P @) (D.7)

I'intégrale I(x) se réécrit sous la forme :

la—ma—l-l -1 m m la+ma - m m
o) = 25 [ dapp @Rz )+ g [ dapr@P @) (D)

Or la relation d’orthogonalité a laquelle obéissent les fonctions de Legendre associées est :

[ dasrr@pr@ = 5 Ej & Z; b (D.9)

d’ou la coordonnée z de ry, vaut :

( ) Mg # My
0 si
Iy #1,+1

(la + 1)2 — TTL2 . Mg = My
a = 4 Ra D10
“ab \/(25a+3)(21a+1) P Y =1 (D-10)

2 —m? R Mg = My
ab S
(20, +1)(2l, — 1) ’ h=1,—1

ol Rab:/ drr3 Ry, (r) Ry, (r) (D.11)
0

Les éléments de matrice des coordonnées x et y peuvent étre évalués de la méme

maniere. Cependant, en pratique, il est plus aisé d’évaluer les combinaisons linéaires (z +
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iY)ap €t (z — iy)ay car cela conduit & la simplification des intégrales sur ¢. En suivant le
méme raisonnement que pour la coordonnée z, avec x = rsinf cos et y = rsinfsinp,

et avec la relation de récurrence :

1

(1 . x2)1/2plm—1(1‘) = m (Pln—':l(‘r) — Plnjl(l‘)) (D12)
on obtient :
( 0 si My 7 Ma + 1
Iy # 11
. (la + Mo+ 1)(lo +mq + 2) , my =mg, + 1
= — Ra D.13
@+ ) \/ A To Ay IR
(la—ma)(la—ma—l)R g my = mg + 1
QL +1EL-1) b=1,—1

De la méme maniere, on obtient pour (z — iy)gp :

(
a— 1
0 si {mb#m

£ 1, %1

, (lo — Mg+ 1)(ly — mg + 2) ) my = mg — 1
- ab — Ra D14
o \/ @onr) T Vo O

\/(la—l—ma)(la—i—ma—l) ) my = mg — 1
- Rab S1
\ (2l +1)(2l — 1) =1,—1

Le terme |rap|* est alors calculé selon :
tanl® = [2as| + [Yar|* + [za]” (D.15)

[|(z + iy)al* + (& = iy)a|?] (D.16)

N —

|=Tab’2 + |yab|2 =

Force d’oscillateur pour une transition n,l, — nylp :

D’apres les regles de sélection obtenues, la force d’oscillateur est non nulle si et seule-
ment si [, — [, = %1, soit pour des transitions dipolaires électriques.
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Si on considere des transitions d’un état n,l,m, vers un état ngl, sans chercher a
discerner les états finaux selon le nombre quantique magnétique ms, alors en sommant sur
les états finaux, on obtient :

1 , 1 .
S sl = Sl = iy)al + [zl + 5@ + iyl (D.17)
2 ~—— 2
m, S——— — S—
’ mpy=mgq—1 Mp=Ma mp=mgqg+1
d’ou
l,+1
5 —:_ 17235 pour [, =1, +1 (D.18a)
2 a
DIl = 9 70
my ST 1Rab pour l, =1, —1 (D.18b)
soit -
Z rap|® = %Rib avec [, =1,=£1 (D.19)

my

Afin de déterminer la force d’oscillateur moyenne f 11, d'un état n,l, vers un état nyly,
il est de plus nécessaire de moyenner sur les états m, initiaux :

7 1 S f 1 i 2 Eap max(la, )., (D.20)
lay = 9] 1 oL 1 3R2 2, +1 ‘

Mq My Mmg=—la

Finalement la force d’oscillateur moyenne associée a une transition dipolaire électrique
Ngly — nply vaut :

2me Eqp max (1, lp)

37 9l 11 RZ, avecly=1,+1 (D.21)

flalb =

ol Rab:/ drr® Ry, (r) Ry, (1) (D.22)
0

De plus, il est important de noter que f, ; # f;,;.- En effet, dans le cas d'une transition
nply — ngly, la moyenne devra étre calculée sur les états initiaux my, on aura alors :

20, + 1

fzbza = _mflazb (D-23)
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