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Résumé

L’interaction d’'un plasma avec une impulsion laser ultra-intense suscite de
plus en plus d’'intérét en raison des progrés en matiére de technologie laser
et d’outils numériques. La réaction du rayonnement affecte la dynamique
des électrons, celle du rayonnement synchrotron, ainsi que celle des ions via
le champ de séparation de charges, pour des intensités laser supérieures a
1022 W/em?. Les équations cinétiques régissant le transport des particules a
ultra-haute intensité ont été obtenues. La réaction du ravonnement implique
la contraction du volume de l'espace des phases des électrons. A D'aide de
simulations numériques, nous avons démontré la forte rétro action que les
effets collectifs induisent sur le rayonnement synchrotron généré par les élec-
trons accélérés. L’importance des effets collectifs dépend fortement de la
masse des ions et de 'épaisseur du plasma considéré. Ces effets pourraient
étre veérifiés expérimentalement avec des cibles crvogéniques d’hydrogéne.

The interaction of a laser pulse with a plasma raises more and more
interest thanks to the strong progress in the laser technology and numerical
tools. The radiation reaction affects the electron dynamics, the synchrotron
radiation but also the ion dynamics by the charge separation field, for laser
intensities higher than 102W /em? The kinetic transport equations of the
particles have been derivated. The radiation reaction leads to the contraction
of the electron phase space volume. By using numerical simulations, we
have demonstrated the strong back reaction that collective effects induce on
the synchrotron radiation. The importance of the collective effects strongly
depends on the ion mass and on the plasma target thickness. These effects
could be experimentally observed by using crvogenic hydrogen targets.
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1.1 Contexte

Une nouvelle génération de lasers envisagée dans le projet ELI (Extreme
light Infrastructure)|ELI| [CILEX], sur lequel nous reviendrons plus en dé-
tails, produira des intensités laser jusqu'a 10%W /em?, dans un futur proche.
La figure 1.1 montre I'évolution des domaines physiques accessibles par in-
teraction laser plasma, au cours des cinquante derniéres années (année 1960
correspondant a 'année d’invention du laser) jusqu’aux années 2030. Celle-ci
illustre les progrés technologiques spectaculaires qui ont ét¢ accomplis pour
pouvoir accéder a des régimes optiques ultra-relativistes. Par ces avancées
technologiques, il sera possible d’accéder a des domaines de la physique non
étudiés auparavant d’un point de vue expérimental. En d’autres termes, il
sera possible d’étudier des régimes physiques a haute énergie mettant en jeu

11



12 CHAPTER 1. INTRODUCTION

des processus d’électrodynamique quantique et/ou relativistes, dans de nou-
velles conditions. A la différence des accélérateurs de particules “classiques”
comme le Large Hadron Collider |CERN]|, dans lesquels des protons sont
accélérés a des vitesses trés proches de celle de la lumiére pour entrer en
collision, engendrant I'émission de particules ¢lémentaires, les lasers a ultra-
haute intensité permettront d’étudier ces régimes avec un beaucoup plus
grand nombre de particules. On parlera de phénomeéne relativiste lorsque les
électrons du milieu considéré sont relativistes. Le terme “ultra-relativistes”
sera employée dans le cas ot les ions sont eux aussi, relativistes. Plus précisé-
ment, il est question d’observer des processus physiques tels que I'émission
de photons hautement énergétiques, la réaction du rayonnement sur les élec-
trons, la création de paires électrons-positrons, ainsi que I'accélération d’ions
a des énergies relativistes |Bulanov et al. 2009]. L’accélération d’ions par
une impulsion laser ultra-intense est I'une des plus importantes applications
actuelles, accessible dans un futur proche par des systémes laser avant des
puissances multiterawatt et petawatt.

Ultra-Relativistic Optics

Relativistic Optics

Bound electrons

Focused Intensity (W/cm®)
E &

«—— Mode Locking
«—— Q-Switching

...
=
-3

1960 1970 1980 1990 2000 2010 2020 2030

Figure 1.1: Accessibilit¢ des domaines d’interaction au cours des cinquante
derniéres années jusqu’a 2030 (prévisions en pointillés), en fonction de
I'intensité laser.

Cette thése s’inscrit dans le cadre d’études théoriques et numériques de
processus physiques induits par une impulsion laser ultra-courte et ultra-
intense interagissant avec un plasma d’électrons et d’ions. Ce type d’interaction
engendre notamment un rayvonnement hautement énergétique allant de la
centaine de keV au GeV. Dans ce type de régime, atteint typiquement pour
des intensités laser supérieures a 1022W /cm?, le rayonnement joue un role
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important sur la dynamique des électrons, provoquant une modification du
ravonnement émis, mais aussi pour la dynamique ionique, affectée indirecte-
ment par le champ de séparation de charges. Par ailleurs, I'influence du ray-
onnement peut étre aussi remarquable en astrophysique, notamment dans le
-adre des sursauts gamma et des pulsars magnétiques ou régnent de tres forts
champs magnétiques. Ces émissions de rayonnement intense sont produites
notamment dans les explosions d’étoiles massives, lorsque les couches ex-
ternes s’étendent dans le milieu interstellaire. Le rayonnement ultra-intense
est aussi engendré par les forts champs magnétiques. La réaction du rayon-
nement pourrait jouer un role important sur le spectre d’émission des photons
ainsi que sur I'accélération des particules dans ces forts champs magnétiques.

1.2 Le projet ELI

1.2.1 Vue d’ensemble

Le projet ELI |ELI| a été initié par Gérard Mourou au milieu des années 2000,
dont la plus importante contribution dans le domaine de la physique des lasers
est I'invention d’une nouvelle technique d’amplification de lasers, universelle-
ment utilisée sous le nom d’Amplification par Dérive de Fréquences. Cette
technique a permis de produire des impulsions laser ultra-intenses permettant
I’accés a de nouveaux domaines de la physique, impliquant notamment des
processus comme la production d’électrons fortement accélérés sur de courtes
distances et émettant un rayonnement trés énergétique (X durs, gamma).

Il v a quelques années, la communauté européenne a validé le projet
ELI, ayant pour principal but de produire des pics d'intensité laser au moins
un million de fois plus importants que ceux générés sur le NIF (Nation-
nal Ignition Facility) [NIF|. Ces intensités seront obtenues par génération
d’impulsions ultra-courtes de 10 fs avec des énergies laser incidentes de quelques
kilojoules, tout en focalisant I'impulsion laser sur une tache d’environ 1
micron. En créant une impulsion laser ultra-intense et ultra-courte, il est
théoriquement possible de générer des ions ultra-relativistes a des énergies
de lordre du GeV. ELI sera la premiére infrastructure laser a atteindre des
régimes pour lesquels Irgee, > 10%#W /cm?.

La figure 1.2 illustre la chaine laser attendue sur le ELI-Beamlines. Le
laser est composé des éléments suivants:

e Une partie relative a l'oscillateur et trois amplificateurs de puissance,

e une ligne de faisceau avant une énergie de 10 Joules en sortie incluant
des compresseurs,
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Laser system Experimental areas
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Figure 1.2: Chaine laser attendue sur l'installation tchéque ELI-Beamlines
(Prague).

e une ligne de faisceau ayant une énergie de 50 Joules en sortie incluant
des compresseurs,

e une partie se composant de deux faisceaux de haute puissance, 2x10
PW incluant des compresseurs.

Un des premiers objectifs de cette chaine laser est de délivrer une cadence
importante d’impulsions ultra-courtes avec des énergies initiales de 50 Joules.
Les deux lignes de 10 PW (illustrées en bas de la figure 1.2) permettront de
développer et tester des technologies optiques susceptibles d’étre adéquates
afin d’atteindre les ultra-hautes intensités recherchées.

Le projet ELI regroupe plusieurs installations laser faisant office de pro-
grammes nationaux, regroupées dans plusieurs pays de I'Union européenne:

e Appolon situé a U'lnstitut de Lumiére Extréme (ILE), plateau de Saclay,
France,

e Astra-Gemini au Central Laser Facility, RAL, Rovaume-Uni,

e HiLASE: Nouveaux lasers pour 'industrie et la recherche, République
Tcheque,

e ELI Attosecond, Hongrie,
e ELI Nuclear Physics, Roumanie,

e Petawatt Field Synthesizer au MPQ, Garching, Allemagne,
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e VULCAN 10 PW au Central Laser Facility, RAL, Royaume-Uni,

e ELI Beamlines, République Tchéque.

1.2.2 Le laser Apollon

Le laser Apollon sera implanté en France, sur le plateau de Saclay. Il pourra
délivrer des intensités jusqu’a 102 W/em? avec des impulsions de 15 fs et
d’énergie 150 Joules. Dans un premier temps, il sera possible d’atteindre
des intensités maximales de I'ordre de 102*W /em?. Apollon s’inscrit dans le
cadre du projet CILEX |CILEX] dont les responsables sont principalement
des chercheurs du laboratoire LULI (Laboratoire pour I'Utilisation des Lasers
Intenses) |[LULI|, du département IRAMIS du CEA /DSM et des autres lab-
oratoires du plateau Saclay. Apollon permettra d’aborder les thématiques
suivantes:

e Accélération d’électrons;

e Accélération d’ions;

e Sources intenses de rayonnement X ultra bréves;

e Physique Ultra Haute Intensité/ Haute Densité d’Energie.

Cette installation laser pourra étre ouverte aux expérimentateurs vers
2016. Certains effets prévus théoriquement, comme la friction radiative,
pourraient étre étudiés et mis en lumiére de maniére expérimentale. Par
ailleurs, comme dans le cas du CERN, ces installations permettront cer-
tainement de découvrir des phénomeénes physiques insoupconnés.

1.3 Revues des travaux antérieurs

1.3.1 Travaux d’ordre théorique

Le probléme de la prise en compte de la réaction du rayonnement dans
I’équation du mouvement de l'¢électron a d’abord été abordé par Lorentz
et Abraham, au début du XX®"¢ siécle. Neéanmoins, Iéquation proposée
par ces chercheurs comporte des solutions non-physiques. Pour une force
extérieure nulle, nous pouvons prévoir un ¢électron accéléré de manicére ex-
ponentielle au cours du temps. Ceci viole la conservation de l'énergie du
systéme “champ-particule”. En 1938, Dirac avait renormalisé les conditions
initiales portant sur I’¢lectron et le champ électromagnétique afin d’éliminer
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les solutions pré-accélératrices |Dirac 1938]. Malgré la disparition de ces
solutions de I'équation de Lorentz-Abraham-Dirac, d’autres solutions non
physiques persistent. En effet, par cet artefact, il existe des solutions telles
que 'accélération de la particule s’effectue avant méme que la force corre-
spondante ne lui soit appliquée, violant ainsi le principe de causalité. Cer-
taines personnes comme Feynman et Wheeler ont adopté une approche quan-
tique pour éviter ces solutions non physiques. D’autres comme Rohrlich, ont
argué qu’il était nécessaire de prendre en compte la taille finie des partic-
ules chargées en les considérant comme des sphéres entourées d’une coquille
chargée [Rohrlich 1999|. Pour Rohrlich, Papproche ponctuelle pour les partic-
ules élémentaires en physique classique n’a pas de sens puisqu’elle implique la
génération de champ coulombien d’amplitude divergente. Landau et Lifshitz
ont supposé que 'amplitude de la force de friction radiative (auto-force) est
beaucoup plus petite que la force de Lorentz, dans le référentiel de ’électron,
impliquant tout de méme une condition limite d’amplitude sur la force de
Lorentz. Cette condition s’écrit de la maniére suivante dans le référentiel du
laboratoire:

Fauto—fnrcc — TchxL (11)

L’équation de Landau Lifshitz demeure I'équation la plus utilisée en électro-
dynamique relativiste, ou la réaction du rayonnement a de I'importance pour
la dynamique des particules chargées et soumises a de forts champs électro-
magnétiques. Lorsque la réaction du rayonnement n’est pas considérée, nous
retrouvons la deuxiéme loi de Newton. D’autres publications de Rohrlich et
Spoon ont contribué a développer une meilleure compréhension de la réaction
du rayonnement du point de vue classique [Rohrlich 1999, [Rohrlich 2000],
|[Rohrlich 2001], [Spohn 2000|, [Spohn 2004].

De nombreux travaux théoriques ont été menés a propos de la résolution
du mouvement d'un électron dans un champ électromagnétique extérieur.
Pour un électron dans un champ magnétique, les résultats remarquables ont
été obtenus par Herrera et Shen [Herrera 1973|, [Herrera 1974/, [Shen 1970],
[Shen 1972|. Concernant les études relatives a la diffusion Compton non
lincaire par un électron prenant en compte les effets quantiques, les travaux
des chercheurs Ritus et Nikishov constituent de bonnes bases
[Nikishov and Ritus 1964/, |[Nikishov and Ritus 1964 (bis)],

[Nikishov and Ritus 1965|. La résolution exacte de I'équation de Landau
Lifshitz dans le cas d’un électron rayonnant dans une onde plane (polarisation
quelconque) a notamment été faite par Di Piazza |Di Piazza 2008|.
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1.3.2 Travaux d’ordre numérique

Durant ces cing derniéres années, plusieurs modéles prenant en compte les
pertes par rayonnement dans I’équation du mouvement de I’¢lectron ont été
développés: |Bell and Kirk 2008, [Ford and O’Connell 1993, [Sokolov 2009].
Néanmoins, seules les équations de Sokolov sont différentes par rapport au
modéle de Landau-Lifshitz, comme il sera évoqué plus en détail en section
2.3.3. De nombreuses études physiques sur leffet de la réaction du rayon-
nement ont été effectuées ces derniéres années, en utilisant des codes ciné-
tiques PIC (Particle In Cell) |Zhidkov et al. 2002|, |Tamburini et al. 2010],
|Schlegel et al. 2009|, [Chen et al. 2011|. Une étude intéressante montrant
des manifestations notoires des pertes par ravonnement en dessous du seuil
classique a été faite dans la référence |Di Piazza et al. 2009|. Les effets des
pertes par rayonnement sur des ¢lectrons relativistes interagissant avec des
champs laser ultra-intenses et de polarisation circulaire ont fait 'objet d’un
travail théorique et numérique détaillé au sein de la référence

|Schlegel and Tikhonchuk 2012].

1.4 Objectifs et plan de la thése

Le but de cette thése est d’étudier les processus engendrés par une impulsion
laser ultra-courte et ultra-intense rentrant en interaction avec un plasma. Les
¢tudes présentées dans ce mémoire de thése concernent des régimes haute-
ment relativistes, ou la réaction du rayonnement a un effet notable sur la dy-
namique des particules. Je m’intéresse a la dynamique des électrons, des ions
ainsi qu’au rayonnement engendré par les électrons relativistes accélérés dans
I’onde laser et le champ de séparation de charges. Dans tout le manuscrit,
nous supposerons un plasma non collisionnel, c’est a dire ot les collisions
binaires sont négligeables par rapport aux effets collectifs engendrés par les
champs auto-consistants créés au sein du plasma.

Comme il a été évoqué dans la section 1.3, la réaction du rayonnement est
un sujet qui a suscité des premiers travaux théoriques il v a environ 100 ans.
Les premiers modéles relatifs au mouvement d’un électron rayonnant dans
une onde plane, prenant en compte la réaction du rayonnement remontent
aux années 1960. Les premiéres simulations prenant en compte la réaction
du rayonnement datent de la fin des anncées 2000. Afin d’étudier les pro-
cessus collectifs engendrés par 'interaction d’un laser ultra-intense avec un
plasma, il est absolument nécessaire d’avoir une approche cinétique. Un point
clé de cette these est d’adopter une approche cinétique prenant en compte
la réaction du rayonnement. Par ailleurs comme nous le verrons, cette ap-
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proche cinétique est indispensable afin de rigoureusement lier la dynamique
des électrons a celle de la population des photons hautement énergétiques
engendrée par les électrons rayonnants.

Un objectif de la thése est de prendre en compte de facon numérique la
réaction du rayvonnement dans I’équation du mouvement des électrons ainsi
que le développement de plusieurs diagnostics permettant notamment de
modeéliser le spectre des photons énergétiques.

Ces considérations d’ordres théorique et numérique ont permis d’étudier
différents régimes d’interaction ou la réaction du rayonnement joue un role
important dans les processus physiques engendrés.

Les chapitres de la suite de ce manuscrit reprennent de facon logique ce
qui vient d’étre évoqué.

Le chapitre 2 est dédié aux bases théoriques des ¢tudes physiques présen-
tées. Dans un premier temps, nous décrirons de maniére qualitative et
quantitative, le ravonnement d’un ¢lectron soumis a d’intenses champs ¢lec-
tromagnétiques. Cette premiére section pose les bases de la physique du
ravonnement d’une particule chargée. Nous nous contenterons de consid-
érer I'¢lectron comme particule chargée sans spin. La section suivante est
consacrée a la dynamique d'un électron soumis a des forces de nature élec-
tromagnétique, en prenant en compte la force de réaction du rayonnement
dans I'équation du mouvement de I'électron. Ce probléme a ét¢é notamment
abordé avec I'équation de Lorentz-Abraham-Dirac (LAD), la premiére équa-
tion prenant en compte les pertes par rayonnement. Néanmoins, comme
nous le verrons, cette équation comporte des solutions non physiques, limi-
tant ainsi son application surtout pour les systémes cinétiques avant un grand
nombre de particules. L’équation de Landau-Lifshitz, la version perturbative
de I'équation LAD, permet de surmonter ce probléme. Enfin, le modéle de
Sokolov sera abordé. C’est le modéle théorique utilisé dans ce manuscrit ser-
vant & décrire la dynamique d'un électron, de maniére classique, en tenant
compte de la force die au rayonnement. Il s’ensuivra une section relative a
un modéle cinétique du systéme plasma-photons. Une section discutant les
limites de I'approche classique se trouve a la fin de ce chapitre.

Le chapitre 3 présente les travaux numériques effectués durant cette these.
Des rappels seront faits concernant les codes PIC. Dans la suite de cette
partie, nous illustrerons et détaillerons I'implémentation des pertes par ray-
onnement dans ’équation du mouvement des électrons. La modélisation du
spectre des photons hautement énergétiques, et les contraintes numériques,
seront abordées. Des comparaisons avec d’autres simulations publiées dans
la littérature seront faites afin de valider notre travail.

Le chapitre 4 met en évidence les effets des pertes par rayonnement sur
la dyvnamique du plasma dans différents régimes, pour des intensités laser
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supérieures a 1022W/cm?  Nous évoquerons d’abord un état de art des

régime d’interaction laser-plasma relativistes. Dans une deuxiéme partie
nous illustrerons a 'aide de simulations numériques I'importance des pertes
radiatives électroniques pour des intensités laser supérieures a 10%2W /cm?.
La troisieme partie de ce chapitre est consacrée a 'effet de la polarisation en
régime de transparence induite. Les cas d’'un plasma mince et d’'un plasma
épais seront évoqués. Dans la cinquiéme partie de ce chapitre nous étudierons
I'interaction d’une impulsion laser ultra-intense sur une cible mince. Nous
montrerons notamment 'effet des pertes par rayonnement sur 'accélération
des ions. La sixiéme partie de ce chapitre aura pour but de montrer que
la réaction du ravonnement induit une transition entre deux régimes lors de
I'interaction d'une impulsion ultra-intense avec un plasma épais et surdense.
Ce chapitre se terminera par I'étude de 'influence des pertes par rayonnement
sur 'interaction d’un faisceau d’électrons se propageant a rebours d’'une im-
pulsion laser ultra-intense. Finalement, nous discuterons des possibilités de
détection de la réaction du rayonnement dans ce type de régime.

Dans le chapitre 5, nous étudierons la rétro-action des effets collectifs sur
le rayonnement synchrotron et 'absorption laser. Ces effets collectifs dus a
I’amplitude importante du champ de séparation de charges dépendent forte-
ment de la masse des ions ainsi que de I'épaisseur du plasma considéré. Dans
un premier temps, nous introduirons les caractéristiques fondamentales de ce
concept. Ensuite nous nous intéresserons a un paramétre remarquable; £y,
temps au bout duquel le maximum de 'intensité rayonnée est atteint. Puis
nous é¢tudierons le comportement des effets collectifs fortement dépendant de
I"amplitude du champ de séparation de charges, en fonction des parameétres
plasma et laser. La détection expérimentale de la rétro action des effets
collectifs sur le rayonnement synchrotron sera finalement abordée.
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2.5.2 Prise en compte des effets quantiques (xe ~ 1)

Dans ce chapitre théorique, nous définirons d’abord les principales gran-
deurs utilisées dans ce manuscrit. De plus nous ferons un bref rappel sur
le formalisme des quadrivecteurs, formalisme souvent percu comme austére,
mais trés pratique dans le cadre de la physique relativiste. Ensuite, une
partie est dévolue aux propriétés du rayonnement dun électron accélére.
Puis nous aborderons le formalisme de I"™auto-force” due a la réaction du
ravonnement sur la dynamique de I’¢lectron, finissant par une étude plus
poussée du modéle utilisé pour décrire la dynamique de I'électron soumis
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a des champs ultra-intenses. Il sera aussi question de discuter du passage
de la dynamique dun électron a la dynamique d’un ensemble d’électrons,
de maniére cinétique, interagissant avec des champs et des photons. Cette
partie se conduira par I'évocation de processus quantiques se produisant a
des intensités laser plus élevées que celles considérées dans ce manuscrit.

2.1 Grandeurs et définitions

2.1.1 Les quadrivecteurs

Pour les études présentées dans ce manuscrit, il est utile de faire un rappel
sur les principales propriétés d un quadrivecteur, vecteur a quatre dimensions
trés utilisé en relativité (restreinte ou générale) pour contracter les équations
et simplifier les calculs. Ces différentes notions techniques sont présentées en
annexe 7.1.

Nous définissons les quadrivecteurs suivants:

e zt= (ct,x), quadrivecteur position
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o Py = (Fr.v,Fp), quadrivecteur Puissance-force
o pF—= (7yemec; pe), quadrivecteur énergie-impulsion
e ji= (ep, pv), quadrivecteur courant

o A¥ = (A% A), quadrivecteur électromagnétique

2.1.2 Application a I’électrodynamique

On définit le tenseur électromagnétique, fonction du potentiel vecteur AH:

a  OAY  OAF )
F* = — (2.1)
O0x,, Oz,
De 14, nous pouvons en déduire une propriété intrinséque de F* étant:

8F“"”+3F”+Fm 0 (2.9)
Oz oz, Oz, '
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Le tenseur F* g’écrit en fonction des champs électromagnétiques E et B
de la maniére suivante:

0 -E, —-E, —E,
, | E. o -B, B N
M=l g o i (2.3)

E, -B, B, 0

Le tenseur ¢lectromagnétique veérifie aussi 'équation suivante pour le
quadrivecteur courant:
OFH 1,

=——j 2.4
637*”‘ Cfﬂj K ( )

oll €p est la constante de permittivité du vide avec g~ 8.85 x 10712 F/m.
En explicitant (2.2) et (2.4), nous en déduisons les équations de Maxwell
dans le vide:

0B
VXE= o équation de Maxwell-Faraday
V.B =0, équation de Maxwell-Thomson
V.E = p/ep, équation de Maxwell-Gauss
1 0E

V x B = poj+ TR équation de Maxwell-Ampére (2.5)
c

De plus, nous pouvons aussi en déduire la deuxiéme loi de Newton sous
forme contravariante pour un électron de masse m soumis a des champs
électromagnétiques, en fonction de F#:

ma = —SF’”‘”&:V (2.6)

2.1.3 Grandeurs fondamentales

Dans ce cadre de l'interaction laser plasma, nous définissons les quantités
suivantes:

e e=charge élémentaire ~ 1.6 x 1071 C.

e my= masse de I'électron au repos et dans le vide — 9.11x1073kg.
e m.= masse de I'électron pouvant étre différente de my.

e \; = longueur d’onde laser.

e w;= pulsation laser.
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—1/2 . y
o Y.=(1—v2/c?) / , facteur relativiste de I'électron
e Fi.=-¢(E+v x B), force de Lorentz appliquée a un électron.

® 7., n;, densités électronique et ionique.

1/2
L — nee? )/ , pulsation plasma ¢lectronique.
p Me€n !
2 P .
* T,.= Smfmg, temps caractéristique associé aux pertes par rayonnement.
€

C’est aussi le temps de traversée du rayon classique de ’¢électron, a la

vitesse de la lumiére. Pour un électron, 7, ~ 6.2 x 10243,

® ¢p =885 x 1072 F/m , permittivité du vide.

o 1o = 1/ (eoc?), perméabilité du vide.

» »

2.2 Rayonnement d’un électron accéléré

Le but de cette section est d’introduire de maniére simple et pédagogique le
ravonnement d’un électron relativiste soumis a des forces extérieures. Nous
verrons ensuite comment incorporer cette puissance rayonnée dans I'équation
du mouvement de I'électron. Dans le cadre de cette étude les forces ex-
térieures sont restreintes a des forces de nature électromagnétique. La graviteé
est par conséquent négligée.

2.2.1 Puissance totale rayonnée par un électron rela-
tiviste

Lorsqu'un électron est accéléré, celui-ci émet de 'énergie sous forme d’ondes
électromagnétiques. Ces champs électromagnétiques se calculent en résolvant
les équations de Maxwell. En utilisant la méthode des fonctions de Green
nous pouvons en déduire la forme du potentiel vecteur et du potentiel scalaire
[Jackson 1962]:

1 [ pl,t) .
A%(r,t) = - dPy 2.7
;) dreg J |lr —r'|| ’ (27)

Ho J(I"}t;) 3. c

A(r,t) = — | ——=d 2.
(r? ) 4?1, ||r _ r;” r ( 8)

1
avec tp =t + E||r — 1| (2.9)
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Le temps retardeé ¢, est le temps auquel I'observateur percoit le rayonnement
émis par I'électron, dont I’émission initiale s’est faite a 'instant . Ce temps
retardé est une conséquence de la vitesse finie de la lumiére. II faut un
certain temps a l'onde ¢lectromagnétique pour arriver jusqu’a l'observateur.
Or dans le cas de phénoménes caractérisés par des vitesses comparables a la
vitesse de la lumiére, le terme ||r —1’|| /¢ n’est pas négligeable. Ainsi le temps
auquel a été émis le rayonnement différe du moment ot I’'observateur percoit
le rayonnement.

En utilisant la relation (2.1), exprimant la relation entre A(r,t), E et B,
champs électromagnétiques auxquels est soumis I'électron:

E = —% ~V, A", B=V,xA, (2.10)

Dans le cas d'une charge ponctuelle impliquant p(r,t) = —ed(r) et J(r,t) =
—ed(r)ve on peut en déduire facilement U'expression du champ électrique E
et du champ magnétique B:

B(r.t) = ——— | 20 [ (m-pxp)]

Amey | 72r23 —t,  cAreg LK3r t=ty
B(r,t) =n x E; (2.11)
r—r R
k=(1—n.pB,), n= = :
A=l IR
Le champ électrique E est composé d’un terme évoluant en 1/||r — ¢/||2 qui

est appelé terme de Coulomb. Ce terme est négligeable a longue distance et
véhicule un champ de nature électrostatique. Le deuxiéme terme évolue en
1/|[e—r’||. C’est le champ, de nature électromagnétique, di a accélération de
I’électron. Nous pouvons montrer aisément que ce terme du champ électrique
est perpendiculaire au champ magnétique découlant du potentiel vecteur A.
Par conséquent, le vecteur de Poynting, [[ = EMLDB associé a ces champs est
vecteur accélération de I'électron ve, dans le cas non-relativiste, le vecteur

de Poynting s’écrit:
. 2
0 ExB 1 | —e ﬂx(nxﬁe) 2.1

== n. 2.1:
Ho Cpo | cdmeo IRl

t=t,
Nous en déduisons la puissance rayonnée par unité d’angle solide s’écrit:

dP,qy 3 9. 9 o
O = gy rMeVesin e. (2.13)
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En intégrant © sur 'angle solide €, nous obtenons la puissance totale
rayonndée:

Proy = Tome Ve (2.14)

Dans le cas relativiste, une maniére élégante et astucieuse de calculer la
puissance rayonnée par I’¢lectron est de se placer dans le rétérentiel propre de
I’¢lectron. En effet, nous réécrivons la formule précédente sous forme quadri-
vectorielle, valable dans n'importe quel référentiel, du fait que la norme d’un
quadrivecteur est un invariant de Lorentz :

Proy = metra 0t (2.15)

ce référentiel, seule la partie temporelle du quadrivecteur accélération est non
nulle. Il en est de méme pour le quadrivecteur vitesse, v# = (7ec; 7ev) = (¢;0)
:ar e = 1 dans le référentiel propre de 'électron. En utilisant la seconde loi
de Newton écrite sous forme contravariante (2.6) nous obtenons I'expression
de la puissance totale rayonnée :

L [FPF, — F*F,] = —2E?, ke[1,3],  (2.16)

6megcm? M,

Pray:

E’ étant le champ électrique ressenti par I'électron, dans son référentiel
propre.

Afin d’alléger les notations, nous omettrons l'indice “ray” dans P.q,. En
utilisant la transformée de Lorentz: E' = 7.(E + v x B), nous obtenons
finalement, 'expression générale de la puissance totale rayonncée :

P=Z~2[(E+vxB)’— (8,E)3,] (2.17)

Me

Diffusion Thomson

La diffusion Thomson est un processus d’interaction entre un électron et un
photon de faible énergie, associé & un champ électromagnétique (E, B). Cela
signifie que ’énergie du photon Aw doit étre trés inférieure a 'énergie de
masse au repos de I’électron, mec?. L’électron absorbe le photon et le réémet
dans une direction différente de sa direction initiale. L’énergie du photon
réémis par 'électron est inchangée si celui ci est initialement au repos, sinon
une modification de la fréquence du photon aura lieu par effet Doppler. C’est
un processus linéaire. Dans le cas de la diffusion Thomson nous avons, E#
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0 et la contribution du champ magnétique B est négligée. Dans ce cas, la
puissance rayonnée s’écrit :

_Tr 2 2 .
Pr = me% (eE)”. (2.18)

En utilisant I'expression de la section efficace de diffusion Thomson : or =

8ﬂ(4ﬁrfgm Tt )2 = 8“?’3, rp étant le rayon classique de I’électron, nous obtenons
. ;

une nouvelle expression de la puissance totale rayonnée

Pr = ceqory?E*. (2.19)

Rayonnement synchrotron

2 _ . . .
Dans le cas synchrotron, E= 0 et (v x B)” =sin®(¥))v?B?, d’oul la puissance
totale rayonnée :

-PS),'uCthrml = m 282 "&11] (,,’b)’ (ZZU)

€

avec Ug = 2‘%0 étant la densité d’énergie magnétique et ¢ = (V;B). Si

I’'on désire connaitre le comportement moyen du rayvonnement émis, il nous
faut intégrer 'angle v sur [0, 27]:
2

(P) = §0TU30%52 (2.21)

Ce dernier cas est sensé pour un plasma d’¢lectrons dans un champ mag-
nétique externe. Il est caractérisé par une émission anisotrope.
Nous remarquons que dans le cas ultra-relativiste (||ve]| — ¢), la puissance
rayonnée synchrotron s’écrit :
21.c
tru 2 2 [ 30
P, .= e“B*y (2.22)

‘3»?71!,‘.3

2.2.2 Energie rayonnée d’un électron relativiste

Nous venons d’établir 'expression de la puissance rayonnée par un électron
ayant une accélération non nulle. Nous considérons que 'électron perd son
énergie uniquement par pertes radiatives. Nous avons:

de
dt

e e ¢nergie totale de I'électron.

=—P

e P: puissance rayonnée par l'électron.
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——Orbit = ———
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Figure 2.1: Distribution angulaire du rayonnement émis par un électron ac-
céléré. (a): cas non relativiste. (b): cas ultra-relativiste.

Rayonnement synchrotron

Pour simplifier, nous supposons ¥ = 7/2, d’ou:

dye 1€ B?y?

- me(l- %)

En exprimant 'impulsion de I'électron en fonction de sa vitesse, puis
I"impulsion en fonction de I’énergie totale, nous obtenons :

de Wy [ 2\
— = —21{e"— (mec 2.23
dt MeC? { (mec?) } ( )
avec la pulsation cyclotron
eB
wp = —.
me

On remarque que énergie de masse de I'électron mec? est une solution par-
ticulicre de 'équation (2.23). Ensuite, nous résolvons 'équation sans second
membre:

2
de _ _TWp o
dt MeC?

801t )
de  mwy
= - 2dt
€ mec

d’ou I'expression de la solution générale :
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1

(m:@% +a)

+ mec2

e(t) =

-1_, .2
e Iy =wpT
e «: constante a déterminer.

On a supposé que I'électron rayonne dés 'instant £ = 0. En fait, I’électron ne
commence a rayonner qu’apres un certain temps, caractérisant 'interaction
du champ avec I'électron. Dans le cadre de notre étude il est raisonnable de
négliger ce temps d’interaction, car il est trés faible par rapport a la durée sur
laquelle nous calculons I’évolution temporelle du ravonnement de 1’électron.

Lorsque t — oo, £ — m.c®. Cela traduit un arrét total du mouvement
de I'¢lectron. Qualitativement, I'¢lectron a rayonné toute son “énergie de
réserve”, ¢’est a dire toute son énergie cinétique, notée £, = (ye — 1)mec?.
Pour déterminer la constante a, nous savons qu’a t = 0, I'énergie totale de
I'électron est: €(t = 0) = vemec® |1—o. Soit en réinjectant dans I'expression

1

de £(t), nous en déduisons que a = el Si lt—o. Finalement nous
e € = c

obtenons 'expression de I’énergie totale a 'instant t :

(70— 1)
(o —1)(x) +1
Par conservation de l'énergie et en supposant que l'¢lectron perd son
énergie sous forme de rayonnement, nous pouvons en déduire 'expression de
I'énergie rayonnée &€pqy:

e(t) = +1 3 mc? (2.24)

Eray(t) = €(t = 0) —e(2).

Comme &(t = 0) = qpmec? et en réinjectant expression de €(t), nous
obtenons finalement :

o — 1)2(t/to oL
Eray(t) = (0 — 1)7(t/to) Mec>. (2.25)
(o — 1)(t/to) +1
Nous posons teooling = (,},—;ET) appelé temps de refroidissement. Dans ce

-as, cela correspond au temps pour lequel I'électron a perdu la moitié de son
énergie cinétique par rayonnement. La figure 2.2 illustre le comportement
de I'énergie cinétique d’un électron soumis a un champ magnétique ainsi
que son énergie rayonnée. Ces deux énergies sont complémentaires au sens
ou I'électron rayonne son énergie au détriment de son énergie de réserve,
identique ici a son énergie cinétique. Le temps ¢/, correspond au temps de
croisement de ces deux courbes.
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Energie = {(t)
1 electron. gamma=100 et B=100MG

——- Energie cinetique (sans pertes)
—— Energie rayonnee
—— Energie cinetique (avec pertes)

Energie rayonnee (MeV)

temps (ns)

Figure 2.2: Evolution de I'énergie d’un électron sans prise en compte et avec
prise en compte des pertes par ravonnement.

Diffusion Thomson

Afin d’éviter le probléme complexe de la génération d’harmoniques, nous sup-
posons un champ électrique polarisé circulairement tel que E = %COS(th —
kx)ey+%sin(th—k$)ez. La dépendance temporelle du champ électrique est
importante pour la suite. En effet, elle nous permettra d’évaluer numérique-
ment I’énergie rayonnée par un électron, soumis a un oscillateur harmonique
1D avec v, = ||ve||e;. Nous définissons le régime radiatif ou I'énergie rayon-
née sur une période laser est comparable a 'energie de masse de I'électron,

s01t angTr ~ 1. Dans ce cas, nous avons :

dr,
d: = —Ldf_:’rTr")fg

avec,
el agwr,

W =
2mec 2

On intégre I'équation précédente, ce qui nous donne aprés simplifications

diverses:

7o

= —_— 2.26
1+ 'yowf;t’rr ( )

Ye(t)
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En utilisant la relation (2.25), nous en déduisons la forme de I'énergie
rayonneée par 1’¢lectron:

TrYoGo/4wr,
1 + 7000 /4wy,

Eray(t) = (70— 1) (2.27)

Ici, le temps caractéristique li¢ au refroidissement de 'électron est t.qopins =
(Trfyﬂao/ﬁl:wlg)_l. Il est inversement proportionnel a I'intensité du champ élec-
trique, si 'on suppose 79 = 4/1 + a2. Plus lintensité appliquée a I'électron
est importante, plus celui-ci rayonnera une quantité d’énergie en un laps de
temps d’autant plus court. Cet aspect li¢ a la fois a la dynamique de I’¢électron
et au ravonnement qu’il émet, sera davantage détaillé en section 2.4.4. Nous
aborderons notamment le comportement du temps de refroidissemnt dans le
as d’un plasma d’électrons.

2.2.3 Puissance rayonnée par unité d’angle solide

Du fait que nous ne nous intéressons qu’a la partie temporelle du quadri-
vecteur Puissance-force, nous utiliserons une notation scalaire. En utilisant
le fait que la puissance rayonnée totale est un invariant de Lorentz nous
pouvons en déduire & partir de 'expression non relativiste (2.13), dans le
référentiel propre de I'électron, la puissance rayonnée par unité d’angle solide

P’ 3 2 200y o
g = 5MeTra’ sin (e (2.28)

R _> - 7 . . LY . . ) 21 2 .
° O :(?; 7)) étant 'angle entre la direction de 'émission et 'accélération
de I'électron dans son repére propre.

Une fois obtenue la puissance rayonnée par unité d’angle solide dans le
référentiel propre de I'électron, nous effectuons des transformées de Lorentz,
afin d’obtenir la puissance rayonnée par unité d’angle solide, dans le référen-
tiel du laboratoire.

Lorsque les photons sont émis sous un angle ¢ défini par rapport a la
vitesse de I'électron, dans le référentiel propre de I'électron, ceux-ci sont émis
sous un angle noté 6, dans le référentiel du laboratoire comme le montre Iz
figure 2.3.

. ] - . — ¥ :
Afin d’alléger les expressions, nous posons p = cos(f) = % soif
€,

r
dp = > (lfﬁ AL Les énergies dans chaque référentiel sont reliées par: dW =
€ €,
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Direction d'@mission
du rayennement

Figure 2.3: Emission du rayonnement par rapport a la vitesse et 'accélération
de I'électron, dans le référentiel du laboratoire.

Ye(dW' + edpl,) = Ye(1 4+ Bep')dW'. Ainsi, nous obtenons la puissance rayon-
née par unit¢ d’angle solide dans le rétérentiel du laboratoire :

dP 4P’ dt , N
ol dQ’(Ehg(l + Bept)?. (2.29)

Si l'on désire connaitre la puissance émise nous avons la relation suivante

dt = vedt'.

Si 'on veut connaitre la puissance reque par l'observateur, il faut tenir
compte du fait que I'électron se déplace & une vitesse non nulle par rapport
a l'observateur. Nous avons donc:

dt = ’Ye(l - JBE:U’)dt,'

D’un point de vue fondamental, ¢’est le rayonnement émis qui nous in-
téresse car il dépend uniquement de la dynamique de I’électron. D’un point de
vue expérimental, ¢’est I’émission recue par 'observateur qui est la grandeur
la plus pertinente. Par exemple, lors du diagnostic du rayonnement d’un
plasma surdense (ayant interagi avec une impulsion laser ultra-courte et
ultra-intense), le rayonnement diagnostiqué devra évidemment étre confronté
a l'expression théorique de I'émission recue par 'observateur. Aprés quoi il
faudra effectuer une transformation pour en déduire le rayonnement émis
afin d’en déduire notamment des propriétés sur la dynamique électronique
du plasma. Dans la suite de cette section nous allons donc calculer dans
chaque cas (Synchrotron et diffusion Thomson) la puissance émise par unité
d’angle solide puis la puissance recue par unité¢ d’angle solide.

Puissance émise par unité d’angle solide

En utilisant la formule 2.29 nous avons:
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' A 3m v (a? + ~2a?
O A (14 gt = T DL ) (O 2251 e
(2.30)
avec (1 + Bep!) = m. Or, sin?(®') = sin*(#') = % et a' =
Y2(ai+7eay/). De cette formule, nous obtenons les expressions des puissances
rayonnées, pour chaque composante (paralléle et perpendiculaire). Pour la
composante lice a 'accélération paralléle a la vitesse nous avons:

dpP,  3meraj,

0 = sy ® (2.31)

Si l'on se place dans le cas ultra relativiste, 7. > 1, I'émission du ray-
onnement de 'électron est fortement anisotrope. Le champ électrique (2.11)
relatif au potentiel de Liénard—Wiechert présente un dénominateur ayant des

Par conséquent, la puissance rayonnée est importante pour des angles pour
lesquels le facteur de Doppler est petit. En effectuant un développement
limité pour 8 — 0, le facteur de Doppler s’écrit:

L~ fecos(t) = 5 (1L B2+ 0°) + O (¢?)

Dans le cas ultra-relativiste, 'angle @ est petit et nous pouvons effectuer un
développement limité pour sin(#), ainsi que pour p. Soit a 'ordre 2, sinf ~ 6

et p~1-— %. Nous avons aussi e = 1 — alg + 0 (,},—15) Nous avons donc
Ye(1 — Bep) =~ @2%@, qui nous permet d’écrire :
2 2
dpPy, _ IQmETraH(%H) . (2.32)
2 (1 + (1e0)?)° '
dP, 3merral 1 sin?(0) 0052((;5)) (2.33)

dQ  8m(l—fep)?® Ye(1 = Bep)?
avec ¢ = ‘%}’,B-t. Soit en utilisant les mémes développements que précédem-

ment, nous obtenons :

dP, 3merra? 6
a0~ w1+ (L0)%F ¢

1 — 2(7.0)* cos(2¢) + (7.0)*) (2.34)

Nous pouvons simplifier cette expression en posant cos(2¢) ~ 1. En effet,
nous avons ¢ — L;—Bt ~ ‘;—BAt ~ ;15 < 1. At est le temps durant lequel
€ € €
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I’observateur percoit le rayonnement. Ceci sera détaillé dans la section 2.2.4.
Nous obtenons alors une nouvelle expression :

a0 - (Lt (R0

(2.35)

Rayonnement synchrotron

Dans le cas du rayonnement synchrotron, nous avons a;; =0 et a; = %B-’ul.
€

Par conséquent, la puissance émise par unité d’angle solide s’écrit :

apP 2e2wiv?
dQ 731 + (1.0)2)"

(1— (10)*)*2. (2.36)

Diffusion Thomson

Dans le cas de la diffusion Thomson, nous avons a;; = ——FE,, et a; =
! MeCYe
—€ 5 5 7
— SEJ_. Nous obtenons :

dpP e’r,
dQ  2mrme(1 + (7.0)?)

—{892E% (70)* + 2E3[1 — (1.0)22 192, (2.37)

Puissance recue par unité d’angle solide

En utilisant les mémes développements que ceux de la formule 2.30 et en
procédant de la méme facon, nous obtenons les expressions des puissances
ravonnées par unité d’angle solide :

dPN 24meTr2a?{ (7&9)2761'0
dQ (14 (70)?)°

(2.38)

201 _ 212
dP, _ 67,mea’ {1 — (7.0)°} , (2.39)
df2 (14 (7e0))°

Rayonnement synchrotron

Dans le cas du ravonnement synchrotron, la puissance recue par unité d’angle
solide s’écrit :
dP GTrmew?BUi{l - (7&9)2}2 6
N (e D

(2.40)
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Diffusion Thomson
Dans le cas de la diffusion Thomson, nous avons :

dP _ e’ {4c Ej (7c0)" + BT (1 — (7:0)")*} ¢
7o) Tme(L + (7:9)2)° e

(2.41)

2.2.4 Estimation de la durée de I'impulsion du rayon-
nement

Nous avons vu précédemment que ’émission était fortement anisotrope et
concentrée sur un cone de demi-angle de 'ordre de '}'ie En terme de distribu-
tion dans l'espace c’est le méme type de rayonnement que celui d’un phare.
Du fait que ce cone d’émission est trés fin dans le cas ultra-relativiste, la
durée du rayonnement percu par 'observateur est extrémement courte. Cela
explique notamment pourquoi nous obtenons dans le cas ultra-relativiste, un
spectre en fréquence trés large. Pour estimer la durée de 'impulsion du ray-
onnement, il est nécessaire de connaitre le rayon de courbure de la trajectoire
de I'électron noté K pendant la durée de I'émission du rayonnement. Dans

une direction donnée, As = KAl ~ i—" Puis, nous utilisons la deuxiéme loi
[
de Newton (voir équation (2.6)). En ayant ||Av,| = ||ve|Af et At = %,

nous obtenons :
Yemv?Af  —e x v x Bsin()

As c ( )
— M 01 — £ £} — —2 VO f— i
or, K = 33, dou kK = —VJ’—wBSmw) et At' = opem(g) Avee wp = o= Pour

un observateur au repos dans le référentiel du laboratoire et un électron se
propageant vers l'observateur, nous avons la relation At = (1 — Be)At’ ~

At' p T . g . .
e Cela nous donne la durée de I'impulsion dans le référentiel du laboratoire
€
1 o 4
TeWnB Sln(w)

Lorsque la valeur de 'angle 1 tend vers 0, cela implique que accélération
de I'électron dans le champ magnétique B est nulle. Par conséquent, I'électron
ne rayonne pas.

La durée du rayonnement observé, est beaucoup plus faible que la durée
“réelle” du temps de parcours de I'électron sur la longueur As, d’un facteur
72, Ceci est di a la faible ouverture du cone d’émission qui est en '}'le et aux
effets relativistes de changement de référentiel, faisant apparaitre un terme

en ,}% Nous pouvons donc nous attendre a observer un spectre de I’émission

€

rayonnée par 'électron, large en fréquence. Dans le cas non relativiste (7, —
1), le temps d’observation sera nettement plus important. Nous aurons cette
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fois ci, un spectre discret, centré en w = wpg. Typiquement, dans le cadre
des sursauts gammas, les intensités des champs magnétiques sont de 'ordre
de 1077 Teslas, soit wp ~ 10* rad/s. Pour un électron ayant 7, ~ 10%, nous
obtenons une durée d’impulsion At de 'ordre de 10795,

2.2.5 Spectre en énergie

Afin de calculer le spectre en fréquence du rayonnement émis par 1’électron
accéléré, nous allons calculer la transformée de Fourier de la puissance ray-
onnée. Nous utilisons la méthode de dérivation décrite dans la référence
|[Westfold 1959|. En utilisant les expressions des champs électrique (2.11) et
magnétique (2.11) engendrés par les électrons rayonnants, la transformée de
Fourrier du ravonnement émis par unité d’angle solide et de fréquence s’écrit:

dW e? : 1 Wt 12 (o A4
oG = oo f X0 < B s| e (240

La premiére étape consiste a exprimer t en fonction de ¢, via un change-
ment de variable. Soit:

dt = dt, (1 —n.B).

Ce lien entre t et t,., le temps retardé auquel est percu le rayonnement par
I’observateur est correct pour un observateur trés ¢loigné de la source de
ravonnement, ici I’électron accéléré. Autrement dit ce changement de variable
est correct pour Ry > n.r(tr). Ensuite, nous remarquons que:

d (nx(nxp) _HX((n—,@)xf))

dt, \ 1—np (1-np)?

En effectuant une intégration par parties, le spectre en fréquence du rayon-
nement s’écrit:
dw e?w?
dQdw  16m3¢ye

| /e“"(t“_r(“‘)'nmn x (n x @) dt, |*. (2.45)
La deuxiéme étape consiste a projeter le terme n x (8 x n) sur la base
orthonormeée (n, eJ_,e”) lice a la trajectoire de I'¢lectron:

) vt v )
nx (8 xn)=e;sin( — | —ejcos | — | sind.
K K

Nous supposons que B(t,) est paralléle au vecteur n a t,—0. Puis, nous
supposons que e est contenu dans le plan de I'orbite et perpendiculaire a n.
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zZ M

Figure 2.4: Schématisation de la trajectoire de I'électron, figurant les dif-
férents angles et vecteurs caractérisant les propriétés du rayonnement émis
par I'électron.

Par ailleurs, le vecteur e est perpendiculaire au plan (n,e; ). Cette base est
schématisée en figure 2.4.

Puis nous nous placons dans I'approximation ultra-relativiste: nous sup-
posons 'angle du cone d’émission ~ 2/ trés petit et ot la vitesse de 'électron

tend vers celle de la lumiére. A 'ordre 1 en T—lg, nous obtenons:

Be=1— 12+0(i2)

27 Ve
et 02 1
0059—1—54—@( g)
d’ou,
tr—m.r(ty)/c = t,——cosfsin (U—tr) _ ! l(l + (768)?) tr + 72153] +0O (i)
- =) o 302 >

Pour 8 < % et et, < k/7e Uexponentielle oscille trés rapidement impliquant
une contribution nulle dans Uintégrale (2.45). En séparant en composante
paralléle et en composante perpendiculaire U'expression (2.2.5) nous avons:
a*w dQWJ_ d*W,
dQdw dﬂdw dQdw’

d*W, e?w cty 2 V’t3 2 i
de = 163 EOc|/—(xp[ (9 tr +c° 2)]dtr| (2.46)

d2W|I w?g? 2 g 2 5 A7
dndw_16ﬂ3600|/ xp[ (Ht T 2)] LI (247)
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aver 92 — 2
avec 02 = (1 + (607)?%).

Les intégrales (2.46) et (2.47) peuvent s’exprimer via des fonctions de
Bessel modifiées:

d*W, 0e2w? [ KO? N
. = e (m;f) K3/3(n), (2.48)
d2W|| 982w292 f‘GI92 :
dQdw  32miec ( c,;) K35 () (2.49)
wkd?
=3 -
Y

En supposant que 7. > 1 ’émission de la particule est essentiellement
dirigée suivant la quantité de mouvement de la particule. Il est deés lors
raisonnable de considérer que le rayonnement émis par unité d’angle solide
peut étre roprésont(‘ par une fonction de Dirac centrée sur le moment de

Iélectron tel que 45 — & (Q ”p”

En intégrant (Z 48) et (2.49) nous obtenons la puissance rayonnée par
unité de fréquence et d’angle solide pour chaque polarisation, perpendiculaire
et paralléle:

apP, 3\/§Trwgsin(a)ﬁmec2
0 5 4 (Q — W) [F(z) + G(z)] ,(2.50)
dp, 3v/37.wpsin(a) fm.c? ( B L) 2) — Gl (-
F(a) = [ d¢Kap(€), Gla) = ohualo), (2.52)
w

Le spectre en fréquence sur toutes les polarisations est la sommation des
I : e Sl (9 K€ 5/2
contributions perpendiculaire (2.50) et paralléle (2.52). En posant S(z)=%—F(z)

a a oo P — 8 P — "TQT‘— 3 2 a a 2 a a a
tel que [Z S(x)dz =1 et Prag = 25 (eBvesin(a))”. Le spectre en fr(,qu(,n(,(,

du rayonnement émis par un ¢lectron accéléré s’éerit:

(2.53)

£ =LusQ - B)S(2£

Wer

La fréquence critique w,. est 43 fois plus importante que la pulsation fon-
damentale synchrotron wg. Autrement dit, la majorité de I'émission s’ef-
fectue a des harmoniques d’ordres élevés. En effet, nous pouvons poser
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Wer — NeWp AVEC Mg — %72 sin &, harmonique critique. Néanmoins, nous
avons vu précédemment que 'observateur percoit uniquement pendant un
temps /At le rayonnement. Par conséquent, I'expression du spectre en puis-
sance de I'électron n’est valable que sur Uintervalle de temps At, ou le mou-
vement de ’¢lectron est supposé ultra-relativiste et circulaire. Comme il a
été évoqué, I'émission angulaire d’'un électron ultra-relativiste est fortement
anisotrope, caractérisée par un cone d’émission paralléle au vecteur impul-
sion p, de I'électron et dont la dispersion angulaire est de ~ 2/7,. Il est par
conséquent raisonnable de considérer une distribution de Dirac centrée en
Pe/||Pel| pour 'émission angulaire de 1’électron.

La fonction S(z) peut étre assimilée & une densité de probabilité en
fréquence, caractérisant la probabilité qu’a un électron d’émettre un ray-
onnement de fréquence w. Les comportements asymptotiques de la fonction
S(z) s'expriment simplement:

- 2
e Aux basses fréquences telles que w < wer :% oc ()13
cT

e Aux hautes fréquences telles que w > we, : % o w—e“"’f“’”
cTr

Dans le cas d'un électron soumis a un champ électromagnétique arbi-
traire, la fréquence critique caractérisant le rayonnement émis prend la forme
généralisée [Sokolov et al. 2011]:

wor = Sy IELezel (2.54)

avec Fre = —e (E + v, x B) la force de Lorentz. Cette pulsation caractéris-
tique prend en compte I’émission synchrotron engendrée par un champ mag-
nétique et le processus de diffusion Thomson engendré par I'interaction d’un

champ électrique (composante électrique du champ laser par exemple) avec
un électron. En exprimant la force de Lorentz Fr. par rapport au potentiel
vecteur normalisé ag et en explicitant 'impulsion de 'électron pe = Yemeve
la pulsation critique peut s’exprimer via la pulsation du laser:

3

Wer ~ §’YgaﬂwL (2.55)

d’onde laser d’un micromeétre, 'énergie d’'un photon du laser hAwr est de
lordre de 1 eV, ce qui implique un rayonnement hAw,, de lordre de 3 MeV.

Cette forme générale (2.54) a ’avantage de pouvoir traiter deux processus
différents mais tous deux essentiels en physique des plasmas. En conséquence,
nous considérerons cette forme dans toute la suite du manuscrit pour la
pulsation critique du ravonnement émis. Par simplicité, nous parlerons de
rayvonnement synchrotron dans la suite du texte.



2.3. DYNAMIQUE D’UN ELECTRON 41

0 1 1 1 1 1

0 0.5 1.0 1.5 2.0 2.5

g = /0,

Figure 2.5: Spectre du rayonnement synchrotron d’un électron relativiste
accélére

2.3 Dynamique d’un électron

2.3.1 L’équation de Lorentz-Abraham-Dirac

Dans le but de prendre en compte la réaction du rayonnement dans I'équation
du mouvement des électrons, il est nécessaire de considérer une force sup-
plémentaire s’ajoutant a la force de Lorentz, pour un électron soumis a un
champ électromagnétique. Cette force est de nature différente par rapport
a la force de Lorentz, qui dépend du monde extérieur, engendrée par exem-
ple, par d’autres particules (champ de séparation de charges) ou un champ
¢lectromagnétique extérieur. La force supplémentaire appelée auto-force est
due a la dynamique de I'électron, mais aussi liée a la puissance instantanée
ravonnée par celui-ci selon:

R'&yfmuét? - Faut-o—forcc Ve (Z 56)

En utilisant la formule de Larmor (voir référence 2.2.1), nous pouvons
en déduire facilement l'expression de la force de friction radiative par la
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conservation de I'énergie, c’est a dire en stipulant que 'énergie cinétique
perdue par I'électron est entiérement convertie sous forme de rayonnement
(durant D'accélération de I'électron). Nous en déduisons 'expression de le
force engendrée par la réaction du rayonnement sur I'électron:
da
dt’

De 1a nous en déduisons I'équation de Lorentz-Abraham sous forme con-
travariante:

Iy rd
Fauto—fm'cc = MeTy (Zrﬂ)

2
me@ = ——F’”‘"Uv + me’r,nd o
dr mMe dr?

Cependant, cette équation pour la dynamique de I'électron posséde des
solutions non physiques. En particulier, lorsque la force extérieure appliquée
a l'électron est nulle. Le terme auto-force engendre quand méme une ac-
célération proportionnelle a e ™) ce qui est absurde.

Pour des particules chargées ayant des vitesses relativistes, il est judi-
cieux de procéder selon une approche quadri-vectorielle. Il est nécessaire
d’avoir une approche différente concernant la prise en compte des pertes
par rayonnement de l'électron, afin d’écarter toute solution non physique.
Les quadrivecteurs a et F!., sont orthogonaux a v*, par conséquent I'auto-
force, elle aussi doit étre orthogonale a la vitesse, et doit avoir la forme
[Rohrlich 2000]:

(2.58)

pHY

F*

auto-force

= PWX, = (" +

)X, (2.59)

PHest la projection perpendiculaire du quadrwoctour vitesse v* dans
Pespace de Minkowski (7.1). En supposant que I'équation du mouvement
prenant en compte la force de réaction du rayonnement est linéaire et d’ordre
2 par rapport a la vitesse, nous pouvons écrire X, sous la forme: X, =
av, + bo, + 21, soit PP*X, = (n* + ”p” ¥ Y(av, + bi, + 27,) clest a dire
P¥ X, = bo* 4 zo*, car v'v, = 0 et P’”‘"U;, = (1" + ¥ )v, = 0. Nous
posons b = —dm. Nous ajoutons ce terme dans le membre de gauche de
I’équation de Newton. Cela correspond a la renormalisation de la masse de
I'électron due a 'auto-force. m, = m+dm. Nous pouvons simplifier le dernier
terme de droite : P, = (i + 2% —1,). Or, v"1, = dcfrv Uy — V0, = —0“0,
et nous posons z = T,, ce qui nous permet finalement d’écrire I’'équation du
mouvement de I'électron prenant en compte la réaction du rayonnement :

mEU F ext + Fauto—fmrv (260)

avec .
V%0

F

auto-force U}u] (261)

= meT[0* — 2
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C’est I'équation de Lorentz-Abraham-Dirac. On peut poser:

i — LW g
Faut.o—fm'cc - Fsch + Fray
1,
avee R — G ot R — Qe
avec Fl, = mer i et Fl = —me, v (2.62)
.1 Te 8 a s ] :‘)\ . 1 T a )\ M Ay .
Le nouveau terme dans I’équation du mouvement, noté Fm_o_fmm, est ap-

pelé le tenseur “auto-force” car ce terme est dit au propre champ de la charge,
agissant sur elle-méme. Ce terme se décompose en deux termes. Le pre-
mier terme, appelé terme de Schott [Schott 1912|, dépend uniquement de la
dérivée temporelle du quadrivecteur accélération de 'électron. Le deuxiéme
terme est appelé tenseur de “réaction de rayonnement”. Il décrit I'impulsion
et I’énergie perdues sous forme de rayonnement, lorsque I’électron a un mou-
vement accéléré. Le terme de Schott, proposé a 'origine par Lorentz et
Abraham, décrit un processus réversible en temps. Par contre, le terme
de “réaction de rayonnement” implique une irréversibilité temporelle car il
engendre une perte de I'impulsion et de I'énergie de I'électron. Cette renor-
malisation de I'équation de Lorentz-Abraham a été effectuée par Paul Dirac
en 1938.

Bien que renormalisée et généralisée aux ¢lectrons relativistes cette équa-
tion comprend toujours des solutions non physiques comme des solutions
anti-causales ou de “pré-accélération”, permettant 'accélération de 1’électron
avant D'application de la force. Ces solutions non physiques persistantes
soulignent la limitation de I'¢lectrodynamique classique. En dessous du
ravon classique de I'électron, relié au temps caractéristique 7, par re— = %(:’7},,
I’¢lectrodynamique classique n’est plus valable. La mécanique quantique per-
met de résoudre ce probléme. Par le principe d’incertitude d’Heisenberg stip-
ulant qu’on ne peut mesurer en méme temps 'impulsion d’une particule quan-
tique et sa position, nous pouvons en déduire une longueur caractéristique a
partir de laquelle le principe d’Heseinberg opére et o la physique classique
n’est plus appropriée. Cette longueur est appelée la longueur de Compton.
Pour un électron, nous avons : A.= miec Numériquement, nous avons A.~~
2.43x1072m. Typiquement cette longueur est environ 100 fois plus grande
que le rayon classique de I'¢lectron. Pour des entités macroscopiques, la
longueur d’onde de Compton tend vers 0, rendant les phénomeénes quantiques
complétement négligeables devant les phénomeénes classiques. II s’ensuit que
pour éviter toute solution non physique, il faut considérer soit un rayon
fini pour les particules, supposées jusque la ponctuelles, ou bien consid-
érer une approche quantique. Ces deux approches ont notamment été ex-
ploitées par Rohrlich, Medina et Feynman [Medina 2006|, |Rohrlich 1997],
|[Wheeler and Feynmann 1945 |. Par ailleurs une approche a été proposée
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par Landau et Lifshitz afin de rester dans un formalisme classique et de
préserver le modéle ponctuel pour les particules.

A présent, relions la longueur de Compton, A., au processus d’accélération
de la particule soumise a une force extérieure. Avec ce qui a été évoqué
précédemment, nous pouvons en déduire une force extérieure pour laquelle,
I’accélération de la particule sera suffisamment intense pour engendrer des
processus dus a I’émission des photons, qui nécessitent une description quan-
tique. Il faut donc que cette force extérieure engendre un travail de 'ordre
de I'énergie de masse de 1’¢électron sur une distance de 'ordre de la longueur
de Compton. Nous en déduisons le champ caractéristique induisant ce gain
d’énergie
mec?

A’
appelé champ de Schwinger. Il est alors important de déterminer le seuil ou
les processus quantiques jouent un role non négligeable dans la dynamique
de la particule chargée, caractérisé par le paramétre ye, rapport entre la force
appliquée a I'électron, sur la force exercée par le champ de Schwinger, Fi.

E, = (2.63)

s’écrit:

_ (_ffefLe, ,ul.)lf{2

Xe oL, ( )
Dans le référentiel du laboratoire nous obtenons:
2 2y 1/2 o
Xe =7e (F3. — (BeFre)®) ' /€eE, (2.65)

Le facteur 7., lic a I’énergie de I'électron intervient dans 'expression de
Xe dans le référentiel du laboratoire. Pour un . éleve, les effets quantiques
seront beaucoup plus vite atteignables pour un champ d’amplitude nettement
plus faible que le champ de Schwinger. Il convient de noter que E, ~ 1.3x10'8
V/m correspondant a une intensité I ~ 2.3 x 10W /cm?. Concrétement
dans le cadre d’une onde plane laser ou d’'un champ magnétique constant, le
parametre x,. prend les formes suivantes:

Xe = Ve (1 — ﬁeu) aghwr, /mec? : cas d’une onde plane laser o
o L (2.66)

Xe = Ye€BocB2sin(a))/Eg : champ magnétique constant, By
Cette derniére expression permet de maniére simple et rapide d’avoir une
estimation du y, de I’¢électron ou plus généralement dans le cadre d’une simu-
lation numérique modélisant 'interaction d’un champ laser avec un plasma.
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correspondant a une intensité laser ~ 3.3 x 10% W/cm?, il est nécessaire de
prendre en compte les effets quantiques lorsque le parameétre y, est de 'ordre
de 'unité.

2.3.2 Equation de Landau-Lifshitz

L’idée subtile de Landau et Lifshitz consiste a considérer que dans le référen-
tiel propre de I’¢lectron, 'amplitude de la force de la réaction du rayonne-
ment, est inférieure a 'amplitude de la force de Lorentz a laquelle est soumis
I’électron. Cette hypothése est vérifiée si dans le référentiel de I'électron le
champ auquel il est soumis est trés inférieur a me.c?/ecr, ~ me.c?/er, on .
est le rayon classique de I'électron [Landau and Lifshitz 1994]. L’amplitude
de ce champ est deux ordres de grandeur plus grande que celle du champ de
Schwinger, F du fait que A, > r.. Il suffit alors de considérer I’équation de
Lorentz-Abraham-Dirac a 'ordre 0 en 7, et d’exprimer la dérivée premiére
et la dérivée seconde de 'accélération via le tenseur électromagnétique:

vt —e puv

g = md U ) (2.67)
vt e OFMY l € Ny l :

dr = me OxzH Uy Ve + mch FMU

De 1a nous en déduisons I'équation de Landau-Lifshitz pour 1 électron:

dv* v o) datd 1 e2 1l v e, 1 vm n
meg- = —eF"v, — en, S v, — T - FHE07 + £ (Favt) (F"™v,) v

La réaction du rayonnement ne peut avoir un effet significatif sur la dy-
namique électronique, que dans la limite relativiste, voir ultra-relativiste telle
que v, > 1. Dans ce cas, le troisiéme terme de la partie droite de I'équation
(2.68) est de I'ordre de 42 > 1, par rapport aux trois autres termes. C’est
par conséquent le terme dominant. Par ailleurs, le premier terme contenant
les dérivées des champs est bien plus petit que les deux autres termes et peut
étre comparable aux corrections dues au spin de 'électron. Ceci a été dis-
cuté dans la réference |[Tamburini et al. 2010|. D’un point de vue vectoriel
et en négligeant le premier terme de droite de ’équation. 2.68, une forme
simplifice de I'équation du mouvement de I'¢lectron se déduit:

dpe dx, )

=Fr.+Fp, — =0, 2.69

dt ve t Fop, T =P (2.69)
ety

ou Fgy = —— [Fr. x B—€E (B..E)] — Tr 2 (Fi.3 — (FLe.ﬁe)2) B..

v
Me mec '€
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Comparé au modéle de Lorentz-Abraham-Dirac, ce systéme d’équations
ne contient pas de solutions non physiques comme des solutions de “pré-
accéleration” ou “anti-causales”. Nous remarquons que dans le cas ultra-
relativiste la force due a la réaction du rayonnement est opposée a la vitesse
de l'électron via l'interaction avec son propre champ électrique. Consid-

(2.68), proportionnel a 72, nous obtenons 'expression suivante pour F¢
|Zhidkov et al. 2002|, |Landau and Lifshitz 1994|:

82

Fofe = ——172 [(Ey — ¢B.)” + (E, + ¢B,)’] (2.70)

meC

La force de friction radiative est proportionnelle au carré de I'énergie de
I’électron. Davantage de précisions seront é¢tablies sur les propriétés de cette
force, dans la section 2.3.3.

2.3.3 Le modéle de Sokolov

Récemment (2009), une nouvelle approche pour prendre en compte les pertes
par rayonnement dans I'équation du mouvement des ¢lectrons a été formulée
par Igor Sokolov [Sokolov 2009|. Tl est question de renormaliser 'équation
de Lorentz-Abraham-Dirac afin d’¢largir son domaine d’application a tout le
domaine classique, x. < 1, a la différence de 'équation de Landau-Lifshitz,
ralable pour xe < 1. Dans cette section, nous décrirons avec le plus de détails
et de didactique possibles, "approche de Sokolov ainsi que les principales
différences avec I'équation de Landau-Lifshitz. Ce modéle sera utilisé pour
les études physiques et numeériques présentées dans ce manuscrit.

Renormalisation de I’équation de Lorentz- Abraham-Dirac

L’idée fondamentale est une renormalisation de la masse de I'électron.

Considérons un ¢lectron au repos entouré dune certaine charge sphérique
de rayon e, tel que I'énergie électrostatique engendrée par la charge de 1’électron
s'écrive:

_1 e? dr

EES - 2

2 4meg r
€
L’énergie ¢lectrostatique étant un scalaire, c’est un invariant relativiste.
Par conséquent, nous pouvons en déduire facilement 'expression du quadri-
vecteur impulsion d’un électron se propageant a une certaine vitesse, reliée
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au quadrivecteur z*:

o0
" TH e z* [dr
= Lles = - — Y
e 2 8meg 2 | r?
€

(2.72)

Lorsque 'accélération de I'électron est négligée nous pouvons exprimer le
quadrivecteur impulsion di au champ généré par la charge en mouvement

par:

[l vient que la masse totale de I'électron est la somme de sa masse “désabillée”
et de la contribution de I'énergie électrostatique engendrée par sa propre
charge:

62

Me = My + —— (2.74)
8megec?

Cette propriété est due au fait que tous les quadrivecteurs impulsions sont
colinéaires au quadrivecteur z#. Lorsque 'accélération n’est pas négligeable,
la situation est plus compliquée. Le quadrivecteur du moment total d'un élec-
tron accéléré n’est plus colinéaire avec le quadrivecteur vitesse. Autrement
dit, en prenant en compte 'accélération de I'électron, un moment peut se dé-
duire via le rayonnement ¢émis par I'électron accéléré. Finalement le quadri-
vecteur moment total s’écrit [Sokolov 2009):

' =pb, + moit = meit — mer i, (2.75)
it = ot + (2)),
(z)h 4 ~ Ta (2.76)

Le deuxiéme terme dans le membre de droite de 'équation (2.76) a été
introduit par Rohrlich. Par contre, la contribution (2.76) est un nouveau
terme introduit par Sokolov. L’équation de Lorentz Abraham-Dirac (LAD)
peut se mettre sous la forme:

. € R A .
= =S, — (), = Tt (@) (2.77)
c Me
De 14, la conservation du tenseur énergie-impulsion, TH s’écrit:
d
P+ (Draa + f Tedv =0, (2.78)

‘équati 2.78) contient un nouveau terme di a la prise en compte des
L’équation (2

8 g € € A a M a a 8 A Lal a a
pertes par rayonnement (p)..,. Lorsque les effets dus a l'accélération de
"¢lectron sont négligés, S avons:
I’¢lectron sont négligés, nous avons

d THdV = F“"";i:l, (2.79)

dr c
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Par ailleurs, le terme ()%, est lié au courant de transition entre le champ
¢lectromagnétique et 1'électron, ~§Fw(dz)$ad peut étre interprété comme le
part d’énergie-impulsion venant du champ électromagnétique, transférée a
I’électron lors de son accélération.

Dirac a pointé le fait qu’il n’était pas possible de conserver a la fois la
norme du quadrivecteur vitesse:

i = itg, = c? (2.80)

et la norme du quadrivecteur énergie-impulsion:
2 _ _ 2.2 ‘
D =P Pu=m.,C (2.81)

dans I'équation LAD. En général, la conservation du quadrivecteur vitesse
implique les conditions suivantes sur ()%, et (p)k ; [Sokolov 2009]:

(&) paan = 0, Me(®)pay = —(B)ragln (2.82)

111 ml) a a a s a a 1 s 1 a . M a . M =)
En utilisant une formule de rayonnement dipolaire, pour (z)!_, et (p) 4 nous
retombons sur I'équation de Lorentz-Abraham-Dirac. Nous constatons dés
lors que comme lidentité (2.80) a été satisfaite, 'identité (2.81) n’est plus
satisfaite:

2 2(2, .2:2 2 2 9 Q

P’ =p'py =mi (& +778%) <mlc (2.83)
Cela signifie que le quadrivecteur énergie-impulsion de !’électron n’est pas
conservé. De plus, via la relation liant le quadrivecteur moment a I'énergie
totale de I'électron:

E?/c* = p'p. + p’ # mgc2 +p?, (2.84)

il ’ensuit que la conservation de I'énergie est violée en ordre supérieur en 7.2
ainsi que I'énergie de masse de I'électron qui devient inférieure & mec?.

Bien que l'équation de Landau-Lifshitz, permette d’éliminer les solu-
tions non physiques, cette équation perturbative de I'équation de Lorentz-
Abraham-Dirac, ne conserve pas non plus I'énergie. En effet, comme il a
été évoqué précédemment 'hypothése maitresse de I'équation de Landau-
Lifshitz est que la norme de la force due aux pertes par ravonnement est
trés inférieure a celle de la force de Lorentz. Dans le calcul relatif au
tenseur des pertes par rayonnement (matérialisé par g* dans la référence
|[Landau and Lifshitz 1994]), Paccélération de la particule % (notations de
louvrage) est uniquement exprimée en fonction de la force de Lorentz, rompant
ainsi la conservation de I'énergie (2.78).
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Sokolov propose de non pas conserver le quadrivecteur vitesse mais le
quadrivecteur énergie impulsion, c’est a dire 1'égalité (2.81). En injectant
la condition (2.81) dans (2.77) I'égalité (2.81) ne peut étre vraie que si, et
seulement si, I'égalité suivante est vérifiée:

— eV Flu (2)70a = Pu(P")raa (2.85)

Nous obtenons dés lors une expression pour le courant de transition, co-
hérente avec I'équation (2.85):

&.}u)"ad = g:?g%}}u? (Z 86)
(#)raa = 7 st f1 |

P,aq est la puissance rayonnée par I'électron accéléré. Il n’existe pas de res-

triction de domaine concernant P,.4. En effet, celle-ci peut étre traitée de
fagon classique (rayonnement dipolaire par exemple) ou comme une variable

Tr f£ /me est le rayonnement dipolaire électrique exprimé via la force généra-
lisée de Lorentz:
eF*p, .
T — (2.87)
Me

le mouvement d’un électron de maniére classique:

; v, T'T‘f2 pﬂ Ty ;
p“:—BFM :Eu_mg(;pu 3 M:E""E f (288)

v o
équation de la quantité de mouvement €¢quation de la trajectoire

Le modéle de Sokolov est le seul modéle connu a ce jour conservant la
norme du quadrivecteur énergie-impulsion, p#. Ceci constitue un point fort
sur le plan théorique par rapport a I’'équation de Landau-Lifshitz, équation
la plus utilisée en électrodynamique lorsque la réaction du rayonnement a
une influence sur la dynamique des particules chargées. Comme il a été
évoqué précedemment, le modéle de Sokolov ne peut conserver la norme du
quadrivecteur vitesse, v2 = ¢ — X2, # ¢2. Néanmoins, I'écart entre v? et
c? est relativement faible et peut étre approché de la maniére suivante en
:alculant la norme de & a Paide de 'équation de droite (2.88):

2
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En utilisant I'équation (2.64), nous en déduisons la norme du quadrivecteur
vitesse en fonction du parameétre y,:

z* ~c* (1 —1.05 x x?) (2.89)
Ainsi, le deuxiéme terme de droite est négligeable et v2 ~ ¢2. De plus,
légalite (2.89) permet d’éviter tout phénoméne supralumique. Par ailleurs,
ce systéme d’équations (2.88) permet d’éliminer les solutions non physiques
et est plus compact que 'équation de Landau-Lifshitz (2.68). D’un point de
vue pratique, le modéle de Sokolov se révéle aussi plus facile & implémenter
dans un code PIC. Ce modéle peut étre étendu a des régimes faiblement
quantiques, pour e ~ 1, tout en gardant une approche classique. Il suffit
en effet de considérer une puissance Prg4, prenant en compte les effets quan-
tiques. Cet aspect a déja été abordé en section 2.5.2. Nous rappelons que
I’équation de Landau-Lifshitz ne peut étre é¢tendue aux régimes quantiques
restreignant son application par rapport aux équations de Sokolov.

Ces équations (2.88) permettent de déduire une expression plus générale
pour le quadrivecteur impulsion de I'électron en considérant la force de ray-
onnement comme une perturbation. Le quadrivecteur moment se comporte
comme une série infinie dépendant de la vitesse de I'¢lectron et du tenseur
électromagnétique F'™. Ceci peut se déduire de I'équation de la trajectoire,

I’équation de la trajectoire peut se mettre sous la forme:
n v I3
mevt = p* + F*p, (2.90)

a lordre 0 en F'™ nous retrouvons la relation classique entre le moment de
I’électron et sa vitesse:

p' = mev* + O(0)

A lordre 1 en (7.eE/m.c) nous obtenons:
P = mat — F*y, + O(FH)

En généralisant a l'ordre n, nous obtenons 'expression compléte du quadri-
vecteur impulsion [Sokolov et al. 2011]:

p=m.y (1) (F)" 4 (2.91)

nz=0

série infinie dépendant du tenseur électromagnétique et du quadrivecteur de
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I’électron. Ceci est une grande différence avec le modéle de Lorentz-Abraham-
Dirac, ou le quadrivecteur moment de I'électron est exprimé par p*= mez".
Ici, le quadrivecteur moment de I’électron est une série entiére convergente si
le champ appliqué a I’électron dans le référentiel du laboratoire est tel que:

(2.92)

- C s

Comme il a été vu en section (2.3.2) ce champ critique m.c?/cr, est beaucou
plus grand que le champ de Schwinger. Afin de rester dans un cadre classique,
la condition (2.92) devient:

IF el < ef| || (2.93)

Finalement, en supposant les hypothéses précédentes a propos de 'amplitude
appliquée a I'¢électron, nous en déduisons la limite de la série entiére expri-
mant le quadrivecteur moment de 'électron:

—m S ()" (F) i = et 9.94
P’ m;( )() T I (Vo) (294)

En réinjectant 'expression du quadrivecteur moment de I'électron (2.94)
dans I'équation régissant la trajectoire de 'électron (2.88), nous obtenons
I’équation suivante en formulation vectorielle:

v
dx, V, T, Frry,

= 2.95
&~ T+ 227 (Vo Fro) | melt 22y (Vo Fr) (2.95)

Avec:
Ve Ty Ve
= Ve — ——= VE.F e T 3
I+ 2z (VeFLo) med Ve ) T )

et —eF*™wv,— Fr.. nous en déduisons immédiatement I'expression vectorielle
pour I'équation de la trajectoire:

B = =c (B, +90.) -
6ﬁ _ 1 Fre—(Fre.Be)B. _ _ (Tr/c)1ewe (2.96)
e mec 1+;’;TE2-(VE.FL5) _ 1+F;%2-(VEAFL5)

Le terme c6ﬁ rend (‘()mpt(‘ du m()m(‘nt de r(‘(‘ul (‘ng(‘ndr(‘ par l’(‘mit;c;i()n

Xe est ld(,(,olomtlon do l(zl(z(,tr()n. En don rant loqudtwn do ld tmj(z(,tmro
(2.3.3) par rapport au temps on peut montrer que laccélération de 1'électron
s’écrit:

1 . Pe-Pe . Pe-Pe
pe 2 2pe + TT“’\J/EWE + T}“WE
r}(eme rYE m

(2.97)

Ve
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ol W, E“:; [0]—% est l'accélération de 'électron a lordre 0 en
(1r€||E||/mec). Dans la plupart des situations, la norme du terme ¢d/3, est
bien plus petite que la vitesse de I'électron. Néanmoins, cela n’est pas tou-
jours le cas. Par exemple, dans le référentiel de I'électron, sa vitesse est nulle
alors que la norme du moment de recul peut étre différente de zéro. D’un
point de vue interaction laser-plasma, la condition stipule que I'intensité laser
correspondant (en ordre de grandeur) au champ auquel est soumis I'électron,
soit bien plus petite que ~ 4 x 10%2W/ecm?. Comme indiqué, ce terme per-
turbatif 653, a pu étre exprimé via w,. Le deuxiéme terme au dénominateur
du terme 68, prend en compte la saturation des pertes par rayonnement
pour un électron soumis a des champs ultra-intenses. Cet aspect n’est pas
pris en compte dans I'équation de Landau-Lifshitz. De la méme facon que
précédemment nous obtenons la forme vectorielle de (2.88) pour I'équation
du moment de I'électron. Finalement, les équations de Sokolov s’écrivent:

dpe dx

— = Fre —edve x B — 7% (0B Fre) B, d—; =c(B.+0B.) (2.98)

Fw‘ad

La premiére équation décrit la dynamique de I’¢lectron alors que la deuxiéme
équation est relice a un phénomeéne cinétique. L’apparition d’un deuxiéme
terme perturbatif dans I’équation de la trajectoire de I'électron nécessite une
nouvelle définition de la vitesse. En considérant que la vitesse de 'électron
est une entité qui peut étre mesurable, la seule chose qu’on soit susceptible
de détecter est bien la variation de la trajectoire de I'électron d’un point
A & un point B, au cours du temps. Par conséquent, la vitesse réelle de
I’électron est bien la somme vectorielle des termes v, et dv.. C’est une des
principales différences avec I'équation de Landau-Lifshitz pour laquelle la
rariation temporelle de la trajectoire de la particule est directement égale a
sa vitesse notée v,.

Le premier avantage a propos du modéle de Sokolov est qu’il constitue
une renormalisation exacte de I'équation de Lorentz-Abraham-Dirac. Con-
trairement a l'équation de Landau-Lifshitz, le modéle de Sokolov conserve
de maniére exacte le quadrivecteur énergie-impulsion de I'électron. De plus
comme nous le verrons dans la suite, ce modéle peut étre étendu aux do-
maines faiblement quantiques, en renormalisant 7. Ceci permet d’accéder a
des régimes faiblement quantiques tout en gardant un formalisme classique
pour la dynamique de I'électron. L’implémentation des pertes par rayvon-
nement dans I’équation du mouvement de I'électron sera discutée en section
relative a Paspect numérique. Nous pouvons, & l'aide de I'équation (2.98),
établir 'évolution de I'énergie totale &, de 'électron accéléré. En multipliant

par d;‘; I’équation d’évolution du moment de I’électron nous pouvons obtenir
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I’équation régissant I’évolution de I'énergie de I'électron au cours du temps:

Le — —€E. (ve + 0ve) — 72 (6ve.Fre) (2.99)

le terme dv, engendre un courant de la forme 6(z)dv, ot §(x) représente
la position de I'¢lectron, via une distribution de Dirac. Dans la partie ciné-
tique nous verrons que ce terme se retrouve dans I'équation de transport de
Iénergie des électrons, homogéne aun courant de la forme ngdv.. Ce terme
rend compte de la quantité de mouvement qui est transférée a I'électron lors
de son interaction avec les forces extérieures, identique a I'intervalle de temps
durant lequel il est accéléré.

Lien entre ’auto-force et le spectre du rayonnement

Nous rappelons 'expression de la puissance rayonnée par unité d’angle solide
et de fréquence, par un électron:

d*I Pe 2 w c
m =0 — m e (6VE.FLE) S E y (Z].UU)

formule équivalente & celle exposée en section 2.2.5. Lorsqu’on intégre la
puissance rayonnée d’un électron sur toutes les directions et sur toutes les
fréquences, nous obtenons identiquement le terme de perte présent dans
I’équation d’évolution de I'énergie de I'électron:

d2‘[ 2 ‘
/mdnd&) = Ye (6VE.FLE) (Z].U].)

Nous reviendrons sur ces aspects plus en détail, dans la partie relative
aux équations cinétiques des particules du plasma. Nous verrons notamment
comment le terme de perte, est pris en compte dans I'équation cinétique des
photons et qu’il implique la non conservation de I'énergie des électrons.

2.3.4 Mouvement d’un électron dans une onde plane

Afin de mieux comprendre le role des termes radiatifs dans ’'équation de
Sokolov, nous nous intéressons a la résolution de ces équations pour un élec-
tron soumis a une onde plane. Nous allons chercher la solution de ces prob-
lémes & Uordre 1 (xe < 1). Nous suivons 'approche développée par A. Di Pi-
azza |Di Piazza 2008|, ot 'équation de Landau-Lifshitz est résolue de fagon
exacte dans le cadre d’une onde plane. Dans cette section, le moment de
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I’électron est noté p et la position de I'électron est notée x. On rappelle les
équations de Sokolov sous forme quadri-vectorielle:

2
P = —eFWi, — ;”:;’}2;;“, (2.102)
i = % + ;_’“fg (2.103)

On se place dans un systéme de coordonnées défini par la phase de 'onde

¢ =ntz, = nx =wt — kx (2.104)

ant = (2,k) =k(1 st le quadrivecteur d’onde attaché a ’onde plane se
oun® = (7, = , 1) est le quadrivecteur d onde attache a ['onde plane se
propageant dans la direction k = kn. Pour simplifier, nous supposerons une
onde plane se propageant suivant I'axe des x, c’est a dire n = e,. Nous tra-

potentiel associé a 'onde plane s’écrit de la maniére suivante:

m m,

A“"(gb):([}}[}}al € (4), as EC%(@) (2.105)

[ €

o, ag =~ 0.85\/I[1018me2])\%[#m2] peut étre exprimé en fonction de 'intensité
I de l'onde plane. Les fonctions scalaires ¥,(¢) et 1y(¢) sont définies de le
maniére suivante:

V1(9) = sin(@), Pa(¢) = cos(9) (2.106)
] = ag = ag/\/ﬁ dans le cas d’une polarisation circulaire (2.107)

a; = ag et ay = 0 dans le cas d'une polarisation lin¢aire (2.108)

On dérive par rapport au temps 'équation de la trajectoire de ’électron,
et en exprimant p* via 'équation (2.102), nous obtenons:

2
. T

et — 1 = —ePW, — T (2.109)
m2c

On multiplie I'équation (2.103) par n,. Du fait qu’on considére une onde
¢lectromagnétique, cela implique que n*fr, = 0 (voir annexe 7.2) et par
conséquent ntp, = men*v, = men'z, Autrement dit, du fait du carac-
tére transverse de 'onde, le terme 7,./m.f}, propre au modeéle de Sokolov,
n’intervient pas dans la résolution de I'équation de I'impulsion de I'électron.
Cet aspect n’est plus valable dans le cas d'une onde longitudinal ou dans le
:as d’une force centrale du fait que n* fr, , # 0. Comme z*, 2* et Z# forment
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une base orthogonale et que n, est colinéaire a 2, nous obtenons 'équation
d’évolution de ¢ régissant le mouvement de I'électron dans 'onde:

@_T’”ﬁ@_g

dr?  m2cdr

(2.110)

Pour la résolution de ce probléme nous nous placons dans le référentiel de
I'onde en exprimant toutes les quantités en fonction de la variable ¢. Nous
obtenons la relation liant le temps propre de 'électron, 77 & la phase de
"onde:

-1
dr do 1 (2111)
d¢o dr (n*v(9),)
En exprimant de maniére explicite le terme fZ (un développement détaillé
L
est effectué en annexe 7.2), 'équation (2.110) s’éerit:
d?t  1.e? ' 2 , 2
r 2 2 9 11
= 11’1(9?5)) aj + (711’2(435)) 5 (2.112)
dg?  m2c? (
L’étape suivante consiste a exprimer I'équation du mouvement de 1’¢lectron
dans le référentiel de 'onde. Nous pouvons obtenir 'expression générale de

__p_do -
= hd) ~ dr (2.113)
Le parametre
po/w = (nvo)/w =0 (1 — B.m), (2.114)

est le facteur de Doppler. 11 dépend des conditions initiales définissant le
mouvement de I'électron par rapport a 'onde laser. Ce facteur atteint une
raleur maximale égale a 2+, lorsque la particule se propage a rebours de 'onde
plane a une vitesse proche de celle de la lumiére. Ce facteur de Doppler tend
vers () pour un électron relativiste se propageant dans le méme sens que
I’onde. II est lié aux conditions initiales et notamment a la valeur initiale de
la phase @o. Finalement, nous en déduisons 'expression de h(¢) en intégrant
I'équation (7.17) sur Uintervalle [¢g; @], & 'ordre 1 en (agwr7:):

@
2 2
@) =1+ pore [ di | () a2 + (v5(0)) a2 (2115)
@0
A présent, nous écrivons l'équation du moment de l'¢lectron dans le
référentiel de 'onde en utilisant la transformation suivante:

d ddr  dh)

e (2.116)
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2% — ¢ ! n) T n) a a a € 1
En posant F;(¢) = fcbo dph(p)1;(p), nous pouvons montrer que le quadri-
vecteur vitesse de I'électron s'écrit (voir annexe 7.2):

#(0) = s (1~ o [0) — 1 )

h(q’;) [F1(8)C1" + Fa(8)2" ] vow

Zh(qﬁ) 2 [ 1Fi (o) —I—a,2]722(¢5)} n#

Nous avons posé: C;"‘ = n*aj — n"a;. Davantage de détails sont disponibles

en annexe 7.2. De la, nous en déduisons explicitement les expressions des
composantes v*:

1 1
1(¢) = ) l”fo + 01 —Bn) (h*(¢) — 1)] + (2.117)

L1 [ 1
h(¢) 1270 (1 —B.n)

(@F(9) + BFo(6)) + [P + Fal )] p]

1

VBe(9) = =5

[ +7%Po + [h?(¢) — 1]] - (2.118)

h(9)
L1 [ 1
h(¢) |70 (1 —B-n)

Le paramétre ex est défini tel que:

(Glfﬂy,oﬁy,u + 32-7'_2’)’z,0ﬁz,0) + af}"f + 33}—22)]

1
270 (1 = Bz)

e+ = cos (k, v) (2.119)

VBy(9) = [Y0By0 + a1 F1(9)] (2.120)

h((ﬁ)

71B.(¢) = h((;ﬁ) [YoBz20 + a2 F2(9)] (2.121)

La fonction h(¢) (7.19) rend compte de 'irréversibilité du quadrivecteur
moment di a la force de la réaction du rayonnement, équivalente a une force
de friction dans le cas classique. En d’autres termes, le paramétre h(¢) stipule
la violation de la loi de conservation y(¢)- pz(d)= 70 — pzo qui est valable
lorsque l'auto-force est négligeable. En soustrayvant entres elles les équations
(2.3.4) et (2.3.4), et avec h(¢o)= 1 nous obtenons la relation suivante:

h) (10~ 2D) —hoo) (0-22) 21

€ €
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De méme, les lois de conservation pour les composantes p, et p, sont déduites:

h(9)py(¢) — mecar F1(4) = h(do)pyo(d) — mecar Fi(¢o), (2.123)
h()p:(¢) — mecasFa(¢) = h(do)pzo(¢) — mecarFa(go) (2.124)

Par ailleurs, lorsque la réaction du rayonnement est considerée la pulsation
du laser dans le référentiel de I'électron, notée w’, n'est plus constante au
cours de linteraction, mais dépend de la fonction h(¢) par:
/ 1 .
w' = ——=po (2.125)
h(9)

Comme h(¢) est une fonction croissante, il s’avére qu’au cours de I'interaction
la fréquence du champ laser diminue dans le référentiel de I'électron. Lorsque

lutions exposées dans la référence [Gibbon 2007|. A présent, nous pouvons
en déduire facilement la variation de la trajectoire de I'¢lectron. En utilisant
'équation de la trajectoire de I'électron (2.88) via les équations de Sokolov,
les coordonnées spatio-temporelles de 1’¢lectron s’écrivent:

(@) = +L | [7 dph(p)v™(p) +7 [F1(9)L” + Fa(@)"]w, | | (2126)

dil au moment de recul des photons

On en déduit Pexpression des composantes de z#(¢):

]
r=1(do) + pi f h()7(#) + h(B)wry (FraryBy + FaazyBa)] de,
do
[}
2(6) = a(én) + f ((0)1B2(0) + hlp)rw (FranyBy ) + FaazyBe(9))] deo,
do

]
V() = u(0o) + = ¢f ()18 () — porsFraa) dep,

¢

() = 2(00) + = J ()12 () — pors Faaa) dip.

Nous remarquons que le terme du moment de recul des photons générés du-
rant le temps d’accélération de I'électron joue un role non négligeable dans
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I’évolution de la trajectoire de la particule. Ce dernier rend plus compliquée
I’expression de la trajectoire de I'électron par rapport a I'approche faite par
Di Piazza, avec I'équation de Landau-Lifshitz. Par ailleurs, 'expression du
quadrivecteur vitesse de I’électron dans le cas du modéle de Sokolov est rel-
ativement plus simple que lorsque nous considérons I'équation de Landau-
Lifshitz. Néanmoins, ces solutions (2.117) sont similaires a celles établies par
Di-Piazza |Di Piazza 2008|. La principale différence réside dans le fait que
les intégrales J; soient plus simples dans le cas des équations de Sokolov. A
présent, considérons deux cas académiques pour le type d’onde choisi:

e Champ électromagnétique polarisé linéairement,

e Champ électromagnétique polarisé circulairement.

Champ électromagnétique polarisé linéairement

Nous considérons un champ électromagnétique polarisé linéairement de la

forme E = FE cos(¢)e, se propageant suivant x comme l'indique la phase
Y

¢ = wt — kz. Nous supposerons les conditions initiales suivantes:

® foy=0
L ] ﬁO,z = 0
En conséquence, le facteur de Doppler (2.114) peut se mettre sous la

1— ) . Lo o
forme: p— w 1+g". L’onde électromagnétique se propage vers les x positifs.
T

Nous en déduisons les expressions de h(@) et Fi :

h(g) = 1+ =22 } - g:’z (6 — o) — (cos(26) — cos(2¢0))]  (2.127)
wTT‘a'l?l 1— Bm,l]

F1 = cos(¢)h(¢) — cos(¢o) + [cos(¢) — cos(do)]

1 1 + ﬁm,ﬂ

wa‘a'l?l 1— JB:..“,D . . 5
- T o sin(@) — sin(¢g) + g [cos(¢) cos(2¢) — cos(gy) cos(?qﬁo)]]

wTrag 1 — Bzo
12 1+ Beo

[sin(¢) sin(2¢) — sin(¢yg) sin(2¢y)] (2.128)

La figure 2.6 montre I’évolution de la composante longitudinale de I'impulsion
de I’électron en fonction de la phase ¢ = (wt — kz). Sur le panel a), nous
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En traits pleins verts: sans pertes par rayonnement.

constatons que 'effet des pertes par rayonnement est relativement faible sur
I’évolution de la composante x du moment de I'électron, yB,. L’électron se
déplace alors avec une vitesse de dérive constante Bpq = Egi-%ﬁ' Sur le panel
b), les pertes par rayonnement ont une influence notable sur le moment de
I’¢lectron. Nous assistons a un retournement progressif de la trajectoire de
I’¢lectron par rapport a la propagation de 'onde. Les pertes par rayonnement
induisent un décalage vers les z positifs. Evidemment, plus les paramétres
ap et %ﬁm,o sont importants, plus les pertes par rayonnement seront remar-
quables. Néanmoins pour un méme produit agyofz0 avec différentes valeurs
de ag et 7Bz, I'influence de la réaction du rayonnement n’est pas la méme.
En effet, 'impulsion de I'électron sera d’autant plus perturbée que ag > 7B .

inversées par rapport au panel b) de la figure 2.6), la réaction du rayonnement
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est beaucoup plus importante induisant un retournement de trajectoire beau-
coup plus rapide. Le terme di aux pertes par rayonnement (deuxiéme terme
de h(¢) (7.19), (2.127)) est fonction de ypad.

Dans le cas o I'électron est initialement au repos ou si y8,0 > 0 les
effets des pertes par rayonnement sont beaucoup plus faibles par rapport au
as ou I'électron se propage en sens contraire de 'onde. Ceci est du au fait

au facteur de Doppler (2.114). Comme précédemment dit, ce facteur tends
vers 0 pour Bgk, > 0 et B ~ 1. De méme les composantes y et z de la
quantité de mouvement de I'électron qui oscillent dans le champ laser E sont
72 fois moins affectées par la réaction du rayonnement par rapport a la com-
posante paralléle vf3,, du moment de I'électron. Ceci se vérifie facilement
par 'équation (2.98) en calculant 'amplitude de la force de friction, tout
en comparant deux cas: le premier ou la vitesse de I'électron est essentielle-
ment longitudinale (v.E = 0) et l'autre ou I'électron est doté d'une vitesse

1 - Bm,l]

T} (6~ ) (2.129)

1 - ﬁm,o
1 + ﬁm,o
1 - JB:I‘,D

———wrral [cos(d) — cos(¢o)]

1 + Bm,l]

F1 = cos(d)h(¢) — cos(po) + wTrag [sin(¢) — sin(¢o)]

Fr = sin(@)h(@) — sin(¢o) +

Contrairement a une onde plane polarisée linéairement, la trajectoire
de D'électron est une hélice dans le champ électromagnétiques Ey, et E,
composant l'onde plane. Il effectue des rotations a la place d’oscillations.
Rigoureusement, les oscillations de I’¢lectron dans chaque champ se com-
pensent mutuellement. De plus étant donné que I'électron n’oscille pas, il
gagne davantage d’énergie au cours d'un méme intervalle de temps par rap-
port & une onde plane polarisée linéairement. Dans le cas d'un électron ayant
Yo > ag, 'énergie de I'¢lectron décroit au cours de 'interaction. En 70 fs,
Iélectron perd plus de 70% de son énergie. L’¢lectron ne peut gagner de
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tion des pertes par rayonnement. En traits pointillés: sans la considération
des pertes par rayonnement. En points bleus: avec la considération des pertes
par rayonnement avec corrections quantiques (2.188)

I’énergie dans 'onde laser du fait que 79 > ag. Ce comportement est trés
proche de celui publié dans la référence [Hadad et al. 2010], sous les mémes
conditions d’interaction. Par ailleurs, comme dans le cas d’une polarisation
linéaire, pour un méme produit agyfBz,, les pertes par rayonnement sont plus
importantes dans le cas ot ap > y. Dans le cas d'un ¢lectron se propageant
initialement dans le méme sens que l'onde laser, les pertes par rayonnement
sont complétement négligeables du fait que le facteur de Doppler tend vers
0. Par ailleurs dans les mémes conditions avec cette fois un électron qui
se propage en sens inverse de 'onde plane, les pertes par rayonnement sont
notables et les effets quantiques sont aussi visibles (points bleus) comme le
montre la figure 2.7-b.



62CHAPTER 2. DYNAMIQUE D’UN ELECTRON ET D’'UN PLASMA RELATIVISTE

Les corrections quantiques ont simplement été¢ obtenues en renormalisant
le paramétre 7, par la fonction g(xe) (2.188), dont le paramétre x. présente
une expression simple dans un champ électromagnétique assimilable a une
onde plane (2.66). Nous remarquons que dans le cas ot ag est du méme ordre
de grandeur que 7., ’énergie de 'électron diminue jusqu’a un certain seuil
puis se met a gagner de I'énergie dans l'onde laser comme le montrent les
figures 2.7-b et 2.7-c. L’effet peut sembler surprenant du fait que la particule
gagne de I'énergie tout en rayonnant. Cela est cohérent avec le fait que toute
force dissipative peut induire un gain d’énergie dans un cadre classique. Pour
que la particule gagne de I'énergie dans ’onde laser, il faut que son 7. initial
soit de l'ordre de ap. Les effets quantiques sont plus importants dans le
as d'une polarisation lin¢aire induisant une diminution de 'amplitude des
oscillations de I'énergie de la particule.

2.3.5 Commentaires sur la force pondéromotrice

Lors d'une interaction laser plasma, le laser interagit avec le plasma en pous-
sant la population d’électrons via la force du champ laser. Cette force connue
sous le nom de force pondéromotrice tend a expulser les électrons vers les
zones de plus basse intensité. C’est un effet non linéaire di au terme v, x B.
I1 faut en effet des intensités relativistes pour que la force pondéromotrice
soit la principale source d’accélération. Nous parlons de régime dominé par
la pression de radiation.

En utilisant les lois de conservations (2.122) et (2.124) établies dans la
section 2.3.4, nous pouvons en déduire les relations pour les composantes
longitudinale et transverse de la quantité de mouvement de I'électron en

A* est lié aux champs électromagnétiques via les relations suivantes:

E=-% _V, (A

ot
B=V,xA
| 1 o 1
L — q(p) — —— — 2.13(
Mec Y ((?ﬁ) h((i’) ('YU P||,0) ( 3 ])
et
1 7 0A
pL =—— | =—h(p)d 2.131)
L h(q&»)/&p ()dp (
@0
En utilisant le fait que:
P Pj

78((:?5) =4/1+

(mec)? ~ (mec)?
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nous pouvons en déduire Uexpression explicite de v.():

mec)? h(¢)

) — m——

MecC

Ye(9) = [1 + 2 ] il e 7t o) (2.132)

Pour un plasma relativiste et sans tenir compte de I’auto-force I'expression
pour la force pondéromotrice est:

fp — —mecgvrl—‘e (2.133)

ol

D= /1+ (pe/mec)’ + a2

D’importants processus non linéaires apparaissent dont les temps carac-
téristiques sont inférieurs ou de 'ordre de la période laser. En conséquence,
la notion de moyenne sur un grand nombre de périodes n’a plus de sens et
doit étre révisée.

Cette expression nécessite une correction importante dans le cas d’un
plasma soumis & une intensité laser ultra-intense, supérieure a 1022W /cm?
ou la force de la réaction du rayonnement devrait y contribuer de maniére
notable. Cependant pour ces intensités laser trés élevées, moyenner ces forces
sur la période laser n'est pas justific. Le mouvement de I’¢lectron peut étre
fortement perturbé durant des intervalles de temps plus courts que la période
laser.

Par ailleurs, pour ces intensités laser, le temps de réponse des ions est trés
court, de l'ordre de quelques périodes laser dans le cas de protons, comme
nous le verrons dans les chapitres 4 et 5 dévoués aux études physiques de cette
thése. Il est par conséquent opportun de considérer I'équation cinétique de
transport des ions mais surtout la perturbation de la fonction de distribution
df;, si lon pose f; = fio + 0f; avec f; la fonction de distribution des ions a
I'équilibre et 0 f; < fi. Cet aspect est équivalent au fait qu’a ces intensités la
masse effective de I'¢lectron vem. ~ agme est de I'ordre de celle des ions. Par
conséquent, cela n’a pas de sens de considérer uniquement un développement
perturbatif pour la fonction de distribution des électrons.

2.3.6 Electron soumis a un champ magnétique constant

Les effets dus a la réaction du ravonnement sur la dvnamique de 1’¢lectron de-
viennent importants lorsque 'amplitude de la force de Lorentz est inférieure
a 'amplitude la force de la réaction du ravonnement. En d’autres termes, ap-
pliqué a un électron soumis a un champ magnétique uniforme, cela revient a
dire que le temps de refroidissement d’un électron (par processus synchrotron
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~ 1/72w%T, = TB/70) est comparable & la période de rotation de I'électron
autour du champ magnétique défini par Tp— % soit yewpT, ~ 1. Chiu
et Canuto ont par ailleurs considéré 'importance des effets quantiques dans
le cadre d’émission hautement énergétique de particules chargées localisées
dans des pulsars [Plass 1961|. Les effets quantiques commencent & jouer un
role remarquable sur la dynamique de 1’¢lectron lorsque %'yowgn devient
comparable ou supérieur a 1 ot ——
Physiquement cela signifie que les effets quantiques sont non négligeables
lorsque 'énergie des photons émis, hwe = Al| (—eve x B) X pel|/p? ~ v2hwp
par I’électron est comparable & son énergie totale, yom.c?. En comparant
les deux conditions évoquées précédemment, nous remarquons que les effets
quantiques deviennent négligeables par rapport aux effets classiques dus a
la réaction du rayonnement lorsque I'électron est soumis a un fort champ

tout a fait raisonnable d’é¢tudier de maniére classique le mouvement d’un
¢lectron dans un fort champ magnétique pourvu que la condition v > 137
soit appliquée.

Nous considérons un électron de facteur relativiste initial 79 soumis a
un champ magnétique constant tel que B = Be,. Le moment de I'électron
s'écrit:

P=PL+P| (2.134)
PL =Pz + Py ;P =Pz (2.135)

Nous supposons un ¢lectron ultra-relativiste tel que 79 > 1. En consid-
érant chaque composante du moment de I’électron il est possible d’établir les
équations suivantes a partir de 'équation d’évolution de I'électron (2.98):

2 _n (2.136)
dt T8(Mec)? 7o’ '

dpy 1 pips (2.137)
dt B(MeC) e '

, -1 : s :
Nous avons posé¢ T=(T,w%) ", avec wBE;—B, pulsation cyclotron. L’évolution
€
du 7, de I'électron peut étre facilement établie via 'équation (2.99). Dans le
as ultra-relativiste (7o > 1), 7e(t) adopte 'expression suivante:
-1
20 ,
Yt) =7 (1+— (2.138)
B

Cette expression (2.138) régissant I'évolution du v de I'électron au cours
du temps est bien en accord avec U'expression de 7 dans la référence [Shen 1970
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et dans Iéquation (2.24), en injectant (2.138) dans (2.136) et en posant
u = p% nous obtenons I'équation suivante:
du 2 t
o = (1422 a (2.139)
u? (mee)?1B70 TB

Apreés intégration, nous obtenons 'expression finale de la composante per-
pendiculaire du moment de 1’¢lectron:

D10 914
= : 2.140
Pl [1 203 /(mee)? ( )

i3
+T‘(H%§L)]

Nous considérons a nouveau I’'équation du mouvement de I'électron sans
le terme dominant en 42. En posant X= p, + ip,, nous obtenons I'équation
suivante: IX

. Wp o 14
— =i—X (2.141)
di 7e(t)
En utilisant le théoréme de Moivre et en injectant la contribution du terme
dominant pour chaque composante, nous obtenons les composantes p, et py:

.
Pz = COS (—t [1 1+ o ) P1o -
o 275 (14 2y (14 )|

TR 2TB

(2.142)

270 |
py:sin( B [1 o ) P10 7
) e

YOTB 2TR

Maintenant que 'expression de p; (2.140) a été obtenue nous pouvons
en déduire Uexpression du moment paralléle de I'électron, pj. En injectant
Iexpression de p; dans I'équation (2.137). C’est une équation du premier

ordre en t dont la solution est de la forme Cexp (f %dt), ou C est une

constante a déterminer. Il faut calculer le terme f :,’(—lﬂdt afin d’en déduire
le facteur dans Uexponentielle. En remarquant que 7(t) est la dérivée au
facteur prés du terme fonction de t au dénominateur de p; (2.140), nous en
déduisons la primitive suivante:

Jot
/p_ldt:pﬂ/ (H’f‘) dt
Mec 1f2
7(1) Yo [1+2pi,u/( )2t(1+%)}

Y078

_M[1+Mt(1+tﬂ)]w

 pio YoTB 27p



66 CHAPTER 2. DYNAMIQUE D’UN ELECTRON ET D’'UN PLASMA RELATIVISTE

Nous en déduisons 'expression de pj au cours du temps:

Pio Pio Y0TB

2 cc)2 1/2
P|| = P|,08XPp M€ MeC [1 + Mt (1 + %)] (2.143)

Le premier terme dans I'exponentielle est di aux conditions initiales de la
particule, pour obtenir p(t = 0) = pj 0.

1.0
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et v = 1000. En trait rouge: avec la considération des pertes par rayvon-
nement. En pointillés noirs: sans la considération des pertes par rayvon-
nement.

Les figures 2.8 et 2.9 montrent ’évolution du moment perpendiculaire et
du moment paralléle de I’¢lectron avec et sans la considération des pertes
par rayonnement. La composante perpendiculaire du moment de 'électron
décroit beaucoup plus rapidement que la composante paralléle, indépendem-
ment des conditions initiales. Dans le cas (a) amplitude de p; est divisée
par 2. 100 fois plus rapidement que 'amplitude de la composante paralléle.
Dans le cas (b) cette différence est d’un facteur 1000. L’écart entre la décrois-
sance de 'amplitude de p; et celle de p| dépend fortement des conditions
initiales, plus précisément du parameétre (), rendant compte de 'importance
des pertes par rayonnement:

Q = yir,wp (2.144)

Plus le parameétre () est important, plus 'écart sera faible entre la décrois-
sance de p; et celle de py.

Les pertes par rayonnement induisent de maniére implicite, via le facteur
relativiste de I'électron, présent dans la force de Lorentz, une modification de
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Figure 2.9: p /pj0 fonction de wgt. (a): B= 10T et y= 100. (b): B=10°T et
v = 1000. En trait rouge: avec la considération des pertes par rayonnement.
intillés noirs: sans la considérati s pertes par re ‘ment.

En pointillés noirs: sans la considération des pertes par rayvonnement

la rotation dans le champ magnétique. En effet, le mouvement de I’¢électron
n’évolue plus linéairement en temps. Ceci a pour conséquence de diminuer la
période de rotation de I'électron, et par conséquent une diminution du rayon
de Larmor au cours du temps comme le montre la figure 2.10.

[— Avec RE. — —sans RR. [— &wec PR — —5ans RR
14
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/ ;
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(a): B=10°T et y— 100. (b): B=10°T et v = 1000. Les axes sont normalisés
au rayon de Larmor initial de I’¢lectron. En trait rouge: avec la considération
des pertes par rayonnement. En pointillés noirs: sans la considération des
pertes par rayonnement.

En égalant les termes présents dans le cosinus (ou le sinus) (2.142) nous
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pouvons en déduire la période de rotation de I'électron, T

T, = [M— 1] iEY (2.145)

Yo
B = (wfg‘rr)_l (2.146)

L’expression de 7p a été rappelée. Pour ) < 1 nous retrouvons a ordre 1

en Q, la période de rotation de I'électron, (T, = Qﬁiﬂ) L’énergie de I'électron

et le rayon de son orbite décroissent comme y(t) (%.138), en 1/ (14 yot/78).

En injectant Uexpression de la période de rotation de I'électron (2.146) dans

~(t) /70, nous en déduisons que le rayon de l'orbite et 'énergie de I'électron

sont diminués d’un facteur (1 + 471'Q)_1/2, en accord avec la référence [Shen 1970).
Du fait des pertes par rayonnement, le moment paralléle de I'électron

décroit de maniére exponentielle, beaucoup plus rapidement que le moment

perpendiculaire de I'électron. Du fait de cette anisotropie, il s’ensuit que

I’angle d’inclinaison 6; défini par:

Y|
2 2
v v
VU L

est modifi¢c au cours du temps, comme le montre la figure 2.11.

0; = arcos

Wp!
0 20000 40000 60000 80000 100000

Figure 2.11: Evolution de I'angle d’inclinaison 6; fonction de wt. En trait

Dans le cas on le champ magnétique est le plus intense (trait rouge),
I'angle d’inclinaison décroit brutalement pour t~ 1fs puis il croit de fagon
exponentielle pour tendre vers 90° a partir de ¢t ~ 10fs. Ceci met en évidence
que les pertes par rayonnement ont pour conséquence d’induire d’autres types
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de rayonnements que le rayonnement synchrotron. En effet, pour t < 1fs
I’angle d’inclinaison tend vers 0 signifiant que le rayon de Larmor de I’électron
est extrémement faible. L’électron n’oscille pas du fait que ce processus
se produit a des instants inférieurs a la période de rotation. Dans ce cas
nous avons l'inégalité suivante: 6; < 1/7, contrairement au rayonnement
synchrotron ot I'angle d’'inclinaison est beaucoup plus important que 'angle
du cone d’émission de I'électron ~ 2/54. Ce type de rayonnement “jitter”
a suscité de nombreuses études en astrophysique |Gaensler and Slane 2006].
Dans un cas moins énergétique (traits pointillés verts), 'angle d’inclinaison
tend vers 90° & partir de ¢ ~ 4ps. Dans tous les cas, I’¢lectron tend a adopter
un rayonnement de type synchrotron. Ce rayonnement caractérise donc des
processus engendrant des quantités d’énergie trés importantes, comme les
processus se manifestant dans les atmosphéres des pulsars.

2.4 Approche cinétique

2.4.1 Les équations cinétiques de transport des partic-
ules du plasma

Comme décrit précédemment en section 2.3.3, les équations de Sokolov (2.88)
décrivent la dynamique d’un seul électron. Il est par conséquent nécessaire
d’incorporer ce modéle dans les équations cinétiques régissant le transport des
¢lectrons et des photons, dans le but de décrire 'interaction d’une impulsion
laser ultra-courte et ultra-intense avec un plasma. Le but de cette section
est d’étudier 'influence de la réaction du rayonnement dun point de vue
cinétique sur la dynamique du plasma.

Dans cette section, afin de déterminer les équations cinétiques de trans-
port des ¢électrons et des photons, nous généralisons le formalisme d’Elkina
et al., dans la référence [Elkina and Biichner 2006| en prenant en compte la
réaction du ravonnement dans 'équation de Vlasov. Une forme conservative
pour I'équation de Vlasov est utile pour décrire correctement le transport des
photons qui dépend explicitement de la fonction de distribution des ¢lectrons,
fe. Nous allons notamment montrer que les formes advective et conservative
ne sont plus équivalentes.

L’équation cinétique de transport des électrons

Nous imposons d’abord la conservation du nombre d’¢lectrons, noté N. Cette
démonstration reste dans un cadre classique. Les créations de paires ne sont
pas prises en compte. Ceci est valable pour des champs tels que la probabilité
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de création de paires tende vers (. Autrement dit, le plasma est supposé
transparent pour les photons générés par les électrons ultra-relativistes. La
conservation du nombre d’¢lectrons dans I'espace des phases s’écrit:

dN __
U o
N = fg fe(r; Pe; f,)dl‘dpe

ou fe est la fonction de distribution des électrons et d2— drdp.. Nous
utilisons le vecteur de 'espace des phases des électrons, Q={r, p.} auquel
nous associons sa dérivée et son vecteur flux:

o 0 o 14
V:{Vr;vpe}:{aaa—m} (2.147)
U={U,Up.} = dt ={r,pe} = {c(Be +08:), Fre + Fraa} (2.148)

On peut alors exprimer I’équation 2.147 en fonction de R :
dN Ofe .

_— = 2.14¢

7 / [31‘ + V. (er)] dQl=20 (2.149)
Q

En utilisant le théoréme de Gauss pour le deuxiéme terme du membre de
droite de I'équation (2.149):

Qj[V'fez(l:'}pe}t).Uan: / fe(n.U)dS

5(Q)

oun = Ii est le vecteur unitaire et normal de la surface, S(£2) délimitant

I’espace dos%%asos des ¢lectrons. La réaction du rayonnement n’affecte pas
le taux de variation du nombre de particules a 'intérieur d'un domaine €,
puisque celui ci est toujours égal a 'intégrale du flux de fe a travers la surface
S(92).

En explicitant les termes V et U I'équation conservative de transport des
¢lectrons dans le cas d'un plasma non collisionnel s’écrit:

Ye 4 V,.(fecl B +0B.)) + 5o (fe(Fre + Fraa)) =0 (2.150)

Ce résultat est en accord avec ceux obtenus dans les références |[Tamburini et al. 2010],
|[Hazeltine and Mahajan 2004|. En utilisant les équations (2.147) et (2.149)
et I’égalité suivante:

V.(fU)=VfU+ fV.U,
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Nous pouvons en déduire la forme advective de 'équation (2.150):

5] 0 0
afe +c(B. +603.) afe + (Fre + Frad) 8_[3efe +

o | o (Bt ¢B,) + . (Fre+ Fuug)| =0 (2151)

Ope
Les termes de droite de Iidentité vectorielle (2.151) sont physiquement
reliés a la forme advective et a la contraction du volume de l'espace des
phases [Tamburini et al. 2011]. En effet, la variation du volume élémentaire
(dVp) de lespace des phases des électrons, peut se mettre sous la forme:

dVyp _ dpe q 1e
E _/Vpe-ﬁdg (2152)
Q

Dans le cas d'un électron soumis a des forces non dissipatives telle que la force

des phases est conservé. Or dans le cas ou la réaction du rayonnement af-
fecte la dynamique de I’électron, nous pouvons montrer que le terme %.Fmd
est négatif ce qui entraine une contraction de 'espace des phases ( voir An-
nexe 7.4). Par conséquent, les formes conservatives et advectives régissant le
transport des ¢lectrons dans un plasma non collisionnel, sont différentes.

Finalement, la forme advective de I'équation de transport des électrons
s’écrit:

Gfeto(Be+0B,) Ffet (Fre+ Fua) giofe = e |- (c86.) + 5. (Fuua)]

(2.153)

Le terme dissipatif —fe% di a la réaction du ravonnement correspond

a une perte d’énergie et d’impulsion pour les ¢lectrons, s’il n'y a pas d’autres
forces en jeu. Cet aspect sera développé en section 2.4.3.

L’équation cinétique de transport des photons

Dans le but de vérifier la conservation de I'énergie totale, il est nécessaire de
décrire une autre équation pour la distribution des photons générés par les
¢lectrons. Dans le but de décrire le transfert d’énergie entre la population
d’électrons et la population de photons, nous considérons une fonction de
distribution des photons notée f, définie de la maniére suivante:

ey = [gedpyhwf, (2.154)
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L’impulsion d’un photon s’exprime via I'équation (2.4.1). D’un point de
vue statistique, la constante h caractérise le volume occupé par le photon dans
I'espace des phases. En utilisant 'expression donnant l'intensité rayonnée
par unité de fréquence et d’angle solide pour chaque électron (2.53) et en
supposant que la totalité de I'énergie perdue par les électrons est transformée
en photons nous pouvons en déduire dans le domaine classique (c¢’est a dire
pour Y. < 1) 'équation cinétique de transport des photons:

%JFCQ.V”{T: (2.155)
7’ ’7.3||FL6||2 2 92 Pe W
m /]1;3 dpe fe(pe) m (1 — (,()E‘}(’d)) Be) (5 Q — E S E

Y= (ve; E)

Le terme de gauche décrit I'évolution des photons en temps et en espace, et
le terme de droite décrit la source des photons; contribution locale de tous
les électrons rayonnant dans la direction £ avec I'énergie hw, en accord avec
I'équation (2.53).

Discussions

Les équations cinétiques du transport des électrons (2.150) et des photons
(2.155) sont écrites sous une forme standard. En plus des termes convec-
tifs présents sur les parties gauches de chaque équation, le coté droit décrit
I'interaction photon-électron, I’émission et 1’absorption des photons par les
¢lectrons ainsi que les effets de recul dus a la réaction du rayvonnement.
Nous supposons que le plasma est transparent pour les photons. En
d’autres termes, notre approche se limitant au régime y, <1, les champs
¢lectromagnétiques impliqués sont suffisamment faibles afin de pouvoir nég-
liger la section efficace de création de paires. Il convient de préciser que l:
force de friction du rayonnement qui agit d’'un point de vue classique comme
une force de freinage (2.98), cela correspond & une émission des photons spon-
tanée, donc incohérente. Par conséquent, elle est proportionnelle a I'intensité
du rayonnement, c’est a dire au nombre de photons générés. Cette condition
d’incohérence stipule que la longueur d’onde moyenne du rayonnement émis
par l'électron (Aer = 2Z€) est beaucoup plus petite que la distance moyenne

Wer
, -1/3
entre les ¢lectrons, d~ ne 3

Notre modéle ne tient pas compte de I'émission des photons moins énergé-
tiques. Cela ne pose pas de probléme pour deux raisons. D’abord, I’énergie
transportée par ces photons est relativement faible dans les cas qui nous
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intéressent (conditions ultra-relativistes). De plus, les photons de basses
fréquences sont liés a des interactions cohérentes et sont résolus de fagon
classique par les équations de Maxwell.

Les ions ne sont pas directement affectés par la réaction du rayonnement
du fait de l(‘ur forte inertie par rapport aux ¢lectrons. En effet, pour que
la force de réaction du rayonnement soit non négligeable devant la force
de Lorentz, 11 faudrait un champ (‘l(‘(tr()mdgn(‘thuo d’intensité ~ 10?2 x
(mi/me)2 W /em? soit ~ 3 x 102W /em?, régime purement quantique pour les
électrons et non abordé dans cette tho&o. Par ailleurs il sera démontré dans le
chapitre 4 que les ions sont affectés par les pertes par rayonnement de maniére
indirecte, via le champ de séparation de charges E,. En conséquence, pour
les ions, les formes advective et conservative sont équivalentes. En résumé
dans le domaine de I'électrodynamique classique (y. < 1) I'évolution des
fonctions de distribution des électrons f,, des photons f, et des ions f; est
régie par le systéme d’équations suivant, a U'ordre 1 en (aowp7r):

3fe _
25t S LB+ 08.) + 5 (FuFrat Fua) =0,
f’}’_i_ Q. Vrf'y—
L dpe fe(pe 7—‘3HFL8”2 1—cos()?B) o[ —P)s (X
ﬁ4w3ASpf(p) el (1 cos(w)*8) 2)s(=).
Ofi
f +V, - (facl@z (FLtf%) =

Ce systéme d’équations modélisant le transport des particules dans le
plasma soumis a des champs électromagnétiques extérieurs s’applique unique-
ment & des électrons (ultra)-relativistes et a un rayonnement émis dont le
spectre en énergie est minoré par des énergies de 'ordre du kilo-¢lectron volt
afin de respecter la condition d’incohérence du ravonnement. Cet aspect
sera discuté dans la section numérique relative a la modélisation du spectre
des photons (3.4). De plus, le systéme d’équations cinétiques (2.156) est
uniquement valide dans le cadre de la physique classique et pour un plasma
transparent au rayonnement émis sans tenir compte de la production des
positrons et des autres particules. Nous verrons dans la suite que ce mo-
déle peut étre étendu aux régimes mettant en jeu des processus engendrant
de faibles effets quantiques tels que x. ~ 1, en renormalisant le paramétre
7, par une fonction q(xe) dépendant du paramétre y,, tout en gardant une
approche classique pour les mémes équations régissant la dynamique d’un
¢lectron (2.98).
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2.4.2 Emission du rayonnement en fonction de la tem-
pérature du plasma

Nous considérons le rayonnement émis par un plasma en interaction avec
une impulsion laser ultra-intense. Nous partons de ’'équation cinétique des
photons (2.155). Afin de pouvoir obtenir I'équation de transport de la densité
d’énergie rayonnée, £, = ng dp~hw fy, il nous faut intégrer 'équation (2.155)
sur p, en utilisant les relations (2.4.1) et en introduisant le vecteur de flux
F:

F, = /dp,},cﬁwf,},ﬂ (2.157)
R3
En utilisant 'expression explicite du terme dominant (en 1/3) de F.q via les
équations de Sokolov (2.98), ce terme peut se mettre sous la forme:

Fooqa = 72 A(a,t) (1 — cos? (1,[));6’3) ve + O (apwrTr)

avec,

Aa,t) = rwrG(a, t)agmec’wr, (2.158)
a=E,/E,,

Gla,t) g(t)+a? dans le cas d’'une polarisation linéaire
a,t) = \ o . .
’ 2¢(t) + a? dans le cas d’une polarisation circulaire
ot g(t) est la fonction du profil temporel de I'impulsion laser
Puis en utilisant le fait que fS(a:)da: = 1, nous en déduisons 'équation
de transport de I'énergie rayonndée:

2, +V,.F, =W, (2.159)

avec,

et
L = fR 'Ygfedpe
I, = Jgeos®(¥) (42 — 1) fedpe
Y =(E,ve)

Dans le cas d'une fonction de distribution exponentielle relativiste, connue
sous le nom de distribution de Maxwell-Jiittner, la fonction de distribution
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des ¢électrons s’écrit en fonction de v, de la maniére suivante:

. Te R _'}’e —1 . .
fe= —QKQ(I/H) exp ( ——5— (2.161)
T.
b= mec?

K, (1/8) ~ 26% pour 6 > 1

En se rapportant a 'annexe 7.3 pour les détails techniques, le terme source
W, s’écrit, dans le cas ultra relativiste et d’une distribution de Maxwell-
Jiittner, de la maniére suivante:

W, ~ 6n.A(a,t)0? (2.162)

Dans le cadre du probléme de I'interaction laser plasma qui nous intéresse, la
température des électrons peut étre estimée par le potentiel ponderomoteur
de la maniére suivante |Wilks et al. 1992|:

T.=(4/14+a3—1)m.c® (2.163)

Pour des intensités laser fortement relativistes (ag > 1), La température
du plasma est proche de agmec®. Le terme source Wy (2.162) caractérise la
puissance émise par unité de volume. Ce terme dépend de ag traduisant une
forte non-linéarité du rayonnement émis en fonction de 'intensité appliquée.
Dans le cas d’une impulsion laser ultra-intense qui interagit avec un plasma
surdense on peut estimer U'intensité associée notée I, en effectuant Uintégrale
de W, sur la zone d’interface o le laser interagit fortement avec le champ
laser. Nous appelons cette longueur [,4. Il vient que:

I- f W,dz = 1uaW, (2.164)
I:1"cu‘.",

Physiquement, le terme [,qn, est le nombre d’électrons par unité de surface
contribuant au rayonnement émis durant 'interaction entre I'impulsion laser
et le plasma.

2.4.3 Conservation de I’énergie du systéme “électrons+champs”

Nous allons quantifier la perte d’énergie de la distribution électronique sous
I’effet du rayonnement. Afin de considérer la loi de conservation de I'énergie,
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nous définissons les quantités suivantes:

w(t,r) =mec® [ (e — 1) fe(t,r, pe)dpe : densité d’énergie cinétique
u(t,r) = 3 |e||E|*> + }U%DHB”2 : densité d’énergie électromagnétique

W, :densité de puissance du rayonnement émis (2.160)

Comme le montre les grandeurs présentées ci-dessus, le rayonnement est
sépar¢ en deux catégories. Nous considérons d'une part le rayonnement
provenant du champ laser mais aussi du aux champs auto-consistants engen-
drés dans le plasma, durant 'interaction avec 'impulsion laser. Ces champs
auto-consistants peuvent se déduire des équations de Maxwell. Numérique-
ment, ceux ci sont résolus via le maillage employé. Cet aspect sera discuté
et détaillé dans le chapitre 3. D’autre part, nous considérons aussi le rayon-
nement émis par les électrons relativistes, accélérés par les champs ambiants
du plasma. Comme évoqué dans la section 2.2, ce rayonnement résulte des
harmoniques du champ laser réfléehis par les électrons accélérés. Nous mon-
trerons dans la section 3, que du fait de sa longueur d’onde trés courte, ce
rayonnement n’est généralement pas résolu numeériquement dans les codes de
simulation PIC. Par ailleurs, ce rayonnement est supposé ne pas interagir
avec le plasma en raison de la section efficace de Compton trés faible. Tl
est toutefois nécessaire que ce ravonnement apparaisse de maniére explicite
pour la dérivation de la conservation du systéme “¢lectrons-champs”, afin de
garantir toute cohérence et éviter toute ambiguité.

Nous exprimons la dérivée partielle par rapport au temps de w:

8'&) o 2 afe & »
S =mee [ o= Sedp. (2.165)
R3

En utilisant 'équation cinétique des ¢lectrons sous forme conservative
(2.150), nous obtenons I'égalité suivante:

%_1:1 =—V,. fmﬂc2 ('}’e - 1) Vefedpe — V. fmeCQ (76 - 1) 5V€f9dp€
R3 R3

2
— [ mec? (e = 1) Vi (e (B + Fic)
R3
Le dernier terme de droite peut se simplifier en utilisant une intégration par
parties telle que:

f (’Yﬂ _ 1) V:De' (fe (Fra.d + FLE)) dpe —
B2
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[fe ('Ye - 1)]R3 - f Vpe (76)- (FLe + Frad) fedpe
R3

Le premier terme de droite est nul du fait que les électrons aient une énergie
finie dans le plasma. En utilisant le fait que Vpey. = ve/mec?, 'équation
(2.165) s’écrit:

88_1; = _meCQV-r- f ('Ye - 1) Vefedpe — mecgv-r- ] ('Ye - 1) OVe fedpe
R3 R3
+ ] Ve-Frefedpe + /Ve-Frm‘lfedpe (2-166)
R3 R3

En utilisant 'équation de Maxwell-Ampére (2.5), I'énergie électromagné-
tique u(t,r) peut s’exprimer par le théoréme de Poynting:

ou ) o 1
5 = —V,r.H — j*..E (2.167)

1
H = — (E x B) , vecteur de Poynting
Ho

Jk. = —e/.f,.3 (Ve + 0ve) dpe
R

En combinant les équations (2.166) et (2.168) et en utilisant les équations
de Sokolov (2.98) nous pouvons en déduire la loi de conservation de I'énergie
du systéme “électrons + champs électromagnétiques”™

o0&
V0= (2.168)
—0j..E — A(a, t 2 1) (1 —cos(¥)?B?) f.dp.

B~ A(a,0) | [ (62— 1) (1= cos(w)8?) fd

(1) N 3 ’

(2)
2
2 Tf‘wpe .
—1mec V. / (Ve — 1) YeOVe fedpe + Zn. H.Jg
R3 \—\,_/
~ ~~ - (4)
(3)
avec,
E=wHu

o = mec2 f (’“,/e - 1) Vefedpe + H
je = —€ fRs Vefedpe
§je = —e ng 6Vefedpe
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L’équation (2.168) nous montre que I'énergie des électrons n’est plus con-
servée lorsque la réaction du rayonnement est considérée, du fait des termes
présents dans la partie droite de 'équation (2.168). Nous pouvons classer des
termes en trois catégories. D’abord le terme (1), est la quantité de mouve-
ment et d’énergie gagnée par I'électron lors de son interaction avec le champ
extérieur, pouvant étre de nature électromagnétique ou statique. Ce terme
est homogéne a un courant, qui doit étre pris en compte dans 'équation
de Maxwell-Ampére, comme nous ’avons vu précédemment, a propos de la
dérivation du théoréme de Liouville. Le troisiéme terme, du au moment de
recul des photons engendre une modification de la distribution en espace de
la fonction de distribution des ¢électrons. En d’autres termes, il modifie le
flux de la population d’électrons. Il serait dés lors légitime de placer ce terme
dans le terme o. Néanmoins, pour des raisons pédagogiques il est plus oppor-
tun de le considérer dans les termes de droite de 'équation afin de clairement
identifier les effets dus au rayonnement. Les termes (2) et (4) sont les termes
qui rendent compte de la quantité d’énergie perdue par les électrons accélérés,
W,}, (2.16()). Cette quantité est émise sous forme de rayonnement, supposé
ici ne pas interagir avec le plasma. D’un point de vue cinétique, ces termes
sont liés au terme source de I'équation de transport de la densité d’énergie £,
des photons (voir équation (2.155) de la section 2.4.1). Tl convient de noter
que le terme (4) est ~ 2 moins important que le terme (4), le rendant négli-
geable par rapport a ce dernier, dans le cas de plasma ultra-relativistes. Par
ailleurs; le terme (4) garantit la conservation de I'énergie entre la quantité
de rayonnement émise et la quantité d’énergie par les électrons, quantités
qui doivent étre identiques. Cet aspect a ¢té abordé en section 2.3.3, dans le
adre de la dynamique d’un électron.

2.4.4 Le temps de refroidissement
Cas d’un électron

Le temps de refroidissement feooling €st défini comme étant le temps caractéris-
tique pendant lequel 'ensemble des électrons a perdu une partie conséquente
de son énergie cinétique par émission de rayonnement. Plus rigoureusement,
pour un ¢lectron, ce temps est le rapport entre I'énergie cinétique et la puis-
sance rayonnée. En appelant t.,oing, 1e- Ce temps caractéristique lié a un seul
¢lectron celui ci s’exprime de la maniére suivante :

(e — 1) Mec? 1

po - 2.169
cooling, le ,.Yg (5V3-FLE) Q?T’TEMLTP&% ( )

Cet aspect a été abordé en section 2.2.2, illustrant notamment le temps
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de refroidissement d’un ¢électron soumis a un champ magnétique ou dans le
‘adre de la diffusion Thomson.

Cas d’un plasma d’électrons

Dans la section 2.4.3 nous avons explicité le terme W, (2.162), puissance
émise par unité de volume dans le cas d’'un plasma maxwellien relativiste.
En divisant ce dernier terme par la quantité n.m.c?, on peut en déduire le
temps de refroidissement noté t,, associ¢ aux ¢lectrons du plasma:

W, -t B MeC?
NeMeC? "~ 6A(a,t)0?

A(a,t) = wrG(a, t)a,gmecgw,g

(2.170)

tmoliug ~

Dans le cas d'un plasma maxwellien-relativiste, le temps de refroidisse-
ment prend la forme suivante:

2
. 1
Me€ T (2.171)

troo ing =
oot = 64, 102 1270m,w2G (e, t)a2f? "

ou Tf, est la période laser.

Dans le cas d'un plasma ultra-relativiste, ||pel|/(mec) ~ 7e et 0 ~ aq.
Nous rappelons que la fonction G(a,t) (2.159) dépend du champ laser ainsi
que du champ de séparation de charges. Celui ci peut étre comparable a
I"amplitude du champ laser et constituer une source importante d’accélération
pour les électrons. Par conséquent, le temps de refroidissement peut s’exprimer
en fonction de ag:

1
t soling =
cooline = 1o rwrG(a, t)al

17, (2.172)
La figure 2.12 illustre le temps de refroidissement (2.172) en fonction de
I'intensité laser.

Le temps de refroidissement nous donne un seuil au-dessus duquel nous
pouvons travailler avec une solution stationnaire pour la fonction de distribu-
tion des électrons, fe; par exemple, une fonction de distribution de Maxwell-
Jiittner, dans le cas de plasma relativistes.

Dés lors, pour des processus évoluant sur des échelles de temps supérieures
au temps de refroidissement, nous pourrons par exemple calculer le rayon-
nement émis par le plasma, de maniére cinétique. A linverse, pour des
échelles de temps inférieures au temps de refroidissement, il n’existe pas de
solutions a I'équilibre pour la fonction de distribution des électrons.
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Figure 2.12: Temps de refroidissement pour un plasma ultra-relativiste en
fonction de intensité laser, notée [),q;.

2.4.5 Effet de la réaction du rayonnement sur ’entropie

La réaction du rayonnement induit de nouveaux termes dans I'équation ciné-
tique des électrons, dont le terme Vp, . F .4 induisant une contraction du vol-
ume de 'espace des phases des électrons. Une démonstration de ce résultat,
en accord avec la référence [Tamburini et al. 2010], est détaillée en annexe
7.4. A preésent, regardons ce que ces termes impliquent sur l'évolution de
I’entropie du plasma. L’entropie S est définie de la maniére suivante:

S=— [ foln f.d (2.173)
/

dépendant explicitement de la fonction de distribution des électrons, fe.
En utilisant les coordonnées lagrangiennes, la dérivée totale par rapport au
temps s’exprime de la maniére suivante:

d 0 0 0
T (B, +60,) o T (Fre + Fraq) Bp.

Par conséquent, 'équation cinétique des électrons (2.150) s’écrit:

d o
a In fe == _Vpg'Frad - V.,n.Cﬁe (211—1)

En considérant 'expression de U'entropie S (2.173) et en intégrant (2.174)
sur I'espace des phases nous obtenons I’évolution de I'entropie:

(2.175)

dsS
E - f [Vpe‘Frad + V?‘-aﬁe] fedﬂ
Q
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A titre indicatif, dans le cas d'un plasma soumis a un champ magnétique,
les expressions des deux termes se simplifient selon :

2
p : 2 o 1
Ve Fraa = _W_QCQTT sin®(p)w? |3 — —| <0 (2.176)
et, 02 R
Vraﬁe = _E@ (VEA) (Z].l’l’)
eB

¢ =(ve;B), wp=—

e

V.,.03,. Le terme (2.176) est négatif alors que le signe du terme (2.177) est
moins évident. Quoi qu’il en soit, 'amplitude de ce dernier est trés inférieure
a l'amplitude de (2.176), ce qui implique que le rayonnement tend & diminuer
I’entropie du plasma.

Plus généralement, en utilisant les relations liant les potentiels scalaire A°
et vecteur A aux champs électromagnétiques E et B nous pouvons montrer
que:

er, [0* , O° ety E.v.v,
V,..(sﬁe == E @A + @ (VE.A) + mecvr. T

+ O (agwr )
(2.178)
En utilisant 'équation de Maxwell-Gauss (2.5), le laplacien du potentiel
scalaire peut s’exprimer en fonction de la perturbation de densité dn, par:

0? ., —edn, o1
A =— (2.179)
or €0

La contribution dans ’équation d’évolution de 'entropie, du moment de
recul des photons s’écrit finalement:

, 0ne et 0 eTy,

(veA) + —V,

Ev.v,
o2

V.48, = _Trwpen_e ) + O (apwr )
(2.180)
Le moment de recul des photons induit des termes négatifs concernant
I’évolution de 'entropie. Ces termes dépendent explicitement de la perturba-
tion en densité induite par le champ de séparation de charges. Plus le champ
est intense plus la perturbation engendrée est importante et plus le terme
V..63, est significatif. Toutefois, les variations de I'entropie sont essentielle-
ment dues au terme dépendant de la force de la réaction du rayonnement
V. Fraa qui est environ 42 fois plus important que le terme V,.63,

€
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2.5 Les limites du modéle classique et les pos-
sibilités d’extension aux domaines faible-
ment quantiques

2.5.1 Processus quantiques élémentaires

Le modéle de I'¢lectrodynamique classique du plasma est limité par 'interaction
entre trois espéces de particules: les électrons, les ions et les photons en-
trant mutuellement en interaction via des champs électromagnétiques. Pour
des conditions extrémes, lorsque l'interaction iné¢lastique ¢lectron-photon de-
vient importante, cette approche n’est plus suffisante. Le nombre total
d’électrons n’est plus conservé et nous devons tenir compte de la produc-
tion des positrons. Bien que ce probléme sorte du cadre de cette thése,
nous rappelons ici les phénoménes de base de I'électrodynamique quantique.
Nous montrerons aussi la possibilité d’étendre le modeéle classique dans le
domaine quantique pour des conditions d’interaction telles que la production
des positrons peut étre négligée.

La théorie de I'électrodynamique quantique prédit la création de paires
¢lectron-positron a partir du vide en présence de champs électromagnétiques
dont I'intensité correspondante est de 'ordre de celle du champ de Schwinger.
Intuitivement, la possibilité de cette création de paires de particules élémen-
taires (électron-positron) réside dans le fait que le vide n’est pas & proprement
parler un vide d’'un point de vue quantique. Il comporte en effet des fluctu-
ations en énergie pouvant interagir avec des champs suffisamment intenses,
engendrant la création de paires particule-antiparticule. De facon collective
ces fluctuations produisent un effet connu sous le nom de polarisation du vide.
Méme pour des champs faibles (par rapport au champ de Schwinger), il y a
des effets observables notamment sur le moment magnétique de I'électron et
des muons. Néanmoins, la physique de ces hauts champs électromagnétiques
n’a jamais ¢té observée, en particulier dans le domaine optique, et demeure
une zone inexplorée du domaine standard. Cette exploration, comme dit en
introduction fait partie des attentes et enjeux du projet ELL

Polarisation du vide

La polarisation du vide décrit un processus pour lequel un fort champ électro-
magnétique interagissant avec le vide produit une paire virtuelle d’électron-
positron, changeant la distribution des charges et des courants qui ont généré
initialement le champ électromagnétique. Les effets de la polarisation du vide
ont été observés expérimentalement en 1947 [Lamb and Robert 1947], avant
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qu’ils ne soient calculés de maniére théorique par Hans Bethe.

[ > I .

o

Figure 2.13:  Production de paires par la “cassure” de la polarisation du
vide. Les lignes oscillantes représente les photons se propageant dans le
vide. Le cercle noir (a) représentent les fluctuations quantiques du vide com-
posées de paires particule-antiparticule. Cette fluctuation interagit avec le
champ extérieur (b), pour I > I, engendrant une création réelle de particule-
antiparticule.

En termes de diagrammes de Feynmann, la polarisation du vide est re-
présentée par une boucle fermion-antifermion, comme le montre la figure
2.13. Nous pouvons y associer une expression mathématique, qui au dessus
d’un certain seuil présente une partie imaginaire non nulle, impliquant la
création de paires réelles ¢lectron-positron. Dans le cas o les photons dis-
paraissent, ce processus est appelé processus d’absorption. Sans rentrer dans
les détails, la partie réelle de ce processus, liée au diagramme de Feynmman,
décrit d'une part comment les paires virtuelles polarisant le vide affectent la
propagation des photons (du champ électromagnétique extérieur) et d’autre
part comment ils influencent les effets dispersifs. Schématiquement, cette
situation est décrite par la figure 2.13 montrant comment la polarisation du
vide (boucle) engendrant une paire virtuelle se scinde en paires réelles (figure
2.13-b), pour des intensités [> I... Techniquement, la figure 2.13 illustre la
relation de Kramers-Kronig stipulant que la partie imaginaire de la boucle
de polarisation du vide (voir figure 2.13-a) est proportionnelle a la probabil-
ité (totale) d’une création de paire réelle (figure 2.13-b). Cette probabilité
sera d’autant plus grande que l'intensité du champ extérieur est importante
[Sokolov et al. 2010]|, |[Nikishov and Ritus 1969).

Production des positrons

Pour les champs inférieurs au champ de Schwinger, la production des positrons
peut étre effectuée dans les processus de 'interaction inélastique, entre les
¢lectrons, les ions et les photons. Un électron doté d’une énergie au moins
deux fois supérieure a son énergie de masse soit ~ 1.022 MeV peut produire
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une paire ¢lectron-positron en interagissant dans le champ coulombien du a
un nucléon A de charge Z. Ce processus, appelé processus trident, se formalise
de la maniére suivante:

— ! — c
A+e — A +2 +et (2.181)
L’interaction d’un photon avec un ion est aussi une source de production

de positrons. Le processus Bethe-Heitler est le processus de production d’une
paire électron-positron par un photon dans le champ d’un ion.

Z+y—Z+e +et (2.182)
Ces différents processus ont fait I’objet d’études dans le cadre d’interactions

laser-plasma impliquant des champs ¢lectromagnétiques suffisamment in-
tenses pour la création de paires “particule-antiparticule” [Bell and Kirk 2008|.
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Log(Intensity (W ecm™?) )

Figure 2.14: Les parameétres i et x rendent compte de I'importance de la con-
version des champs électromagnétiques par ’électron accéléré respectivement,
en fonction de I'intensité laser de longueur 1pum. Sont aussi tracés le nombre
N, de paires produites par I’électron sur une période laser via le processus
trident. Pour davantage de détails, voir la référence |Bell and Kirk 2008].

De plus, il a été montré par Sokolov que la réaction du rayonnement
diminue les créations de paires engendrées par cascades [Sokolov et al. 2010).
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Figure 2.15: Diagramme de Feynmann illustrant le processus de diffusion
Compton non linéaire.

Diffusion Compton non linéaire

Le processus de I'émission synchrotron considéré dans la section 2.2 est décrit
dans l'¢lectrodynamique quantique comme la collision d’un électron avec
plusieurs photons, provenant d’'un champ laser ultra intense, par exemple. Ce
processus est illustré par le diagramme de Feynmann en figure 2.15. Dans
le cas de n photons provenant d’un champ laser notés vz, le processus de
diffusion Compton se formalise de la maniére suivante:

et+ny, —e +v (2.183)

Dans le cas d’une impulsion intense, ce processus peut aussi étre appelé
processus de diffusion Thomson non linéaire du fait que ce soit I'émission des
harmoniques d’ordres élevées par un électron dans un champ laser intense.
Le spectre en fréquence du rayonnement émis par I'électron a été étudié en
section 2.2.5.

Dans ce cas, ’¢électron absorbe un nombre arbitraire, n de photons provenant
du champ laser (dont I'énergie caractéristique est fwp ~ 1 eV, correspon-
dant & un laser dont la longueur d’onde Ap est égale & 1 micron) avant
d’émettre un seul photon d’énergie hw}. Pour davantage de détails tech-
niques il est utile de se reporter aux références |Nikishov and Ritus 1964 et
|Berestetskii et al. 1982|. Un effet spectaculaire de linteraction d’un élec-
tron avec un champ laser relativiste est un “red-shift” (décalage vers les
fréquences de basse énergie) de la diffusion Compton. Lorsque qu'un photon
de fréquence wy, interagit avec un électron d’énergie totale yemec?, cet élec-
tron diffusera via le processus de diffusion Compton linéaire un photon dont
'énergie €, est égale & &, = 4y*hwy,. Or dans le cas d’'un laser relativiste,
le photon diffusé présente une énergie &/ = A2 hwy, avee v, = 12/ (1 + ad).
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Cet effet peut étre compris du fait de 'augmentation de la masse effective
de électron: m, ~ mey/1+ a3, Comme Uinertie de I'électron est plus im-
portante dans le champ laser, cela implique un recul moins conséquent, pour
une méme quantité d’énergie absorbée. Par conséquent, I'énergie transférce
au photon diffusé sera moins importante. La diffusion Compton non linéaire
a 6té observée et analysée dans U'expérience “SLAC E-144" |Bula et al. 1996]
faisant interagir un faisceau d’électrons de 47 GeV avec un laser terawatt
d’intensité 1-2.2 x 10'"W/ecm?.  Ce fut une expérience a haute énergie
(< 7e >2=2 10°) et basse intensité (ag < 1), donc intéressante pour observer le
régime de diffusion Compton inverse. Le spectre des photons diffusés n’a pas
été déterminé et par conséquent aucun décalage vers les basses fréquences
(pour les photons diffusés) n’a été observé. Ce processus devrait étre da-
rantage accessible et mesurable avec précision dans le cadre des intensités
laser susceptibles d’étre disponibles sur la structure ELI. De plus, il est in-
téressant de remarquer que les effets de la réaction du rayonnement pour-
raient étre mesurés par la diffusion Compton [Mcdonald 1999]. A Dordre le
plus bas, la section efficace des photons diffusés par un électron au repos
en ¢lectrodynamique quantique, s’exprime par la formule de Klein-Nishina
[Peskin and Schroeder 1995]:

do 17 (w w o w . 9 9 124
0 2\% o + — —sin 0 (2.184)
w

T 1+ m—ﬁ;g (1 — cosb)

2 2 !
e

ol ;w est I'énergie incidente du photon et Aw’ est I'énergie du photon diffusé.
2
v AT Strp — € wt le e v de élec Intoors:
Le paramétre r, = ez ost le rayvon classique de I'électron. En intégrant

sur I'angle solide €2, on peut montrer que la section efficace prend les formes
suivantes:

2622
cx~or|1—2x+ 53: +...], pourz <1 (2.185)
et
o~ 80 L In(2z) + L our z > 1 (2.186)
~ 3 TLE 9 y P :
hw

z = ——,or : section efficace de Thomson

mec

Pour des photons hautement énergétiques (2.187) la section efficace diminue,
comme l'illustre la figure 2.16.
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Figure 2.16: Section efficace de Klein-Nishina fonction de x = hw/m.c?.
Trait rouge: cas faiblement relativiste. Pointillés bleus: photons hautement
énergétiques.

2.5.2 Prise en compte des effets quantiques (y. ~ 1)
dans le modéle classique

Nous venons de voir qu’il existait une limite pour laquelle il est nécessaire de
considérer les effets quantiques, caractérisés par le parameétre y, (2.64). Un
changement de formalisme et d’approche doit se faire. L’équation du mou-
vement ne sera plus pertinente pour traiter de la dynamique des ¢lectrons,
par exemple. De maniére générale les fermions interagissent avec les bosons
ou entre eux via des processus d’interaction reliés & des section efficaces.
De plus, contrairement au cas classique les photons doivent étre considérés
comme une population a part entiére et susceptibles d’interagir avec les élec-
trons du milieu considéré. Néammoins, le modéle de I’¢lectrodynamique peut
étre élargi dans le domaine tel que . ~ 1, en tenant compte de la réaction
du rayonnement, si la production des positrons est négligeable. Cela peut
étre formalisée en supposant que ’¢lectron rayonnant perd une partie de
son moment par absorption dans le champ électromagnétique et en émettant
un photon de vecteur d’onde k. L’équation d’évolution de 'impulsion de
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I’électron au cours du temps s'écrit [Sokolov et al. 2010):

dp* e Igep | k¥
— = ——F" v =M C —
dr c vt mec2 l(kp)m ‘ pﬂ]

Iopp = Lu/ (1+1.04x.)"% et I, = ——F2, (2.187)
mE

Jette formule montre une diminution de I'emission des photons lorsque
le paramétre x. tend vers 1. Il est possible de prendre en compte cet effet
quantique en gardant une approche classique concernant le mouvement de
I'électron. L’équation (2.187) est équivalente aux équations (2.88) en renor-
malisant le paramétre 7, tel que [Sokolov et al. 2011]:

1,
Tr — Tr QED _ Trq(Xe) (2.188)
Icl
o,
(X) = —— (2.189)
TXe) = T 104y e
]. T T T T T
0,81 _
0,61 _
2 L |
k=2
0,41 -
021 i -
0 1 i 1 | 1 | 1 | 1
0 1 2 3 4 5
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Figure 2.17: Dépendance de la fonction q(xe) en fonction du paramétre ye

Cet facteur q(xe) tient compte de la diminution de la force due au rayon-
nement pour xe~1 et permet de rester dans un formalisme classique plutot
que de considérer une approche quantique, beaucoup plus compliquée. Plus
I'électron est soumis a un champ dont 'amplitude (dans le référentiel de
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I’électron) est proche de celle du champ de Schwinger, plus le temps carac-
téristique 7., sera faible, comme le montre la figure 2.17, illustrant le com-
portement de la fonction q(y.) en fonction de y.. Ce changement sur 7,
(2.188) a des conséquences importantes sur le spectre en énergie des photons
émis par un ¢lectron accéléré dans un tres fort champ laser. Ceci a ét¢ mon-
tré par Sokolov au sein de la référence [Sokolov et al. 2011 pour un électron
se propageant en sens inverse d’une impulsion laser.

Neéanmoins le spectre des photons devient plus compliqué que 'expression
classique (2.53). Un terme dépendant du paramétre x2 et d’une fonction de
Bessel d’ordre 2/3 est & prendre en compte. Toutefois, il convient de noter
que les effets quantiques ne modifient en aucun cas la distribution angulaire
du rayvonnement ¢émis par I'électron. Finalement pour y. ~ 1 le spectre en
énergie des photons s’écrit:

dlgrp g2 | T Nt L2
s = 1, o T Ksjs(r')dr' 4+ xzZrry Koya(ry.) |
w .
Ioepp = 1uq(xe), r = — et ry, =7/(1— xer) (2.190)
-I IARARARER T IRRARARER IRRAARRRAR TrrTTrrTTT LRARARER

logyo(dl/ dw)
|

Figure 2.18: Spectre en émission d’un faisceau d’électrons de 600 MeV inter-
agissant avec une impulsion laser de 60 fs, d'intensité 2x 10%22W /em?. Avec
(ligne continue) et sans (pointillés) prise en compte des effets quantiques. Ici,
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Sur la figure 2.18 prise dans la référence [Sokolov et al. 2011] le rayon-
nement généré par les ¢électrons se propageant en sens inverse de 'impulsion
laser est nettement modifi¢ par les effets quantiques. D’abord nous remar-
quons un décalage vers les basses ¢nergies lorsque les effets quantiques sont
pris en compte. Ce phénoméne est du au fait que U'inertie de I'électron aug-
mente en raison de l'intensité laser a laquelle il est soumis par:

me—>me\/1—i—a§

Par conséquent, en raison de cette augmentation, la pulsation critique
du rayonnement, wg o< mz ! (2.54) diminue, induisant une émission moindre
pour les photons de trés haute énergie pour lesquels hw > hwq. Ceci est
formalisé par la variable r, = ﬁ présente dans le deuxiéme terme de
droite du spectre des photons (2.190). Comme x, ~ 1 il advient que 7, > r =
;":. Ceci est bien en cohérence avec 'accroissement de 'inertie de I'électron
(2.5.2). Par ailleurs, les effets quantiques induisent une augmentation de l¢
quantité de photons émis pour des énergies telles que hw < 10%hw. . Ceci
est dit au fait que la renormalisation de 7, par la fonction g(xe) induit une
diminution de 7, induisant ainsi un freinage sur I’électron moins important.

2.6 Conclusion

Les bases théoriques de cette thése ont été posées. Nous avons rappelé les
principales propriétés du rayonnement émis par un électron accéléré soumis
a des champs électromagnétiques. Ce rayonnement est principalement ca-
ractérisé par une forte anisotropie, dont 1’émission est principalement dirigée
suivant 'impulsion de la particule relativiste. Le spectre en fréquence est
quasi-continu, dépendant d’une pulsation critique. L’électron rayonne les
harmoniques de la pulsation du champ auquel il est soumis. Dans un deuxi-
éme temps, nous avons considéré la dynamique d’'un électron en prenant en
compte la réaction du ravonnement. Différents modéles ont é¢té discutés. Les
équations de Sokolov, modéle de référence pour cette thése, ont été présentées
et utilisées dans deux applications, a savoir le mouvement d’un électron dans
une onde plane et le mouvement d’un électron dans un champ magnétique
constant. Nous avons pu notamment en déduire les lois de conservation des
composantes du moment de I'électron. Celles ci sont plus complexes du fait
de la prise en compte de la réaction du rayonnement. La connaissance de
la dynamique d’un électron, nous a permis d’'introduire les équations ciné-
tiques régissant le transports des particules dans le plasma. La réaction
du rayonnement induit des termes dans I'équation cinétique des électrons
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qui impliquent la non conservation de I'énergie. Cette perte d’énergie est
émise sous forme de rayonnement, et induit une diminution de ’entropie des
¢lectrons du plasma. Le terme qui décrit la force de friction radiative est di-
rectement lié au terme source de I'équation cinétique des photons. Du fait de
leur forte inertie, les ions ne sont pas directement affectés par la réaction du
ravonnement. L’équation cinétique de transport des ions n’est pas modifiée.
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3.1 Présentation de la méthode PIC

3.1.1 Présentation des équations couplées

Les phénoménes physiques dans le cadre de 'interaction laser-plasma a ultra
haute intensité sont essentiellement de nature cinétique. L’évolution de la

93
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fonction de distribution fe(r, pe,t) d'un plasma non collisionnel et non rela-
tiviste est décrite par P'équation de Vlasov (1938). Pour que les phénomeénes
collectifs soient dominants par rapport aux phénomeénes binaires, il faut que l:

/2 ... .
longueur de Debye, Ap=(T.€0/(n€e?)) 2 Soit tros grande devant la distance
) ~1/3 ;
moyvenne entre deux électrons, d= ne . En d’autres termes, le nombres

d’électrons dans la sphére de Debye n Ap doit étre trés grand devant 'unité:
3 .
neAp > 1 (3.1)

De plus dans la majorit¢ des situations rencontrées dans ce cadre, ce
paramétre (3.1) dépasse 10'°. Dans ce cas et pour des temps inférieurs a
3 -1 ST e 191 B o « 10 ST= =] 2 1 e ST=) ‘ ‘ .
NeApW. , les collisions entre particules sont négligeables par rapport aux
effets collectifs. Il est donc raisonnable de considérer I'équation de Vlasov
pour modéliser cette physique. Nous rappelons l'équation de Vlasov sous
forme conservative détaillée en section 2.4.1:

Ofa

o 0 o ¢
E + a (ero:) + a_pa' (feFa) =0 (J.Z)

L’indice 'a’ dénote chaque espéce du plasma, soit les électrons (a0 — €), soit

Ze (E+v; x B) et U; = v;. La dynamique du plasma est résolue de maniére
auto-consistante en couplant ’équation de Vlasov, régissant la fonction de
distribution de chaque espéce, avec les équations de Maxwell 2.5, régissant
I’évolution des champs électromagnétiques. Le couplage entre les équations
de Maxwell et I'équation de Vlasov s’effectue par le calcul des densités de
charge et de courants:

p= an/fadp et j = an/favadp. (3.3)

3.1.2 Discrétisation numérique des équations

Les équations de Maxwell sont discrétisées sur un maillage régulier en espace.
Les champs ainsi que les densités de charge et de courant sont connus aux
noeuds du maillage. Un des principaux défis des codes PIC est de modé-
liser de faibles échelles du fait de la petite taille de la longueur de Debye
dans le cadre de cette physique a haute densité et engendrant des champs
ultra-intenses. Les équations de Maxwell sont résolues via une méthode aux
différences finies.
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La méthode PIC consiste a résoudre ’équation de Vlasov par la méth-
ode des caractéristiques pour les macro-particules, représentant un nombre
réduit de particules 'réelles’. Cet artifice permet de résoudre correctement la
physique tout en limitant de facon drastique le temps de calcul. Une autre
méthode utilisée dans certains codes est de résoudre directement 1'équation
de Vlasov dans l'espace des phases des espéces, sur un maillage fixe (ap-
proche eulérienne). Ceci implique certes une grande précision (quasi absence
de bruit contrairement a la méthode PIC) mais cotite trés cher en temps
de calcul. La seconde astuce propre a la méthode PIC consiste a considérer
des macro-particules d'une taille finie, ce qui permet de réduire le niveau de
bruit et de gagner du temps de calcul du fait qu'on résolve la dynamique
d’un nombre réduit de macro-particule, au sens ot une macro-particule rend
compte d'un trés grand nombre de particule réelles.

Afin d’avoir une description physique correcte, le bruit électromagné-
tique doit étre suffisament réduit pour qu’il reste au moins inférieur aux
champs non-stationnaires induits par I'apport d’énergie libre (laser, faisceau
d’électrons, etc) dans le systéme. En pratique, il y a plutot une tendance a
surestimer le bruit électromagnétique par 'utilisation d’'un nombre de macro-
particules limité par la puissance de calcul.

Pour un schéma d’ordre 1, nous rappelons que le couplage d'une méthode
particulaire avec les équations de Maxwell impose [Dawson 1983],
|Birdshall and Langdon 2005|:

Az < 3)p.. (3.4)

On résout pour chaque macro-particule de chaque espéce les équations
du mouvement selon les caractéristiques de I'équation de Vlasov:

dpa _
t o 3.5
&y (35)

Pour les électrons nous faisons référence aux équations de Sokolov (2.98). Par
ailleurs nous appliquerons simplement I'équation de Lorentz pour le mouve-
ment des ions puisque la réaction du rayonnement n’a pas d’effet explicite
sur la dynamique des ions du fait de leur forte inertie par rapport aux élec-
trons. Ces équations relativistes sont résolues numériquement par la méthode
de Boris |Birdshall and Langdon 2005| permettant de découpler 'action du
champ électrique de celle du champ magnétique. La premiére étape consiste
a transtérer une partie de la force électrique vers le moment de la particule:

pitt/2 = pr 4 %"E“At
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La deuxiéme ¢tape prend en compte la rotation induite par le champ mag-
nétique sur la particule:

n+1/2
wH/2 = pItI/ g v x BRAL, VT2 = B2
mO:’Yﬂ

La troisicme ¢tape permet d’apporter la deuxiéme contribution du champ
¢lectrique au moment de la particule:

o

pn-|—1 _ p2+1/2 1+ %EnAt

3.2 Présentation du code PICLS

Le code PIC, nommé PICLS [Sentoku and Kemp 2008| que nous avons utilisé
durant ce travail de thése comporte des avantages par rapport a un code PIC
ordinaire. Nous énumérerons les principaux. D’abord les principales étapes
de calcul d'un code PIC ordinaire se résument de la maniére suivante:

1. Reésolution des équations du mouvement des particules. Les champs
¢lectromagnétiques sont interpolés a la position des particules;

2. Les courants sont accumulés sur la grille spatiale (maillage) et basés
sur la position et la vitesse des particules. Cette étape est effectuée en
utilisant un algorithme garantissant, par construction, que 'équation
de conservation de la charge est vérifice pour chaque particule. Cette
méthode permet de conserver la charge en résolvant I'équation de Pois-
son via la méthode proposée par Esirkepov |Esirkepov 2001].

3. Les équations de Maxwell (2.5) sont résolues sur le maillage en utilisant
un systéme de fractionnement directionnel |Sentoku and Kemp 2008].

Ces différentes é¢tapes de calcul sont résumées dans le schéma 3.1. Ce
schéma consiste en la décomposition des courants et des champs en des quan-
tités se propageant soit dans la direction de propagation dans le cas d’une
seule dimension spatiale. Dans le cas de dimensions spatiales supplémen-
taires, la propogation des courants peut s'effectuer dans la (les) direction
transverse(s). L’avantage de ce schéma est que le calcul des champs est tel,
qu’il permet un calcul trivial concernant le mouvement des particules ainsi
que pour le calcul des conditions aux limites. De plus, ce schéma permet
de choisir une résolution relativement peu fine (mailles de taille importante)
tout en décrivant correctement la propagation du champ laser lorsqu’il en est
question.
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Figure 3.1: Structure de base d’un code PIC.

Les avantages du code PICLS sont les suivants. En ce qui concerne les
étapes (1) et (2), il est possible dans PICLS de monter jusqu’a un ordre 4
d’interpolation pour le calcul des champs et des particules. Cet haut ordre
d’interpolation diminue fortement le niveau des fluctuations et le chauffage
numérique. L’interpolation d’ordre 4 permet de gagner du temps de calcul
pour le transport d’électrons rapides dans une cible surdense, dans le cadre
de simulations 2D. Ce code permet de modéliser de forts gradients de densité.
Ceux-ci sont en effet modélisés en affectant un poids aux particules. Tout en
gardant un nombre de macro-particules par maille constant, il est possible
de faire varier la densité des particules ‘réelles’, qui sont représentées par
les macro-particules. Pour illustrer cela, prenons 'exemple d'une impulsion
laser interagissant avec un plasma dont la densité varie du sous dense au trés
surdense. Il s’ensuit que I'impulsion laser est absorbée dans un gradient de
densité tres éleve. Par conséquent, il n’est pas du tout pratique de relier
le nombre de macro-particules par maille & la densité du fait qu'un choix
d’une résolution faible dans la région sous dense signifierait un trés (trop)
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grand nombre de particules dans la cible et nécessiterait un temps de calcul
trés important. Ceci peut étre évité en considérant un poids pour chaque
macro-particule.

3.3 Implémentation de ’auto-force dans PICLS

La force de réaction du rayonnement a été implémentée dans la version 1D
et 2D du code PICLS en s’appuyant sur les équations (2.98). Cette force
est calculée dans le module pousseur de particules, a la premiére sous-étape
d’une boucle de temps, At, tout en résolvant les équations du mouvement
pour les électrons. Afin de prendre en compte cette force due a la réac-
tion du rayonnement dans I'équation du mouvement des électrons, le schéma
numérique dans PICLS a été modifié de la maniére suivante. Le moment de
’électron au pas de temps (n+1) est mis & jour en ajoutant la contribution de
la réaction du rayonnement, calculée explicitement, connaissant les valeurs
au pas de temps précédent:

pitt =p, " —opl (3.6)
1 .\ on
opl = —7." (6.

MeC

LR IAL 4+ 68, x BMTAE (3.7)

ot p2*! est le moment de I'électron calculé de maniére explicite en prenant
en compte uniquement la force de Lorentz auquel est soumis I'électron. Le
terme dp. est la correction du moment de 'électron due & la réaction du
rayvonnement, calculée aprés 'application de la force de Lorentz. Comme il
a ¢t¢ vu dans la partie théorique, ce terme meéne a une réduction du volume
de I'espace des phases des ¢électrons du fait que sa divergence en impulsion
est négative:

V,. Frq <0, (3.8)

avec F,g = —ecd3, x B — 42 (883..Fr.) 3., la force de réaction du rayon-
nement, évoquée précédemment dans les équations de Sokolov (2.98). Con-
cernant les détails techniques menant a ce résultat il est utile de se reporter
a 'annexe 7.4.

Une procédure similaire a ét¢ introduite pour le calcul de la trajectoire
de I'électron:

xTH/2 _xn=12 — (B 4+ 687 (3.9)

Notre approche de I'implémentation numérique des pertes par rayon-
nement est similaire a celle décrite en référence [Tamburini et al. 2010|. L’origi-
nalité de notre approche réside dans le fait que les variations du moment de



3.4. MODELISATION DU RAYONNEMENT

o]
[l

I’¢lectron, dues a la réaction du rayvonnement sont calculées explicitement,
connaissant le moment de la particule au pas de temps précédent. Comme il
a ¢té vu précéedemment le schéma numeérique utilisé pour mettre les particules
en mouvement est similaire au pousseur de Boris |[Birdshall and Langdon 2005.
La force de la réaction du rayonnement est calculée avec le méme pousseur
que celui qui calcule la force de Lorentz. Cette méthode pour le calcul du
moment de la particule nous permet de minimiser des erreurs de nature
numeérique, dans la dynamique des particules chargées soumises a de forts
champs électromagnétiques. Ce calcul additionnel n’affecte pas la stabilité
du schéma numeérique, si la condition wpeAt < 2 est satisfaite.

3.4 Modélisation du rayonnement généré par
les électrons ultra-relativistes accélérés

Dans cette section, nous décrivons la méthode de modélisation du spectre
des photons émis par les ¢lectrons relativistes accélérés, en se basant sur
les équations cinétiques régissant le transport des électrons (2.150) et des
photons (2.155).

3.4.1 Conditions sur le pas de temps

L’expression (2.53) pour la puissance émise synchrotron d’un électron ouvre
la possibilité de prendre en compte les courtes longueurs d’onde de rayon-
nement, qui ne peuvent étre décrites par les équations de Maxwell.

En effet, d’'un point de vue numérique, la taille d’'une maille notée Az
dans les codes PIC limite I'intervalle en fréquence du spectre du rayonnement
électromagnétique & w < ¢/Az. En d’autres termes, les codes PIC ne résol-
vent pas en général les longueurs d’ondes inférieures a 100 fois la longueur
d’onde laser Ay car, si ¢’était le cas, les simulations numériques seraient ex-
cessivement longues. Par conséquent, I’émission des photons avec les énergies
au-dessus de quelques centaines d’electronvolts ne peut étre prise en compte
par les solvers de Maxwell. Le modéle corpusculaire décrit par la deuxiéme
équation du systéme (2.156) prend en compte des photons de haute énergie
(au dela de quelques keV) ayant des contributions négligeables dans le do-
maine décrit par les équations de Maxwell (2.5). Cela dépend néanmoins
du régime d’interaction et de surcroit des fréquence critiques associées au
rayonnement émis.
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Condition sur la coupure en fréquence

Nous supposons que ce rayonnement du aux électrons relativistes accélérés
est incohérent. Autrement dit, le rayonnement total engendré par les élec-
trons soumis aux champs électromagnétiques, est la somme de la contribu-
tion de chaque électron. Cela signifie que la distance caractéristique en-
tre deux électrons quelconques, doit étre trés grande devant la plus grande
longueur d’onde composant le spectre du rayvonnement émis par chaque ¢élec-

-aractéristique d’un photon inférieure a la distance entre les ¢lectrons. En no-
—-1/3 : P " T p

tant d ~nz "/? 1a distance moyenne entre ¢lectrons, la condition d’incohérence

du rayonnement peut s’exprimer de la maniére suivante:

2me

~1/3 .
< n;t/ (3.10)
Wmin
La densité caractéristique dans nos simulations peut étre assimilée a la den-
sité critique n.. Cette derniére peut étre exprimée en fonction de la longueur

dente prend la forme:

1/3
Ne {

Femin > 275 x 107 (=) A7) MeV (3.11)
nc ’

stipule que I'énergie caractéristique du ravonnement associé a chaque électron
rayonnant soit supérieure a 1072 MeV.

Pour la plupart des interactions laser-plasma ultra-relativistes (ag > 1 et
e > 1), la pulsation de coupure wy;, est supérieure a la pulsation seuil w; =
27 /At, pulsation maximale pouvant étre résolue par le schéma numérique.
Autrement dit, la condition (3.11) implique que le calcul du rayonnement
synchrotron intense n’est pas compté¢ deux fois.

Critére sur la trajectoire

La trajectoire de I’¢lectron est supposée circulaire pendant I'émission du ray-
onnement. La pulsation de rotation de I'¢lectron est définie de la maniére

suivante
[Pe X Frell a0 o1
Wre = ————— ~ —UWL, (3.12)
pe 78
L’existence du rayon de courbure (trajectoire circulaire) impose que le
déviation angulaire de la trajectoire doit étre inférieure & 1/7, durant le
pas de temps de calcul. Cela implique wy.At< 1/7,. La violation de cette
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condition entrainerait un mauvais calcul pour la distribution angulaire du
ravonnement. Finalement, la deuxiéme condition nécessaire sur le pas de
temps At sécrit :

At< Lo (3.13)

ag

3.4.2 Rayonnement généré par une macro-particule

Le calcul du spectre total du rayonnement résultant de la contribution de
chaque macro-¢lectron serait extrémement cotiteux en terme de temps, s’il
était fait directement dans le code de simulation notamment dans le cadre
de l'interaction d’'un laser avec une cible épaisse. Pour éviter des temps de
-alcul trés cotiteux, l'idée clé est de sauvegarder pour chaque macro-¢électron
rayonnant, noté j, la pulsation caractéristique du rayonnement wg,; ainsi
que la direction de son impulsion n; et sa puissance rayonnée instantanée
Apmd,j. Ensuite, le spectre associé a chaque macro-électron a un temps
donné est construit en “post-traitement”.

Afin de calculer le rayonnement produit par les électrons physiques en
connaissant celui des macro-électrons, nous avons utilisé le facteur de poids
noté w; permettant de faire le lien entre le rayonnement produit par la macro-
particule (de fagon numérique) et le rayonnement produit par les électrons,
modélisés par cette macro-particule. Le poids w; s’exprime de la maniére
suivante:

_ Meo (Ax)®

Nonpm

W (3.14)
Neo, Az, Nypm sont respectivement la densité initiale électronique, la taille
de la maille et le nombre de macro-électrons par maille. « étant le nombre
de dimensions spatiales de la simulation. L’expression du poids (3.14) donne
I’équivalence entre la pulsation plasma “PIC” et la pulsation plasma “réelle™
2 2
f..LJ'2 o "Vje Nupm o "VjMupm € o f..LJ'2
PIC = = = Wy reelle
P wimeeg  (Az)® (Az)* meeg phreetie
N— —

=MNe

En utilisant I’hypothése d’incohérence, le ravonnement total s’exprime en
sommant toutes les contributions de chaque macro-électron rayonnant en
appliquant le poids wj:

&P, - ‘
ﬁ = " w;APra; (3.15)
J
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ol Apmd,j est la puissance rayonnée par un macro-électron dans une direction
n, dans un angle solide d€2 et sur un intervalle de fréquence dw. En faisant
I'intégration soit sur les directions et sur toutes les fréquences, nous obtenons
la distribution angulaire et spectrale du rayonnement.

Nous rappelons que dans le cas d'un électron rayonnant ultra-relativiste
le ravonnement émis est fortement anisotrope, suivant un cone, dirigé suivant
l'impulsion de P'électron, d’angle 2/4.. Par conséquent, son profil angulaire

€

peut étre modélisé par une distribution de Dirac (Q — % . Pour calculer

la distribution angulaire du rayonnement, nous choisissons les coordonnées
cylindriques avec 'axe polaire (x) associé au vecteur d’onde kz du laser
incident. Nous supposons un champ laser polaris¢ suivant 'axe y pour la
polarisation lin¢aire ou dans le plan y,z pour la polarisation circulaire. Nous
définissons I'angle polaire € et I'angle azimutal ¢ par:

Pa 316
0 = arcos (3.16)
(p2 + p2 + p2)'/?
¢ = arcos (5%%%’ si py=> 0 (3.17)
L ‘
¢ = 2m — arcos p%ﬂ?pg) sipy <0

L’angle polaire #, permet de mesurer 'écart en terme de direction du ray-
onnement avec la direction de propagation du champ laser. L’angle ¢ est
lié au plan de polarisation. La figure 4.5-a illustre les angles 6 et ¢ par
rapport a lorientation du champ laser. Ces mémes angles qui dépendent
des composantes du moment de I'électron, sont représentés dans 'espace des
impulsions en figure 4.5-b.

Pour le calcul du spectre, nous considérons une grille composée de 1000
cellules pour les pulsations w telle que w satisfasse la condition (3.11). Nous
considérons respectivement une grille de 45 et 90 cellules pour les angles 6 et ¢
telles que 0 < @ < met 0 < ¢ < 2. Le nombre de cellules définissant la plage
de chaque variable (w, 6, @) est évidemment ajustable. Nous avons choisi ces
nombres car ils offrent un bon compromis entre une bonne précision et un
bruit minimal. Du fait de la large gamme en fréquence du spectre, pour une
clarté optimale, il est nécessaire de travailler avec une échelle logarithmique.

3.5 Conservation de I’énergie totale
La prise en compte de la réaction du rayonnement dans I'équation du mouve-

ment des électrons implique la nécessité de considérer I'énergie des photons
émis pour conserver I'énergie totale du systéme. L’énergie totale est la somme
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Figure 3.2: (a): illustration des angles 6 et ¢ par rapport a l'orientation du
champ laser . En vert : pour une polarisation linéaire. En vert et orange:
pour une polarisation circulaire. (b): angles 6 et ¢ représentés dans Pespace
des phases de I'électron.

de I'énergie des champs, des particules et du rayonnement. Le tableau ci-
dessous 3.3 récapitule pour des densités de plasma et des épaisseurs de cible
rariables I'écart relatif maximal Max[A&] entre I'énergie totale sans pertes
par rayonnement et I'énergie totale avec pertes par rayonnement incluses:

I\"IHXAE: _ Max | ga.\'cc le rayonnement Esa.us le rayonnement | (318)

T
I\’Idxgsmls le rayonnement

Dans le cas ou les pertes radiatives ne sont pas considérées, le code PI-
CLS conserve I'énergie totale. En d’autres termes, cela permet d’estimer si
I'implémentation de 'auto-force dans le pousseur de particule est correcte,
impliquant un MaxA¢€ faible. Nous considérons un champ laser polarisé cir-

temporel est une gaussienne de 13 périodes laser en largeur & mi hauteur.

On remarque clairement que cet écart (exprimé en pourcentage) est ex-
trémement faible pour toutes les densités électroniques et épaisseurs de cible
choisies. Les écarts relatifs sont plus important dans le cas de n.= 10n.
pour une méme épaisseur de cible. Cela est da au fait que le laser pénétre
davantage dans le plasma et favorise ainsi grandement la production de ray-
onnement, croissant avec la longueur de la cible, car davantage d’électrons
rayonnent. L’augmentation de I'écart relatif Maz [AE] pourrait s’expliquer
en incriminant la redondance du calcul de la partie incohérente par le solveur
de Maxwell, dans le cas ot wy,, < 1/At.
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Max[AE] (%)
[ =Ap | 1 =10\p | I= 100\,
me— 10m. | 0.01 | 0.22 0.4
ne— H0n, | 1074 0.02 0.008

Figure 3.3: Conservation de I'énergie totale du systéme. Différentes densités
et longueurs de plasma ont été considérées. Le paramétre Max[AE] dénote
I’écart relatif maximal entre I'énergie totale calculée sans la considération de
la réaction du ravonnement et celle calculée en tenant compte de la réaction
du rayonnement.

3.6 Temps de calcul

Dans le but de montrer la performance de ce schéma numérique, nous avons
comparé la difféerence du temps de calcul pour des simulations & une dimen-
sion spatiale, avec et sans pertes par rayonnement. Nous avons considéré

d’une cible mince, la différence relative de temps de calcul (~ 20000 pas de
temps) est de 2.8% alors que pour une cible épaisse elle s’éléve a 8.4%. Ces
raleurs incluent le temps d’écriture des fichiers diagnostics. Par conséquent,
I'implémentation de 'auto-force dans le pousseur de particules ne pénalise
pas les performances du code PICLS. Evidemment, pour des simulations
numeériques plus fines et poussées ou de dimensions spatiales supérieures, la
prise en compte des pertes par ravonnement affectera davantage le temps de
alcul. Néanmoins, la différence relative demeure comprise dans la gamme
20-30%, ce qui est tout a fait raisonnable.

3.7 Cas tests

L’implémentation des pertes par rayonnement a aussi ¢té validée en com-
parant nos simulations avec des résultats publiés dans les références
[Schlegel et al. 2009] et [Chen et al. 2011]. Dans ce manuscrit nous nous
contenterons de présenter quelques comparaisons avec la référence

[Schlegel et al. 2009]. Dans un premier cas, nous ¢tudions le creusement d'un
-anal dans un plasma par une impulsion laser ultra intense interagissant avec
cible de longueur [ =100Ag. Les paramétres laser et plasma proviennent de
la référence
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[Schlegel et al. 2009]. Nous considérons un plasma d’électrons et de protons,
de densité électronique n,— 10n, et de température initiale, T, /m.c*— 1072
L’intensité laser est de 8 x 1022W /cm?. Nous considérons un profil trapézoi-
dal ayant un plateau de 16 T et dont les temps de montée et de descente
sont d'une période laser. L'impulsion laser interagit a ¢ = 0 avec le plasma.
La figure 3.4 montre ’espace des phases des électrons et des ions avec et sans
pertes par rayonnement a t = 10077. Ces résultats sont trés proches de ceux
obtenus dans la référence [Schlegel et al. 2009|. Les pertes par rayonnement
meénent a une contraction du volume de l'espace des phases des ¢lectrons.
Ceci a été démontré de facon formelle dans la section relative au modéle de
Sokolov (voir section 2.4). Le moment maximal de I'électron est réduit de
1500mec & moins de 800mec et le moment maximal des ions tel que pg; <
0, diminue de -0.9m;c jusqu’a -0.1m;c lorsqu’on tient compte des pertes par
rayonnement.

Foa) ." Tae . with radiation losses J

=
T

without radiation losses
| ) I L 1 " I L I ) 1 L
-50 -25 V] 25 50 75 100

with radiation losses

FIFETE EPETT I

Px/m.c

-06F without radiation losses

l M 1 " | L | L |
25 0 25 50 75
x;‘?\.L

=
o0
I
é bbbl

Figure 3.4: Espace des phases des électrons (a,b) et des ions (¢,d) avec (a,c)
et sans (b,d) pertes par rayonnement a ¢t = 10077,
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Figure 3.5: Champ électrostatique avec (lignes rouges) et sans (lignes noires
pointillées) pertes par rayonnement a t = 1007;. La partie du champ élec-
trique en dehors du plasma est montrée dans le cadre en pointillés bleus.

Une information supplémentaire peut étre obtenue avec ce cas test. Les
pertes par rayonnement influencent de maniére indirecte la dvnamique des
ions, par le champ de séparation de charges E, fortement dépendant de la dy-
namique électronique. La figure 3.5 montre le champ de séparation de charges
a t = 10077, avec et sans pertes par rayonnement. Nous remarquons claire-
ment que dans le cas ou les pertes par rayonnement sont prises en compte, le
nombre d’électrons s’échappant du plasma tel que x < 0 est beaucoup plus
faible et 'amplitude du champ électrostatique E, en est nettement dimin-
uée, par rapport au cas ol les pertes par rayonnement ne sont pas prises en
compte. Ceci est dia au fait que les électrons qui se propagent a rebours de
I'onde laser sont les plus soumis aux pertes radiatives. En effet, dans leur
référentiel propre, 'amplitude du champ laser est augmentée d'un facteur
Ye (1 — ﬁe,”), caractérisant Ueffet Doppler relativiste (voir équation (2.114)).
Ceci explique donc la forte diminution de 'impulsion d’électrons s’échappant
a l'extérieur du plasma et par conséquent la diminution du champ de sépara-
tion de charges. En diminuant fortement le chauffage ¢lectronique, les pertes
par rayonnement meénent a la réduction de la pression thermique électronique
et par conséquent a un rétrécissement de la longueur du paquet d’électrons
comprimé a P'avant de 'impulsion laser, par la force pondéromotrice. Cela
influe directement sur 'accélération ionique. En effet, comme il peut étre
remarqué dans la figure 3.4d, le moment des ions se propageant dans la di-
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rection de 'onde laser augmente et diminue dans la direction opposce.

3.8 Conclusion

Ce chapitre a présenté les outils numériques développés durant cette theése.
Apreés avoir rappelé les principes de base d'un code PIC, nous avons détaillé
I"implémentation de la force de la réaction du rayonnement dans le pousseur
de particules. Une validation de ce travail a été faite en comparant cer-
tains de nos résultats avec des résultats publies. Nous avons montré que
I'inclusion de 'auto-force augmente d’environ 20% au plus, le temps de cal-
cul pour une simulation donnée. La conservation de I'énergie totale a été
montrée. Nous avons détaillé comment le spectre des photons générés par
les électrons accélérés avait été incorporé et modélisé. Nous avons rappelé
les principales propriétés et hypothéses de ce rayonnement. Chaque infor-
mation a permis d’en déduire une condition numérique pour la modélisation
de ce rayonnement. Les diagnostics numériques mis en oeuvre permettent
d’obtenir le spectre en énergie, la distribution angulaire ainsi que la répar-
tition spatiale du rayonnement. Par ailleurs, des diagnostics permettant de
déterminer le y. moyen ou maximal du plasma au cours de 'interaction sont
aussi disponibles. Cela présente l'interét de pouvoir visualiser si les effet
quantiques sont ou pas importants au cours de l'interaction et comment ils
se comportent en fonction des parameétres laser et plasma.
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Cette partie est dévolue aux études physiques réalisées pendant ces trois
années de thése. De facon générale, nous nous intéressons a la dynamique
d’un plasma non collisionnel interagissant avec une impulsion laser ultra-
bréve et ultra-intense. Il est question de mieux comprendre la dynamique
des électrons, des ions et des photons hautement énergétiques (rayonnement
synchrotron) générés par les électrons accéléreés.

Nous nous restreignons a des régimes d’interaction laser-plasma ou la
source extérieure d’énergie est celle du champ laser et ot 'accélération par la
pression de radiation (Radiation Pressure Accéleration en anglais) est le mé-
-anisme dominant. Différents tyvpes de configurations plasma et laser seront
évoqués. Nous envisagerons trois types de régimes inclus dans le régime RPA
a savoir le régime light-sail (cible fine), le régime transparence induite et le
régime hole-boring dans le cas d’une cible épaisse. Les bases de ces trois
régimes d’interaction seront rappelées. Les pertes par rayonnement ne sont
pas considérées dans ces rappels. Cela permettra au lecteur d’avoir une vue
d’ensemble de ces régimes pour considérer les pertes par rayonnement dans
la suite de cette partie.

Le processus d’accélération d’ions a été ¢tudié en détail, de facon ex-
périmentale [Fuchs et al 2006, [Robson et al. 2007| et grace aux simulations
numeériques Particle-In-Cell (PIC) multidimensionnelles [Wilks et al. 2001,
[Silva et al. 2004], [d'Humiéres et al. 2005]. Dans les références
[Bulanov et al. 2002|, [Malka et al. 2004, un plasma produit par une impul-
sion laser ultra-courte et ultra-intense a été proposé comme source d’ions
hautement énergétiques dans le cadre de 'hadronthérapie en oncologie. De
récentes simulations numeériques et études théoriques montrent qu’a des in-
tensités laser excédant 1022 W /em?, les ions peuvent étre accélérés a des éner-
gies relativistes via la pression de radiation de I'impulsion laser. L'importance
de la force de friction dans I'¢équation du mouvement des électrons sous
ces conditions a été démontrée dans les références [Naumova et al. 2009],
[Schlegel et al. 2009]. Néanmoins, davantage d’études sont nécessaires sur
la description théorique des pertes par rayonnement a ultra-haute intensité
laser ainsi que sur les différents mécanismes d’accélération d’ions dans ce
régime d’interaction.

Ce chapitre s’organise comme suit. La premiére partie introduit les prin-
cipaux régimes d’interaction laser-plasma en régime Ultra-Haute-Intensité
(UHI). La deuxiéme partie est dévolue au seuil en intensité au dela duquel
les pertes par ravonnement jouent un role important dans la dynamique du
plasma. Pour cela nous considérerons le ravonnement émis par les électrons
d’un plasma de quelques centaines de longueurs laser interagissant avec une
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impulsion ultra-intense. La troisiéme et la quatriéme partie sont respective-
ment consacrées a 'influence des pertes par rayonnement dans le cas d’un
plasma fin et d’un plasma épais. Dans sa derniére partie, ce chapitre traite de
I'influence de la réaction du rayonnement lors de I'interaction d’un faisceau
d’électrons, a rebours d'une impulsion laser ultra-intense. Un des buts de
cette partie est de mettre en avant des signatures de la réaction du rayon-
nement pouvant étre mesurées dans les expériences.

Les énergies caractéristiques mise en jeu lors de 'interaction laser-plasma
sont définies par:

ex(t) = fdt’fk(t’)
Mk = €k/EL, (4.1)

ou k s’écrit () pour les photons, (e) pour les électrons et (i) pour les ions.
£4(t) est la fluence rayonnée, £¢(t) est 1'énergie par unité de surface des
¢électrons, et £;(t) est I'énergie par unité de surface des ions a l'instant t. De
maniére similaire,

Ck = dni,/dt /T, (4.2)

définit lintensité instantanée rayonnée ¢, ainsi que le taux d’énergie laser
absorbé par les électrons (. et les ions (; normalisés par la période laser Tj,.
Ces grandeurs seront aussi utilisées dans le chapitre 5.

4.1 Principaux régimes d’interaction a Ultra-
Haute-Intensité

4.1.1 Le régime de transparence induite

Le régime de transparence induite est souvent reli¢ aux plasmas dont la den-
sité électronique est en terme d’ordre de grandeur proche de la densité cri-
tique ne = wimeeg/e. L'onde électromagnétique se propage dans le plasma
en accord avec I'équation de dispersion :

w? = wpe/(Ye) + K¢, (4.3)

Oll Wpe = 1}% est la fréquence plasma électronique et () est le facteur
relativiste moyen du plasma. L’indice de réfraction de 'onde électromagneé-
tique non-relativiste noté N est égal a : N— /1 — n—”: ol N, = Mmeeow? /€?
est la densité critique du plasma. Dans le cas d'un plasma surdense, tel
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que n, > n, l'onde électromagnétique ne peut se propager et est réfléchie
par le plasma. Néanmoins, dans le cas de plasmas relativistes tels que
(7e) > 1, la densité critique augmente et le plasma devient davantage trans-
parent. L’onde ¢lectromagnétique peut s’y propager. C'est le régime de
la transparence induite. Plus 'onde est intense, plus la propagation dans
le plasma sera efficace puisque le facteur (7.) peut s’estimer via le poten-

. - s s . 1/2
tiel vecteur normalisé de 'onde de la maniére suivante < v, >~ (1 + a?) /

|Lefebvre and Bonnaud 1997| . La densité critique n. tend vers n. (1 + ag)lﬂ.
Néanmoins, les pertes par rayonnement tendent a augmenter le coefficient de
réflection, et par conséquent a réduire 'efficacité de la propagation du champ
laser au sein du plasma. Dans le cas d’une cible mince accélérée par une
impulsion laser, celle-ci est en premier lieu transparente pour 'onde électro-
magnétique. Au fur et & mesure de 'accélération, la cible devient de moins
en moins transparente pour 'onde ¢lectromagnétique car la longueur d’onde
du laser augmente dans son référentiel propre. Cet aspect est notamment

discuté dans la référence |Esirkepov et al. 2004].

4.1.2 Le régime hole-boring

La force pondéromotrice provenant d’une impulsion électromagnétique est
depuis longtemps considérée comme étant un moyen efficace d’accélérer des
ions a haute énergie |[Wilks et al. 1992|. Dans le cas de faibles intensités
laser (agp < 1) D'absorption de 'énergie laser par le plasma a pour con-
séquence d’augmenter fortement sa température. Il s’ensuit que la pres-
sion d’ablation domine la pression de radiation. Néanmoins, pour des inten-
sités relativistes, la situation peut s’inverser. En effet, il a ¢té démontré de
fagon théorique que des cibles ultra-fines (I = 1um) peuvent étres accélérées
a des énergies ioniques de l'ordre du GeV par le champ de séparation de
charges du nuage d’électrons initialement poussé par la pression de radiation
|[Esirkepov et al. 2004].

Lors de l'interaction du champ laser avec le plasma, les électrons sont
poussés par la force pondéromotrice. Il s’ensuit la formation d'un champ de
séparation de charges entre les ¢lectrons et les ions. Ce champ électrosta-
tique engendre un choc a la surface avant de la cible. Le piston perturbe la
population d’ions et les réflechit a des vitesses importantes, de U'ordre de 2
fois la vitesse du piston |Denavit 1992|. Aprés ce stade de formation, le choc
se maintient & une vitesse constante que I'on notera ¢f,. La structure de
choc peut étre identifiée en regardant I'espace des phases des ions, comme le
montre la figure 4.2-b. Les ions réfléchis par le choc générent de la dissipa-
tion pour la formation du choc tandis que les ions piégés a 'avant du choc
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(zone “upstream”) dissipent la structure d’onde qui se développe derriére le
choc |Forslund et al. 1970]. La génération de chocs non collisionnels dans des
plasmas surdenses peut engendrer des nombres de Mach importants et une
réflection totale des ions provenant de la zone upstream dans la couche de
séparation de charges [Chen et al. 2007|, |[Zhang et al. 2009]. L’utilisation
d’une polarisation circulaire pour 'impulsion laser permet d’éviter un fort
chauffage ¢lectronique en raison de la suppression de la partie oscillante a 2wy,
de la force pondéromotrice. De plus, la polarisation circulaire a 'avantage
de pouvoir générer un spectre en énergie des ions quasi-monoenergétique.

Figure 4.1: Structure double couche du piston laser engendrant une structure
stable, ¢quilibrée par la pression de radiation et le champ de séparation de
charges induits.

La figure 4.1 (extraite de la référence [Schlegel et al. 2009]) illustre la
structure stable formée par la pression de radiation du laser et la séparation
de charges engendrée. Idéalement, cette structure montre que le champ laser
est séparé des particules dont les électrons, ce qui implique une faible quan-
tité de rayonnement émise au sein du piston. Néanmoins, une interaction
minimale est toujours persistante entre les électrons et le champ laser afin
que ceux ci soient poussés par ce dernier, et entrainent les ions par le champ
¢lectrostatique.

Afin de déterminer ’expression de la vitesse de cette structure, nous sup-
posons que le chauffage pour les ions et les électrons est négligeable dans la
zone d’interaction. L’utilisation d’'une polarisation circulaire pour I'impulsion
laser est la plus adéquate dans ce cas. Dans le référentiel du piston se
propageant a la vitesse c¢f,, la fréquence du laser wy est décalée vers les
basses fréquences (voir expression (4.16)), exactement comme dans le cas
d’une cible fine détaillé en section 4.4. Le champ laser est supposé compléte-
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ment réfléechi par le plasma. La pression de radiation déposée par I'impulsion
laser est de 27‘” dans le référentiel du piston. Comme l'intensité du champ
laser (notée I dans le référentiel du laboratoire et I’ dans le référentiel du pis-
ton) dépend du carré de la pulsation du laser, U'intensité I’ s’écrit en fonction
de I et B, de la maniére suivante:

r (1 _ﬁp) A
I'=I553) ey (4.4)

La pression radiative 2I"/c est compensée par la pression des particules
venant de la droite (en supposant que le piston se propage vers les z posi-
tifs), rentrant en contact avec le piston. Ces particules sont réfléchies de fagon
¢clastique [Schlegel et al. 2009|. Dans le référentiel du piston la pression des
particules (homogéne & un moment surfacique) s’écrit:

2njvymaypvy = 2pc*2 B3, (4.5)

ou p = (m; + Zmeg) ny

est la densité de masse et ny; est la densité des ions rentrant en contact

avec le piston lors du choc. Ces ions appartiennent a la zone avant du choc.
La zone avale est la zone perturbée par le choc et qui se trouve donc a 'arriére
du choc. En égalant la pression de radiation du laser et la pression due aux
particules, nous obtenons I'équation d’équilibre régissant la dynamique du
piston et dont I'inconnue est sa vitesse ¢, |[Naumova et al. 2009],
|[Robinson et al. 2009]:

L1=B_

pct 1+ B,

L’équation d’équilibre (4.6) se résout en posant B = (I/pc®)/? | nous
permettant d’obtenir la vitesse du piston [Schlegel et al. 2009|:

V262 (4.6)

B

h=175

(4.7)

Un calcul détaillé [Schlegel et al. 2009] montre que le champ laser est
fortement réduit dans le plasma trés surcritique (ayocao/y/ne). Cela explique
de faibles pertes radiatives. Pour montrer cela, nous considérons une im-
pulsion laser d’intensité I = 8 x 10?2 W /ecm? polarisée circulairement inter-
agissant sur un plasma d’électrons et deutérons d’épaisseur [ = 100\, et de

dont les temps de montée et de descente sont d’une période laser, avec un
plateau de 16 périodes laser. Chaque cellule de plasma a une taille de Ar /80,
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Figure 4.2: Tlustration du régime piston a ¢t = 1007L. (a): espace des
phases des ions,; (b): spectre en énergie des ions. Cercles rouges: avec la
considération des pertes par rayonnement. Carrés noirs: sans la considération
des pertes par rayonnement.

contenant 60 macro-particules, électrons et ions. Le laser interagit avec le

La figure 4.2 montre 'espace des phases des ions sur le panel a), ainsi que
le spectre en énergie sur le panel b). Ce type d’espace des phases est typique
du régime piston. En entrant en interaction avec le piston, les ions du plasma
non perturbé (zone a 'avant du choc) sont réfléchis a deux fois la vitesse du
piston. Cette population d’ions est clairement visible sur la figure 4.2-a.
L’énergie cinétique des ces ions varie jusqu’a 380 MeV, comme le montre la
figure 4.2-b. Le champ laser est bien séparé des particules chargées, par la
structure du piston rendant négligeable 'effet des pertes par rayonnement
dans ce type de régime.

4.1.3 Le régime light-sail

Le régime light-sail est le processus d’interaction mis en jeu entre une im-
pulsion laser interagissant avec une cible de plasma relativement fine, dont
I’épaisseur est telle que la pression electrostatique soit au moins de 'ordre de
la pression de radiation. Par ailleurs, ce type de régime est optimal lorsque
le champ laser est de 'ordre du champ électrostatique, si tous les électrons
sont Gjectés de la cible [Macchi et al. 2009|:
ag ~ Ei (—18)
Te AL
La pression de radiation du laser pousse en premier lieu les électrons de la
cible engendrant ainsi un champ de séparation de charges entre ceux-ci et
les ions de la cible. Pour une intensité laser suffisamment grande, tous les
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¢lectrons sont ¢jectés de la cible. Il s’ensuit que la cible est entiérement
poussée et se propage dans 'espace dans le méme sens que le champ laser.
D’ou le nom de light-sail (voile légére) attribué a ce type d’interaction. Si la
densité des électrons n’est pas assez importante, la plupart des électrons sont
expulsés de la cible et les ions sont accélérés par leur propre charge, c’est le
régime de type explosion coulombienne directionnelle. Ce régime a été étudié
dans les références [Macchi et al. 2009|, |Esirkepov et al. 2004].

P

—
/

Figure 4.3: Schéma de base du régime light-sail. Une impulsion laser
d’intensité I interagit avec une cible fine d’épaisseur .

Afin d’étre le plus pédagogique possible nous allons présenter le plus sim-
ple modéle de ce type d’accélération, a savoir un miroir parfait (la cible de
plasma) poussée par la pression de radiation provenant du laser, en incidence
normale, par rapport au plan de la cible, comme l'illustre la figure 4.3. Afin
de réduire le chauffage électronique pour avoir une efficacité maximale sur
I’accélération des ions nous considérons une impulsion laser polarisée circu-
lairement. Le modéle de light-sail est basé sur I'équation suivante, régissant
le mouvement de la cible de plasma (Voir figure 4.3) dans le référentiel du
laboratoire:

d QI(t—XLS/C)

a (BLS’YLS) = 1~ Pus

1+ Brs’

R(W) (4.9)

plc?

incidente, p = (m;n; + mene) la densité de masse de la cible et [ I'épaisseur de
la cible. R(w') est le coefficient de réflection dans le référentiel de la cible avec
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parfait) nous obtenons 'expression suivante pour la vitesse de la cible:

1+ K)*—1 2F Z m, a
Bs— (1+ )2 K= _gpf et (4.10)
(1+K)" +1 plc? Am, &
ou F= f Idt = a7 la fluence de 'impulsion laser avec 7 la durée de 'impulsion
laser et f—ﬂ'%zﬁ Nous définissons le paramétre:
~ e 1 1
foglel 1 _& (4.11)

Te AL Qo Qg

Celui-ci rend compte de I'importance des effets collectifs par rapport aux
effets pondéromoteurs. Le paramétre £ est lié a la densité surfacique de la
cible. Pour avoir une réflectivité importante, R~1, le régime d’accélération
“light-sail” nécessite la condition:

£E>1 (4.12)

Le modeéle light-sail définit le rendement 7 comme étant le rapport entre
I’énergie mécanique de la cible et I'énergie de 'impulsion électromagnétique
incidente |Macchi et al. 2009

n = QﬁLS/ (1 + BLs) s (4.13)
B=Vis/e

ou Vig est la vitesse de propagation de la cible de plasma assimilée & un
miroir parfait. Nous remarquons que pour des vitesses relativistes (8 — 1)
Vefficacité du transfert d’énergie tend vers 1. Le coefficient 1 (4.13) peut étre
interprété comme la conservation du nombre de photons N, de I'onde laser
réfléchie par le miroir, se propageant, durant un faible intervalle de temps.
En supposant que chaque photon incident a une énergie Aw (hypothése d'une
onde monochromatique) pour simplifier, les énergies totales des impulsions
incidentes et réfléchies sont données par Nhaw et NhAw'. La fréquence w, du

- - . 1— Y ) i 3 - . T
photon réfléchit est w,— 1+§i§“’ du a I'effet Doppler. L’énergie transférée au
miroir est égale a la différence des deux énergies précédentes soit 2-LBLs Nhy.

1+8Ls
En divisant par 'énergie totale de I'onde incidente, Nhw nous retrouvons

Iexpression du rendement 7 (4.13).

Comme dans le cas du régime hole-boring (voir section 4.1.2), nous allons
montrer que 'influence du rayonnement est négligeable sur 'accélération des
ions. Nous considérons l'interaction d’'une impulsion laser sur un plasma
de densité initiale n,y = 100n,. et d’épaisseur [ = 0.5A;. Nous utilisons
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[ 5.1x10%22W /cm?. Le laser est polarisé circulairement. Avec pertes radia-
tives (points noirs) et sans pertes radiatives (ligne rouge).

les mémes parameétres laser qu’en section 4.1.2 avec une intensité laser de
5.1x10%2W /em? soit ag = 136.

(soit £ >1 (4.11)), ce qui confirme que le régime d’'interaction est bien de
type “light-sail”. Comme dans le cas du régime du piston, (section 4.1.2)
lorsque le régime du “light-sail” est établi, les particules sont relativement
séparces du champ laser bien que les électrons voient toujours une fraction
(en terme d’intensité) de 'impulsion laser (sinon, E, tendrait vers 0 et la cible
serait stoppée). Ceci a pour conséquence de réduire fortement I'influence du
rayonnement sur l'accélération des ions, constaté en figure 4.4, ou l'espace
des phases des ions reste inchangé.

4.2 Pertes d’énergies par rayonnement d’un plasma
irradié par un laser a ultra-haute intensité

Afin de montrer de maniére pédagogique I'importance des pertes par ray-
onnement, dans le cadre de l'interaction laser-plasma a ultra-haute inten-
sité, nous avons calculé 1'énergie rayonnée pour des intensités allant de 1022
W/em? & 3.3 x 102W /em?. Nous considérons un plasma surdense de densité

gauche (d’on arrive le laser) ainsi que de 10 mailles de vide pour l'extrémité
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droite de la cible. L'impulsion laser a un profil trapézoidal avec des temps de
montée et de descente d’une période laser, et un plateau constant de 16 péri-
odes laser Ty =M /c. Chaque maille de plasma a la taille 1/100 Az, et contient
30 macro-particules, électrons et deutérons, soit m;/me—= 3672. La figure 4.5
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Figure 4.5: Pertes par rayonnement via l'interaction d’'une impulsion laser
avec un plasma surdense d’épaisseur 100AL avec (a) et sans (b) prise
en compte de l'auto-force, pour des intensités laser 102*W/cm?(rouge),
10%22W /em?(vert), 8x 1022W /cm?(violet), et 3.3x 10%2W /cm? (bleu).

illustre I'énergie rayvonnée dans la boite de simulation au cours du temps, par
les électrons accélérés. Pour des intensités inférieures a 1022W /cm?, Uénergie
rayonnée ~ (.1J/cm? est négligeable par rapport a I'énergie laser incidente
de 5 x 108]/em?, et 'auto-force n’a guére d’influence sur la dynamique du
plasma. Cependant, la différence (entre les panels a) et b)) devient significa-
tive pour des intensités laser plus élevées. Dans le cas extréme (traits bleus),
'intensité laser de 3.3 x 10%2W /cm? est comparable a lintensité rayonnée.
De plus, nous constatons que les pertes par ravonnement restent importantes
apres la fin de I'impulsion laser. Ceci est du au fait qu’a ces intensités la,
I’amplitude du champ de séparation de charges est suffisamment forte pour
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affecter la dynamique du plasma et notamment I’émission de rayonnement,
apres la fin de I'impulsion laser bien que l'intensité rayonnée diminue forte-
ment. Ceci sera davantage étudié dans la suite de cette partie.

3 ' T T T T T ' T 2.5 T T T T T T T

Figure 4.6: Espace des phases des ions montrant la différence entre le modéle
de Landau-Lifshitz et le modéle de Sokolov pour une intensité laser de 8x
10*2 W/em? (a) et 3.3x10%W /cm? (b) . Les cercles noirs se rapportent au
modeéle de Sokolov. Les carrés rouges se rapportent au modéle de Landau-
Lifshitz.

Nous avons aussi évalué la différence entre les modeéles de Landau-Lifshitz
(2.68) et de Sokolov (2.88), pour des paramétres laser et plasma identiques
a ceux de la figure 4.5. La figure 4.6 montre I'espace des phases des ions
obtenu au temps t = 5077. Pour les deux intensités laser considérées, 8 x
102W /cm?(a) et 3.3x 102 W/cm?(b) il n’y a pratiquement aucune différence
tant dans la distribution des ions que pour les trajectoires des électrons,
comme le montre la figure 4.6. Les différences entre le modéle de Landau-
Lishitz et le modeéle de Sokolov sont négligeables. En conséquence, pour
des intensités laser telles que ye. < 1, il n’est guére nécessaire de prendre en
compte le terme perturbatif 0v. dans 'équation de la trajectoire des électrons
(2.88). Ces deux modéles donnent essentiellement les mémes résultats dans
ce régime d’interaction.

4.3 Effet de la polarisation en régime de trans-
parence induite

Dans cette section, nous allons étudier I'influence des pertes par rayonnement
sur la distribution des électrons et des ions en fonction de la polarisation
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laser considérée. Nous nous placons dans le régime de la transparence in-
duite afin d’observer les effets les plus importants dus aux pertes par rayon-
nement. Dans ce régime, le laser interagit avec tout le plasma en induisant de
fortes pertes radiatives pour les électrons. C’est une interaction favorable car
I"amplitude du champ électrostatique est importante, sans nuire a la propa-
gation du champ laser a travers le plasma [Brady et al. 2013|. Afin d’étudier
cela, nous nous donnons une impulsion gaussienne de largeur a mi hauteur 13

composée d’¢lectrons et de deutérons et de densité initiale neg = 10n,.. Nous
sommes bien dans un régime de transparence induite car ne/n. < ag. Nous
considérons deux types de cibles: fine (I =1A1) et épaisse (I =100 A) avec
des polarisations circulaire et linéaire pour 'onde laser incidente. Les distri-
butions des particules dans l'espace des phases (pg,p,) sont représentées a
I'instant ou I'énergie cinétique des électrons est maximale. Le laser interagit
avec le plasma a t = 0.

Comme mentionné précédemment, les pertes par rayonnement sont max-
imales pour les électrons se propageant a rebours de 'onde laser. En effet,
I'intensité rayonnée est de Uordre de 7, (v2/me) || FLe||? et est maximisée pour
des électrons se propageant en sens inverse du champ laser. En utilisant
I’expression pour le champ laser, 'intensité rayonnée par un électron est de
Uordre de w}ny2aimec?® (voir équation (2.159)). Pour un mouvement quel-
conque, 'impulsion longitudinale py e est 72 fois plus affectée que U'impulsion
transverse py, ce qui implique une forte anisotropie dans la distribution des
électrons. Cette anisotropie est clairement montrée en figures 4.7 et 4.8 ou la
quantité de rayonnement générée est maximale pour les électrons ayant un
faible moment perpendiculaire ¢’est a dire pe, > pey. Le facteur 42 dans
la force de réaction est expliqué comme suit. Le terme du a la réaction du
ravonnement dans I'équation de la trajectoire des ¢électrons est proportionnel
au terme 72 [Fre — (Fre.3.)8,]. Puisque le champ électrique du laser est per-
pendiculaire a axe de propagation, le terme précédent tend vers 2| Fre||?,
alors que pour un électron ayant pe, > pes > mec, la composante lice

|eELe||?>. D’un point de vue cinétique, les pertes par rayonnement tendent
a contracter 'espace des phases des électrons comme il a été montré dans
la référence |Tamburini et al. 2010] et dans la section 2.4, dans le cadre des
équations de Sokolov. En conséquence, les pertes par rayonnement induisent
une diminution de 'entropie du plasma, montrée en section 2.4.5. Un des
buts de cette section est de voir si les pertes par rayonnement sont plus
importantes en polarisation circulaire ou en polarisation linéaire.
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4.3.1 Cible fine

Electrons Ions

Figure 4.7: Influence des pertes par rayonnement et de la polarisation sur la
distribution des électrons et des ions dans I'espace des phases (pg,py). Cas
d’une cible fine (I = 1Ap) avec ne= 10 n. a t = 407, pour une polarisation
circulaire (a) et linéaire (b) pour I—=1.1x10* W /cm? Les cercles rouges et
carrés noirs représentent respectivement la distribution électronique avec et
sans prise en compte des pertes par ravonnement. Une impulsion gaussienne
est considérée.

Dans le cas d’'une cible fine I'énergie maximale des électrons est atteinte
at~16 Ty dans le cas d’une polarisation linéaire et a t ~ 26 T}, dans le cas
d’une polarisation circulaire. Ces temps sont relativement proches impliquant
que le champ laser est la principale source d’accélération et d’énergie pour
les électrons. L’accélération des ¢lectrons est, dans ce cas, semblable a celle
survenant dans le vide, ou le champ électrostatique peut étre négligé. En
effet, le champ électrostatique E, est borné a:

E, ~ engl/eg < v, B, ~ agE. = Ey, (4.14)

ol B, = mecwy /e est le champ de Compton. Dans le cas d'une polarisation
circulaire, la distribution des ¢lectrons est plus compacte avec la considération
des pertes par rayonnement. Le temps d’accélération correspond au temps
mis par I'électron, progressivement accéléré, pour voir le maximum du champ
laser. Les pertes par rayonnement entrainent une diminution de 'impulsion
longitudinale pouvant aller jusqu’a 65 %.

Les figures 4.7-b et 4.7-d montrent la fonction de distributions des ions,
correspondant au temps ou l’énergie cinétique des ¢lectrons est maximale.
Quelque soit la polarisation laser considérée, la distribution des ions présente
des oscillations. 'impulsion transverse est déterminée par la force de Laplace
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telle que py; = vy;B, o eAy(z — ¢t)/m;. L’'impulsion longitudinale p,; est
directement liée au champ électrostatique par: p,;= eE,. Les pertes par ray-
onnement tendent a modifier la structure spatial du champ électrostatique.
Comme les électrons les plus sujets aux pertes radiatives sont ceux qui se
propagent a rebours de l'onde laser, le champ de séparation de charge est
fortement diminué en face arriére de la cible, comme cela a é¢té évoqué en
section 3.7. Par conséquent la distribution des ions tend vers 0 pour des ions
ayant une impulsion négative, comme il peut étre constaté sur les figures
4.7-b et 4.7-d. Dans le cas d’une polarisation circulaire, les pertes par rayon-
nement induisent un fort décalage des oscillations en fonction de I'impulsion
longitudinale (figure 4.7-b). Du fait de 'absence de la composante oscillante
en 2wy, de la force pondéromotrice, le chauffage électronique est fortement at-
ténué. Davantage d’énergie est stockée dans le champ électrostatique, ce qui
implique une modification plus importante pour la fonction de distribution
des ions.

En résumé, les pertes par rayonnement sont plus importantes en polari-
sation linéaire pour la distribution des ¢lectrons alors qu’elles affectent da-
vantage la dynamique des ions lorsque le laser est polarisé circulairement.

4.3.2 Cible épaisse

Electrons lons
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Figure 4.8: Influence des pertes par rayonnement et de la polarisation sur
la distribution des électrons et des ions dans l'espace des phases (pg,py).-
Cas d’une cible épaisse (I = 100\) avec ne= 10 n. a ¢ = 1007}, pour une
polarisation circulaire (a) et linéaire (b) pour I=1.1x10% W /cm?. Les cercles
rouges et carrés noirs représentent respectivement la distribution électronique
avec et sans prise en compte des pertes par rayonnement. Une impulsion
gaussienne est considérce.
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Dans le cas d'une cible épaisse la situation est quelque peu différente. Le
champ de séparation de charges joue un role important dans la dynamique
des électrons du fait de son amplitude (maximale) qui est du méme ordre
de grandeur que 'amplitude du champ laser en raison de 'augmentation de
I'épaisseur de la cible, I (voir expression (4.14)). Par conséquent, les élec-
trons sont accéléres par le champ laser mais aussi par le champ de séparation
de charges. L’effet du champ de séparation de charges sur la dynamique du
plasma sera discuté en détail dans le chapitre 5. Les temps o I’énergie max-
imale des électrons est atteinte sont plus importants a savoir 80 T, dans le
:as d’une polarisation circulaire et d’environ 100 77, dans le cas d’une polari-
sation lingaire. Dans ce régime, se crée une variation d’indice optique (rela-
tiviste) au front de I'impulsion laser, qui 8’y réfléchi [Guerin et al. 1995 donc
partiellement. Les électrons subissent donc 3 ondes: 'onde laser incidente,
I'onde laser réfléchie et N'onde électrostatique, ce qui favorise leur chauffage.
Dans les deux cas, les pertes par rayonnement sont plus importantes et plus
intenses que dans le cas d’une cible mince. Cette perte d’énergie plus forte
pour la distribution des électrons est due a 'amplitude du champ de sépara-
tion de charges, E,. La contraction du volume de Uespace des phases a été
décrite en section 2.4.

La force de friction dépend de I'amplitude du champ de séparation de
charges via le terme Fr.. L’impulsion longitudinale des électrons tel que
Per > 0 diminue jusqu'a des valeurs 70% plus petite que sans pertes par
rayonnement, comme le montre la figure 4.8 relative a la distribution des
¢lectrons. Par ailleurs les électrons qui se propagent a rebours du champ
laser (pez < 0) ont leur impulsion longitudinale qui diminue jusqu’a 80 %.
Cela confirme que les pertes par rayonnement sont les plus importantes pour
les électrons se propagent en sens inverse par rapport au champ laser avec
une impulsion longitudinale nettement supérieure a leur moment transverse,
py. Les électrons ayant un faible moment longitudinal sont faiblement affec-
tés, quelque soit 'amplitude de leur moment transverse. Dans le cas d’une
polarisation lin¢aire (figure 4.8-b), le volume de I'espace des phases est beau-
coup plus important que dans le cas d’'une polarisation circulaire, lorsque les
pertes par rayonnement ne sont pas prises en compte. Cela est di au terme
oscillant & 2wy, de la force pondéromotrice de I'impulsion laser induisant une
source de chauffage importante pour les électrons. Dans le cas d’é¢lectrons
suprathermiques ayant un moment quasi longitudinal leur impulsion peut
étre réduite jusqu’a des valeurs 75% plus petite que sans pertes par rayon-
nement, légérement plus que dans le cas d’une polarisation circulaire. Par
ailleurs dans le cas d’électrons se propageant a rebours du champ laser, la
réduction maximale de la composante longitudinale est ~ 70%. soit 12 %
de moins que dans le cas circulaire. Du fait du fort chauffage électronique,
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la distribution des ¢lectrons est plus anisotrope dans le cas d’une polarisa-
tion linéaire puisque les énergies cinétiques des électrons dépendent a la fois
du moment longitudinal de I’¢électron ainsi que de son moment transverse.
Dans le cas d’une polarisation circulaire ’énergie cinétique de I'électron est
essentiellement répartie suivant la composante longitudinale du fait de la
forte diminution du chauffage électronique. Autrement dit une polarisation
circulaire induira un rayonnement plus important que dans le cas d'une po-
larisation linéaire si le plasma est transparent pour le laser. Cet aspect sera
démontré au chapitre 5. De plus comme le montre la figure 4.8 relative aux
¢lectrons, dans le cas d'une polarisation circulaire, les pertes par rayonnement
induisent une distribution électronique plus allongée dans la direction lon-
gitudinale, en 'absence de pertes radiatives. Les pertes par rayonnement
tendent a créer une distribution davantage isotrope, comme le montrent les
figures 4.8-a et 4.8-c. Les plus grandes pertes radiatives sont simplement
dues aux plus grandes énergies atteintes (par la combinaison champ électro-
magnétique + champ électrostatique) et pour une distribution électronique
ayant une fraction importante d’électrons se propageant a rebours du champ
laser.

Les ions sont fortement affectés par les pertes par rayonnement, de maniére
implicite via le champ de séparation de charges. Ce champ de séparation de
charges comme nous 'avons constaté contribue a augmenter les pertes ra-
diatives sur les électrons lorsque son amplitude n’est pas négligeable par
rapport a celle du champ laser. Ceci a pour conséquence d’affecter de fagon
importante la dynamique des ions. Dans le cas d'une polarisation circulaire,
illustré par la figure 4.8-a relative aux ions, l'espace des phases est nettement
comprimé. Les ions ayant un moment longitudinal négatif sont les plus af-
fectés par les pertes par rayonnement. Les ¢lectrons s’échappant du plasma
vers les x négatifs sont fortement ralentis et perdent une quantité importante
d’énergie. Il en résulte que le champ de séparation de charges est fortement
altéré pour x < 0. Par conséquent, les ions ayant tendance a s’échapper
a I'avant de la cible sont aussi ralentis par la diminution significative de
Iamplitude de E, dans cette zone. Cet effet est accentué dans le cas d’une
polarisation circulaire, comme le montre la figure 4.8 relative aux ions. A la
différence des électrons, les pertes par rayonnement ont le méme impact tant
sur le moment transverse des ions que sur leur moment longitudinal. Cela
est principalement du a I'absorption qui conduit & modifier la composante du
vecteur potentiel laser A,, et de surcroit de p;, oc A,. Les pertes par rayon-
nement influent de fagon significative sur I'absorption du champ laser. Cet
aspect sera détaillé en section 4.5. Les pertes par ravonnement ont tendance
a rendre la distribution d’ions davantage anisotrope.

Par ailleurs, dans le cas d’une polarisation linéaire, nous constatons que
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Figure 4.9: Espace des phases des ions (en noir), espace des phases des élec-
trons (en rouge), champ électrostatique (traits bleus) a t= 100 Ty. Cas d’une
cible épaisse ([=100Ar) et ne = 10n.. (a): avec les pertes radiatives. (b):
sans les pertes radiatives. Le laser est polarisé linéairement. Une impulsion
gaussienne est considérée.

les ions tels que p; » > 0.5m;c ont leur moment longitudinal augmenté d’environ
20% par les pertes par rayonnement. Cela s’explique de la maniére suiv-
ante. Sans la considération des pertes par rayonnement le chauffage des
¢lectrons est important. Le champ électrostatique engendré en face avant,
vers l'intérieur, est peu efficace pour 'accélération des ions par rapport au
cas circulaire comme le montrent les figures 4.8 relatives aux ions. Lorsque
les pertes par rayonnement sont considérées, les ¢électrons chauds sont forte-
ment refroidis. Par conséquent, la densité des ¢lectrons poussés par le champ
laser est nettement plus élevée. Il s’ensuit que le champ de séparation de
charges engendré par le paquet d’électrons poussé par 'impulsion laser est
plus efficace pour 'accélération d’ions. Cet aspect est illustré par la figure
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4.4 Interaction d’une impulsion laser avec un
plasma mince

Dans cette section, nous nous intéressons a I'interaction d’une impulsion laser
ultra-intense avec un plasma dont la longueur est de 'ordre de la longueur
d’onde laser, Ap. Dans le cas du régime light-sail, le plasma est suffisamment
dense pour étre opaque a l'impulsion laser, ce qui implique une réflection
totale pour le laser. La cible est entiécrement poussée par la force pondéro-
motrice du champ laser. La pénétration du champ laser a 'intérieur de la
cible est suffisamment faible pour que les pertes radiatives n’aient pas d’effet
notable sur la dynamique électronique et de surcroit, sur le champ électro-
statique. Par conséquent, 'accélération des ions n’est pas affectée par le
rayonnement.

Nous allons considérer un régime d’interaction ou le rayonnement a une
influence sur 'accélération des ions.

4.4.1 Modification de la densité du paquet d’électrons

Le laser interagit cette fois avec une cible de plasma de deutérons et d’électrons

180. Ces paramétres sont compatibles avec le régime “light-sail” dans le sens
ou la relation (4.8) est respectée. Par ailleurs la cible n’est pas totalement
opaque puisque le rayonnement laser pénétre partiellement a travers la couche
¢lectronique. Les résultats des simulations visibles en figure 4.10 montrent
que dans ce régime d’'interaction, la plupart des électrons et des ions sont
poussés vers les x positifs. Le principal paquet d’électrons est trés proche du
paquet principal des ions induisant une champ accélérateur constant. Cette
structure meéne a une accélération de type light-sail dont les mécanismes de
base ont été¢ précédemment rappelés pour 'ensemble de la cible. La consid-
ération de la force de réaction du ravonnement dans I’équation du mouvement
des électrons (2.98) a pour effet direct de refroidir le paquet d’électrons et
donc de comprimer celui ci, comme attestent les figures 4.10 et 4.11. Par
effet de transparence induite |Bulanov et al. 2001], le laser pénétre la cible
en comprimant les électrons via la force pondéromotrice. Un champ de sé-
paration de charges accélére les ions. Durant ce régime d’interaction, le laser
interagit fortement avec les ¢lectrons de la cible impliquant de fortes pertes
radiatives. C’est a ce stade de 'interaction que les pertes par rayonnement
jouent un role prépondérant sur la dynamique du plasma. Que les pertes par
rayonnement soient ou non prises en compte dans I'équation du mouvement
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des ¢lectrons, la pression de radiation du laser reste constante. Il s’ensuit que
pour une pression appliquée constante et une diminution globale de I'énergie
du paquet d’électrons (refroidissement dii aux pertes par rayonnement), la
densité du paquet d’électrons doit donc croitre. 'accroissement s’écrit:
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Figure 4.10: Evolution de la densité électronique au cours du temps. En
traits pleins rouges: avec les pertes par rayonnement. En pointillés noirs:
sans les pertes par rayonnement. Evolution de E, au cours du temps. En
traits pleins orange: avec les pertes par rayonnement. En ftirets violets: sans
les pertes par rayonnement.

L’expression précédente signifie que pour un temps de refroidissement
inférieur & 277 les pertes par rayonnement ont une influence sur la densité
¢lectronique. D’aprés les résultats des simulations les pertes par rayonnement
induisent une augmentation de la densité de Uordre de 50%. Nous pouvons
en déduire un ordre de grandeur pour le temps de refroidissement moyen
du paquet d’électrons: t, ~ %TL. En terme de nombre d’¢lectrons, le paquet
principal admet 60% de la totalité des électrons de la cible alors qu’il n’est que
de 50% sans la considération des pertes par rayonnement. Cette compression
du paquet principal d’électrons induit un champ de séparation de charges
plus important et donc une meilleure accélération pour les ions. D’aprés la
figure 4.10, leffet des pertes par rayonnement sur la densité des électrons
est globalement constant au cours du temps. Cela s’explique de la maniére
suivante. Aprés le premier stade d’interaction entre la cible et I'impulsion
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Figure 4.11: Espace des phases des électrons localisé a différents temps. En
rouge: avec les pertes par rayonnement. En noir: sans les pertes par rayon-
nement.

laser, la cible est accélérée a une vitesse notée ¢frs. Au cours de accélération

la pulsation du laser diminue de plus en plus dans le référentiel propre de la

cible. La pulsation du laser dans le référéntiel de la cible, noté wy s’estime
de la maniére suivante:

Cu':g — Wy 1 JBLS

1+ BLs

En conséquence, la longueur d’onde du laser A} augmente impliquant une
augmentation du rapport entre la densit¢ et la densité critique de la cible,
rendant ainsi celle ci de moins en moins transparente pour 'impulsion laser.
Le coefficient de réflection R, tend ainsi au bout d’un certain temps vers 1,
ce qui rend 'effet des pertes par rayonnement négligeable.

En résumé, ce qui caractérise ce régime par rapport au régime d’accélération
“light-sail”, est que le laser est partiellement transmis dans la cible qui est
chauffée en volume contrairement a une accélération surfacique, caractérisant
le régime d’accélération light-sail (voir condition (4.12)). Le chauffage est
moindre en présence des pertes par rayonnement ce qui implique une meilleure
compression de la population ¢lectronique et de sucroit une accélération pour
les ions plus efficace.

(4.16)

4.4.2 Accélération des ions

La figure 4.12 met en évidence le champ de séparation de charges a 'arriére
de la cible. Du fait d’une intensité laser suffisamment élevée, le laser tra-
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Figure 4.12: E,/E, (tirets verts), n;/n;p x 50 (traits noirs) et ne/ne x 50
(traits rouges) en fonction de x. (a): avec prise en compte de la réaction du
rayonnement. (b): sans prise en compte de la réaction du rayonnement.

verse partiellement la cible en y emportant quelques électrons (environ 1%
du nombre total d’électrons), illustrés en figure 4.10. Ce paquet d’électrons
se propage donc avec I'impulsion laser et est par conséquent trés peu soumis
aux pertes radiatives. En effet, le facteur de Doppler associé a ce paquet
d’électrons, tend vers 0. Nous rappelons que le terme dominant (proportion-
nel & 72) est proportionnel au facteur de Doppeler noté 7, (1 — B cos(f)) ou 8
est I’angle entre 'impulsion de I'¢lectron et le sens de propagation du champ
laser, dirigé suivant les x positifs. Cette population d’électrons engendre un
champ électrostatique, menant a une accélération des ions en face arriere de
la cible. Lorsque la réaction du ravonnement est prise en compte, 'amplitude
du champ longitudinal augmente de 40% ayant pour conséquence d’améliorer
le spectre en énergie des ions, comme le montre la figure 4.13. L’espace des
phases ainsi que la densité ions correspondants sont montrés en figure 4.14.
Les électrons de la cible ont été chauffés en volume et davantage compressé
en raison des pertes radiatives.

En effet les ions les plus énergétiques ont leur énergie augmentée d’environ
20% avec les pertes par rayonnement, et atteignent environ 900 MeV.

La réflectivité de I'impulsion laser sur une cible d’épaisseur finie, notée
R, dépend du rapport entre le paramétre & (4.11) lié aux effets collectifs du
plasma, et du paramétre ag li¢ & I'intensité du champ laser. Celui-ci peut
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Figure 4.13: Spectre en énergie des ions a ¢ =90 T7. En traits rouges: avec
pertes par rayonnement. En pointillés noirs: sans pertes par rayonnement.

étre évalué de maniére simple [Macchi et al. 2009|:

r~ /048 (ap < (14 &)17?)
~\ €%/a? (a0 > (14¢2)17?)

L’effet des pertes radiatives ¢lectroniques sur 'accélération des ions peut
étre caractérisé par le paramétre adimensionné Apmax. Ce dernier met en
évidence le gain relatif de la quantité de mouvement maximale des ions:

max pj rad. — MaxX Pi no rad.

Apax = , (4.17)

max Pino rad.

011, MAX Pj rad €6 MAX P no red SONE respectivement les moments maximaux des
ions avec et sans considération des pertes par rayonnement. La dépendance
de ce parameétre au cours du temps est présentée en figure 4.15.

Dans le cas d'une cible fine, 'impulsion laser traverse la cible et emporte
avec elle peu d’électrons. Ceci est identifiable en figure 4.17. Les pertes par
rayonnement de ces électrons accélérés engendrent un champ électrostatique,
dont 'amplitude est accrit en raison des pertes radiatives, ce qui contribue
a améliorer 'accélération des ions présents en face arriére de la cible (voir
figure 4.12). Pour ces raisons, le paramétre Apay est initialement positif mais
change de signe au cours du temps. Ceci est di a deux effets. Premiérement,
le nombre d’électrons piégés dans le front de l'onde laser décroit au cours
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Figure 4.15: Dépendance temporelle de 'effet des pertes par rayonnement
pour une cible fine I = 1/8A;. L’intensité laser considérée s’éléve a
8x10%2W /cm?. Les différentes densités du plasma sont données dans la lé-
gende. Le laser est polarisé circulairement.

du temps du fait que ces électrons sont attirés dans la cible par le champ
de séparation de charges, dont le potentiel devient supérieure a leur énergie
cinétique. Les pertes par rayonnement sont dues dans ce cas précis aux
¢lectrons se propageant a rebours de 'onde laser. Dans un second temps,
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les électrons restant dans la cible avec les ions, sont chauffés par le laser
et leurs pertes par rayonnement augmentent au cours du temps. En lien
avec ceci, I'intensité de I'impulsion laser transmise décroit au cours du temps
de la méme facon que 'accélération des ions. Evidemment, plus la densité
¢lectronique initiale de la cible est importante plus les pertes par rayonnement
deviennent notables induisant une accélération ionique moins efficace. Cet
argument est confirmé par le spectre en énergie des électrons, montré en figure
4.19-c. Avec la prise en compte des pertes par rayonnement, les électrons sont
moins énergétiques et le nombre d’¢lectrons chauds diminue fortement.
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Figure 4.16: Comportement de Ap,q, (4 la fin de chaque simulation) en fonc-
tion de 'intensité laser pour différentes épaisseurs de cibles. Nous considérons
un profil trapézoidal et une polarisation linéaire. Un plasma de deutérons et
d’électrons de densité ne— 50n. est considéré.

Le comportement de Apqez en fonction de Uintensité laser est illustré via
la figure 4.16. Différentes longueurs de cibles sont exposées. Pour une inten-
sité laser supérieure a 1022 W/em?, les pertes par rayonnement améliorent
"accélération des ions les plus énergétiques. Du fait de la polarisation em-
plovée, un fort chauffage électronique est engendré dans la cible. Par con-
séquent, les pertes par ravonnement influent grandement sur les électrons en
comprimant le paquet des ¢lectrons. Nous remarquons que pour des inten-
sités laser supérieures a 102 W /em?, le gain d’accélération est plus important
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pour une cible de 1 pgm, allant jusqu’a multiplier par quatre I'énergie des ions.
Ceci s’explique par le fait qu’a ces intensités 1a, le champ laser traverse la
cible et emporte avec lui un grand nombre d’¢lectrons. Ce nombre d’électrons
expulsés est d’autant plus grand que la pression électrostatique (proportion-
nelle & (len,)?) de la cible est faible, soit que I'épaisseur de la cible est petite.

4.18, les ions accélérés en face avant ont leur énergie diminuée de ~ 10%. Ce
dernier régime correspond & un cas de transparence induite ot le paramdétre £
(4.11) est trés inférieur au potentiel vecteur normalisé ag. Ce paramétre a 6té
discuté dans les références |Grech et al. 2009, Grech et al. 2010| dans le con-
texte de la RPA et de ’explosion coulombienne. La perte d’énergie évoquée
précédemment dans le cadre de Pexplosion coulombienne (figure 4.18) peut
s’expliquer par le fait que lorsque les pertes par rayonnement sont consid-
érées, le chauffage électronique est plus faible et les électrons sont davantage
comprimes par la force pondéromotrice formant une fine et dense couche élec-
tronique. Le champ de séparation de charges montré en figure 4.17 adopte
une structure plus réguliére et son amplitude maximale augmente de 40%

170. Ce régime d’accélération peut étre associé a un régime de type explosion
coulombienne du fait que la plupart des électrons sont poussés en avant et
separ¢s des ions. Le champ électrostatique est réparti sur 'ensemble de la
cible, induisant un spectre énergétique des ions plus large.

Le spectre en énergie des ¢lectrons correspondant a ce régime est montré
en figure 4.19. Les électrons ayant des énergies de 'ordre de la centaine de
MeV sont ceux qui se sont échappés de la cible et ont fortement interagi avec
le champ laser. Ces électrons rayonnent une grande partie de leur énergie
cinétique. Pour cette raison, I’énergie maximale des électrons est limitée a ~
125 MeV lorsque les pertes par rayonnement sont considérées. Sans la prise
en compte de la réaction du rayonnement, deux pics dans la distribution
¢lectronique correspondent a deux populations électroniques bien distinctes
comme le montre la figure 4.19-c.

Les ¢électrons les moins énergétiques avec une énergie maximale de 50 MeV
se propagent a la traine du laser, avec les ions, tandis que les électrons les
plus énergétiques oscillent dans I'onde laser, subissant un champ intense in-
duisant des fortes pertes radiatives. Lorsque les pertes par rayonnement sont
prises en compte, ces deux groupes d’électrons sont beaucoup moins séparés.
Les électrons les plus énergétiques sont freinés fortement du fait des pertes
par rayonnement et par conséquent, le nombre d’électrons chauds diminue
de facon nette. Par contre, le nombre d’électrons ’faiblement’ énergétiques
augmente comme nous pouvons le constater sur la figure 4.19.
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Figure 4.17: Densité électronique (tirets noirs), densité ionique (lignes
rouges) et le champ de séparation de charges (lignes vertes) dans le cas d’une
cible fine [ =1/8 Ap et n,— 100n,. Pour les panels (a) et (b), I—8x10%2
W /em?. Pour les panels (c¢) et (d), I=3x10%W /cm?. Le laser est polarisé
circulairement. Un profil trapézoidal est considéré.

4.5 Le régime hybride transparence induite /piston

Le but de cette section est de montrer que les pertes par rayonnement peuvent
induire une transition entre le régime de transparence induite et le régime du
hole-boring (ou régime du piston). Afin de montrer cela, nous considérons
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Figure 4.18: Effet de la réaction du rayonnement sur 'espace des phases des
ions & t =1007%: pour une densité de 10n. avec une épaisseur de 1/8Ar. En
traits rouges: avec prise en compte des pertes par ravonnement. En tirets
noirs: sans prise en compte des pertes par rayonnement.
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Figure 4.19: Effet des pertes par rayonnement sur les distributions en énergie
des électrons a t =10077: distribution en énergie des électrons pour [ =1/8Ap,

réaction du rayonnement. Les pertes par rayonnement ne sont pas considé-
rées pour le cas illustré par des tirets noirs.
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une cible épaisse (I = 100A;) moins dense telle que ne =10 n., a éclaire-
ment inchangé par rapport a celui présenté en section 4.1.2. Les parameétres
numeériques sont inchangés.
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Figure 4.20: Effet des pertes par rayonnement sur la dynamique des électrons
et des photons. (a): énergie cinétique des électrons au cours du temps. (b):
répartition spatiale de I'énergie rayonnée suivant x. (c): intensité rayonnée
au cours du temps. (d): spectre en énergie du rayonnement émis. En traits
rouges: avec pertes par rayonnement. En traits noirs pointillés: sans pertes
par rayonnement. (b) et (d) sont prises a t = 4077,

La figure 4.20 montre 'influence des pertes par rayonnement sur la dy-
namique des électrons ainsi que sur celle des photons. En effet, I'évolution de
I’énergie cinétique des électrons est clairement modifice avec les pertes par
rayonnement, comme cela peut étre constaté en figure 4.20-a. Avec la con-
sidération des pertes par rayonnement, seulement 6.5% de 'énergie laser est
convertie en énergie cinétique des électrons et 20% en énergie cinétique ioni-
que alors que sans celles-ci, les estimations précédentes sont respectivement
de 26% et de 60%. La conversion maximale de I’énergie laser en rayonnement
synchrotron est d’environ 40% avec les pertes par rayonnement. La figure
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Figure 4.21: Evolution de la densité ¢lectronique au cours du temps. En
traits rouges: avec pertes par rayonnement. En traits noirs pointillés: sans
pertes par rayonnement.

4.20-b montre ’évolution de la puissance totale rayonnée, par rapport a la
direction de propagation du champ laser. Les pertes par rayonnement in-
duisent une diminution forte de l'accéleration des électrons s’échappant a
I’arriére de la cible. Cela s’explique par le fait qu’ils se propagent dans la
direction opposée a celle du laser, impliquant que leur parameétre ye soit plus
important.
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Figure 4.22: Evolution de I'espace des phases des ¢lectrons au cours du temps.
En traits rouges: avec pertes par rayonnement. En traits noirs pointillés:
sans pertes par rayonnement.

En conséquence, comme le montre la figure 4.20-b, la zone spatiale ot est
produit le rayonnement par les électrons accélérés est concentrée a l'interface
entre le champ laser et le paquet d’¢lectrons fortement comprimé par I'impulsion
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Figure 4.23: Evolution de I'espace des phases des ions au cours du temps. En
traits rouges: avec pertes par rayonnement. En traits noirs pointillés: sans
pertes par rayonnement.
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Figure 4.24: (a): espace des phases des électrons; (b): spectre en énergie
du rayonnement émis; (c): densité des électrons; (d): champ électrique Ey, a
t = 80TL. En traits rouges: avec prise en compte des pertes par rayonnement.
En pointillés noirs: sans prise en compte des pertes par rayonnement.

laser comme le montre la figure 4.21. En d’autres termes, les pertes par ray-
onnement modifient la structure du paquet d’électrons poussé par le champ
laser. Au début de I'interaction entre I'impulsion laser et le plasma, le champ
laser interagit avec les électrons. La plupart des électrons sont poussés a
I’avant du laser par la force pondéromotrice engendrant un champ de sé-
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paration de charges. Sans prise en compte des pertes par rayonnement,
les ¢lectrons atteignent une énergie cinétique maximale de 800 MeV alors
qu’avec la considération des pertes par rayonnement, cette énergie maximale
est trois fois moins importante, pour t = 2077,. Les pertes par rayonnement
impliquent un fort saut de densité pour le choc, constaté en figure 4.21. En
d’autres termes, les pertes par ravonnement tendent a stabiliser la structure
du choc, comme l'illustre 'espace des phases des ions en figure 4.23. Nous
constatons que les pertes par rayonnement diminuent la vitesse du choc. En
figure 4.21 nous remarquons que la densité du paquet d’électrons est davan-
tage augmentée lorsque les pertes par rayonnement sont considérées dans
I'équation du mouvement des électrons. La vitesse du choc Bpe, peut étre es-
timée via ’expression suivante: vp = %aoc\/menc/min@ (voir équation (4.7))
sans les pertes par rayonnement |Schlegel et al. 2009|. Celle-ci est inverse-
ment proportionnelle a la racine carrée de la densité des ions.

La figure 4.20-d montre le spectre en énergie des photons émis par les
électrons accélérés, a t = 407, correspondant au temps ou I'énergie cinétique
des ¢lectrons est maximale. Les pertes par rayonnement affectent fortement
la partie hautement énergétique, hw > hw. des photons émis par les élec-
trons rayonnants, en raison de la réduction du chauffage électronique comme
le montre la figure 4.22 notamment & ¢ = 507;. La fréquence caractéris-
tique est décalée de 10* MeV a 102 MeV. Cela correspond a une réduction de
la composante paralléle du moment de Uélectron pe,, de 10*m.c a 10?°m.c.
De plus la diminution importante de la composante p., du fait des pertes
par rayonnement se caractérise aussi par la diminution de 'amplitude des
oscillations observées en figure 4.20-¢ pour un temps allant de 10 a 40 T,

La dépendance du parameétre Amax (4.17) au cours du temps, dans le cas
d’une cible épaisse, est présenté en figure 4.25 dans le cas d'un plasma épais.

Dans ce type de régime, la quantité de mouvement maximale est due aux
ions qui sont réfléchis par le piston et dont la vitesse est deux fois supérieure
a celle du piston. Par conséquent, la variation de A,,.. nous indique di-
rectement les variations engendrées sur la vitesse du piston, en raison de la
considération des pertes par rayonnement. Le paramétre A, est essen-
tiellement négatif et atteint une valeur quasi-constante aprés une dizaine de
périodes laser. Ce temps correspond a la durée pour laquelle la densité du
paquet d’électrons poussé par le champ laser est suffisamment importante
pour engendrer la structure du piston. Les pertes par rayonnement tendent
a augmenter la densité électronique par le refroidissement qu’elles engendrent
sur ces ¢lectrons. Cet effet est clairement visible sur la figure 4.21-d ou la
densité électronique perturbée par le champ laser est multiplice par deux
via les pertes par rayonnement. Plus le plasma a une densité faible, plus
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Figure 4.25: Dépendance temporelle de Ueffet des pertes par rayonnement
pour une cible épaisse | = 100Ap, de différentes densités électroniques.
L’intensité laser considérée s’éléve a 8 x10?2W /em?. Les différentes densités
du plasma sont données dans la léegende.

il faudra un certain temps pour que la structure du piston se forme. Dans

piston est diminuée d’environ 30%. C’est un régime hybride transparence
induite/piston.

Nous venons de montrer que dans le cas d’un plasma légérement surdense,
les pertes radiatives engendrent un changement de régime d’interaction pas-
sant du régime de transparence induite au régime du piston. Cette tran-
sition de régime est due au refroidissement des ¢lectrons interagissant avec
I'impulsion laser, ce qui a pour conséquence de générer un choc ou tous les
ions sont réfléchis, ce qui caractérise le régime du piston. Dans la section
suivante nous allons calculer la vitesse du piston en prenant en compte les
pertes radiatives. Le fait de pouvoir revenir & un régime de piston va nous
permettre de déterminer par la suite, comment les pertes radiatives influent
sur 'accélération des ions en face arriére.

Effet du rayonnement sur la vitesse du piston

Nous allons montrer que les pertes par rayonnement tendent a diminuer la
vitesse du piston. Cette décroissance est due aux électrons interagissant avec
le champ laser lorsque la structure du piston n’est pas encore ¢tablie. Les
¢lectrons interagissent fortement durant le régime de transparence induite,
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précédant le régime du piston, émettant une forte quantité de ravonnement.

Afin de prendre en compte la réaction du ravonnement dans la vitesse du
piston, nous allons procéder de la maniére suivante. D’abord, nous présentons
I’équation de conservation de I'énergie:

I=L+I,+1 (4.18)

ou I, est U'intensité réfléchie, I, Pintensité du rayonnement émis, générés
par les électrons interagissant avec le laser et I, est le flux d’énergie transféré
aux électrons. Nous rappelons que le terme I, est reli¢ au terme source W,
de I'équation de transport de la densité d’énergie des photons &, 2.4.2 par

unité de surface contribuant a I'émission du rayonnement. Cette longueur
-aractéristique est visible sur la figure 4.20-b délimitant la zone d’interaction
ol le rayonnement émis est important. Les pertes par rayonnement tendent
a diminuer de maniére importante cette longueur notamment par le freinage
massif des ¢lectrons s’échappant en face avant de la cible. Cette longueur
-aractéristique dépend de la pénétration de I'impulsion laser dans le plasma,
inversement proportionnelle a la densité électronique du plasma.

Le rayonnement émis dépend de 'intensité laser mais aussi de 'amplitude
du champ de séparation de charges (voir expression (2.160)). Dans le cas ou
les effets collectifs sont importants, le paramétre o =FE;/E, tend vers 1,
stipulant que 'amplitude du champ de séparation de charges est proche de
I’amplitude du champ laser.

Il convient de noter que cette quantité de rayonnement est émise avant la
zone du piston. C’est en effet via les pertes par rayonnement que le piston
pourra se former au détriment du régime de transparence induite. L’énergie
cinétique des électrons par unité de surface est bien plus petite que 'intensité
rayonnée, montré par la figure 4.26. La raideur du profil temporel laser a
peu d’influence sur I'énergie cinétique des électrons. Par ailleurs, celle ci
influe grandement sur la quantité de rayonnement émis. Dans le cas d'un
gradient raide (profil trapézoidal, figure 4.26-b), prés de 65% de I'énergie
laser est convertie en rayonnement hautement énergétique alors que cette
conversion est proche de 50% dans le cas d'un profil gaussien (figure 4.26)
nettement plus accessible d’un point de vue expérimental. De plus, nous
considérons uniquement une polarisation circulaire pour cette étude, afin de
minimiser le chauffage des électrons. Par conséquent, nous négligerons dans
la suite la contribution de ce terme. Nous rappelons que le rayonnement
émis n’interagit pas avec le plasma. L’intensité rayonnée I, n’exerce pas une
pression sur le plasma mais affecte néanmoins celle-ci en réduisant 'intensité
laser I. En d’autres termes, 'intensité rayonnée est directement soustraite a
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Figure 4.26: Dépendance de la conversion de I’énergie laser en énergie pho-
tonique (7, trait rouge) et en énergie électronique (7, tirets verts) en
fonction du temps. (a): profil gaussien. (b): profil trapézoidal. Plasma
de deutérons et d’électrons d’épaisseur [ = 100\ et de densité initiale
neo = 10n.. Le laser est polarisé circulairement.

I'intensité laser, nous donnant 'intensité transmise, Iy = I — I,. Il vient que
I’équation de conservation de 'impulsion dans le référentiel du piston s’écrit:
L  L|1=0p 900 o 4 1¢
- + c| 178, = 27,8, pc (4.19)

ou R(w') est le coefficient de réflection du piston dans son référentiel
propre et I, = R(w')I; est U'intensité réflechie. Nous avons repris les mémes
notations que celles utilisées dans la section 4.1.2, relative aux bases théorique
du régime piston. Pour des intensités laser plus importantes, le rayonnement
synchrotron peut interagir avec les champs et les particules du plasma par
les processus de création de paires (voir section 2.5 ).

En supposant que la structure du piston est formée, telle que toutes les
particules du plasma soient réfléchies (R(w') = 1), I'équation d’équilibre
(4.19) s’écrit finalement:

%—1 by _ 2B (4.20)
pc 1+ B,

La vitesse du piston, solution de I'équation (4.20) s’exprime de la maniére
suivante:

1819 =7, (421)
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Nous avons considéré I'expression de I, dans le cas d'un plasma maxwellien

relativiste (voir section 2.4.2, équations 2.162 et 2.164) et nous avons exprimeé

Iintensité laser en fonction du parameétre I = a2meqc®n. et de la longueur de
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Figure 4.27: Dépendance de la vitesse du piston 3, en fonction de I'intensité
laser pour différentes densités électroniques. (a): avec la considération de
la réaction du rayonnement. (b): sans la considération de la réaction du
ravonnement. Un plasma de deutérons et d’électrons est considéré.

Pour des densités électroniques suffisamment importantes cette longueur

tend vers 0 et le terme correctif /1 — i} présent dans la formule (4.22) de-
vient négligeable, comme le montre la figure 4.27. Nous retrouvons alors
la vitesse classique du piston, ou les pertes radiatives n’influent pas sur la
dynamique du plasma, comme il a ¢té montré en section 4.1.2. La longueur
l;2q sera aussi abordée au chapitre 5. Pour une densité électronique fixée, l.q
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décroit avec 'intensité laser. En effet, la transparence induite sera d’autant
plus importante que la masse efficace des électrons yeme ~ agm, (voir équa-
tion (4.3)) sera élevée. Par conséquent, le champ interagira moins efficace-
ment avec le nuage d’électrons, présent avant le piston. Ceci implique no-
tamment la diminution de la longueur [.,4. Typiquement cette longueur
est de l'ordre de quelques périodes lasers pour un plasma de deutérons et

La réaction du rayonnement engendre une diminution de la vitesse du pis-
ton, par rapport aux cas oil les pertes par rayonnement ne sont pas prises en
compte. En outre, lorsque la réaction du ravonnement n’est pas considérée,
la structure du piston ne peut se former de maniére stable laissant place au
régime de transparence induite.

Diminution de ’accélération des ions

Lorsque les pertes par rayonnement sont négligeables la variable T' (voir
formule (4.22)) tend vers p—ig et 'on retrouve l'expression classique de la
vitesse du piston [Schlegel et al. 2009|. En utilisant ce résultat, il est possi-
ble d’estimer le coefficient de réflection lié a la vitesse du piston:

_1-5 1 1o
R= 1+8, 1+2r (4.23)
2r .

Les pertes par rayvonnement induisent une augmentation du coefficient de
réflection. Ceci est en adéquation avec le fait que la réaction du rayonnement
permette Iexistence d’'un régime hybride transparence induite/piston, ren-
dant ainsi la propagation du champ laser moins importante au sein du plasma,
comme le montre la figure 4.24-d. Le champ laser interagit fortement avec
la population, située entre le laser et le piston en formation. L’absorption
ionique 7; est dés lors réduite 7; = 1 — R ainsi que 'énergie maximale des
ions accélérés par le piston telle que |Schlegel et al. 2009):

1—\2

1+20 ( )

€ = mic® (v — 1) = 2myc?

en fonction de 'intensité laser appliquée, pour différentes densités électron-
iques. Du fait de I'augementation du coefficient de réflection, "aceélération
des ions est plus faible. Le cas le plus remarquable demeure pour un plasma
faiblement surdense (courbe noire), ou 'absorption ionique chute d’environ
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Figure 4.28: Dépendance de 'absorption ionique n;, en fonction de I'intensité
laser pour différentes densités électroniques. (a): avec la considération de
la réaction du rayonnement. (b): sans la considération de la réaction du
ravonnement. Un plasma de deutérons et d’électrons est considéré.

10% pour des intensités laser proches de 10%W /cm?. Plus la densité aug-
mente plus le terme correctif dépendant de U'intensité rayonnée, I, est faible.
Ceci est d’autant plus accentué, que cette instensité dépend de lpqq, chutant
de facon brutale en fonction de la densité du plasma.

4.6 Faisceau d’électrons interagissant avec une
impulsion laser

On considére maintenant un faisceau d’électrons interagissant avec une im-
pulsion laser de durée finie. Le schéma d’interaction est montré en figure
4.29. Le faisceau d’électrons présente une distribution spatiale gaussienne
dont la largeur axiale est de 1Ap. Les effets collectifs ne sont pas pris en
compte, ce qui revient a considérer le faisceau d’électrons comme N électrons
interagissant individuellement avec I'impulsion laser. Le faisceau d’électrons
se propage initialement vers les z négatifs, en opposition au sens de pro-
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pagation du champ laser. Cette étude est fortement connexe a la section
2.3.4 traitant du mouvement d’un électron dans une onde plane. Le but de
cette étude est de mettre en évidence certains parameétres caractéristiques
des pertes par rayonnement lors d'une expérience. Nous allons montrer que
les pertes par rayonnement peuvent inverser la trajectoire longitudinale du
faisceau d’électrons. Par ailleurs, nous montrerons comment les pertes par
ravonnement influent sur 'énergie cinétique du faisceau d’électrons, ainsi que
sur celle du rayonnement émis.

| 1 | 1 | 1 | 1
-10 -5 0 5 10

XA,
Figure 4.29: Champ ¢lectrique de I'onde incidente avant I'interaction avec le
faisceau d’électrons, en fonction de la coordonnée longitudinale, z.

| |
-25 -20 -15

Nous considérons deux types de profils temporels laser, trapézoidal et
gaussien. Ces deux types de profils ont déja été utilisés précédemment. Nous
en rappelons briéevement les principales caractéristiques. Le profil temporel
gaussien présente une largeur & mi-hauteur de 13 Ty. Le profil trapézoidal a
des temps de montée et de descente de 177 avec un plateau de 16 Tr. Nous
considérons une méme fluence pour ces deux profils temporels. L utilisation
de ces deux profils se justifie d’abord pour constater les différences engendrées
par le profil temporel. Le profil trapézoidal permet de voir I'influence impor-
tante d'un gradient raide sur le faisceau d’électrons. De plus du fait de ce fort
gradient en intensité, nous pouvons considérer I'impulsion laser se compor-
tant comme une onde plane. Le profil gaussien est un profil temporel réalis-
able, d’un point de vue expérimental [Malka et al. 2002|, [Faure et al. 2004].
Nous considérons une impulsion de polarisation linéaire dont le vecteur poten-
tiel est de la forme A(z,t) = a(t)Re [y *®)]. Deux intensités maximales
seront considérées telles que ag= 100 et 200 correspondant respectivement a
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des intensités laser de 1.4 x 10?2 et 5.5 x 1022 W/cm?, pour Ap— lpm. La
fluence laser initiale est de 2.5x 10°J /em?. L’impulsion laser interagit a ¢t = 0
avec le faisceau d’électrons.
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Figure 4.30: Evolution de la trajectoire du faisceau d’¢lectrons corrélée a la
distribution angulaire du rayonnement émis. o= 100 et ap= 100. (a)-(b):
projection longitudinale de 'espace des phases du faisceau d’électrons. (c)-
(d): Distribution angulaire du rayonnement émis en fonction de 6. En traits
rouges: avec la considération des pertes par rayonnement. En pointillés noirs:
sans la considération des pertes par rayonnement.

Les figures 4.30 et 4.31 montrent la correspondance entre la trajectoire
du faisceau d’électrons (via 'espace des phases) et la distribution angulaire
du rayonnement émis a différents temps. Nous rappelons que pour des élec-
trons fortement relativistes, 'angle du cone d’émission est de Uordre de 2/7e,
comme il a été montré précédemment (Voir figure 2.1). Ceci permet de
considérer que le rayonnement est émis suivant la direction du moment de
I'électron (2.53). Par conséquent, cet aspect est avantageux car il est possi-
ble de remonter a la trajectoire du faisceau d’électrons en analysant le ray-
onnement émis par ce dernier lors de son interaction avec I'impulsion laser.
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Figure 4.31: Evolution de la trajectoire du faisceau d’électrons corrélée a la
distribution angulaire du rayonnement émis. = 100 et ag= 200. (a)-(b):
projection longitudinale de lespace des phases du faisceau d’électrons. (c)-
(d): Distribution angulaire du rayonnement émis en fonction de 6. En traits
rouges: avec la considération des pertes par ravonnement. En pointillés noirs:
sans la considération des pertes par rayonnement.

Dans le cas ot ag—=200 > 7, les pertes par rayonnement ont davantage de
conséquences sur la dynamique du faisceau d’électrons. Celles-ci induisent
une inversion de vitesse du faisceau d’électrons, comme le montre la figure
4.31-b. A t = 15T}, la figure 4.31-d, montre un spectre angulaire du rayon-
nement beaucoup plus étroit et centré autour de §—60° lorsque les pertes par
rayonnement sont considérées. Nous rappelons que 'angle 6 est défini par
rapport au vecteur d’onde de I'impulsion laser. Les pertes par rayonnement
modifient la distribution angulaire du rayonnement ¢émis mais aussi le spectre
en énergie du faisceau d’électrons. Ce changement est important car il induit
a t = 25T} un spectre instantané en énergie 50% plus énergétique, de valeur
moyenne ~ 150 MeV comme le montre la figure 4.32. De plus le faisceau
d’électrons est davantage comprimé comme constaté en figure 4.31-b (par
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prise en compte des pertes par rayonnement. Utilisation d’une impulsion
gaussienne.

rapport a la figure 4.30-b), ou 'espace des phases des électrons est réparti
sur une zone spatiale ~ 10 fois moins grande, par rapport au cas ot les pertes
par rayonnement ne sont pas prises en compte (traits pointillés noirs).

Le profil temporel utilisé joue un role important sur la dynamique du fais-
ceau d’électrons. Ces spectres correspondent a I'instant ot 'énergie cinétique
du faisceau d’électrons est maximale soit ~ 25 Ty, pour le profil trapézoidal
et ~ 39T, pour le profil gaussien. Il est clair que plus le profil laser présente
un gradient de montée raide plus le maximum de I’énergie cinétique du fais-
ceau est atteint rapidement. Avec un profil raide de type trapézoidal, le
rayvonnement émis sera plus abondant et intense comme le montre la figure
4.33-a. Néanmoins la fréquence caractéristique du rayonnement, correspon-
dant au maximum d’intensité émis, est trés peu affectée par la nature du
profil temporel. De plus, nous constatons qu’avec un profil gaussien la distri-
bution angulaire du rayonnement est davantage anisotrope pour une largeur
aractéristique Ae, ~ 0.5 °. Cet aspect est aussi visible sur le spectre des
¢lectrons on la dispersion en énergie des électrons est réduite d’environ 50%
en utilisant un profil gaussien.

La figure 4.34 montre le temps 75 correspondant a I'intervalle de temps ot
le faisceau d’électrons se propage dans le méme sens que celui de I'impulsion
laser. Cela correspond a I'intervalle de temps ou la valeur moyenne de la com-
posante longitudinale, de la quantité de mouvement du faisceau d’électrons
(p|) = (pI)NLEEJIVE pe est positive, ot N, est le nombre d’électrons com-
posant le faisceau électronique. C’est pendant cet intervalle de temps qu’il est
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Figure 4.33: Spectre en énergie du faisceau d’électrons et des photons émis
pour ag= 200 et 7= 100, avec pertes par rayonnement au temps ou I’énergie
cinétique du faisceau est maximale. En pointillés bleus: avec un profil trape-
zoidal. En traits verts: avec un profil gaussien.

souhaitable de diagnostiquer le rayonnement produit par le faisceau d’électrons,
dans le but de mettre en évidence les pertes par rayonnement sur la dy-
namique du faisceau d’électrons. La figure 4.34-a montre qu’il existe un seuil
pour lequel 7¢ est non nul. Nous remarquons qu’il est nécessaire que ap > e
afin d’observer un renversement du faisceau d’électrons pendant un laps de
temps Tg. De plus, le paramétre ag, doit étre suffisamment grand pour que les
pertes par rayonnement aient une incidence remarquable sur la dynamique
de l'électron, méme avec la condition ag > .. En effet, dans le cas y.= 50
et ap= 100, aucun renversement de trajectoire n’est observé pour le faisceau
d’électrons. Ceci est en accord avec les études théoriques effectuées en sec-
tion 2.3.4. Le temps 7, dépend fortement de la largeur & mi hauteur du profil
temporel laser comme le montre la figure 4.34-b.

En somme, les pertes par rayonnement pourraient fortement augmenter
I’énergie du faisceau d’électrons durant 7.

Finalement, la figure 4.35 illustre l'évolution de la fluence du faisceau
d’électrons 7 et du rayonnement émis 7, normalisées a la fluence laser, égale
a 2.5x10° J/em?  La réaction du rayonnement influe clairement sur ces
différentes énergies. Sans la réaction du rayonnement, I'énergie cinétique du
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Figure 4.34: Le temps de stabilité 75 (a) en fonction de ag, (b) en fonction
de la largeur & mi hauteur de U'impulsion laser, (¢) en fonction du plateau
laser, (d) en fonction du temps de montée. Les cas (a) et (b) sont dans le
cas d’une impulsion gaussienne. Les cas (c¢) et (d) sont pour une impulsion
trapézoidale. Nous considérons vo= 100 pour le faisceau d’¢lectrons

faisceau d’électrons est quasiment inchangée par rapport a son énergie initiale
alors qu’elle est divisée par un facteur 8, aprés interaction avec 'impulsion
laser lorsque la réaction du rayonnement est considérée comme le montrent
les valeurs caractéristiques en figure 4.35-a. La fluence rayonnée est diminuée
de plus d’un facteur 3. Ce type de diagnostic pourrait étre utilisé expérimen-
talement afin de mettre en évidence Ueffet de la réaction du ravonnement sur
la dynamique du faisceau d’électrons et sur le rayonnement émis.
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Figure 4.35: Evolution de la fluence du faisceau d’électrons (n.) et de la flu-
ence rayonnée (1,), normalisée a la fluence laser. (a): Avec prise en compte de
la réaction du rayonnement du rayonnement. (b): sans prise en compte de la
réaction du ravonnement. En tirets verts: fluence rayonnée. En traits pleins
rouges: fluence du faisceau d’électrons. Un profil gaussien est considére.

4.7 Conclusion

Ce chapitre a é¢té consacré aux effets des pertes par rayonnement dans I'inter-
action laser-plasma ultra-relativiste. Une premiére partie a ét¢ consacrée a
présenter les régimes d’interaction de base permettant une meilleure clareté
pour les études présentés dans ces types de régimes. Nous avons présenté
repectivement les régimes de transparence induite, de hole-boring et de “light-
sail”.

Dans une deuxiéme section nous avons illustré 'importance de la réaction
du rayonnement a ultra-haute intensité laser, en calculant la fluence rayonnée
avec la considération et sans la considération des pertes par rayonnement, lors
de 'interaction d’une impulsion laser ultra-intense avec un plasma surdense.
Pour des intensités supérieures a 1022 W/em? la réaction du rayonnement
doit étre considérée dans 'équation du mouvement des ¢lectrons.

Dans une troisiéme section nous avons montré 'effet de la polarisation du
champ laser en régime de transparence induite. Dans le cas d’une cible mince,
les pertes par rayonnement sont plus importantes en polarisation linéaire
pour la distribution des électrons alors qu’elles affectent davantage la dy-
namique des ions lorsque le laser est polarisé¢ circulairement. Dans le cas
d’une cible épaisse les effets collectifs dépendant du champ électrostatique
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peuvent étre de l'ordre des effets pondéromoteurs. Les plus grandes pertes
radiatives sont dues aux plus grandes énergies atteintes (par la combinaison
champ électromagnétique + champ électrostatique) et pour une distribution
¢lectronique ayant une fraction importante d’électrons se propageant a re-
bours du champ laser.

Dans les quatrieme et cinquiéme parties de ce chapitre, nous avons étudié
I'effet des pertes par rayonnement sur la dynamique du plasma. La qua-
triéme partie a ét¢ dévolue a l'interaction d’une impulsion laser ultra-intense

la forte amplitude du champ laser incident la cible n’est pas complétement
opaque a l'impulsion. La cible est chauffée en volume a la différence d'un
régime de type “light-sail” ou la cible est chauffée en surface. Ceci implique un
role nettement plus important pour les pertes radiatives, raison pour laquelle
nous avons choisi d’étudier ce régime d’interaction situé entre un régime de
transparence et un régime “light-sail”. Dans ce type de régime pour lequel
ag>Ne/Ne, les pertes par rayonnement induisent une plus importante com-
pression des populations électronique et ionique, composant la cible accélérée.
De plus, une partie de 'impulsion laser (de I'ordre de 3 Tp) traverse la cible,
arrachant 1% des électrons de la cible. Cette population d’électrons se
propageant avec I'impulsion laser induit un champ de séparation de charges
qui accélére les ions en face arriére. Les pertes par rayonnement ont pour
conséquence d’augmenter ’énergie de ce paquets d’ions d’environ 20%.
Dans la cinquiéme partie, nous avons considéré 'interaction d’une im-
pulsion laser ultra-intense avec un plasma épais (I = 100A) et de densité

diatives électroniques, peut s’établir entre le régime de transparence induite
et le régime du piston du fait de la création d’'une structure de choc, de-
venant stable au bout de quelques dizaines de périodes laser, tendant ainsi
vers un régime de type piston. Nous avons pris en compte les pertes par
rayvonnement lors de I'interaction de 'impulsion laser avec les électrons du
plasma (régime de transparence induite), précédant la phase ot la structure
de piston apparait diminuant massivement le rayonnement (régime du pis-
ton). Ce régime complexe présente un intérét important au sens ou il fait le
lien entre les régimes classiques et les régimes quantiques ou les créations de
paires sont importantes. Dans le récent article [Kirk et al. 2013|, la conver-
sion de I'énergie laser en rayonnement intense est montrée, par 'interaction
de 'impulsion laser sur le “plasma de paires”, d’électrons-positrons. Les effets
quantiques sur I'absorption laser et la création de paires sont aussi discutés.

Pour des cibles trés minces telles que € soit inférieur a Punité, cela signifie
que 'amplitude du champ de séparation de charges engendré par 'interaction
du laser sur la cible, sera faible comparée a celle du champ laser. Autrement
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dit, les effets collectifs jouent un role faible dans la dyvnamique du plasma. A
I'inverse, pour des ratio & supérieurs a lunité, les effets collectifs deviennent
importants et constituent un moyen d’accélération important pour les élec-
trons, induisant notamment un rayonnement bien spécifique |Brady et al. 2013].
Cet aspect est amplement développé dans le chapitre suivant.

Ce chapitre s’est terminé par I'é¢tude de la propagation d’un faisceau
d’électrons interagissant avec une impulsion laser de durée finie. Celle-ci
a permis de dégager des parameétres essentiels, pouvant étre utilisés a des
fins expérimentales pour mettre en évidence la réaction du rayonnement. Un
temps caractéristique a ¢té mis en évidence. Ce temps caractéristique Tg
indique pendant combien de temps le faisceau d’électrons a son mouvement
renversé, en raison de la réaction du ravonnement. Nous avons montré dans
la figure 4.35 l'effet des pertes par rayonnement sur I'énergie cinétique des
¢lectrons et le rayonnement émis, aprés interaction avec 'impulsion laser.
La réaction du rayonnement affecte de maniére importante ces quantités
d’énergie. En conséquence, il serait dés lors possible de diagnostiquer d’un
point de vue expérimental, la signature de la réaction du rayonnement, pour
ce type d’interaction.



156 JHAPTER 4. EFFET DES PERTES PAR RAYONNEMENT



Chapter 5

Influence des effets collectifs sur
le rayonnement synchrotron et
I’absorption laser

Sommaire
5.1 Caractéristiques fondamentales . .. ... .. ... 159
5.2 Accélération des électrons . . . . .. ... .. ... 163
521 Ciblefine . . ... .. .. oo 164
5.2.2 Cible épaisse . . . .. ... .. ... ... ..., 166
5.3 Le parameétre f . - - - « « « v 0 0 0 h vt e e .. 168

5.3.1 Dépendance de t,,,, en fonction de I'épaisseur du
plasma et de la masse desions . . . . .. ... .. 170

5.3.2 Influence de la durée de I'impulsion laser sur tx
dans le cas d'une cible mince . . . . . .. ... .. 172

5.4 Evaluation du paramétre t,,,, a partir de 'intensité

TAYONNEE . . . v v v v v v e v e e e e e e e e e e e e 174

5.5 Influence de la masse des ions sur ’absorption
de 'énergie laser . . . . . . ... ... oL, 175
5.5.1 Variations dues a 'épaisseur de la cible . . . . . . . 175
5.5.2 Variations dues daaget ne . . . . . . . .. ... .. 176

5.6 Influence de E; sur la génération du rayonnement 180

5.6.1 Effets dus a l'épaisseur de la cible . . . . . . . . .. 180
5.6.2 Influence de la masse desions . . . . . ... .. .. 183
5.7 Perspectives expérimentales . . . .. ... .. ... 188



158 CHAPTER 5. INFLUENCE DES EFFETS COLLECTIFS

58 Conclusion. ... ... ... ... ... ....189

Une assertion courante est que 'interaction d’une impulsion laser ultra-
intense avec un plasma surdense est dominée par la dvnamique des électrons,
les ions étant supposés jouer un role secondaire |Di Piazza et al. 2009, -
|[Ridgers et al. 2012|. Bien que cet aspect soit vrai pour de faibles intensités
laser, (Ijgger <1022W /cm?), la situation se complique dans le cas d'impulsion
laser ultra-relativistes pour lesquelles I'énergie des électrons peut étre com-
parable a I'énergie de masse des ions. Dans cette partie, nous allons montrer
la forte influence de la masse des ions sur 'absorption laser et sur le ravon-
nement émis, supposé¢ de nature synchrotron, dont les propriétés physiques
et hypothéses ont été évoquées précédemment. En effet, pour des inten-
sités supérieures a 1022W /em?, les pertes par rayonnement synchrotron sont
importantes alors que ’emission Bremsstrahlung est négligeable dans nos
conditions parce qu’il nécessite une ¢paisseur de plasma supérieure au li-
bre parcours moyen collisionnel des électrons du fait des plasma faiblement
surdense considerés. Il s’ensuit que le processus de ravonnement dominant
est le rayonnement synchrotron, comme cela a été montré dans la référence
|[Pandit and Sentoku 2012]. On considére un champ laser polarisé circulaire-
ment tel que le vecteur potentiel normalisé s’écrive:

ar(x,t) = ag(t)Re(y — iz)ert=2/9) (5.1)

On considére une interaction en incidence normale avec une cible épaisse
de longueur [ =100Az avec une longueur de vide équivalente & gauche et a
droite de la boite de simulation, afin de ne pas solliciter les conditions aux
limites. Deux profils temporels sont considérés: un profil gaussien dont la
largeur & mi-hauteur est égale a 13 T7, et un profil trapézoidal avec des temps
de montée et de descente égaux a une période laser, avec un plateau de 16
périodes laser. La densité électronique varie de 1072 a 50n, et le potentiel
vecteur normalisé ap varie de 60 a 600. Chaque maille de plasma contient
60 macro-particules, électrons et ions. Le temps 0 est défini au moment
ou 'impulsion laser interagit avec le plasma. Un temps de simulation de
100 Ty, ainsi que trois espéces d’ions: protons, deutérons et ions immobiles,
sont considérés. Nous optons pour une densité ¢lectronique égale a 10n, car
comme nous le verrons, c’est la densité pour laquelle leffet de la masse des

trapézoidal), correspondant & une fluence de 5.09 J/em? avec une longueur
d’onde d’un micron.

Dans un premier temps nous introduirons le phénomeéne physique de fagon
qualitative. Il sera question de dégager les parameétres essentiels caractérisant
ce phénomeéne. Dans un deuxiéme temps, nous étudierons le comportement
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d’un parameétre essentiel, a savoir le temps auquel se produit le maximum
de rayonnement émis. Dans un troisieme temps nous verrons 'influence de
la masse des ions sur 'absorption laser. Enfin les derniéres parties de ce
chapitre seront consacrées a la génération du rayonnement et comment celui-
ci est influencé par les effets collectifs, véhiculés par le champ de séparation
de charges.

5.1 Caractéristiques fondamentales

L’énergie et 'intensité rayonnées sont présentées en figure 5.1 et démontrent
une nette différence entre les plasmas de protons ou de deutérons. L’énergie
rayonnée décroit de plus de 80% dans le cas d’un plasma d’ions immobiles
a n,~ 50% dans le cas d’'un plasma de deuterons et de moins de 30% dans
le cas d'un plasma de protons. Cette différence apparait trés tot lors de
Iinteraction, a t~ 3-4 T, et atteint son maximum a des temps appartenant
a 20-30 Ty,. Ceci est un effet relativement inatendu. D’autres ayant traité du
sujet n’ont vraisemblablement pas mis en lumiére 'influence de la masse des
ions sur 'absorption laser, comme le stipule la référence |Ridgers et al. 2012].
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Figure 5.1: Dépendance temporelle de (a) la fluence et de (b) lintensité ray-
onncées normalisées dans le cas d'un profil gaussien: lignes bleues pointillées:
protons, lignes orange pointillées: deutérons, lignes vertes: ions immobiles.

L’effet observé peut étre expliqué de la maniére suivante. Au commence-
ment de I'interaction, les électrons sont accélérés par la partie séculaire de
la force pondéromotrice du laser. Etant donné une polarisation circulaire,
la partie oscillante de la force pondéromotrice est supprimée impliquant un
chauffage trés faible pour les électrons. Le temps de réponse des ions dépend
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deutérons n’excéde pas 15-20 périodes laser comme l'illustre la figure 5.1-b.
Nous pouvons souligner que la pulsation plasma ionique wy; n’est pas si faible
devant wpe/7ve du fait que 7. > 1. L’influence de la masse des ions sur le
rayonnement et 'absorption est donc un effet purement collectif, dépendant
de la densité du plasma. L’amplitude du champ de séparation de charges
(de ordre de Q?TE—:ﬁEC ou E, est le champ de Compton) est comparable a
I'amplitude maximale du champ laser et augmente avec la masse des ions.
En effet, les électrons sont poussés sous 'action de la pression de radiation
et le champ ¢lectrostatique augmente jusqu’'a ce que les ions commencent a
bouger. L’amplitude du champ de séparation de charges détermine donc i
dynamique des électrons et des ions. Un critére pour que le mouvement des
ions influe sur le ravonnement peut étre formulé comme:

T; < tinax (5.2)

Ol .. €5t le temps au bout duquel 'intensité du rayonnement émis est max-
imale. La condition nécessaire (5.2) est clairement relice aux effets collectifs
se produisant dans le plasma dus a la forte dépendance de ¢, sur la masse
des ions: tnax =~ 35 T pour un plasma de protons, tma. ~ 25 Tr, pour un
plasma de deutérons et t,q, o~ 22 Ty, pour un plasma d’ions immobiles bien
inférieure au temps de réponse ionique 7T;, tendant vers 'infini.

De maniére heuristique, le champ de séparation de charges peut étre as-
simil¢ & un ressort attaché a une masse importante, celle des ions. Il a besoin
d’étre étiré par une force avant que les ions commencent a bouger. C'est ce
qui se produit a 'interface gauche plasma-vide, lorsque le laser entre en inter-
action avec le plasma. La figure 5.2 montre le champ longitudinal a I'instant
tmax, lorsque la puissance rayonnée instantance est maximale. Plus la masse
des ions est importante, plus t,,., est faible et I'amplitude du champ de sépa-
ration de charges est importante. Il convient de noter que cela est vrai pour

aussi évident entre DT et H2T et, plus généralement, pour des ions de charges
Z> 1 totalement ionisés (tels que Z/A~1/2). Dans le cadre de cette étude,
nous ne considererons pas 'effet possible de la charge effective des ions sur le
rayvonnement émis. Le cas d'un plasma d’ions immobile est davantage un cas
académique qui permet au lecteur de se faire une idée claire du phénomeéne
présenté. Dans le cas d’ions immobiles, 'amplitude du champ de séparation
de charges atteint sa valeur maximale E,/FE.~aqy. Plus les ions sont légers,
plus 'amplitude du champ ¢lectrostatique est faible, comme le montrent les
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Figure 5.2: Distribution spatiale du champ longitudinal E, a t =t,,,,, pour
(a) un plasma de protons, (b) un plasma de deutérons, (¢) un plasma d’ions
immobiles. Dans ce cas, le profil temporel laser est trapézoidal. Le champ
est normalisé par le champ de Compton E.— mecwy /e.

figures 5.2 et 5.3. Les électrons qui sont accélérés dans le champ électro-
statique vers le champ laser sont source de la partie la plus énergétique du
rayonnement émis. Plus précisément, ¢’est la combinaison du champ électro-
magnétique et du champ électrostatique qui est principalement responsable
du chauffage électronique. La figure 5.4 montre que la contribution des élec-
trons réfléchis sur la distribution angulaire du rayonnement, dominante pour
des ions immobiles, est du méme ordre que les électrons tels que pe >0 dans
un plasma de deutérons, et méme inférieure dans un plasma de protons. En
conséquence, une réduction de la masse des ions entraine une diminution de
I’énergie cinétique des ¢lectrons, réduisant la conversion de I'énergie laser en
ravonnement hautement énergétique. De plus, comme les ions légers se dé-
placent dans la direction de propagation du champ laser, les ¢électrons sont
entrainés avec eux. Ceci réduit le courant de retour des électrons impliquant
une baisse quantitative du rayonnement émis.

L’effet de la masse des ions sur la distribution angulaire des photons
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Une impulsion gaussienne est considérée.

confirme le scénario décrit précédemment.

Chaque image montrée en figure 5.4 est prise a t = t,a¢, instant ou la
puissance rayonnée est maximale. Dans le cas d’un plasma d’ions immobiles,
I’émission dans la direction opposée a la propagation du champ laser domine.
Ceci est du aux électrons accélérés dans le champ longitudinal et s’échappant
du plasma vers le champ laser. Ceci est évident via la figure 5.4-d, ou la
distribution des électrons se décale vers les vitesses paralléles négatives. Elle
est symétrique dans le plan de polarisation (y,z). Les fonctions de distribution
des électrons dans le cas d’un plasma d’ions légers montrées en figures 5.4-c et
5.4-d sont significativement différentes. Elles sont décalées dans la direction
du laser. Une telle fonction de distribution correspond a des électrons se
déplacant comme une hélice, oscillant dans le champ laser. Ceci peut étre
aussi constaté dans la distribution angulaire du rayonnement: le maximum de
I’émission est dans la direction de propagation du champ laser pour un plasma
de protons alors que dans le cas d’un plasma de deutérons il y une part non
négligeable du rayonnement émis dans la direction opposte de propagation
du laser. Dans le cas d’un plasma de protons, environ 84% des électrons
contribuant au rayonnement se déplacent dans la direction de propagation
du champ laser alors que dans le cas d’un plasma d’ions immobiles, environ
60% des électrons rayonnants se propagent dans la direction opposée a celle
du champ laser.
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Figure 5.4: (a) Distribution angulaire du rayonnement par rapport a la di-
rection de propagation du champ laser (axe x) a t = ty... (b)-(d) fonction de
distribution des électrons. Seulement les électrons avec des énergies excédant
5 MeV sont représentés. (b) Points bleus, plasma de protons; (¢) point or-
anges, plasma de deutérons;(d) points verts, plasma d’ions immobiles. Dans
ce cas, un profil trapézoidal a été considére.

5.2 Accélération des électrons

Afin d’étudier 'accélération des électrons, nous allons considérer les spectres
en énergie des électrons a t = t,,,, ainsi que la trajectoire typique d’'un
macro-¢lectron pour chaque configuration laser-plasma. D’abord le cas d'une
cible fine sera évoqué, [ =1y puis dans un deuxiéme temps, le cas dune
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cible épaisse, [ =100A; sera discuté. A titre indicatif, nous rappelons que
tmax = 35717 dans le cas d'un plasma de protons et t,., ~ 22T} dans le cas
d’un plasma d’ions immobiles.

5.2.1 Cible fine

La figure 5.5 montre les spectres en énergie des électrons a t =t,,,, pour
chaque configuration. Celles-ci sont détaillées dans la légende de la figure
5.5. Pour une polarisation fixée, le spectre des électrons est moins énergétique
dans le cas d’'un plasma d’ions immobiles. Typiquement, le pic li¢ a I'énergie
aractéristique de la population d’électrons est réduit d’environ 10% ( de 112
a 100 MeV) dans le cas d’une polarisation circulaire et d’environ 25% dans
le cas d'une polarisation linéaire.
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Figure 5.5: Spectre des électrons a t =t,,,, pour n, = 10n, et [ =1A;. En
traits verts: plasma d’ions immobiles. En pointillés bleus: plasma de pro-
tons. (a): polarisation circulaire. (b): polarisation linéaire. Une impulsion
gaussienne est considérée.

Afin de comprendre davantage 'accélération des électrons du plasma,
considérons 'espace des phases d’un macro-électron dont 'énergie cinétique
est de l'ordre de I'énergie caractéristique du spectre d’électrons, a t = ...
Par exemple, dans le cas d’'un plasma d’ions immobiles et d'une polarisation
circulaire le macro-électron sera choisi tel que '}/e:nﬁv,..zc2 ™~ £, Ol £ est I'énergie
-aractéristique de la population d’électrons. Dans le cas ou la distribution
des ¢lectrons est une maxwellienne cette énergie caractéristique est associée a
la température électronique T,. comme le montre la figure 5.5-a. La position
du macro-électron a t = t,,,, est représentée par un point rouge.

Dans le cas d’une polarisation circulaire, (figure 5.6-a), 'électron oscille
peu du fait de I'absence de la composante oscillante en 2wy de la force
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Figure 5.6: Trajectoire (z(t),pz(t)) d’'un macro-électron sur Uintervalle de
temps t € [tnax — 207L; tmax + 2077] pour ne, = 10n, et une cible d’épaisseur
[ =1Ap. En traits verts: plasma d’ions immobiles. Pointillés bleus: plasma
de protons. (a): polarisation circulaire. (b): polarisation linéaire. Les traits
pleins font référence a la position de Max[E,] alors que les traits pointillés
font référence a la position de Max[E,]. La couleur violette fait référence aux
champs considérés dans le cas d'un plasma de protons. La couleur orange fait
référence aux champs considérés dans le cas d’un plasma d’ions immobiles. La
position du macro-¢lectron a t = t,,,,, est représentée par un point rouge. La
position initiale est représenté par un point noir. Une impulsion gaussienne
est considérée.

pondéromotrice. Dans le cas d'un plasma de protons, I’¢lectron oscille pen-
dant un certain temps dans le champ électrostatique puis oscille dans le
champ laser, alors que dans le cas d'un plasma d’ions immobiles, le mouve-
ment de I'électron est beaucoup plus contraint ce qui implique une accéléra-
tion et donc un rayonnement émis différent. Cette contrainte s’explique par
I"amplitude du champ de séparation de charges, plus importante dans le cas
d’un plasma d’ions lourds. Comme il a été évoqué en section 5.5, I'énergie
laser est davantage stockée dans le champ de séparation de charges pour
un plasma d’ions lourds étant donné que la conversion de l'énergie laser
en énergie ionique est trés faible. Lorsque qu'une polarisation linéaire est
considérée, le chauffage électronique est plus important en raison du terme
oscillant & 2wy, de la force pondéromotrice, comme le montre la figure 5.6-b.
La trajectoire de I'électron est beaucoup plus chaotique par rapport au cas
ol une polarisation circulaire est considérée en figure 5.6-a, quelle que soit la
masse des ions du plasma. Comme nous le verrons cette modification de la



166 CHAPTER 5. INFLUENCE DES EFFETS COLLECTIFS

trajectoire a des conséquences importantes sur le rayonnement émis.

tmax), la variation du moment longitudinal de Iélectron notée ||dpe || est im-
portante, impliquant une forte oscillation longitudinale pour I'¢lectron. Ceci
pourrait caractériser 'intervalle de temps ou l'accélération de I'électron est
importante impliquant un rayonnement important. La variation de ||dpe.||
est d’autant plus importante que la masse des ions du plasma est importante.
Par conséquent, le rayonnement émis sera quantitativement plus important
dans le cas d'un plasma d’ions lourds, ce qui est en accord avec ce qui a
été évoqué en introduction 5.1 de ce chapitre a propos des caractéristiques
fondamentales de ce phénoméne. De plus, amplitude de ||pe.| tend vers
0 lorsque t tend vers t,... En effet, durant un intervalle de temps centré
autour de t,,,, 'électron oscille fortement impliquant un rayonnement émis
important et une énergie cinétique qui tend vers son minimum a t =t,,,,.

5.2.2 Cible épaisse

Les spectres des électrons a t = t,,,, sont montrés en figure 5.7. Les popula-
tions ¢lectroniques sont maxwelliennes, surtout dans le cas d’une polarisation
lintaire, exposé en figure 5.7-b. La masse des ions n’altére pas de maniére
remarquable la température de la population d’électrons chauds du plasma.
Néanmoins, comme dans le cas d'une cible mince, les spectres en énergie des
¢lectrons présentent des populations d’électrons davantage énergétiques pour
un plasma d’ions légers. L’énergie caractéristique de la population d’électrons
est réduite d’environ 20% dans le cas d’une polarisation circulaire.

A la différence d’une cible fine, 'amplitude maximale du champ de sé-
paration de charges est du méme ordre de grandeur que 'amplitude du
champ laser. Par conséquent, le role du champ de séparation de charges sur
I"accélération des électrons est a considérer. En d’autres termes, ’accélération
des électrons est fortement influencée par les effets collectifs. D’abord de
facon générale, la trajectoire de I'électron est beaucoup plus chaotique. Par
I'importance du champ de séparation de charges, les électrons sont accélérés
de maniére stochastique |Bourdier et al. 2005| comme le montre la figure 5.8.
Ceci est d’autant plus vrai que la masse des ions est importante. Le rayon
de courbure 7. relatif a la trajectoire de I'électron dépend de la pulsation
de rotation wy, (voir formule (3.12)), fortement liée & amplitude du champ
de séparation de charges et de surcroit a la fréquence critique we. du ray-
onnement émis. De plus, la zone d’influence du champ de séparation de
charges est davantage ¢tendue comparée au cas d’une cible mince, allant d’1
a5 Ap dans le cas d’un plasma d’ions immobiles, favorisant I'accélération des
¢lectrons ultra-relativistes.
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Figure 5.7: Spectre des électrons a t =t,,,, pour n, = 10n. et [ =100A;. En
traits verts: plasma d’ions immobiles. En pointillés bleus: plasma de pro-
tons. (a): polarisation circulaire. (b): polarisation lin¢aire. Une impulsion
gaussienne est considérce.
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Figure 5.8: Trajectoire (z(t),pz(t)) d’'un macro-électron sur Uintervalle de
temps t € [tmax — 207TL; tax + 207L] pour ne = 10n, et une cible d’épaisseur
[ =100Az. En traits verts: plasma d’ions immobiles. Pointillés bleus: plasma
de protons. (a): Polarisation circulaire. (b): Polarisation linéaire. Une
impulsion gaussienne est considérée. Les traits pleins font référence a la
position de Max[E,] alors que les traits pointillés font référence a la position
de Max[FE,]. La couleur violette fait référence aux champs considérés dans
le cas d’un plasma de protons. La couleur orange fait référence aux champs
considérés dans le cas d'un plasma d’ions immobiles. La position du macro-
électron a t = t,., est représentée par un point rouge. La position initiale
est représentée par un point noir. Une impulsion gaussienne est considérée.
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5.3 Le parameétre tax

Le champ de séparation de charges généré par la poussée du champ laser sur
les électrons dépend fortement de I'épaisseur de la cible, notée . Les régimes
de base ont été évoqués dans le chapitre 4.

Pour des impulsions laser a durée finie, la puissance ravonnée dans le
plasma par les électrons rayonnants admet une valeur maximale dépendant
du temps de réponse des ions et de 'épaisseur de la cible. Le but de cette
section est d’estimer le temps caractéristique ty,a.x correspondant au temps
ol la puissance rayonnée est maximale et de comprendre comment il dépend
des parameétres laser et plasma.

Une illustration du parameétre t,,,, est visible sur les figures 5.9a et 5.9b
ol la puissance rayonnée est montrée pour différentes espéces ioniques. On
considére une impulsion laser de durée 14 Ty, de profil gaussien.

Dans le cas d'une cible épaisse (I =100Ag), figure 5.9-a, la forme de
I'impulsion du rayonnement émis ne dépend pas fortement de la masse des
ions. Les différences les plus notables entre chaque plasma (li¢ & une espéce
ionique) sont d’une part 'amplitude de I'impulsion rayonnée qui croit avec Iz
masse des ions et d’autre part la valeur du parameétre t,,,, significativement
lice a la masse des ions. Nous remarquons que la durée de I'impulsion due au
rayonnement ¢émis est beaucoup plus importante que la durée de I'impulsion
laser. Cela signifie que le champ de séparation de charges E, joue un role
important sur la génération du rayonnement. Le paramétre t,,,, est trés
proche du temps ou la valeur maximale de "amplitude du champ de sépa-
ration de charges est atteinte, comme le montre la figure 5.9c. Ceci met
encore en évidence 'importance des effets collectifs dans la génération du
rayonnement.

Dans le cas d'une cible mince, | = 1)\ (figure 5.9b), 'amplitude max-
imale de la puissance rayonnée croit aussi avec la masse des ions. Dans
le cas d’ions immobiles (traits verts) la durée de I'impulsion rayonnée est
quasiment égale a la durée de 'impulsion laser. Ceci refléte le cas le plus in-
tuitif. C’est le cas ou le rayonnement émis dépend uniquement de 'impulsion
laser. Nous remarquons que plus les ions considérés sont légers plus la durée
du rayvonnement est importante du fait que la durée d’interaction effective
aungmente. En d’autres termes, 'absorption ionique, 7;, est d’autant plus
grande que la masse des ions est faible, ce qui a pour conséquence de dimi-
nuer 'amplitude maximale du champ de séparation mais aussi de retarder
I'instant ou "amplitude maximale est atteinte a t ~ t,,,,,, comme le montre
la figure 5.9d. Contrairement au cas d’une cible épaisse, le paramétre ¢,
n'est pas lié au temps ol le maximum de FE, est atteint. En effet, nous

avons 2= EL < ap, d’ott un champ électrostatique E, de faible amplitude ne

ne AL
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Figure 5.9: (a) Intensité rayonnée en fonction du temps dans le cas d’une
cible épaisse,(a) { =100\, et d’une cible mince (b) I =1Az. En traits verts:
plasma d’ions immobiles. En pointillés oranges: plasma de deutérons. En
pointillés bleus: plasma de protons. Amplitude maximale de E, au cours
du temps dans le cas d'une cible épaisse (c¢) et d’une cible mince (d). Le
parameétre t,,,. est montré pour chaque type de plasma et la couleur associée
est celle de 'espéce ionique du plasma considére.

contribuant pas au rayonnement émis. Il s’ensuit que dans le cadre d'une
cible fine le rayonnement émis dépend principalement des paramétres laser
notamment de I'impulsion du laser.

Lorsqu’on compare la puissance rayonnée provenant d'une cible fine et
celle provenant d’une cible épaisse, pour une méme espéce ionique, nous con-
statons que le rayonnement émis est quantitativement 16 fois plus important
dans le cas d’une cible épaisse. Cette constatation permet de mettre en év-
idence I'importance des effets collectifs dans la génération du rayonnement.
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Les effets collectifs dépendent de 'amplitude du champ de séparation de
charges. Ceci justifie d’étudier la dépendance paramétrique de t,,,,., temps
caractéristique de la génération du rayonnement synchrotron. De plus, le
parameétre t,,,, se révéle pertinent d'un point de vue expérimental car il peut
constituer un diagnostic important pour le rayonnement émis.

5.3.1 Dépendance de t,,., en fonction de I’épaisseur du
plasma et de la masse des ions

Le comportement du temps caractéristique t,,,, en fonction de I'épaisseur de
la cible plasma est représenté sur la figure 5.10 o1 ne= 10 n.. Nous utilisons
les mémes espéces ioniques qu’en figure 5.9. Nous considérons deux types
de polarisations pour le champ laser: polarisation circulaire (figure 5.10a) et
polarisation linéaire (5.10b).
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Figure 5.10: Dépendance de t,,,, en fonction de I'épaisseur de la cible plasma,
I; (a): laser polarisé circulairement; (b): laser polarisé linéairement. En
pointillés bleus: plasma de protons. En points orange: plasma de deutérons.
En trait vert: plasma d’ions immobiles.

Dans le cas d’une polarisation circulaire, t,,., croit avec I'épaisseur de
la cible et avec la masse des ions du plasma considéré. Plus les ions sont
lourds plus t,.x sera important comme il a été évoqué précédemment. Ceci
s'explique avec le paramétre & (4.11) qui caractérise 'importance des effets
collectifs, liés & 'amplitude du champ de séparation de charges par rap-
port a 'amplitude du champ laser. Dans le cas d'une polarisation linéaire,
(voir figure 5.10-b), il n’y a pas de dépendance suivant la masse des ions
pour des cibles inférieures a 10 Ap et I’émission du rayonnement synchrotron
dépend uniquement du chauffage électronique. Dans le cas de cibles épaisses,
supérieures a 10Xz, la dépendance de la masse des ions de tya, est similaire
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au cas d'une polarisation circulaire. Cependant, le champ de séparation de
charges est plus faible di a la partie oscillante de la force pondéromotrice,
favorisant le chauffage électronique.

- 40:Iab| LI [ T 1T TTrrr |||‘: 3OEIB)T 1T '| LI I T T T T ||f|E
S 1 25F =
x 300 . E ]
£f ] 20F E
® 20f 1 15k E
A F ] F 1
o f 1 10f ]
@ 10f- e - ]
wtr ] SE e
ok ] U: YHL =~
20 0 5 10 15 20
200, i R(]v_—| L L L B |‘ T
o F R Ed) | .
= C 1 60 F 1 -
w150 - F E
R 100p I3 20F =
N . : |
L sok W, I: 7 OF E
A i : 3 3
St ,.._—-....ﬂ'..ﬁ 20 5
m OF L T T ! E
i IR U AT RN | S IR IR RN AU BRT B
0 5 10 15 20 25 0 5 10 15 20 25 30

xﬁ’LL XJ'?LL

Figure 5.11: Comportement du champ de séparation de charges E, et de

¢(%) (7.12) par rapport & x, & t =ty,,. FE, est représenté en trait vert,

pour un plasma d’ions fixes; en tirets bleus, pour un plasma de protons. ¢,

est reperesenté en violet pour un plasma de protons et en jaune dans le cas

d’ions fixes. (a)-(b): [ = 1Ag; (¢)-(d): [ = 100A;. Le laser est polarisé
L; L

circulairement en (a)-(c¢) et linéairement en (b)-(d).

Le rayonnement synchrotron produit par les électrons se répartit sur une
longueur caractéristique, l.,q. La répartition spatiale du rayonnement est
présentée par la fonction ¢ sur la figure 5.11.

Dans le cas d'une cible épaisse cette longueur est équivalente a la longueur
définissant le champ de séparation de charges, comme le montre la figure 5.11.
Dans le cas d’une cible fine, le champ de séparation de charges a une faible
influence sur la génération du rayonnement. La longueur caractéristique lyaq
est davantage associée dans ce cas aux parameétres laser. Plus précisément
elle est lice au temps de montée de I'impulsion laser.

La longueur de rayonnement [,q va nous permettre de caractériser da-
rantage le rayonnement émis. Plus précisément cette longueur se révéle im-
portante car elle intervient dans le terme source de I'équation de transport
de la densité d’énergie du ravonnement émis, discuté en section 2.4.2. Dans
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la suite nous allons considérer dans le cas d’une cible mince ’évolution de
tmax €n fonction du temps de montée de 'impulsion laser utilisée.

5.3.2 Influence de la durée de 'impulsion laser sur 7,
dans le cas d’une cible mince

Dans le cas d’une cible mince, ou les effets collectifs sont nettement moins
influents que les effets pondéromoteurs, le paramétre ¢, peut étre directe-
ment reli¢ aux caractéristiques temporelles de I'impulsion laser, notamment
a la valeur de la largeur & mi-hauteur. Nous nous restreignons au cas d’une
polarisation circulaire (avec ag=a,=a,=200), oil le chauffage ¢lectronique est
grandement diminué. Nous considérons deux espéces d’ions: protons et ions
immobiles, pour deux plasmas distincts. Le but est aussi d’étudier I'influence
de la masse des ions sur t,,,,. Comme nous nous restreignons au cas d’une
cible mince, cet effet devient mineur pour I'évolution de t,,,, par rapport
au parameétre variable de I'impulsion laser, a savoir la largeur a mi-hauteur
FWHM (Full-Width at Half-Maximum) du profil temporel considéré.
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Figure 5.12: Comportement de t,,,, en fonction de la largeur & mi-hauteur,
FWHM, de I'impulsion laser choisie. En tirets et carrés noirs: plasma de
protons. En traits pleins et triangles verts: plasma d’ions immobiles. Les
droites en orange avec carrés et violet avec triangles sont respectivement des
régressions linéaires des deux cas précédents. L'impulsion laser est polarisée
circulairement.

La figure 5.12 représente le comportement de ¢,,,, en fonction la largeur a
mi-hauteur FWHM du profil temporel laser. Dans le cas ot la largeur a mi-
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hauteur est inférieure a 3 Ty, t,,., ne dépend pas de FWHM et est invariant
par rapport a la masse des ions, comme le montre la figure 5.12. Dans ce cas,
le temps de réponse des ions, T; est supérieur a t,,,,, temps caractéristique de
la génération du rayonnement synchrotron. Lorsque FWHM est plus grand
que trois périodes laser, t,,.. évolue linéairement en fonction de FWHM. De
plus, le temps de réponse des ions joue un role dans la dépendance de .,
par rapport & Tpw gy comme le montre la figure 5.12, stipulant que le temps

Nous pouvons en déduire un critére sur t,,,, par rapport a FWHM:

tma.x 2 TFWHM (53)

La condition (5.3) signifie que le maximum de la puissance rayonnée,

soit atteint. Il est aussi intéressant d’en déduire une autre condition sur
le paramdétre ., par rapport au temps de réponse des ions T;. En ex-
primant la pulsation plasma ¢lectronique en fonction de la période laser
01t Wpe—/Me/ne2m /Ty, le temps de réponse des ions s'exprime par: T; =

Z"T‘:e%) Tr. Le critére définissant Uimportance des ions dans la généra-
tion du rayonnement synchrotron a été évoqué dans la condition (5.2).

Dans le cas d’un plasma d’ions immobiles, le paramétre t,,,,, est quasiment
équivalent au temps de montée de 'impulsion gaussienne (ou bien ~ 2 fois
moins important que FWHM) comme le montre la régression linéaire associée
au ions immobiles en figure 5.12. Dans le cas d'un plasma de protons, le
parameétre £, évolue plus lentement en raison du temps de réponse fini des
protons et respectant la condition 5.3. Comme il a été évoqué en section 5.1,
dans le cas d’un plasma de protons et d’électrons nous avons t.,,, ~ 357},
supérieur au temps de réponse des protons.

Pour une trés courte impulsion laser, inférieure a environ 3 périodes laser
tmax €St constant et ne dépend pas de la masse des ions. Par conséquent,
nous en déduisons que le temps de réponse des protons est de 'ordre de
trois périodes laser. Lorsqu’on considére des impulsion laser de largeur a
mi-hauteur (FWHM) supérieures a 3 périodes laser, t,,,, croit linéairement
par rapport a FWHM. Ainsi, le temps de réponse des protons dépend de
I'intensité du laser (liée au paramétre ag).

Finalement, le comportement du paramétre t,,,, en fonction de Trw gy
dans le cas d’une cible mince peut se résumer de la maniére suivante:

sim; <ooet FWHM > 317, alors  tyax ~ %FWHM — 377,
sim; —ooet FWHM > 3Ty alors t,.. ~2FWHM (5.4)

3
si FWHM < 377, alors tmax ~ D17 ¥V m;



174 CHAPTER 5. INFLUENCE DES EFFETS COLLECTIFS

5.4 Evaluation du paramétre 7. a partir de
I’'intensité rayonnée

Dans cette section, nous allons montrer que le paramétre t,,,, peut se dé-
duire a partir du terme source de l'équation de transport de la densité
d’énergie des photons, €, (2.159). Le paramétre t,,,, correspond au temps ol
intensité rayonnée I, (2.164), atteint sa valeur maximale. Par conséquent,
le parameétre t,,,, est solution de I’équation suivante:
%
ot
Soit g(t) la fonction du profil temporel de I'impulsion laser, la condition
(5.5) devient:

=0 (5.5)

dg Oa .
a=E,/E,

On remarque que le paramétre ¢,,,, ne dépend pas de la fonction de distri-
bution des électrons fe.

Dans le cas d'une cible mince 'amplitude du champ de séparation de
charge est faible devant I'amplitude du champ laser, ce qui implique a < 1.
Dés lors, le paramétre ty,,, dépend principalement du profil temporel g(t).
Dans le cas limite ot @ ~ 0 et g(¢) est une impulsion gaussienne, nous avons:

(t - tIIlUIlLfEC )

t >
g(t) o< exp 557
o ~ FW HM/2.3548 (5.7)
d’ou,
tma.x - tIIlUIlLfEC (58)

ol tomee correspond au temps pour lequel 'intensité laser est maximale
(voir figures 5.9-a et 5.9-b). Cette solution de t,,. (5.8) est bien en accord
avec les résultats de la section précédente. Lorsque 'amplitude du champ
de séparation de charges n’est pas négligeable par rapport a celle du champ
laser (cas d’une cible épaisse, voir figures 5.9-¢ et 5.9-d), le paramétre £y,
est nettement supérieur a t,,6.. Ceci est du au fait qu’il faut prendre en
compte le temps de formation du champ de séparation de charges, présenté
par le deuxiéme terme de droite de 'équation (5.6). Ceci étant dit, dans le
as d’ions immobiles et d'un plasma épais, tmax correspond a la propagation
¢

considérés ici, nous avons wrtmax~ ""T”w%w
la figure 5.9 (a,c).

, . - 1 w? .
des électrons sur une distance (normalisée) “E2~=L-ao. Pour les parameétres
pe

20, en accord raisonnable avec
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5.5 Influence de la masse des ions sur ’absorption
de I’énergie laser

Dans cette section, nous nous intéressons a l'influence du rayonnement sur
le transfert d’énergie laser entre les espéces du plasma.

Afin d’observer de fortes dépendances, la durée de I'impulsion laser doit
étre plus courte que le temps caractéristique t,,,,. Nous considérerons une

Dans un premier temps les variations dues a 'épaisseur de la cible de
plasma seront discutées. Puis nous nous intéresserons aux variations dues
a ag et ne dans un deuxiéme temps. Il s’agit toujours des mémes espéces
ioniques considérées, a savoir les protons, les deutérons et des ions immobiles.

5.5.1 Variations dues a I’épaisseur de la cible

A premiére vue, la forte dépendance de 'absorption de I'énergie sur I'épaisseur
de la cible est remarquable, quelle que soit la polarisation choisie. Cela
s’explique par le fait que plus la cible est épaisse plus le champ ¢lectrosta-
tique E, est important (voir paramétre 3 (4.11)). Les électrons gagnent
davantage d’énergie dans le champ de séparation de charges et rayonnent da-
rantage compareés a un cas ou celui-ci est négligeable. La puissance ravonnée
est maximale pour un plasma épais d’ions lourds, maximisant 'amplitude
du champ de séparation de charges E,. Dans ce cas, lorsque le paramétre &
(4.11) tend vers 1. La majorité de I'énergie absorbée est convertie en rayon-
nement intense. La conversion est de plus de 80% dans le cas d’un plasma
d’ions immobiles avec une cible telle que [ =100\, quelle que soit la po-
larisation choisie, comme le montre la figure 5.13, alors que celle-ci n’est
que d’environ 50% dans le cas d’un plasma de protons. Cette différence est
presque deux fois plus importante dans le cas d'une polarisation circulaire,
comme le montre la figure 5.13. Une polarisation circulaire et un plasma
d’ions légers permet de maximiser I'énergie laser convertie en énergie ciné-
tique ionique, ce qui méne a une émission de rayonnement moins intense.
Nous remarquons que ces valeurs sont en bon accords avec celles obtenues
avec 'approche électrodynamique quantique (points colorés). Pour [ =1Ag
I’énergie laser est essentiellement convertie en énergie ionique, quelle que soit
la polarisation et l'espéce ionique considercée. Le champ de séparation de
charges tend a renforcer 'interaction onde-particule sans pour autant impli-
quer de forts changements pour des cibles supéricures a 20,

Pour un plasma d’ions légers (plasma de HY), plus de 10 % de I'énergie
laser est transférée aux ions pour des épaisseurs supérieures a 10 A, Dans le
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Figure 5.13: Dépendance de la conversion de I'énergie laser en énergie pho-
tonique 7, (a,c), en énergie ¢lectronique 7, et en énergie ionique 7; (b,d)
en fonction de I'épaisseur de la cible, I. On se donne un plasma de densité
¢lectronique n.= 10 n.. En bleu: plasma de protons. En orange: plasma de
deutérons. En vert: plasma d’ions immobiles. Les tirets et les traits pleins
font référence respectivement aux ions et aux électrons. Les polarisations
utilisées sont explicitement marquées sur chaque panels composant la figure.
Les carrés bleus, orange et verts sont les résultats des simulations calculés par
I’approche d’électrodynamique quantique incorporée dans le code CALDER
et décrite en référence [Lobet et al. 2013).

cas d'une polarisation linéaire, la masse des ions a un faible role sur la con-
version d’une partie de I'énergie laser, €7, en énergie électronique 7, comme
le montrent les courbes de la figure 5.13b par rapport a la figure 5.13d (po-
larisation circulaire). Cela est da au fait que dans le cas d’'une polarisation
lincaire, I'énergie des ¢lectrons provient essentiellement du chauffage via la
partie oscillante en 2wy, de la force pondéromotrice du laser, indépendamment
de la masse des ions.

5.5.2 Variations dues a ag et n.

Les figures 5.14 et 5.15 montrent la dépendance de la répartition de I'énergie
laser absorbée entre les photons 7, les électrons 7, et les ions 7; en fonction
du champ laser ag et de la densité du plasma n.. L’absorption totale 7, —
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Ty +1e+1; dépend faiblement de la masse des ions comme le montrent les
figures 5.14-d et 5.15-d. Une différence notable peut étre observée sur la figure
5.14-d pour des hautes intensités laser correspondant a ag>300. Cependant,
a de telles intensités laser, les effets quantiques ne sont plus négligeables. Cet
aspect est démontré dans les figures 5.14-a et 5.15-d ou les simulations sans
corrections quantiques q(xe) sont montrées via des points bleus.
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Figure 5.14: Dépendance de la conversion de ’énergie laser en énergie pho-
tonique 7, (a), électronique 7, (b), ionique 7; (c) et de la conversion totale 7,
(d) en fonction de 'amplitude laser ag pour une densité électronique initiale
ne— 10n,. Traits pointillés bleus: plasma de protons; traits continus verts:
plasma d’ions immobiles. Les cercles rouges, triangles jaunes et carrés bleus
dénotent respectivement les photons, les ¢lectrons et les ions. Le profil tem-
porel laser est gaussien du durée 14 Ty. Le laser est polarisé circulairement.
Les courbes en points bleus et verts montrent les résultats des simulations
effectuées sans corrections quantiques.

Les effets quantiques ménent a la saturation du rayonnement autour de
90%, pour des amplitudes laser telles que ag > 200 dans le cas d’ions im-
mobiles. Par ailleurs dans le cas d’un plasma d’ions légers, les corrections
quantiques sont minimes et ont une faible influence sur le ravonnement méme
pour des amplitudes laser ag= 400-600. Ceci s’explique par le fait que dans
le cas d’un plasma d’ions légers, les électrons se déplacent de préférence dans
la direction de propagation du champ laser et par conséquent leur y. est
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Figure 5.15: Dépendance de la conversion de I'énergie laser en énergie pho-
tonique 7, (a), électronique 7 (b), ionique 7; (¢) et de la conversion totale
Mot (d) en fonction de de la densité électronique initiale ne pour une ampli-
tude laser initiale ag= 200. Traits pointillés bleus: plasma de protons; traits
continus verts: plasma d’ions immobiles. Les cercles rouges, triangles jaunes
et carrés bleus dénotent respectivement les photons, les électrons et les ions.
Le profil temporel laser est gaussien.

beaucoup plus faible que dans le cas d’un plasma d’ions lourds. L’émission
de photons hautement énergetiques commence a contribuer de maniére sig-
nificative a I’absorption de I'énergie laser pour des intensités laser telles que
ag> 80 pour un plasma de protons. Ce seuil pour ag est méme réduit pour
des plasmas d’ions lourds. Pour des intensités laser plus faibles, I'émission
du rayonnement ne contribue pas tellement a la repartition de I’énergie laser
entre les particules du plasma. Il est par ailleurs intéressant de discuter
de la répartition de I'énergie laser entre les électrons et les ions. Une dif-
férence significative pour 1’absorption des électrons a basse intensité laser
est nettement visible sur la figure 5.14-b. L’énergie laser est principalement
stockée dans le champ électrostatique plutot que dans les électrons pour des
intensités laser telles ag> 60. Nous constatons que plus de 50% de I’énergie
laser incidente est transferée aux ions pour ag> 100. Cet aspect est en ac-
cord avec des résultats de publications antérieures |[Naumova et al. 2009],
|[Tamburini et al. 2010|, [Capdessus et al. 2012|, et pourrait étre de grand
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interét pour des applications relatives a 'accélération d’ions, dans le cadre
de la médecine et de la fusion par confinement inertiel |Fuchs et al 2006].

La dépendance de I'absorption de I'énergie laser en fonction de la densité
¢lectronique initiale en figure 5.15 montre que la gamme de densité élec-
tronique ne/n. allant de 1 & 20 marque la transition entre deux régimes

troniques, le plasma est transparent au rayonnement et le taux d’absorption
augmente avec la densité. Dans le cas d'un plasma trés sous-dense, 'amplitude
du champ de séparation de charges est faible, les ions n’ont guére d’influence
sur le rayonnement émis et la plupart de I'énergie laser incidente est stockée
dans les électrons. En revanche, pour un plasma de protons avec une densité
électronique supérieure a 20 n,, le piston est formé et 'émission du rayon-
nement devient quantitativement faible du fait que les électrons sont spatiale-
ment bien séparés du champ laser [Capdessus et al. 2012|, [Naumova et al. 2009|.
L’accélération des ions est par conséquent meilleure dans ce cas. La transi-
tion entre ces deux régimes, la transparence induite et le piston, prend place
pour des densités électroniques telles que ne/n. ~ 10-20. Ceci est comparable
avec la densité de Phydrogene solide (100 mg/cm?), correspondant a ne/n.~~
50 pour une longueur d’onde laser de 1 micron. Pour une intensité laser telle

ne dépend pas significativement de la masse des ions, méme lorsque les ef-
fets quantiques sont négligeables. La masse des ions affecte principalement la
répartition de I'énergie laser entre les photons, les électrons et les ions. Néan-
moins, dans le cas de plasmas sous-denses la masse des ions n’a pas d’effet.
Les effets collectifs sont quasi-inexistants en raison d’un champ de séparation
de charges négligeable par rapport au champ laser. Dans le cas de plasma
surdenses, ’absorption ionique diminue lorsque la masse des ions tend vers
I’infini, comme le montre la figure 5.15. L’absorption des photons est domi-
nante, quant a elle, pour des plasmas faiblement surdenses pour lesquels les

Dans les deux parties suivantes, nous allons étudier 'effet de la masse des
ions sur 'accélération des électrons. Plus précisément nous étudierons com-
ment le champ de séparation de charges influe sur 'accélération des ¢lectrons.
Cette partie permet de faire le lien entre les conditions initiales (masse des
ions, épaisseur de la cible, polarisation de I'impulsion laser) et le rayonnement
émis par les électrons accélérés. Il est donc essentiel de bien comprendre no-
tamment le role des effets collectifs dépendant fortement de 'amplitude du
champ de séparation de charges par rapport a 'amplitude du champ laser.
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5.6 Influence du champ de séparation de charges
sur la génération du rayonnement

Cette section, fortement connectée a la précédente est dévolue a I'analyse de
I'influence du champ de séparation de charges sur le rayonnement émis par
les électrons accélérés. Nous considérerons dans un premier temps les effets
dus a I'épaisseur de la cible de plasma, puis dans un deuxiéme temps, les
effets dus a la masse des ions du plasma considéré.

5.6.1 Effets dus a I’épaisseur de la cible

L’intensité du rayonnement synchrotron émis par les électrons relativistes
accélérés dépend fortement de I'énergie cinétique des électrons. Pour une
cible mince I'énergie caractéristique des électrons est de 'ordre de agm.c?

cette étude. Néanmoins dans le cas d'une cible épaisse, il est nécessaire de
rajouter la contribution du champ de séparation de charges, qui est de 'ordre
de agF, dans le cas d’un plasma d’ions immobiles.

La figure 5.16 montre que les photons rayonnés par les électrons accélérés
sont plus énergétiques lorsque les effets collectifs sont importants, ce qui est
notamment mis en évidence par les figures 5.16-c et 5.16-d ot1 une cible épaisse
est considérée. Le spectre en énergie des photons est davantage étendu vers
les hautes énergies, en raison du champ de séparation de charges. Typique-
ment, pour une masse d’ions et une polarisation fixée, la fréquence caracté-
ristique du rayonnement est augmentée d’environ un ordre de grandeur en
comparant les spectres des figures 5.16-a et 5.16-b par rapport aux figures
5.16-c et 5.16-d. De plus, les effets collectifs induisent la génération dun
rayonnement hautement énergétique > 250 MeV. La source primaire du ray-
onnement émis par les électrons accélérés est uniquement le champ laser. En
effet, dans le cas d'une polarisation circulaire, la fréquence caractéristique du
rayonnement est trois fois plus grande dans le cas d’une cible épaisse (I =100
Ar) par rapport au cas d’'une cible mince (I =1Ag), quelle que soit la masse
des ions. Cette différence est moins flagrante dans le cas d’une polarisation
lin¢aire en raison d’un chauffage électronique plus important. La figure 5.17
montre la distribution angulaire des fréquences critiques we. du ravonnement.
Dans le cas d'une cible mince, 'amplitude du champ de séparation de charges
est bien plus faible que agF,. comme il a été vu précédemment (voir figure
5.11 de la partie 5.3.1). Les effets collectifs sont donc négligeables et le rayon-
nement émis est principalement di au champ laser. Dans ce cas, la force de
Lorentz peut étre évaluée de la maniére suivante: Fp, ~ V2agmecwy . Ainsi,
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Figure 5.16: Spectre en énergie des photons rayonnés par les électrons ac-
célérés a t = t,,,.. En traits pleins verts: plasma d’ions immobiles. En tirets
bleus: plasma de protons. La taille de la cible ainsi que la polarisation du
laser sont explicitement indiqués sur chaque panel composant la figure.

la fréquence caractéristique du rayonnement (2.55) peut s’estimer via:

3 allpe x aol|
2mec € p?

(Wer) ~ wr, ~ 107wy, (5.9)
Cet ordre de grandeur est en bon accord avec la distribution des fréquences
caractéristiques illustrées sur les figures 5.17-a et 5.17-b. Dans le cas d'une
polarisation linéaire, les fréquences caractéristiques sont constantes pour les
¢lectrons se propageant dans le sens opposé a 'impulsion laser. Cela signifie
que I'énergie cinétique de ces électrons est principalement due a la com-
posante longitudinale du moment de I'électron, p. .. Dans le cas d’'une po-
larisation circulaire (figure 5.17-a) les fréquences critiques du rayonnement
sont réparties sur un intervalle Af# plus restreint. En effet, dans ce cas,
nous avons p,. ~ Pye ce qui implique que le moment longitudinal est in-
férieur au moment transverse tel que pe | < V2p,. Comme @ est défini par
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Figure 5.17: Répartition des fréquences critiques associces a chaque électrons

rayonnant fonction de 6, a ¢ =t,;,,.. En carrés verts: plasma d’ions immobiles.

En cercles bleus: plasma de protons. (a)-(b): | =1Ag. (c¢)-(d): I =100 Ag.

(a)-(c): avec une impulsion laser polarisée circulairement. (b)-(d): avec une

impulsion laser polarisée linéairement.

| I!nelalrlé

cos(0) = %, il s’ensuit que A est plus faible, comme lillustre la
A/ PeytPe 2

figure 5.17-a : I'émission est essentiellement dans le plan perpendiculaire de

I’axe de propagation du laser.

Dans le cas d'une cible épaisse, nous avons vu que les effets collectifs
jouent un role important pour I'accélération électronique. Par conséquent,
le spectre du rayonnement est plus étendu, comme le montrent les figures
5.17-c et 5.17-d. Le champ de séparation de charges a tendance a étaler les
fréquences critiques vers les basses fréquences.

Bien que le champ électrostatique induit des fréquences critiques in-
férieures a celles du champ laser, nous constatons tout de méme dans le
cas de cibles épaisses la présence d’'un rayonnement hautement énergétique
tel que Awe > 107hwy. Cette part hautement énergétique du rayonnement
émis est due aux électrons ayant a la fois une impulsion longitudinale et un
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moment transverse importants. Ces électrons rayonnent dans 'onde laser
tout en étant accélérés dans le champ de séparation de charges. Dans le cas
d’une polarisation lin¢aire, moins d’énergie est stockée dans le champ électro-
statique E,. Par conséquent, U'influence de la masse des ions est beaucoup
moins flagrante comme 'attestent la figure 5.17-b dans le cas d’une cible
mince et la figure 5.17-d, dans le cas d’'un plasma épais.

A présent nous allons voir quels sont les effets propres de la masse des
ions induisant un changement sur le champ de séparation de charges et par
la suite sur le ravonnement émis.

5.6.2 Influence de la masse des ions

Dans le cas d’un plasma d’ions immobiles les électrons sont accélérés sur
une longueur relativement faible ~ 3-4 Ar, engendrant des changements de
trajectoire beaucoup plus brutaux que dans le cas d’'un plasma de protons.
Ceci a en effet des conséquences sur la nature du rayonnement émis, comme
le montre la figure 5.17-b. Elle présente les pulsations caractéristiques (nor-
malisées a la pulsation laser) de chaque électron rayonnant. Dans le cas
d’un plasma d’ions immobiles, le rayonnement est principalement constitué
de photons hautement énergétiques (10 MeV < Aw, < 100 MeV). De plus,
les photons hautement énergétiques sont majoritairement émis a des angles
6 > 90° montrant qu’ils proviennent d’électrons se propageant a rebours du
champ laser. Par ailleurs, les photons de plus basse énergie (dont I'énergie est

60°, comme le montre la figure 5.17-b. Dans le cas d’un plasma de protons,
la situation est différente. Le ravonnement est d’abord principalement émis
dans la direction de propagation du champ laser, ce qui est cohérent avec
ce qui a ¢té évoqué précédemment. Néanmoins, cet aspect est moins remar-
quable en polarisation linéaire. De plus, le rayonnement est principalement
composé de deux sources de photons; une source de rayonnement hautement
énergétique telle que 10 MeV < hwg. < 100 MeV et une autre source d’énergie
beaucoup plus faible telle que 1 keV < hAw,.. < 10 keV. La source du rayon-
nement trés intense provient d’électrons qui ont d’une part été accélérés par
le champ laser mais aussi par le champ de séparation de charges, de maniére
stochastique, ce qui tend & augmenter de maniére importante leurs énergies
cinétiques.

Quelle que soit I'épaisseur de la cible plasma, le rayonnement émis est plus
important dans le cas d'un plasma d’ions lourds, comme il a été remarqué
dans la section d’introduction 5.1 (voir figure 5.9).

Dans la partie précédente relative a l'accélération des électrons, nous
avions remarqué qu’un plasma d’ions immobiles génére des électrons en
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Figure 5.18: Distribution angulaire du rayonnement émis fonction de 6 a
t =tnax. En traits verts: plasma d’ions immobiles. En pointillés bleus:
plasma de protons. (a)-(b): [ =1Ag et (¢)-(d): [ =100Ag. (a)-(c¢): polarisa-
tion circulaire. (b)-(d): polarisation linéaire. Une impulsion gaussienne est
considérée.

moyenne moins énergétiques quun plasma de protons, pour toute épais-
seur de cible et toute polarisation considérées. Dans le cas d’ions lourds,
les électrons engendrant la majorité du rayonnement ont des moments lon-
gitudinaux négatifs accrus via 'augmentation du champ de séparation de
charges. Les ¢lectrons dans un plasma d’ions lourds sont davantage soumis
au champ de séparation de charges et par suite rayonnent davantage. Plus
précisément nous pouvons estimer le gain d’énergie supplémentaire di au
champ de séparation de charges E, de la maniére suivante:

% "fm,d
Ec AL

< Ve > (5.10)

Dans le cas d’une cible mince ce gain d’accélération est négligeable par
rapport a la contribution du champ laser. Dans le cas d’'un plasma d’ions
lourds ce facteur peut s’élever jusqu'a ~ 10ag. Pour des ions immobiles,
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le champ E, contribue davantage a engendrer des électrons ayant un mou-
vement quasi-longitudinal, vers le champ laser, tels que pe ;>>pey €t peas <
0. Ces électrons fortement énergétiques, par leur mouvement, son fortement
soumis aux pertes radiatives. En d’autres termes, le champ E, contribue a
rendre ces ¢lectrons plus émissifs qu’a les accélérer. Les ¢lectrons effectuent
des va-et-vient suivant 'axe x, sur une distance proche de [,,4, comme il a
6té vu en section (5.2). Dans le cas d'un plasma de protons, la situation
est différente en raison du fait que 'amplitude du champ électrostatique est
bien inférieure au champ laser. Les électrons sont alors moins assujettis au
potentiel coulombien, ce qui implique que leur mouvement soit en majorité
dans la méme direction que celle du champ laser. Ces ¢électrons rayonnent
faiblement. L’énergie du champ laser, ainsi que celle provenant de E, est
alors principalement convertie en énergie cinétique. Cela explique pourquoi
dans le cas d’un plasma d’ions immobiles, les électrons chauds sont moins
énergétiques par rapport a un plasma de protons. Inversement on obtient
davantage de rayvonnement dans le cas d’un plasma d’ions immobiles, comme
il a pu étre constaté sur la figure 5.16.

La figure 5.18 montre la distribution angulaire du rayonnement émis
par rapport a I'angle 6 défini par rapport a Uaxe de propagation de 'onde
laser. La polarisation influe nettement sur la distribution angulaire du ray-
onnement émis. Dans le cas d’une polarisation linéaire, le rayonnement
provient d’é¢lectrons se propageant a rebours du champ laser. Cette forte
anisotropie est d’autant plus prononcée que la masse des ions est impor-
tante. Dans le cadre d’une cible mince (figure 5.4-b), 10% du rayonnement
provient d’¢lectrons avant un important moment longitudinal par rapport a
leur moment transverse, tel que @ ~ 180°. Dans le cas d’un plasma d’ions
légers la contribution des électrons se propageant dans la direction de propa-
gation du champ laser est davantage significative. La distribution angulaire
est davantage isotrope. Lorsqu’une cible épaisse est considérée (figure 5.4-d)
le champ de séparation de charge influe sur la distribution, en raison de son
amplitude, de méme ordre de grandeur que celle du champ laser. A la dif-
férence d'une cible mince, davantage de rayonnement est émis du fait d’un
plus grand champ de séparation de charges. Environ cing fois plus de ray-
onnement est en effet généré quelle que soit U'espéce ionique considérée. La
majorité du rayonnement est toujours due aux électrons se propageant en
sens inverse du champ laser.

Dans le cas d’une polarisation circulaire, la figure (5.18)-a met en évidence
de grandes différences entre la distribution angulaire du rayonnement genéré
par une cible mince et celui provenant d’une cible épaisse (figure 5.18-¢). En
effet, dans le cas d’une cible mince, la distribution angulaire est fortement
anisotrope. La majorité du rayonnement est émise sur un intervalle de 'ordre
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de 30°, légérement plus piqué dans le cas d’ions immobiles, comme l'illustre
la figure 5.18-a. Dans le cadre d’'une cible épaisse le champ de séparation de
charge a une influence plus importante qu’en polarisation lin¢aire en raison
de la diminution du chauffage électronique. Dans ce cas, nous constatons
une forte différence entre le rayonnement émis par un plasma d’ions légers et
celui genéré par un plasma d’ions lourds comme le montre la figure 5.18-c.
Dans le cas d’un plasma de protons, I'émission est principalement dirigée
vers z, (direction de propagation du champ laser) alors que c¢’est le contraire
pour un plasma d’ions immobiles. Cet aspect évoqué dans la partie relative
aux caractéristiques fondamentales 5.1 est di a 'amplitude du champ de
séparation de charges qui se révele étre beaucoup plus importante dans le
‘as d'un plasma d’ions immobiles car dans ce cas, 'absorption ionique 7; est
nulle. Il s’ensuit que davantage d’électrons sont ramenés vers les ions par
cette force de rappel. Dans le cas d'un plasma d’ions légers, le rayonnement
est émis dans la zone d’interaction entre le front de 'impulsion laser et le
plasma, zone qui engendrera un choc produisant le régime piston comme il a
été évoqué en section 4.5.

Afin de confirmer la validité de notre approche classique, les résultats
précédents ont été comparé avec le code PIC CALDER basé sur une méth-
ode Monte-Carlo incorporant une approche d’électrodynamique quantique
implémentée par M. Lobet |Lobet et al. 2013]. La comparaison entre cette
approche et celle évoqué au Chapitre 3 est effectuée dans les cas d’une po-
larisation circulaire et d’une polarisation linéaire. Deux épaisseurs de cible
de 1Az et 100X sont considérées, avec les mémes paramétres laser, a savoir
une impulsion gaussienne ayant un pic d’intensité de 1.1 x 102W /cm? et une
durée de 14Ty. Les autres paramétres restent inchangés. Comme montré en
figure 5.13, les simulations avec les deux codes, PICLS et CALDER, donnent
de trés similaires résultats pour les paramétres laser et plasma considérés,
ce qui confirme que le traitement classique est appropri¢ dans ce régime
d’interaction. L’évolution temporelle du pourcentage d’électrons ayant un
paramétre quantique, ye, allant jusqu’a 0.1 et 0.2 est montrée en figure 5.19.

Les électrons ayant un important paramétre quantique, y., sont concen-
trés a linterface laser-plasma, ou le champ de séparation de charges est sig-
nificatif et ou les particules sont fortement accélérées vers 'avant de la cible,
par la force pondéromotrice du champ laser. Par conséquent, le pourcentage
d’électrons présentant des hautes valeurs pour y. est plus important dans le
:as de cibles fines et décroit par effet de dilution avec des plasmas plus épais.
Pour des cibles fines (I ~ 1\p), les électrons sont accélérés par la pression de
radiation du champ laser impliquant qu'une partie notoire de ceux-ci peut
atteindre des valeurs de y, importantes proches de 0.1. Néanmoins seulement
une tres petite quantité d’électrons peut atteindre des valeurs de . allant
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Figure 5.19: Pourcentage d’é¢lectrons avant le parameétre quantique y. >
0.1 et xe > 0.2 en fonction du temps, calculé par une approche
d’électrodynamique quantique présentée en référence |Lobet et al. 2013|. En
traits pleins verts, plasma d’ions immobiles; en tirets bleus, plasma de pro-
tons. (a),(b):l = 1AL, (c¢),(d): I = 100Ag. (a),(c): polarisation circulaire.
(b),(d): polarisation linéaire.

jusqu’a 0.2. Pour des cibles épaisses (I ~ 100Ag), la proportion d’électrons
ayant un parameétre quantique y, élevé est diluée par les électrons de basse
énergie. Quelques pourcents d’électrons ont un y, atteignant 0.1. Ce pour-
centage est fortement diminué¢ pour les électrons ayant un . allant jusqu’a
0.2. Par conséquent, 'approche classique pour étre utilisée quelque soit les
paramétres laser et plasma considérés, pour une intensité de ~ 102 W /cm?.
Ceci est en bon accord avec de précédentes reportées dans les références
|Bell and Kirk 2008| and |Ridgers et al. 2013|. Le nombre d’électrons tres
énergétiques dépend aussi de la masse des ions. Plus la masse des ions est
importante, plus la population d’électrons ayant un parameétre quantique .
significatif est notoire.
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5.7 Diagnostic pour la mise en évidence de I'influence
de la masse des ions sur le rayonnement
synchrotron

Pour terminer ce chapitre consacré a I'influence du champ de séparation de
charges sur le rayonnement synchrotron et 'absorption laser, nous reprenons
la figure 5.1 illustrant I'énergie rayonnée en fonction du temps pour 3 types
de plasmas caractérisés par différentes espéces ioniques.
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Figure 5.20: Energie rayonnée 7, en fonction du temps dans le cas d’un
plasma épais d’ions et d’électrons. En trait vert: plasma d’ions immobiles.
En pointillés oranges: plasma de deutérons. En pointillés et tirets bleus:
plasma de protons. ag = 200 et ney = 10n.. La durée de I'impulsion laser est

de 14 T7.

Le but de cette section est de montrer clairement qu’il est possible de
diagnostiquer leffet de la masse des ions sur le rayonnement synchrotron.
Cependant la figure 5.1 montre la dépendance de l'efficacité de I'émission
en fonction du temps. Or les diagnostics expérimentaux donnent souvent
acces a des parameétres intégrés en temps. La discussion du comportement
temporel de I'intensité ravonnée n’est donc pas suffisante d’'un point de vue
expérimental.

Comme il est montré sur la figure 5.20, I'énergie maximale rayonnée est
atteinte & environ 60 T, quelle que soit la masse des ions considérée. Dans le
cas d'un plasma d’électrons et de protons, 30% de I'énergie laser est convertie
en rayonnement hautement énergétique. Cette quantité augmente de plus de
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50% dans le cas d’un plasma d’¢lectrons et de deutérons. Enfin dans le cas
d’ions immobiles, 'énergie rayonnée 7, constitue plus de 80% de P'énergie
laser. Bien que la notion d’ions immobiles soit relativement académique,
il n'est pas insensé¢ de considérer ce type d’ions. L’écart de la quantité de
ravonnement pour chaque type de plasma est clairement identifiable et par
conséquent pourrait étre observé expérimentalement. Néanmoins, il faudrait
s’assurer que Z/m; tend vers 0, ce qui n’est pas évident compte tenu de
IYionisation du plasma et du rayonnement Bremsstrahlung. Un probléme
est la réalisation d'un plasma dense d’hyvdrogéne cryogénique. L’idée est
en effet de comparer le ravonnement dans des plasmas de méme densité
electronique (afin d’assurer un méme chauffage électronique), mais de Z/m;
différent. Pour la réalisation d’ions immobiles, il est opportun de considérer
dans U'experience des ions lourds faiblement ionisés (1 électron libre par ion)
afin que la charge de chaque ion considéré, soit la méme, égale a 1. Un
plasma d’ions lourds fortement ionisé, engendrerait des processus d’ionisation
et de physique atomique qui ne sont absolument pas pris en compte dans
cette étude relative a I'influence de la masse des ions sur le rayonnement
synchrotron.

5.8 Conclusion

Ce chapitre a été consacré aux effets collectifs sur le rayonnement synchrotron
et 'absorption laser. L’'importance des effets collectifs dépend de 'ordre de
grandeur de 'amplitude du champ de séparation de charges par rapport a
celle du champ laser. Cette amplitude dépend fortement de la masse des
ions et de I'épaisseur de la cible. En conséquence, les effets collectifs ont une
influence maximale dans un plasma épais (régime hole-boring) avec des ions
lourds. La mise au jour de cet effet constitue un résultat nouveau. L’influence
de la masse des ions sur la génération du rayonnement synchrotron, émis
par les ¢lectrons relativistes accélérés avait toujours été négligée. Les effets
collectifs ont notamment la particularité d’étirer de maniére temporelle le
ravonnement ¢émis. Le champ de séparation de charges constitue un moteur
d’accélération important et par conséquent augmente la quantité de rayon-
nement émis. Dans le cas d'une cible mince ou 'amplitude du champ de
séparation de charges est beaucoup plus faible que celle du champ laser la
rétro-action est quasiment inexistante. Typiquement 'enveloppe temporelle
de I'intensité rayonnée est proche du profil temporel de I'impulsion laser con-
sidérée. Dans le cas d’'un plasma infini composé d’électrons et d’ions lourd,
la majorité de I'énergie laser est convertie en rayonnement dans le domaine
des x durs et des rayons gamma. Cette démonstration du role potentielle-
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ment important du champ de séparation de charges sur la dynamique peut
se révéler intéressante et opportune dans le but d’obtenir des sources de
ravonnement intense. Enfin, ce chapitre s’est terminé en mentionnant la
possibilité d’observer cet effet de maniére expérimentale en diagnostiquant
I’énergie rayonnée, pour différents plasma composés chacun d'une espéce io-
nique distincte. Ceci est un défi car il faudra garder un profil de densité
electronique semblable, afin d’avoir un chauffage électronique similaire, tout
en ayant un Z/m; différent.



Chapter 6

Conclusions

L’objectif de cette thése était de comprendre la dyvnamique d’'un plasma non
collisionnel soumis & une impulsion laser ultra-intense. Nombreuses sont les
applications qui découlent de cette physique comme l'accélération d’ions,
et d’¢lectrons, la génération de rayonnement énergétique pour la radiogra-
phie. Cette physique est caractérisée principalement par le couplage entre
processus collectifs et radiatifs. Celle-ci affecte fortement le mouvement des
¢lectrons accélérés ainsi que le rayonnement hautement énergétique qu’ils
émettent. Dans cette thése j’ai pu mettre en évidence et étudier en détail
dans le cadre de différents régimes d’interaction, les effets des pertes par ray-
onnement sur la dvnamique des ¢électrons, des ions et des photons générés
par les ¢lectrons accéléres.

Dans le chapitre 2, nous avons rappelé les bases principales concernant
la dynamique d’un électron soumis a de forts champs électromagnétiques.
Dans une premiére partie, j'ai ¢voqué les propriétés du rayvonnement émis
par I'électron, qui servent de base pour la modélisation numérique du spec-
tre des photons ainsi que pour les ¢tudes physiques sous-jacentes effectuées
durant cette thése. Ensuite, j'ai présenté un état de U'art des différentes ap-
proches théoriques permettant de prendre en compte la force de la réaction
du rayonnement (“auto-force”) dans I'équation du mouvement de 1'électron.
[l s’en est suivi une explication du modéle de Sokolov, utilisé pour les études
présentées dans cette thése. Ce modéle bien que trés proche du modéle de
Landau-Lifshitz a tout de méme de nombreux avantages tant sur le plan
théorique que numérique. C’est une renormalisation exacte de I'équation de
Lorentz-Abraham-Dirac, basée sur la conservation du quadrivecteur énergie-
impulsion de I’électron. Ce modéle a notamment ’avantage d’étre extensible
aux processus physiques faiblement quantiques (. ~ 1) tout en gardant un
formalisme classique pour I'équation du mouvement de I'électron. Enfin les
équations de Sokolov se révelent plus compactes, avantage non négligeable
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pour 'implémentation de la force due a la réaction du rayonnement dans un
code PIC. Ce chapitre finit par deux applications, a savoir le mouvement
d’'un électron dans une onde plane et celui dans un champ magnétique con-
stant. Dans le cas de la premiére étude, j'ai pu mettre en évidence les lois
de conservation entre les composantes de la quantité de mouvement et les
composantes du quadrivecteur A*(w,k) relic au champ électromagnétique
auquel I'électron est soumis. L’électron peut ainsi gagner de I'énergie tout
en rayonnant. Cette constatation est en adéquation avec le fait qu'une par-
ticule peut gagner de I'énergie tout en étant soumise a une force dissipative.
La répartition de la quantité de mouvement recue par I'électron suivant ses
composantes paralléle et perpendiculaire (au vecteur d’onde) est fortement
modifiée par la réaction du rayonnement. Ces effets dépendent fortement de
la polarisation de 'onde plane. Dans le cas d’'un champ magnétique constant,
un des aspects remarquables est que les pertes par ravonnement induisent au
cours du temps une diminution du rayon de Larmor de I’¢lectron. Des résul-
tats préalablement obtenus ont pu confirmer les résultats et interprétations
qui ont été déduites lors de ces deux études académiques.

La deuxiéme partie du chapitre 2 fut dévolue a la considération d’une ap-
proche cinétique pour les populations d’électrons, d’ions et de photons com-
posant le plasma. Les équations cinétiques pour les électrons et les photons
émis par les électrons ont été obtenues. La force induite par la réaction du
rayonnement est une force non conservative, introduisant un terme menant
a la contraction du volume de l'espace des phases des ¢lectrons. Ce terme
de perte pour les ¢lectrons est lié aussi a un terme source pour la population
de photons hautement énergétiques. L’énergie totale des électrons n’est plus
conservée. Il est par conséquent nécessaire de considérer la population de
photons de maniére cinétique afin de garantir la conservation de I'énergie
du systéme ¢électron-photon. Les pertes par rayonnement n’affectent pas
I’équation cinétique de transport des ions, en raison de leur forte inertie par
rapport aux électrons. En raison du temps de réponse faible des ions il est
nécessaire de considérer aussi une perturbation d f; pour la fonction de distri-
bution des ions. De plus, dans ces types de régimes d'importants processus
non linéaires peuvent se produire sur des échelles de temps inférieures a la
période laser. Ce chapitre se termine par 'analyse des limites de I'approche
classique, avec le paramétre xe, rendant compte de I'importance des effets
quantiques. Dans le cadre de processus impliquant de faibles effets quan-
tiques le modéle de Sokolov permet d’en tenir compte tout en gardant une
approche classique pour le formalisme de la dvnamique des électrons. Une
bréve description de quelques processus quantiques de base a été faite.

Dans le Chapitre 3 a été consacré a 'approche numérique. Il constitue
le lien entre les études théoriques et les applications physiques ou des résul-
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tats de simulations numériques ont permis d’illustrer et de comprendre de
tels phénomeénes physiques. J’ai d’abord introduit les bases essentielles d'un
code PIC, outil adéquat pour étudier des processus physiques engendrant de
forts champs électromagnétiques par I'interaction d’une impulsion laser sur
un plasma. Limplémentation de la force due a la réaction du rayonnement
a ¢té évoquee, ainsi que le calcul du spectre des photons générés par les élec-
trons relativistes accélérés. Des contraintes ont été déduites sur le pas de
temps afin de garantir une description précise du rayonnement synchrotron
incohérent. Des cas tests confrontant des résultats obtenus via notre code
avec des résultats publiés récemment dans la littérature, ont validé la mod-
¢lisation des pertes par rayonnement.

Le Chapitre 4 j’ai présenté les résultats des études physiques, développées
au cours de cette theése. Il est consacré a I'effet des pertes par rayonnement
dans l'interaction laser-plasma ultra-relativiste. D’abord un état de l'art
a ¢té fait sur les différents régimes d’interaction, servant de base pour les
¢tudes physiques ultra-relativistes effectuées par la suite. Les régimes de
transparence induite et piston (cible épaisse) ont en effet été évoqués ainsi
que le régime "light-sail" (cible fine et opaque). Dans le cas des régimes
d’accélération hole-boring (ou régime du piston) et “light-sail” la structure
propre a ces régimes d’interaction a pour conséquence de rendre négligea-
ble I'influence d rayonnement sur la dynamique du plasma, notament sur
I’accélération des ions. Dans une deuxiéme section, nous avons illustré I'impor-
tance des pertes par rayonnement a ultra-haute intensité laser. Nous avons
alculé energie rayonnée lors de l'interaction d’une implusion laser ultra-
intense avec un plasma surdense. A dela de 10?2 W/cm?, le rayonnement
présente une influence notable sur le rayonnement émis et par conséquent
sur la dynamique des ¢lectrons. Un autre résultat important est que les ions
sont affectés de maniére implicite par les pertes par rayonnement (en raison
de leur forte inertie), via le champ électrostatique.

Dans une troisiéme partie, nous nous sommes interessés a l'interaction
d’une impulsion laser ultra-intense avec une cible mince. L’objectif était de
garder des parameétres laser et plasma proches du régime “light-sail”. Nous
avons dés lors consideré des paramétres tels que la cible ne soit pas 100%
opaque au champ laser. Ainsi, la cible est chauffée en volume a la différence
du régime d’accélération “light-sail” ou celle-ci est chauffée en surface. Par
conséquent, les pertes radiatives électroniques sont importantes et induisent
une compression du paquet d’électrons donnant un champ électrostatique
plus régulier. De plus, une fraction de I'impulsion laser traverse la cible et
emporte avec elle quelques électrons (~ 1% de la population électronique).
Ceci engendre un champ électrostatique permettant d’accélerer davantage
les ions en face arriére de la cible. Dans ce cas les pertes par rayonnement
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meénent & une augmentation de 20% de I’énergie du paquet d’ions hautement
énergetique, jusqu’'a 900 MeV.

La partie de ce chapitre a été bascée sur la méme méthode que la troisiéme
partie, en se basant cette fois ci sur un plasma épais et légerement surdense
(nep = 10n.). Nous avons montré que les pertes radiatives électroniques me-
nent a une transition entre le régime de transparence insuite et le régime
du piston. Cette transition s’effectue au bout de quelques dizaines de péri-
odes laser. Pendant cette durée le champ laser interagit fortement avec les
¢lectrons qui émettent de surcroit un rayvonnement hautement énergetique.
Ces pertes radiatives contribuent a refroidir la population électronique et
de fait, & generer une structure de choc plus stable ayant pour conséquence
de réflechir les ions entrant en interaction avec le choc. Par suite le régime
d’interaction devient le régime du piston. Nous avons pu ainsi estimer la
vitesse du piston en prenant en compte le rayonnement.

En résumé, 'effet du rayonnement sur I'accélération des ions dépend forte-
ment des paramétres plasma considérés (épaisseur du plasma, densité élec-
tronique). Dans le cas d’effet collectifs négligeables (£ < 1) I'accélération
dépend fortement de la densité électronique. Une densité importante engen-
drera d’autant plus de pertes radiatives électroniques constituant par la suite
une diminution de accélération des ions d’antant plus accrue. Lorsque € ~ 1
les pertes par ravonnement peuvent induire un gain d’accélération dans le cas
d’une cible mince est (en partie) transparente. Le chauffage en volume de la
cible induit de fortes pertes radiatives électroniques, ce qui pour principale
conséquence de comprimer davantage le paquet d’¢lectron de la cible. Ceci
engendre un champ électrostatique plus régulier et important en amplitude,
augmentant ainsi 'accélération des ions. Dans le cas d’une cible épaisse, les
pertes par ravonnement tendent a diminuer ’accélération des ions en raison
de la diminution de la pression de radiation dont une fraction a été convertie
en rayonnement hautement énergétique. Enfin, lorsque € > 1, les pertes
par rayonnement n’ont pas d’influence sur la dynamique des particules du
plasma. Les régimes d’accélération “light-sail” et hole-boring (ou piston) se
placent dans ce type de régime d’interaction. Dans ce cas une structure bien
particuliére est crée résultant d’un équilibre entre la pression de radiation et
la pression ¢lectrostatique. Par conséquent, les particules du plasma dont les
¢lectrons interagissent peu avec le champ laser ce qui implique un effet des
pertes radiatives négligeable sur la dynamique des ¢lectrons et de surcroit,
sur 'accélérations des ions.

Dans une derniére partie, I'interaction d’un faisceau d’é¢lectrons se propa-
geant a rebours de 'impulsion laser est considérée. Un temps caractéristique
de la dynamique du faisceau a pu étre mis en évidence, correspondant a la
durée pendant laquelle, une fois réfléchi, le faisceau d’électrons se propage
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dans le méme sens que 'impulsion laser, dépendant fortement du profil tem-
porel laser. Bien que ce temps caractéristique se révele étre pertinent d’'un
point de vue fondamental, il ne pourra étre observé avec des diagnostics ré-
solus en temps. C’est pourquoi nous avons terminé cette partie en illustrant
’effet des pertes par ravonnement sur I’énergie ravonnée par unité de surface
et la fluence du faisceau d’électrons. La fluence du faisceau d’électrons est
divisée par un facteur cing apreés I'interaction avec I'impulsion laser. Lorsque
la réaction du rayonnement n’est pas prise en compte, la perte en ¢nergie
du faisceau d’électrons aprés l'interaction est négligeable par rapport a son
énergie initiale. La quantité d’énergie de rayonnement est divisée par un
facteur quatre par rapport au cas ou la réaction du rayonnement n’est pas
considérée. Ces ordres de grandeurs pourraient quant a eux étre sujets a des
ralidations expérimentales.

Le chapitre 5, dernier de cette thése, est consacré a 'effet de rétro action
des effets collectifs sur le ravonnement synchrotron et ’'absorption laser. C’est
un résultat nouveau se produisant pour des intensités laser supérieures a 1022
W /em? et qui est remarquable pour des plasmas faiblement surdenses (typ-
iquement, n, = 10n.), ot une forte quantité de rayonnement est générée en
raison de la forte interaction ayant lieu entre I'impulsion laser et les électrons
du plasma. L’importance de ces effets collectifs dépend de 'amplitude du
champ de séparation de charges. J’ai montré que non seulement I'épaisseur
de la cible influe sur 'amplitude du champ de séparation de charges mais
aussi la masse des ions. C’est un résultat nouveau au sens que la dynamique
des ions était considérée comme négligeable pour la génération du rayon-
nement synchrotron. Un paramétre essentiel a été mis en évidence, &y,
correspondant au temps au bout duquel la puissance rayonnée est maxi-
male. Lorsque 'amplitude du champ de séparation de charges est négligea-
ble par rapport a 'amplitude du champ laser (plasma mince d’ions légers
par exemple), le paramétre t,,,, est égal au temps de montée de 'impulsion
gaussienne associée au profil temporel du champ laser. Ce paramétre dépend
fortement des conditions d’interaction et de 'importance des effets collectifs.
Lorsque les effets collectifs sont importants, le paramétre t,,,, est aussi lié¢ au
temps de formation du champ de séparation de charges, supérieur a la durée
de I'impulsion laser dans les cas considérés. Ce chapitre s’est terminé par
Iillustration de la forte corrélation entre le parameétre Y., rendant compte
de I'importance des effets quantiques, et 'amplitude du champ de sépara-
tion de charges. Les effets quantiques semblent plus importants dans le cas
d’interactions ou les effets collectifs ne sont pas négligeables par rapport aux
effets pondéromoteurs, ce qui n’est guére surprenant.

Les perspectives de ce travail de théses sont nombreuses. Elles peuvent étre
réparties en deux catégories. D’abord, comme nous 'avons vu, les régimes
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étudiés durant cette thése se caractérisent par I'importance de la réaction
du rayonnement sur la dynamique du plasma. Ces régimes classiques sont a
la frontiére de régimes ou les effets quantiques deviennent importants. c’est
pourquoi dans le cas d’'intensités plus élevées il sera opportun d’avoir une
approche quantique pour la dyvnamique des ¢lectrons et des photons émis via
des probabilités d'interaction. Pour ces régimes tels que x. > 1 la popula-
tion de photons rayonnée doit étre considérée comme une population & part
enticre, traitée numériquement comme les électrons et les ions. D'un point
de vue théorique, les équations cinétiques des particules constituent une base
solide pour de nombreuses applications théoriques comme la dérivation de
la force pondéromotrice ou encore, I'é¢tude de l'influence de la réaction du
rayonnement sur les ondes longitudinales.

De plus, la mise en évidence expérimentale d’effets prédits de facon théo-
rique sera dans un futur proche réalisable. Il sera possible de mettre en
évidence la réaction du rayonnement sur la dvnamique des particules. Un
moyven qui permettrait de mettre évidence cela, consisterait a étudier la quan-
tité de rayonnement émis, ainsi que la modification de I'énergie cinétique d'un
faisceau d’électrons interagissant avec une impulsion laser ultra-intense. Par
ailleurs d’autres effets pourraient étre mis en lumiére de fagon expérimen-
tale. L’observation de I'influence de la masse des ions sur le rayonnement
synchrotron est tout a fait envisageable et permettrait la confirmation d’un
phénoméne nouveau et souvent négligé dans les ¢tudes théoriques a ultra-
hautes intensités.



Chapter 7

Annexes

7.1 Notion de quadrivecteur

Un événement physique peut étre localisé par ses coordonnées spatio-temporelles
(ct,z,y, z). Les composantes de ce vecteur se notent: z# ot pe{l,2,3,4}:

otV =ct, 2=z, 2" =y, 2P =2, (7.1)

Le carré de la norme du quadrivecteur z# est défini par:
2? = (2°)2 — (2))? — (%) — (a*)2 (7.2)
De facon générale, les transformations de Lorentz d’un quadrivecteur A*

dans un référentiel R se déplacant avec la vitesse V selon 'axe x par rapport
au référentiel R, sont définis de la maniére suivante:

0_ 1 0, V71 1 _ 1 1,V A0
A= (1-V2/c2)/2 [A + ?A } ! Al = (1-V2/c2)1/2 [A + ?A } ’
A2 = A2 AB= A3 (7.3)
Le facteur relativiste correspondant sera noté comme 7 = —-=—=. Le

2\ 172
| - . (&)
carré du quadrivecteur est invariant. Il est défini de maniére similaire par
la formule (7.2). Il convient de noter, quil y a deux facons de définir un
quadrivecteur:

e contravariant: utilisation de la base de référence. Les indices sont en
exposant, tel que A*

e covariant: utilisation de la base duale de référence. Les indices sont en
indice inférieur, tel que A,

197
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Par exemple lors d'un changement de base utilisant la matrice A, le
changement des coordonnées covariantes se fait par I'utilisation de la méme
matrice A alors que les coordonnées contravariantes sont changées en utilisant
la matrice A7, transposée de la matrice inverse.

Nous utilisons le systéme d’unités international avec la métrique de Minkowski
notée " dont la signature est (+, —, —, —), c’est a dire,

1 0 0 0
, |0 =1 0 o0
=10 0 -1 o0

00 0 —1

Elle définit la géomeétrie de Pespace-temps utilisée. Physiquement, c’est un
espace euclidien (courbure nulle), puisque nous travaillons uniquement dans
le cas de la relativité restreinte. Toutes les grandeurs notées avec un prime
font référence a des grandeurs calculées dans le référentiel propre de I'électron.
La métrique permet en fait de transformer un quadrivecteur défini de maniére
covariante en un quadrivecteur défini de maniére contravariante et vice versa:

A=A, Ay =nuA” (7.4)

Etant donné la forme simple de la métrique considérée (7.1), la coor-
donnée temporelle reste inchangée alors que les coordonnées spatiales sont
oppostes:

o 0 _ -
A _(A,A), A, = (Ao, —A). (7.5)
Enfin il est dés lors possible de définir la norme d’'un quadrivecteur de l:

maniére suivante:

A2 = A4, = A A = APAY = P AL A, = (AO)— (A1) (A7) (4°)?
(7.6)

7.2 Electron dans une onde plane: éléments
techniques

Dans cette annexe, nous détaillons les aspects techniques ayant conduit a la
résolution des équations de Sokolov dans le cas d'une onde plane interagissant
avec un ¢lectron dans le vide, propres a la section 2.3.4.

On travaille dans la jauge de Lorentz impliquant:

0AM(¢) _ 0A%(¢)
OxH or

cV.A() =0 (

=l
=1
R
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L’expression générale du quadrivecteur potentiel d’une onde plane de po-
larisation arbitraire s’écrit:

MeC

A4(9) = A4(@) = (0,0,017=%1(¢), a2

MeC

42(9)) (78)

€
Rem arques:

e Du fait des propriétés d’une onde plane électromagnétique, les quadrivecteurs
a} et a sont perpendiculaire entres eux, ainsi qu’au quadrivecteur n*.

e )1 et 1, sont des fonctions scalaires dépendantes de la phase ¢
Les fonctions scalaires (@) et ¥3(¢) sont définies de la maniére suivante:
P1(¢) = sin(¢), 1(¢) = cos(¢) (7.9)

a] = ag = ao/\/§ dans le cas d’une polarisation circulaire (7.10)

a; = ag et ag = 0 dans le cas d'une polarisation lin¢aire  (7.11)
Nous introduisons la quantité ¢ définie telle que:

¢ = ntaf —n”dff (7.12)

(7.13)

tromagnétique peut étre exprimé via le potentiel vecteur:

o 0
OB -

e A%(9)

Oz,

Celui ci peut s’exprimer en fonction de € et des fonctions scalaires ¢,. En
o

utilisant les expressions (7.8) et (7.12) nous obtenons Iexpression suivante
pour le tenseur électromagnétique:

,uva

0
F™(¢) =G 5% 7

aqs%(‘i’) (7.14)

Ui(9) + G
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Dorénavant, la dérivée partielle sera notée telle que B%g((;ﬁ»)z g!(q&) ou g(9)
est une fonction dépendant de ¢.

L’idée clé pour la résolution de ce probléme est de se placer dans le référen-
tiel de 'onde et d’exprimer toutes les quantités en fonction de la variable ¢,
phase de I'onde, nous obtenons la relation liant le temps propre de I’¢lectron,

‘77 a la phase de I'onde:
dr dqﬁ») -t 1
— == - 7.15

7 (7) ~ww )

Avec les pr()pri(‘t(‘% évoquées précédemment, nous pouvons expliciter le

terme f? = ( ) (FHpy) (Fusp?®). Nous avons:

—€
i = Z2pmp, = —eFy,

€

En utilisant les relations (7.14) et (7.12), nous pouvons aisément obtenir:
(F"%va) (Fuﬁvﬁ) =
[41(6) (" agve — d (n0)) + ¥4,(9) (nagve — (nw)af)| x
[41(8) (muar, 0™ — a1, ,(m0)) + 95(9) (s, v — (m0)as, ) |

Nous obtenons les résultats sulvants:

o w;(qs)( (mo) X 93(6) (nuaj, av®)=0 car nu(f"=0
. w;((;ﬁ») (n“aj?‘va) X w;((;ﬁ) (—aj, u(nv))=0 car nMC” -----
o (@) (~a(nv)) X ¥}(9) (~a;, u(nw))= [¢]" a2 (n0)?
Finalement, nous obtenons:
(PP (Fuso®) = [1(0)] o (o) + [04(8)] @ (n0)®  (7.26)

En utilisant les relations (2.110),(7.15) et (7.16), le temps propre de
I'électron 7 satisfait 'équation suivante, fonction de ¢

|y as (o)
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C’est la relation entre le temps propre de I’électron et la phase de 'onde.
L’étape suivante va étre d’exprimer I'équation du mouvement de 1’¢lectron
dans le référentiel de 'onde. Nous pouvons obtenir 'expression générale de
p=(nv(¢)) comme une fonction de ¢, telle que:

Po ~

Le paramétre pp=(nvg) = wyy (1 — B.n) est le facteur de Doppler . Finale-
ment nous en déduisons Uexpression de h(¢) en intégrant 'équation (7.17)
sur intervalle [¢g; @]:

h(é) =1+ pome [, dp | (1) " 0} + (43(0)) a3] | (7.29)

A présent, nous écrivons l'équation du moment de l'¢lectron dans le
référentiel de 'onde en utilisant la transformation suivante:

d _ddr dh(9)
¢~ drdp — dr po

(7.20)

I’équation d’évolution du moment de I’¢lectron s’écrit de la maniére suivante,
dans le référentiel de 'onde:

= b | (et + ¢7ui) 5+ (G0 + 05) (Ghomt + Cavats) 5°

W
dit au moment de recul provoqué par les photons rayonnés

—Tr—— |ay |P1(d)| +ay |Py(d)] | (7.21)
Po
Nous avons considéré le terme v* dans 'équation du moment afin de
pouvoir projeter le dernier terme sur n¥. En effet, en utilisant I'équation.
(7.16), le dernier terme dépend de (nv)*v*. En multipliant ce dernier terme
par h(¢) = 5"(% nous obtenons bien le quadrivecteur n*:

(nv)?v*h(d) = nv,pev* ~ pont (7.22)

Le terme di au moment de recul provoqué par les photons rayonnés par
I’¢lectron durant 'accélération appliqué au tenseur électromagnétique est
identiquement nul dans le cadre d’une onde plane. Cela se montre sim-

1 fag st - .
plement en utilisant les propriétés orthogonales définies en (7.2). Toutefois
nous verrons que ce terme joue un role non négligeable pour la trajectoire de
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I’électron. Il convient aussi de remarquer que dans le modéle de Sokolov, le
arré du quadrivecteur vitesse v# n’est pas strictement égal a ¢ du fait que le

m2c?. Il n'est pas possible d’avoir le carré de chacun de ces quadrivecteurs
conserve. Toutefois, il est possible de montrer que le carré du quadrivecteur
vitesse est pratiquement égale a ¢ dans le cadre de régimes classiques et
faiblement quantiques (2.89). Le paramétre . est supposé petit par rapport
a 'unité dans les études presentées dans ce manuscrit. Il sera plus ample-
ment présenté et développé dans le manuscrit. Il est par conséquent tout a
fait raisonnable de considérer que v?~c?. En intégrant sur I'intervalle [¢o; @]
I'équation (7.21), nous obtenons I'équation suivante:

[}
I _ 1 h(gﬂ) pr ! pv g’ ~
vH(¢) = m vy +¢/d4’? ( 1 b (p) + & %(Gﬁ’)) Uy

T

@
5 J doh(9) |a2 [41(0)] +a2 [v(0)] |

Il en découle un systéme linéaire du premier ordre dont les coefficients
dépendent de la variable d’intégration. Du fait des propriétés sur 'onde
plane (voir(7.2)), il est possible aprés une itération sur le quadrivecteur v,
d’obtenir I'équation suivante:

@
#(0) = s+ [ g™ (i) + 0300 o

@0
1] 2 ’
e J adph(p)? |a} [vi(0)| +ad [wi(e)]| | +
@ 5 2
s J deh(p) |t [41(0)] +ad [h0)] |

Le dernier terme de I'équation précédente se calcule facilement en remar-
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quant que h'(¢)= po7r [ai’ [ 1(¢5)]2 + a3 [1!)’2((;5)]2] Il vient que:

h(@) ot [a [vio)] "+t [t | = PO/ dehle

[h2(¢’>) —1]

2 Po

7.3 Emission rayonnée par un plasma ultra-relativiste:
éléments techniques

Cette annexe est consacrée a la démonstration du terme responsable de
I’émission du rayonnement et terme source dans I’'équation de transport ciné-
tique des photons, traité en section 2.4.2. Cette puissance rayonnée par unité
de volume, notée W, s’écrit de la maniére suivante:

W, = A(a,t) fq{;’ (1 —cos®(¥)B?2) fedpe (7.23)

R
Y = (ve; E) et ¢ € [0, 27] (7.24)
avec,

A(O.’, t) = (Ter )wLmECQGSQ‘ (O_’? t)
a=FE,/E,

g(t)+a? dans le cas d’une polarisation linéaire
gla,t) = ¢ 2 xg(t) +a? dans le cas d’une polarisation circulaire
g(t) est le profil temporel de 'impulsion laser

D(ms le cas d'un pld%l]’.]d relativ 1%t(‘ ld fonction de distribution des élec-
trons, f. est une distribution de Maxwell-Jiittner. Celle-ci s’écrit:

o Te ex _ (ﬁfe - 1) ? ¢
fe= & (mec)® 0K, (1/8) p( 0 ) (7.25)
T.

MeC

0=

2

Le terme Ks(x) se référe a une fonction de Bessel modifice d’ordre 2
Dans le cas ultra-relativiste (p, =~ ymec et 1/ tend vers 0), ce terme tend
vers 262,
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Nous avons:

En posant X= ~,/0, il vient:

oo
A(a, t)n,
2 4
W, = TG /X exp (—X)dX
1/6
Dans le cas d’interactions ultra-relativistes propres a cette thése, la tem-
pérature des électrons du plasma peut s’estimer par: T,— (\/ 1+ a%) mec?>

mec? (équation 2.163). Par conséquent, nous avons 074 < 073 <« 072 <«
0~1 < 1. Dans le cas ultra-relativiste, le terme source du rayonnement peut
s'écrire:

W, ~ 6n.A(a,t)a? (7.26)

7.4 Reéduction du volume de ’espace des phases
des électrons

Dans cette section, nous nous proposons de démontrer que les pertes par
rayvonnement induisent une réduction du volume de 'espace des phases des
¢lectrons, quelle que soit la nature des champs auxquels I'électron est soumis.
Mathématiquement cela revient & démontrer 'inégalité suivante:

) Lrd
V;Dg'Frad S 0 (I.Zl)
Nous commengons par expliciter le terme de gauche de l'inégalité (7.27):

. F2_ — (Fr..3,)°
T, V,'pe' Le ( L ﬁe)

Fou=——
V e+ rad MeC 1 —+ ET:_C (ﬁe-FLg)

V2B

En utilisant le fait que pe=~ =55, et que V.(af) = aV.f+£.V(a)

nous obtenons:

Vpe-Frad = _(mT—rc)g [3 ('YeF?Be o (FLe-ﬁe)Q) + pe-Vpe [%F%e - (FLe'l@e)Q]]
(7.28)

Le premier terme de droite est positif quel que soit Fr.. De plus nous avons
I’égalité suivante:

V. Fre=0,
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signifiant physiquement que le volume de ’espace des phase est conservé pour
des forces non dissipatives comme la force de Lorentz.
De facon explicite, nous avons:

. Pe o 2 o l
Pe-Vipe (7e) = Pe g — Vel =%~ —
Be
pE'VPe (188) = 3
(7.29)
A présent nous pouvons expliciter le terme pe.Vpe (7e||Frel|?):
Pe-Vpe ('Te||FLe||2) = ||FLe||2pe-Vpe (ve) + 27eFre-Vpe (IIFLell)
22y, (E+v,xB).v. x B
= Fie (Ve — 1/7e) + ( 2 )
1 F?, E.(E+v.xB
= sl (= o) 22l gL )
AJ/E rYe rYe
ainsi que le terme —p,. Ve (Fre.3.)%
E.3,)°
_pe-Vpe (FLE'IGE)Q = _262%
Par ailleurs le terme V. (¢d3, x B) est nul. En effet:
Vye (c88, x B) = ——— | (=cE.,) Vie. (B, x B) + V (—<E.B,) B, x B| =0
e :'\EI =V0
Finalement, nous en déduisons que:
T’l’“
VPE'Fmd -7 2 {3’1’3 (”FLE||2 - (FLe-ﬁe)2) + %HFLGHQ}
(mec)
2
—— {(—) ((ve x B)* —E? — 2(E.68)2)}
(mec) Ve
Par conséquent, nous avons:
Vo Fraa <0, Ve >1 (7.30)

Pour 7, ~ 1 le signe de V,_.F, 44 n’est pas défini. Néanmoins, il ne présente
guére d’intérét d’étudier le signe de ce terme pour des ¢lectrons faiblement
énergétiques étant donné que la force de friction F,,4 du a la réaction du ray-
onnement devient importante dans le cas d’électrons hautement relativistes.
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and S.P Davis, proceedings, SPIE conference, 2013

Influence of the radiation reaction on plasma dynamics in the context of
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Conference at the 'SPIE’ , Prague, Tcheque Republic, April 15-18 2013.
Presentation: 'Effect of the ion-to-electron mass ratio on laser energy
absorption and radiation synchrotron’

Workshop on Particle-In-Cell simulations for laser at "Laboratoire d'Utilisation
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Presentation: "Effect of radiation reaction in classical regimes of ultra-
strong electromagnetic fields in plasmas’
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action laser-plasma a ultra haute intensité, influence des pertes par
rayonnement’

Conference at 'International Conference on Plasma Science’, Edim-
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diation reaction on plasma dynamics in the context of ultra-relativistic

laser plasma interaction’

Contributions a des sessions posters

Forum ILP (Institut Laser et Plasmas), Ile de Ré, France, Septem-
ber 24-28 2012.Poster: 'Influence of the radiation reaction on plasma
dynamics in the context of ultra-relativistic laser plasma interaction’

Summer school of * Applications of Electronics in Plasma Physics’,
Rethimno, Greece, July 16-27 2012. Poster: 'Influence of the radiation
reaction on plasma dynamics in the context of ultra-relativistic laser
plasma interaction’

Conference at 'European Physical Society’, Stockolm, Sueden, July 2-6
2012

Conference at 'International Conference on Plasma Science’, Edim-
bourg, Scotland, July 8-12 2012. Presentation: ’'Influence of the ra-
diation reaction on plasma dynamics in the context of ultra-relativistic
laser plasma interaction’

Conference at 'Exchange on Laser-Plasma Interaction Theory’, Dres-
den, Germany, April 16-20, 2012. Prize of the best poster pre-
sentation. Poster: 'Effects of radiation losses on plasma dynamics in
ultra high intensity laser plasma interaction’

Summer school of ’Scottish Universities Summer School in Physics,
Glasgow, Scotland, August 14-26, 2011. Poster: 'Modeling of radiation
losses in ultrahigh power laser matter interaction’
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September 12-16, 2011. Poster: "Modeling of radiation losses in ultra-
high power laser matter interaction’
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