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Résumé : Cette thèse s’inscrit dans le contexte 
des travaux visant à réduire la durée 
d’impulsion des lasers XUV générés dans des 
plasmas au domaine femtoseconde. La bande 
spectrale très étroite du milieu amplificateur 
(~1010 – 1011 Hz) limite la durée minimum 
accessible (limite de Fourier). Le milieu 
amplificateur des lasers XUV sont des plasmas 
denses et chauds qui peuvent être créés aussi 
bien par décharge électrique rapide que par 
différents types de lasers de puissance. Il existe 
ainsi 4 types de sources lasers XUV distinctes 
dont les paramètres du plasma (densité, 
température) dans la zone de gain diffèrent. Or, 
les propriétés spectrales et temporelles du 
rayonnement émis sont fortement liées à ces 
paramètres. 
L’ensemble des 4 types de lasers XUV opèrent 
en mode d'amplification de l'émission
spontanée (ASE) et 2 d'entre eux peuvent 
opérer en mode « injecté ». Cette technique 
consiste à injecter une impulsion harmonique 
d'ordre élevé femtoseconde, résonante avec la 
transition laser, à l'une des extrémités du 
plasma amplificateur. L'important désaccord 
entre la largeur spectrale du plasma et celle de 
l'harmonique ne permet pas de conserver la 
durée fs de cette dernière au cours de 
l'amplification. Les simulations (code Bloch-
Maxwell COLAX) montrent que l'amplification 
est fortement non-linéaire dans ces systèmes, 
avec notamment l'apparition d’oscillations de 
Rabi. La génération d'oscillations de Rabi dans 
des lasers XUV en mode injecté est 
actuellement considérée comme un moyen 
prometteur de produire des lasers XUV fs, mais
la manifestation de ces dernières n’a toutefois
encore jamais été mise en évidence 
expérimentalement. Ainsi, une méticuleuse 
caractérisation expérimentale des propriétés 
spectrales des 4 types de lasers XUV en 
relation avec les conditions du plasma, associée 
à une meilleure compréhension des 
mécanismes d’amplification sous différentes 
conditions plasma basée sur des études 
théoriques et des simulations, sont nécessaires 
pour atteindre notre objectif. 

Une large campagne expérimentale visant à 
caractériser spectralement l'ensemble des 
différents types de lasers XUV a été menée par 
notre groupe sur la dernière décennie. La 
résolution spectrale nécessaire n'étant pas 
accessible avec les spectromètres actuels, la 
méthode employée consiste à mesurer la 
cohérence temporelle du laser XUV par 
autocorrélation du champ électrique à l'aide 
d'un interféromètre à division de front d'onde, 
spécifiquement conçu pour ces mesures, à 
partir desquelles la largeur spectrale peut être 
déduite. Le dernier type de laser XUV (PALS, 
Prague) a été caractérisé dans le cadre de cette 
thèse. Le temps de cohérence mesuré est de 
0,68 ps, significativement inférieur aux valeurs 
mesurées sur les autres types de lasers XUV. 
L'analyse de l'ensemble des mesures a fait 
apparaître un comportement différent suivant 
que la durée d’impulsion est longue devant le 
temps de cohérence ou proche de celui-ci. Dans 
le premier cas les largeurs spectrales déduites 
sont en bon accord avec les calculs, dans le 
second l’accord est moins bon et la forme des 
traces d'autocorrélation n'était pas comprise. 
Ces observations ont motivé une étude détaillée 
de l'influence des propriétés temporelles de 
l'émission ASE des lasers XUV sur la méthode 
interférométrique employée pour caractériser 
leur largeur spectrale. Cette étude, basée sur un 
modèle emprunté aux lasers à électrons libres, 
a révélé un effet de la cohérence temporelle 
partielle sur les mesures d'autocorrélation en 
champ de ces sources. Elle ouvre des 
perspectives sur l'utilisation de notre méthode 
pour une mesure simultanée de la largeur
spectrale et de la durée d'impulsion de la 
source. Enfin, une étude basée sur un modèle 
Bloch-Maxwell a été réalisée pour tenter de 
mieux comprendre les conditions d'apparition 
des oscillations de Rabi au cours de 
l'amplification de l'harmonique dans le plasma 
de laser XUV. Deux régimes d'amplification, 
adiabatique et dynamique, autour d'un seuil 
d'inversion de population ont été mis en 
évidence. 
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Title:  Towards femtosecond XUV lasers: study of the spectral and temporal properties of the 
 amplification of XUV radiation in a plasma. 
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Abstract: The work of this thesis was made in 
the context of the efforts made to reduce the 
pulse duration of plasma-based XUV lasers 
down to the femtosecond domain. The very 
narrow spectral width of the amplifier medium 
(~1010 – 1011 Hz) limits the minimum 
achievable pulse duration (Fourier limit). The 
amplifier medium of XUV lasers pumped by 
collisional excitation are dense and hot plasmas 
that can be created both by rapid electrical 
discharge and by different types of power 
lasers. There are thus 4 distinct types of XUV 
laser sources with different plasma parameters 
(density, temperature) in the gain region. Yet, 
the spectral and temporal properties of the 
emitted radiation are strongly linked to these 
parameters. 
All 4types of XUV lasers operate in 
amplification of spontaneous emission (ASE) 
mode, and 2 of them, for a few years, can 
operate in "seeded" mode. This technique 
consists in injecting a femtosecond high order 
harmonic pulse (the seed), resonant with the 
lasing transition, at one extremity of the plasma 
amplifier. Because of the major mismatch 
between the spectral width of the plasma and 
that of the seed the femtosecond duration of the 
latter is not preserved during amplification. 
Simulations (COLAX Maxwell-Bloch code) 
show that the amplification is highly non-linear 
in such systems, including the appearance of 
Rabi oscillations. Generating Rabi oscillations 
in seeded XUV lasers is currently considered a 
promising way to produce femtosecond XUV 
lasers. However Rabi oscillations have yet 
never been experimentally demonstrated. Thus,
a meticulous experimental characterization of 
the spectral properties of the 4 types of XUV 
lasers in connection with the plasma 
conditions, combined with a better 
understanding of amplification mechanisms 
under different theoretical plasma conditions 
based on studies and simulations are needed to 
reach our goal. 

A wide experimental campaign aiming to 
spectrally characterize all different types of 
XUV lasers was conducted by our group over 
the past decade. The required spectral 
resolution is not available with the best current 
spectrometers, so the method we used consists 
on the measurement of the temporal coherence 
of the XUV laser through an electric field 
autocorrelation, using a wavefront-division 
interferometer that was specifically designed 
for these measures, from which the spectral 
width can be deduced. The latter type of the 
four XUV laser types (PALS, Prague) was 
characterized during this thesis, closing this 
experimental campaign. The measured 
coherence time was 0.68 ps, which is 
significantly lower than the coherence times 
measured on the other XUV laser types. 
Analysis of the overall results revealed two 
different behavior whether the XUV laser has a 
long pulse duration compared to its coherence 
time or if the two durations are close. In the 
first case the inferred spectral widths are in 
good agreement with theoretical predictions, 
while in the second case the agreement was not 
as good and the shape of the electric field 
autocorrelation traces was not understood. This 
observation has prompted a detailed study of 
the influence of temporal properties of ASE 
XUVlasers on the interferometric methodology 
used to determine the spectral width of XUV 
lasers. The study, based on a model developed 
for X-free electron lasers, revealed an effect of 
partial temporal coherence in electric field 
autocorrelation measures of these sources. This 
study offers perspectives on a simultaneous
measure of the spectral width and the duration 
of theses sources with our method. Finally, a 
study based on Maxwell-Bloch equations was 
carried out in order to understang better the 
conditions of apparition of Rabi oscillations. 
This study highlighted two amplification 
regimes, adiabatic and dynamic, around a 
population inversion threshold. 
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4.3.1 Etapes de la génération d’une impulsion partiellement cohérente . . . . . 74
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5.3.4 Degrés de cohérence temporelle et profils spectraux . . . . . . . . . . . . . 128

5.4 Conclusions . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 132

Conclusion et perspectives 135

Publications liées à cette thèse 139

Bibliographie 164



Table des matières 9



10 Table des matières



Remerciements
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”la vie” de L1 à l’Institut Villebon - Geaorges Charpak, Kuon Viet Pham, Zahia Djouadi et

Claire Marrache-Kikuchi avec qui j’enseignais le cours d’ondes de PCSO et qui m’ont bien aidée
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Introduction

Depuis leur invention au début des années 1960, les lasers n’ont cessé de se développer. La

diversité des sources laser actuelles, dont les propriétés sont très variées (longueur d’onde, inten-

sité, durée d’impulsion, taux de répétition...), ouvre sur un très large champ d’applications dans

de nombreux domaines de la physique, de la biologie, de la chimie, ainsi que des applications

industrielles et médicales. Les premiers modèles théoriques visant à transposer le principe du

laser aux transitions ioniques dans un plasma dense et chaud, dans le but de créer un laser dans

la gamme XUV, ont été entrepris dès le milieu des années 1960 [Gudzenko 1965]. La première

preuve expérimentale d’amplification par émission stimulée de raies spectrales dans le domaine

XUV a été obtenue au début des années 1970 au LIXAM à Orsay [Jaegle 1971], mais ce n’est

toutefois qu’en 1985 que la faisabilité expérimentale de lasers XUV fut démontrée au Livermore

National Laboratory aux Etats-Unis [Matthews 1985]. Depuis, ces sources ont connu de rapides

progrès et sont aujourd’hui produites sur de nombreuses plateformes expérimentales à travers le

monde et utilisées pour diverses applications. Les méthodes de génération du plasma amplifica-

teur se sont diversifiées à la fin du XXème siècle (focalisation d’impulsions laser IR intenses sur

un matériau, ionisation d’un gaz par effet tunnel en présence du champ intense d’un laser IR,

ou décharge électrique dans un gaz), permettant de créer des lasers XUV avec des propriétés

distinctes : leurs propriétés spectrales et temporelles, qui dépendent fortement des conditions

hydrodynamiques dans la zone de gain du plasma, et leur durée d’impulsion. En effet, dans leur

mode de fonctionnement initial et ”habituel”, les lasers XUV opèrent en mode d’amplification de

l’émission spontanée (ASE). La durée d’impulsion est déterminée par celle du gain dans le milieu

amplificateur, qui varie de quelques picosecondes à un peu plus d’une nanoseconde suivant le

type de laser XUV.

Les lasers à électrons libres X (XFEL), développés au cours de ces dix dernières années,

permettent de délivrer des impulsions de quelques femtosecondes et d’atteindre des brillances

crêtes de plusieurs ordres de grandeur supérieures à celles des sources conventionnelles, ouvrant

ainsi de nouvelles voies de recherche telles que l’optique non-linéaire ou la création d’états exo-

tiques de la matière. Néanmoins, ces sources ont un accès très restreint et des coûts de mise

en œuvre et de maintenance très élevés. Il est donc toujours nécessaire de poursuivre le dé-

veloppement des sources lasers XUV, plus accessibles, plus compactes et moins coûteuses, afin

d’approcher les performances des XFELs. La technique d’injection, apparue au début des années

2000 [Zeitoun 2004, Wang 2006], consiste à amplifier dans le plasma de laser XUV une impul-

sion harmonique d’ordre élevé de quelques femtosecondes résonante avec la transition laser XUV.

Cette technique a permis d’avancer vers notre objectif en améliorant considérablement certaines

propriétés des lasers XUV par rapport au mode ASE, notamment leur cohérence spatiale et

temporelle, la collimation du faisceau, la qualité du front d’onde, le contrôle de la polarisation.

La durée d’impulsion est également réduite. Néanmoins, la durée de l’harmonique d’ordre élevé

injectée, de quelques dizaines de femtosecondes, n’est pas conservée durant l’amplification. Cet

effet est principalement dû à l’important désaccord entre la largeur spectrale de l’harmonique

d’ordre élevé à amplifier et celle de la transition laser, qui est typiquement cent à mille fois

plus étroite. D’importants efforts visant à réduire la durée d’impulsion des lasers XUV créés par

plasma au domaine femtoseconde sont entrepris par la communauté. C’est dans le cadre de ces

travaux de recherche que s’inscrivent les travaux de cette thèse.

Un des principaux obstacles à la génération d’impulsions lasers XUV injectées femtosecondes

est donc la très étroite largeur spectrale du plasma amplificateur des lasers XUV. Une caracté-
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risation expérimentale des largeurs spectrales des différents types de lasers XUV opérationnels,

en relation avec les paramètres du plasma amplificateur, est donc nécessaire afin de détermi-

ner les conditions les plus favorables à l’amplification d’une harmonique d’ordre élevé tout en

conservant au maximum sa durée femtoseconde. Cette caractérisation nécessite une résolution

spectrale extrême qui ne peut être obtenue que par une méthode interférométrique, indirecte,

par laquelle le profil spectral du laser XUV est déduit d’une mesure de sa cohérence temporelle

par autocorrélation du champ électrique. Grâce à un interféromètre à division de front d’onde à

différence de marche variable, spécialement conçu pour ces mesures, le groupe d’Annie Klisnick

a pu mener ces dernières années une série d’expériences de caractérisation des largeurs spectrales

des différents types de lasers XUV dans différents laboratoires.

La première partie de ce travail de thèse, présentée dans le chapitre 3, a été consacrée à la

caractérisation du laser XUV quasi-stationnaire généré sur l’installation laser PALS à Prague

en République Tchèque, clôturant ainsi cette campagne de caractérisation. Une première expé-

rience, effectuée en 2012, avait donné des résultats très prometteurs : conformément aux simula-

tions numériques sur ce type de laser XUV, la largeur spectrale serait plus grande que celle des

autres types de lasers XUV, permettant d’amplifier des impulsions plus courtes, potentiellement

sub-picosecondes. Mais la qualité des résultats ne permettait pas de raisonnablement tirer des

conclusions fiables. En effet, la mesure s’est révélée plus difficile à mettre en œvre sur cette

installation que pour les lasers XUV précédemment caractérisés. Pour la deuxième expérience

réalisée lors de cette thèse, le montage et la méthode expérimentale ont été améliorés afin de

pallier les difficultés rencontrées lors de la première expérience.

Le chapitre 4 présente une étude numérique de notre méthode expérimentale. Nous nous

sommes intéressés en particulier à un comportement déjà remarqué avant le début de cette

thèse, et confirmé par la mesure sur le laser XUV de PALS, mais pas encore étudié ni compris.

Alors que les mesures effectuées sur des lasers XUV à impulsion relativement longues devant

le temps de cohérence indiquaient un profil spectral gaussien et une largeur spectrale mesurée

en bon accord avec les simulations numériques, les mesures effectuées sur des lasers XUV à im-

pulsions courtes étaient plus difficiles à interpréter et l’accord des mesures avec la théorie était

moins bon. Des observations similaires faites sur les lasers XUV à électrons libres en mode SASE

(Self-Amplified Spontaneous Emission) nous ont incités à adapter un modèle d’impulsions par-

tiellement cohérentes temporellement, développé par d’autres auteurs pour décrire les propriétés

spectrales et temporelles de ces sources. Ce modèle nous a permis de produire des impulsions

partiellement cohérentes temporellement de différentes durées dont nous avons calculé les traces

d’autocorrélation en champ afin de les comparer à nos mesures.

Le chapitre 5, présente des études des propriétés temporelles des lasers XUV injectés. L’im-

portant désaccord entre la largeur spectrale de l’harmonique d’ordre élevé à amplifier et celle de

la transition laser XUV, induit une réponse non adiabatique du milieu et une amplification non-

linéaire, qui doit être décrite par un formalisme de Bloch-Maxwell. Les simulations basées sur

ce formalisme montrent en particulier l’apparition d’oscillations de Rabi dues à la présence du

champ induit par harmonique d’ordre élevé. L’inversion de population oscille de valeurs positives

à négatives, produisant macroscopiquement des structures temporelles dans le champ électrique

émis avec des pics dont la durée peut descendre jusqu’à ∼ 10 fs. La génération d’oscillations de

Rabi dans les lasers XUV injectés est donc actuellement considérée comme un moyen prometteur

de produire des lasers XUV femtoseconde. Mais la manifestation de ces dernières n’a toutefois

encore jamais été mise en évidence expérimentalement. Pour contribuer à la réalisation de cet

objectif, nous avons réalisé une étude du comportement temporel de l’amplification basée sur

l’analyse des équations de Bloch-Mawell, afin d’identifier des paramètres du milieu amplificateur
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permettant de favoriser l’apparition d’oscillation de Rabi. Nous présentons également des calculs

numériques issus du code Bloch Maxwell COLAX développé par Olivier Larroche au CEA, dans

lesquels nous avons investigué la possibilité de mettre en évidence les oscillations de Rabi dans

une impulsion laser XUV transitoire injecté par la mesure du spectre ou de l’autocorrélation du

champ de l’impulsion. Une campagne d’expérience a été réalisée sur un laser XUV transitoire

(TCE) injecté sur l’installation LASERIX (LPGP, Université Paris-Sud) en octobre en 2013, en

collaboration avec Olivier Guilbaud du LPGP. L’objectif était de favoriser l’apparition d’oscil-

lations de Rabi (en s’appuyant notamment sur les résultats de l’étude analytique mentionnée

ci-dessus), puis d’observer leur manifestation par des mesures d’autocorrélation du champ élec-

trique de l’impulsion. Ce travail expérimental aurait dû être poursuivi tout au long de cette thèse

mais il a été interrompu fin octobre 2013 par le déménagement de l’installation (alors hébergée

au LOA à Palaiseau), que nous n’avons appris qu’au début de la thèse en octobre 2012. La

plateforme LASERIX a depuis été réimplantée au LAL à l’Université Paris-Sud et devrait être

à nouveau opérationnelle à la fin de l’année 2016. Les résultats préliminaires obtenus lors des

expériences sur LASERIX ne sont pas présentés dans cette thèse. Enfin, nous avons également

tenté de réaliser une mesure d’autocorrélation du champ du laser XUV OFI injecté généré au

LOA par l’équipe de Stéphane Sebban, sur lequel d’importants développements ont été effectués

au cours de la thèse d’Adrien Depresseux [Depresseux 2015]. Les résultats obtenus présentent

des caractéristiques jamais observées auparavant lors de nos mesures avec notre interféromètre,

et leur origine n’a pas encore été clairement identifiée. L’analyse de ces résultats étant encore en

cours, ils ne sont pas présentés dans ce manuscrit.



18 Table des matières



Chapitre 1

Lasers XUV collisionnels créés par

plasma

1.1 Introduction aux sources XUV cohérentes délivrant des im-

pulsions courtes

Des progrès spectaculaires ont été accomplis au cours des ∼ 10 dernières années dans le

développement de sources de rayonnement intenses, brèves et cohérentes, émettant dans le do-

maine spectral XUV. Ce domaine (figure 1.1) correspond à un intervalle d’énergie typiquement

compris entre 20 et 500 eV (longueur d’onde 2-50 nm). La mise à disposition de ces sources à des

utilisateurs a ouvert de nombreuses nouvelles voies de recherche encore inexplorées, concernant

notamment la dynamique ultrarapide des processus élémentaires, l’interaction X-matière à haute

intensité, ou encore l’imagerie à très haute résolution spatiale et temporelle. Deux techniques

de génération distinctes ont progressé en parallèle : celle basée sur le rayonnement secondaire

des accélérateurs de particules d’une part, et celle basée sur le rayonnement secondaire dans

l’interaction laser-matière à haute intensité. Les lasers XUV générés par plasma, qui sont l’objet

Figure 1.1 – Spectre du rayonnement électromagnétique, indiquant les limites du domaine
XUV.

de ce travail de thèse, appartiennent à la deuxième catégorie. Avant de les présenter en détail

dans ce chapitre, nous décrivons brièvement les principes de génération et les principales ca-

ractéristiques de deux autres sources qui seront discutées dans ce mémoire : les lasers XUV à

électrons libres d’une part (X-FEL), et la génération d’harmonique d’ordre élevé (HH) dans un

gaz d’autre part. En effet nous verrons que les harmoniques d’ordre élevé sont utilisées comme

source extérieure pour être injectées dans le plasma amplificateur de certain lasers XUV, ce

qui permet de considérablement améliorer leurs performances. Par ailleurs nous présenterons

au chapitre 4 une étude qui montre que les lasers XUV créés par plasma ont des propriétés

de cohérence similaires à celles des lasers à électrons libres, lorsque ces deux types de sources

opèrent dans leur mode ”naturel” d’amplification de l’émission spontanée.

1.1.1 Harmoniques d’ordre élevé

Les harmoniques d’ordre élevé que nous décrivons brièvement dans cette section sont géné-

rées par l’interaction non-linéaire d’un laser IR intense (I = 1013 − 1014 W.cm−2) avec un gaz
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rare. Le rayonnement émis est composé d’un peigne de fréquences qui sont des multiples de la

fréquence du laser IR. Nous n’aborderons pas les autres méthodes de génération d’harmoniques

d’ordre élevé existantes, notamment la génération sur cible solide qui repose sur des processus

physiques très différents de celui qui nous intéresse ici.

Le modèle le plus utilisé pour décrire la génération d’harmoniques d’ordre élevé au niveau mi-

croscopique est le modèle dit ”semi-classique” ou ”̀a trois étapes” [Lewenstein 1994] (figure 1.2).

La première étape consiste en l’ionisation d’un électron lié de l’atome qui traverse la barrière de

potentiel coulombien par effet tunnel, rendu possible par la déformation du potentiel coulombien

par le champ intense du laser IR. Ce phénomène est très rapide comparé à la période d’oscil-

lation du laser IR (TIR ∼ 3 fs). Dans un second temps, l’électron oscille quasi-librement dans

le champ laser IR en étant accéléré. Lorsque le champ du laser (polarisé linéairement) change

de signe, l’électron est accéléré dans la direction inverse, et retourne vers l’atome dont il a été

arraché. Certaines des trajectoires électroniques (qui dépendent de l’instant auquel l’électron

a été arraché à l’atome) peuvent donner lieu à une recombinaison radiative sur le niveau fon-

damental (troisième étape). L’énergie du photon émis est alors égale à la somme de l’énergie

cinétique gagnée par l’électron dans le continuum et du potentiel d’ionisation du fondamental.

Ces trois étapes se répètent à chaque demi-période du laser IR, lorsque le module de l’am-

Figure 1.2 – Le modèle en trois étapes pour la génération d’harmoniques d’ordre élevé.

plitude du champ est maximal (tant que l’amplitude du champ est suffisante pour permettre

l’ionisation tunnel). Lorsque les conditions macroscopiques d’accord de phase sont réunies, le

rayonnement XUV total émis par tous les atomes soumis au champ laser est la superposition

cohérente du rayonnement émis à chaque demi-période TIR/2, ce qui donne, dans le domaine

spectral, un rayonnement constitué de raies harmoniques séparées de 1
TIR/2 = 2νIR. Entre deux

demi-périodes consécutives, les électrons sont ionisés dans des directions opposées. Cette symé-

trie d’inversion du processus implique que les harmoniques émises sont impaires.

Le spectre obtenu dépend du gaz utilisé et des conditions d’interaction avec l’impulsion laser

mais il possède certaines caractéristiques typiques : pour les harmoniques les plus basses une dé-

croissance rapide de l’intensité, puis une région dite de ”plateau” où l’intensité des harmoniques

successives est à peu près constante, jusqu’à une énergie de coupure où cette intensité chute

brutalement. L’énergie de coupure Emax est bien décrite par [Lewenstein 1994] :

Emax = 1, 3.Ip + 3, 17.Up

où Ip est le potentiel d’ionisation (non perturbé) de l’atome et Up est le potentiel pondéromoteur,

lié à l’intensité et à la longueur d’onde du laser excitateur.

Les sources harmoniques ont connu au cours des vingt dernières années un essor spectacu-

laire, lié d’une part à la relative simplicité de la technique de génération, d’autre part à leurs

propriétés exceptionnelles. En particulier ce sont les seules sources qui permettent actuellement
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d’atteindre des durées d’impulsion attosecondes (10−18 s) [Paul 2001]. Les sources harmoniques

conservent les propriétés de cohérence et de polarisation du laser excitateur. Elles constituent

donc des sources bien adaptées pour être injectées dans un plasma de laser XUV.

La génération d’harmoniques d’ordre élevé a été étendue jusqu’à des énergies de plusieurs

centaines d’électron-volts, dans le domaine appelé ”fenêtre de l’eau” (longueur d’onde 2-4 nm),

avec toutefois une efficacité de génération beaucoup plus faible. La meilleure efficacité est obtenue

autour de λ ∼ 30 − 40 nm, avec une énergie par impulsion qui peut atteindre ou dépasser le

microjoule. L’injection d’harmonique dans un plasma de laser XUV pourrait donc constituer

une alternative intéressante pour augmenter le nombre de photons d’une harmonique donnée.

1.1.2 Lasers X/XUV à électrons libres

Les lasers X/XUV à électrons libres (X-FEL) constituent un nouveau type de sources syn-

chrotron de quatrième génération, qui ont permis d’atteindre un nouveau domaine d’intensité

en tirant bénéfice du développement récent de la technologie des accélérateurs. L’appellation

”laser” peut être considérée comme un abus de langage car les lasers à électrons libres ne re-

posent pas sur l’effet laser ”atomique” classique, mais sur l’émission synchrotron. Les X-FELs

sont principalement constitués d’un accélérateur linéaire et d’un onduleur magnétique. L’accélé-

rateur linéaire accélère des paquets d’électrons d’énergie de un à une vingtaine de GeV suivant la

longueur d’onde du rayonnement voulu. Chaque paquet passe ensuite dans l’onduleur qui force

les électrons à osciller transversalement en émettant du rayonnement synchrotron (figure 1.3).

L’interaction des électrons avec leur propre rayonnement dans le champ magnétique de l’ondu-

leur provoque une phénomène de ”microbunching” : les électrons se regroupent en tranches et

émettent en phase un rayonnement quasi-cohérent qui s’amplifie au cours de la propagation dans

l’onduleur. Cet effet est désigné par le terme SASE pour Self-Amplified Spontaneous Emission

[Kondratenko 1980, Bonifacio 1984].

Figure 1.3 – Schéma d’un onduleur d’un laser X à électrons libres.

Plusieurs installations de type X-FEL ont été construites et d’autres sont en construction.

Dans le domaine XUV les installations existantes sont FLASH [FLASH ] à Hambourg (Alle-

magne), FERMI à Trieste (Italie). Dans le domaine X, deux installations sont actuellement

en fonctionnement : le LCLS [LCLS ] à Stanford (USA) (gamme X mou à X dur) et SA-

CLA [SACLA ] (gamme X dur). Ces sources fournissent un rayonnement de courte longueur

d’onde – jusqu’à la taille d’un atome - avec des courtes durées d’impulsions - quelques femto-

secondes à quelques dizaines de femtosecondes, de l’ordre de la durée des plus courts processus

atomiques. Les intensités atteintes après focalisation sont exceptionnellement élevées (jusqu’à

1018 − 1019 W.cm−2), ce qui correspond à 1 photon par atome dans un solide. Le rayonnement

est de plus ajustable en longueur d’onde. La plupart des X-FELs fonctionnent en régime SASE,

caractérisé par des impulsions partiellement cohérentes, comme on le verra au chapitre 4. Comme

dans le cas des lasers XUV à plasma, leurs propriétés peuvent être améliorées en fonctionnant

en mode injecté. C’est le cas de l’installation FERMI de Trieste, qui est actuellement le seul
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X-FEL fonctionnant en routine en mode injecté [Allaria 2010].

Les X-FELs sont donc des sources aux propriétés uniques, qui attirent une communauté

croissante d’utilisateurs pour des applications variées. L’accès à ces sources est toutefois dif-

ficile à obtenir, en raison de leur nombre très limité dans le monde. Les lasers XUV générés

par plasma, qui n’atteignent pas ou pas encore ces performances, constituent donc des sources

complémentaires utilisables à l’échelle d’un laboratoire.

1.1.3 Lasers XUV créés par plasma

Les lasers XUV générés par plasma reposent sur le principe du laser : le rayonnement émis

résulte de l’amplification par émission stimulée à la longueur d’onde d’une transition entre deux

niveaux en inversion de population. Des longueurs d’onde dans le domaine XUV peuvent être

obtenues en utilisant des transitions électroniques entre niveaux excités d’ions multichargés. Le

milieu à gain de ces lasers est donc une petite colonne de plasma dense (> 1018 − 1021 cm−3)

et chaud (quelques 10 eV - quelques 100 eV) hautement ionisé comportant une espèce ionique

en grande quantité dans laquelle peut s’établir une inversion de population sur une transition

électronique. Ces plasmas peuvent être produits aussi bien par décharge électrique rapide dans

un gaz que par différents types de lasers de puissance. Parmi tous les schémas de pompage ex-

plorés dans ces plasmas c’est le pompage par excitation collisionnelle dans des ions néonöıdes

et nickélöıdes qui s’est révélé le plus efficace. Ce pompage a été mis en œuvre dans des plasmas

produits avec une grande variété de techniques expérimentales, conduisant à des lasers XUV

avec des caractéristiques variées, comme on le verra plus loin dans ce chapitre. Contrairement

aux lasers optiques classiques, le milieu à gain des lasers XUV n’est pas placé dans une cavité

optique résonnante. Cela est d’une part dû à la courte durée du gain (de quelques ps à un peu

plus de 1 ns en fonction de la méthode de génération du plasma) qui ne permettrait pas au

rayonnement d’effectuer un grand nombre d’aller-retour dans le milieu amplificateur, et à la

faible réflectivité des miroirs dans le domaine XUV. Le rayonnement laser XUV est donc de

l’amplification d’émission spontanée (ASE), c’est-à-dire que l’émission spontanée à la longueur

d’onde de la transition laser sert de germe à l’amplification. Néanmoins, les gains sont suffisam-

ment élevés pour permettre aux lasers XUV actuellement opérationnels d’atteindre la saturation

de l’amplification en un seul passage du rayonnement dans la colonne de plasma. Nous verrons

également dans la section 1.6 que certains plasmas de lasers XUV sont utilisés comme milieu

amplificateur pour une harmonique d’ordre élevé résonante avec la transition pompée dans le

plasma, on parle alors de lasers XUV injectés.

1.2 Schémas de pompage des inversions de population

Afin d’obtenir un effet laser à partir d’une transition radiative d’ions multichargés, il faut

que ceux-ci soient présents en grande quantité dans le milieu amplificateur et relativement résis-

tants aux processus d’ionisation. Les schémas de pompage envisagés utilisent donc généralement

des ions à couche externe fermée dont l’énergie d’ionisation est plus élevée que celles des autres

états de charges. Ils résistent donc mieux aux processus d’ionisation par collisions électroniques

et peuvent être présents sur de plus larges gammes de température et densité. À la différence

des lasers optiques classiques, la transition laser n’est pas pompée par une source extérieure et

l’inversion de population s’établit, sous certaines conditions de densité et de température, par

le peuplement différentiel de niveaux excités par des mécanismes collisionnels et radiatifs. Nous

décrivons les trois schémas de pompage qui ont été étudiés expérimentalement et théorique-

ment pour réaliser des lasers XUV. Rappelons à nouveau que c’est le pompage par excitation

collisionnelle qui est à la base de tous les lasers XUV actuellement opérationnels dans le monde.



1.2. Schémas de pompage des inversions de population 23

1.2.1 Pompage par recombinaison

Le premier schéma de pompage qui fut proposé (en 1965) est le schéma de pompage par

recombinaison [Gudzenko 1965]. La transition laser s’effectue entre un état métastable (niveau

supérieur de la transition laser) d’un ion hydrogénöıde (Z = 1, où Z est le nombre d’électrons liés)

ou lithiumöıde (Z = 3), et un état (niveau inférieur de la transition laser) ayant un taux radiatif

élevé vers le fondamental (voir figure 1.4). Dans les conditions favorables, le niveau supérieur est

peuplé par des recombinaisons à trois corps (recombinaison d’un électron avec un ion assistée

par un autre électron) depuis l’état de charge supérieur (ion nu dans le cas d’un transition laser

XUV hydrogénöıde, ion héliumöıde dans le cas d’un laser XUV lithiumöıde) vers les niveaux les

plus excités de l’ion, suivies d’une cascade collisionnelle-radiative vers le niveau supérieur de la

transition laser.

Recombinaison à trois corps

cascade
collisionnelle

radiative
3d

2p

transition
laser

transition
radiative rapide

Niveau fondamental de l'ion lasant

Continuum ion supérieur

Figure 1.4 – Schéma du pompage par recombinaison collisionnelle.

Le taux de recombinaison à trois corps varie en Ne
3/Te où Ne est la densité électronique et Te

la température électronique. Pour maximiser ce taux, il faut ainsi créer un plasma à la fois dense

et froid (quelques 10 eV). Ces conditions optimales sont difficiles à obtenir expérimentalement et,

bien que de faibles gains aient été observés dans plusieurs laboratoires, la saturation n’a jamais

pu être obtenue avec ce schéma de pompage. Il a été peu à peu délaissé au profit du schéma de

pompage par excitation collisionnelle décrit dans le paragraphe suivant.

Néanmoins, l’étude de ce schéma est à nouveau envisagée en employant des lasers de type CPA

(Chirped Pulse Amplification [Strickland 1985]) délivrant des impulsions intenses et ultra-brèves

et en ionisant le plasma par effet tunnel, ce qui permettrait de rester à plus basse température.

1.2.2 Pompage par photoionisation de couche interne

Le schéma de pompage par photoionisation en couche interne fut proposé en 1967 par Du-

guay et Rentzepis [Duguay 1967]. Contrairement aux deux autres schémas de pompage, il fait

appel à un rayonnement X externe pour le pompage de la transition laser par photoionisation

d’un électron interne de la couche K d’un atome neutre (voir figure 1.5). La transition laser

correspond à la désexcitation d’un électron d’une couche externe vers le niveau fondamental

de l’ion, permettant d’atteindre de très courtes longueurs d’onde (λ = 1, 5 nm dans le néon et

4,4 nm dans le carbone). Il faut que la source X soit suffisamment intense et brève pour que

l’inversion de population s’établisse sur un temps plus rapide que les processus qui peuvent la

détruire : le dépeuplement du niveau haut par effet Auger, et le peuplement du niveau bas par

ionisation collisionnelle. Le dépeuplement par effet Auger est en particulier très rapide, de l’ordre

de quelques fs.
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Z
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transition
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Figure 1.5 – Schéma du pompage par photoionisation de couche interne.

La première démonstration expérimentale de ce schéma de pompage a été réalisée en 2012

par l’équipe de N. Rohringer [Rohringer 2012], en utilisant comme source de pompage le laser à

électrons libres du LCLS ajusté à 960 eV pour photoioniser un gaz de néon. Une forte amplifi-

cation a été observée à 1,46 nm, longueur d’onde de la transition 2p− 1s dans Ne+, atteignant

le régime de saturation. La durée de l’impulsion laser XUV ainsi générée est estimée à 5 fs par

des simulations numériques.

1.2.3 Pompage par excitation collisionnelle

Le schéma de pompage par excitation collisionnelle fut proposé en 1976 par A. N. Zheri-

khin [Zherikhin 1976] et la première démonstration expérimentale d’un laser XUV présentant

une amplification significative était basée sur ce schéma de pompage [Matthews 1985]. Jusqu’à

récemment, c’était le seul schéma de pompage ayant permis d’atteindre le régime de saturation.

C’est en tous cas le mécanisme de pompage sur lequel reposent tous les lasers XUV opérationnels

actuellement.
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(3/2, 3/2)1
(3/2, 3/2)2
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2p⁵3p

Fondamental : 1s²2s²2p⁶ (J=0)
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transition
laser
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(3/2, 1/2)1

Ion nickeloïde

Figure 1.6 – Schéma du pompage par excitation collisionnelle.

Le principe est représenté sur la figure 1.6 pour les deux espèces ioniques à couche externe

fermée pour lesquelles il a été mis en œuvre : néonöıdes (Z = 10 électrons liés) ou nickellöıdes

(Z = 18). Des électrons du niveau fondamental de ces ions (2p6 pour Ne-like ou 3d10 pour Ni-

like) sont pompés par excitation collisionnelle vers les premiers niveaux excités de l’ion (2p53l
ou 3d94l respectivement). Le niveau haut de l’inversion de population (2p53p ou 3d94d) est

métastable (la transition vers le fondamental est interdite par les règles de sélection dipolaire),

tandis que le niveau bas (2p53s ou 3d94p) a une probabilité de désexcitation radiative très élevée
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qui lui permet de se dépeupler rapidement. Il s’établit donc une inversion de population entre

ces deux niveaux excités. Les transitions atteignant les gains les plus élevés sont respectivement

les transitions (3p− 3s)J=0−1 (ions néonöıdes) et (4d− 4p)J=0−1 (ions nickellöıdes), car le taux

d’excitation collisionnelle le plus élevé est le taux monopolaire (J = 0 vers J = 0).

Le taux d’excitation collisionnelle augmente avec la température électronique (l’énergie moyenne

des électrons libres doit en effet être supérieure ou égale à l’énergie du niveau supérieur de la

transition laser pour y pomper les électrons liés) et la densité électronique (puisque cela augmente

la probabilité des collisions). Le plasma doit donc être à la fois dense et chaud, ce qui est plus

facile à mettre en œuvre expérimentalement qu’un plasma dense et froid nécessaire au pompage

par recombinaison. Des gains compris entre ∼ 1 et 100 cm−1, de durées comprises entre quelques

ps à un peu plus de 1 ns ont ainsi été atteints, selon la méthode employée pour créer et pomper

le plasma. Le pompage par excitation collisionnelle a été démontré expérimentalement dans de

nombreux éléments, ce qui permet de couvrir (de façon discrète) une gamme de longueur d’onde

comprise entre ∼ 50 nm et 4 nm (voir figure 1.7). Plus on va vers les courtes longueurs d’onde,

plus l’énergie du laser de pompe doit être importante pour atteindre l’état d’ionisation souhaitée.
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Figure 1.7 – Longueur d’onde des transitions en fonction du numéro atomique pour les ions
néonöıdes et nickellöıdes.

1.3 Génération du plasma amplificateur - différents types de

lasers XUV

Il existe ainsi 4 types de sources lasers XUV distinctes : les lasers XUV à décharge capillaire

(QSS-d) générés par une décharge électrique dans un gaz, les lasers XUV quasi-stationnaires

(QSS-l) et les lasers XUV transitoires (TCE) tous deux générés par la focalisation d’un laser sur

une cible solide mais mettant en jeu des cinétiques différentes, et les lasers XUV OFI générés

par l’ionisation d’un gaz en champ intense.

On désigne ainsi par laser XUV quasi-stationnaire les systèmes dont le temps caractéristique de

stabilisation des populations des niveaux excités (∼ picoseconde) est très inférieur à celui de l’io-

nisation des ions lasants. On peut donc considérer que les populations des niveaux laser suivent

adiabatiquement la population de l’espèce ionique. Dans le cas des lasers XUV transitoires, les

temps caractéristiques d’évolution des grandeurs hydrodynamiques sont très rapides, du même

ordre de grandeur que le temps nécessaire à la mise en équilibre stationnaire des populations

des niveaux excités de l’ion lasant.
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1.3.1 Plasmas créés par décharge capillaire : lasers XUV ”QSS-d”

Le plasma des lasers XUV de décharge capillaire est créé par une décharge électrique de

plusieurs kA dans un gaz confiné dans un tube capillaire. Le régime cinétique de ces lasers est

quasi-stationnaire. Bien que le gain soit relativement faible (environ 1 cm−1), sa longue durée

(> 1 ns) permet d’atteindre la saturation avec des capillaires longs de plusieurs dizaines de

centimètres, avec une énergie par impulsion qui peut atteindre 1mJ.

Le laser XUV QSS-d généré à la Colorado State University dans les groupe de J. J. Rocca fonc-

tionne en routine avec l’argon néonöıde (λ = 46, 9 nm - hν = 26, 5 eV) et est régulièrement

utilisé pour diverses applications (interférométrie [Filevich 2009], ablation [Kuznetsov 2015], na-

nolithographie [Urbanski 2012a], ...).

Ces dispositifs ont l’avantage d’être très compacts (de la taille d’une table de bureau) et de

fonctionner à cadence relativement élevée (jusqu’à 10 Hz). Par contre ce type de laser XUV

ne fonctionne actuellement qu’à la seule longueur d’onde de 46.9 nm dans l’argon néonöıde. La

réduction vers des longueurs d’onde plus courtes a été tentée par l’équipe de J. Rocca mais n’a

pas encore été démontrée.

1.3.2 Plasmas créés par focalisation d’un laser sur une cible solide : lasers

XUV ”QSS-l” et ”TCE”

Pompage quasi-stationnaire : lasers XUV QSS-l

A la fin des années 1980 et au début des années 1990, les premiers lasers XUV ont été

étudiés sur des installations lasers infrarouges très énergétiques (jusqu’à plusieurs kilojoules),

délivrant des impulsions de plusieurs centaines de picosecondes : Novette à Livermore (USA) où

a été réalisée la première démonstration en 1984 [Matthews 1985], Rutherford Laboratory (UK),

GekkoXII (Japon) ou encore le laser 6 faisceaux du LULI (Palaiseau, France).

Ces lasers, généralement basés sur une technologie verre : néodyme ont des taux de répéti-

tion faibles, de l’ordre d’un à deux tirs par heure. C’est néanmoins avec ces systèmes que les

recherches sur les lasers XUV ont progressé jusqu’à la fin des années 90, que les premières expé-

riences de démonstration d’applications ont été réalisées ou que la fenêtre de l’eau a été atteinte

(λ = 3, 5 nm dans un plasma d’or [MacGowan 1992]).

Le laser XUV QSS-l est produit en focalisant sur une cible solide une impulsion laser IR

(énergie : quelques centaines de Joules, durée : quelques centaines de picosecondes) selon une

petite ligne focale de quelques centimètres de longueur (voir figure 1.8). Les inversions de popu-

lations sont créées pendant le chauffage, à peu près au maximum de l’impulsion de pompe, dans

la zone proche (juste au dessous) de la densité critique.

Actuellement le seul laser XUV QSS-l encore en fonctionnement est le laser XUV à zinc néo-

nöıde du PALS (Prague, République Tchèque) développé par l’équipe de B. Rus au début des

années 2000. L’énergie émise par impulsion est élevée et peut atteindre une énergie de 4 à 10 mJ

par impulsion [Rus 2002]. La durée de vie du gain (une centaine de picosecondes) permet de

faire parcourir un aller-retour dans le plasma (configuration en demi-cavité) et d’atteindre la

saturation.

C’est le laser XUV dont nous avons caractérisé la cohérence temporelle et la largeur spectrale

au début de cette thèse, résultats qui seront présentés dans le chapitre 3.

Pompage transitoire : lasers XUV TCE

Le pompage transitoire, proposé par Afanasiev et Shlyaptsev en 1989 [Afanas’ ev 1989],

et démontré par l’équipe de P. Nickles en 1997 [Nickles 1997], est une évolution du pompage

quasi-stationnaire. L’effet laser XUV est généré en deux temps, en utilisant deux impulsions
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Figure 1.8 – Schéma d’un laser XUV quasi-stationnaire créé par laser (QSS-l).

de quelques joules, séparées par un délai de quelques centaines de picosecondes (voir figure

1.9). La première impulsion, dite ” longue ”, de quelques centaines de picosecondes de durée

(I = 1012 W.cm−2) crée un plasma possédant le bon degré d’ionisation (néonöıde ou nickellöıde),

mais avec une température électronique très insuffisante pour générer l’inversion de population.

La deuxième impulsion, dite ” courte ”, de quelques picosecondes de durée, (I = 1015 W.cm−2,

lasers CPA) chauffe rapidement les électrons libres et induit le pompage collisionnel transitoire

(TCE : Transient Collisional Excitation). La durée de l’impulsion est plus courte que le temps

de stabilisation des populations. La brutale augmentation de température des électrons permet

alors d’induire de fortes inversions de population et donc de forts gains (plusieurs 10 cm−1).

Grâce à ces gains élevés, la saturation de l’amplification est atteinte en quelques millimètres de

plasma (au lieu de ∼ 6 cm pour le lasers XUV QSS-l, ou ∼ 25 cm pour le laser XUV à décharge

capillaire QSS-d).

Figure 1.9 – Schéma d’un laser XUV transitoire (TCE).

Le gain ne dure que quelques picosecondes car les fortes températures électroniques atteintes

détruisent les ions lasants par sur-ionisation. On applique alors un pompage en onde progressive

(travelling-wave pumping) [Klisnick 2000] pour que l’émission XUV puisse être amplifiée tout au

long du plasma, qui peut être de plus d’une dizaine de millimètres de long (30 ps de traversée).

L’énergie par impulsion typique des lasers XUV transitoires est de 1 à quelques microjoules

[Cassou 2007]. Des lasers XUV basés sur ce pompage et fonctionnant à saturation ont été dé-

montrés dans de nombreux éléments dans les séries isoélectroniques néonöıde et nickellöıde,

couvrant ainsi (de façon discrète) une gamme comprise entre ∼ 33 nm et 7 nm [Alessi 2011]. La

durée typique est de 2 ps à 10 ps, selon les paramètres du laser de pompe [Meng 2012a].

Vers la fin des années 2000, les lasers XUV transitoires ont permis une nouvelle étape décisive

dans le progrès de ces sources, grâce à l’utilisation d’une géométrie dite ”en incidence rasante”
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(Grazing Incidence Pumping, GRIP [Keenan 2005]), puis grâce à la mise en œuvre de lasers de

pompe de type titane-saphir 100 TW fonctionnant à un taux de répétition significativement plus

élevé (10 Hz, soit 36000 tirs par heure, au lieu de 1 à 2 avec les systèmes verre : néodyme !)

[Lindau 2007]. Ces progrès ont notamment permis la construction de l’installation LASERIX,

basée à l’ENSTA-Palaiseau au début de cette thèse, et actuellement en cours de réouverture

au LAL, sur le campus d’Orsay. Le laser XUV transitoire est actuellement le système le plus

répandu dans le monde : APRC à Nara (Japon), Colorado University (USA), GSI (Allemagne), ...

Le taux de répétition a récemment été encore augmenté par l’équipe de J. J. Rocca, grâce

à l’utilisation de pompage par diodes, et un fonctionnement à 100 Hz a été démontré en 2014,

augmentant significativement la puissance moyenne de ces sources [Reagan 2014].

Enfin l’injection d’harmonique d’ordre élevé (voir section 1.6) a été démontrée dans les plas-

mas de lasers XUV transitoire. La première démonstration a été réalisée par l’équipe de J. J.

Rocca (CSU, USA) en 2006, dans un plasma de titane néonöıde [Wang 2006].

1.3.3 Ionisation en champ intense dans un gaz : lasers XUV ”OFI”

Contrairement aux lasers XUV précédemment décrits, dans lesquels l’ionisation du plasma

s’effectue par collisions avec les électrons libres du plasma, les lasers XUV OFI (Optical Field

Ionization) reposent, comme leur nom l’indique, sur l’ionisation directe par le champ du laser de

pompe. Le laser (titane-saphir 100 TW, 10 Hz) est focalisé à haute intensité (∼ 1017 W.cm−2)

longitudinalement dans un gaz rare (jet ou cellule, voir figure 1.10), l’intensité étant ajustée

pour atteindre le degré d’ionisation voulu. Pour chauffer efficacement les électrons libérés par

l’ionisation et induire un pompage collisionnel, le laser de pompe est polarisé circulairement.

Figure 1.10 – Schéma d’un laser XUV créé par ionisation en champ intense (OFI) dans une
cellule de gaz.

La première démonstration de laser XUV collisionnel pompé par OFI a été réalisée par B.

E. Lemoff et al. en 1995 [Lemoff 1995], dans un plasma de xénon palladiumöıde (46 électrons

liés, transition 5d − 5p, λ = 41, 8 nm). L’équipe de Stéphane Sebban au LOA a reproduit ce

résultat en 2001 [Sebban 2001] puis l’a étendu à un plasma de krypton nickellöıde, permettant

d’atteindre une longueur d’onde plus courte (transition 4d − 4p, λ = 32, 8 nm) [Sebban 2002].

Les performances de cette source ont continué d’être améliorées depuis par l’équipe du LOA, no-

tamment grâce à la démonstration d’injection d’harmonique d’ordre élevé en 2004 [Zeitoun 2004].

Récemment, afin d’améliorer encore les performances du laser XUV OFI fonctionnant en

mode injecté, et notamment la durée de l’impulsion amplifiée, l’équipe du LOA a mis en œuvre

le pompage OFI dans un plasma à haute densité [Depresseux 2015].
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1.4 Amplification de l’émission spontanée dans un plasma

Nous avons vu que le rayonnement laser XUV résultait de l’amplification d’émission spon-

tanée en un seul passage (ou deux dans le cas du laser XUV QSS-l) émise le long de la colonne

de plasma. Nous donnons dans cette partie quelques notions de base de ce type d’amplification

(ASE).

1.4.1 Régime faible-signal

On assimile la colonne de plasma amplificateur à un cylindre de longueur L et de rayon R (fig.

1.11). La transition laser s’effectue entre entre deux niveaux atomiques de populations Nh(r, t)
(niveau supérieur) et Nb(r, t) (niveau inférieur), qui peuvent varier en fonction de la position r

dans le milieu amplificateur et évoluer pendant le temps t de propagation.

L

z z+dz

R
Ω

Figure 1.11 – Schéma du milieu amplificateur d’un laser XUV supposé cylindrique et homogène.

L’émission spontanée est un processus aléatoire : le champ résultant de l’émission spontanée

dans un petit volume élémentaire dV a une phase qui varie aléatoirement au cours du temps, et

qui n’a aucune cohérence mutuelle avec le champ émis dans un autre volume élémentaire. Comme

tout signal aléatoire, ce champ peut être caractérisé par sa densité spectrale de puissance S(ν),
dépendant de la fréquence ν. On appelle émissivité laser j(ν) la densité spectrale d’énergie

rayonnée par émission spontanée par unité de volume et de temps (exprimée en W.cm−3.Hz−1).

Elle est donnée par la relation :

j(ν, r, t) = Nh.hν.Ahb.s(ν, r, t).
Ω
4π . (1.1)

L’émissivité est donc proportionnelle à Nh, le nombre d’émetteurs, et à Ahb.s(ν, r, t), la proba-

bilité d’émission spontanée dans l’intervalle de fréquence [ν, ν + dν] par unité de temps. Ahb est

la probabilité totale d’émission spontanée entre les deux niveaux (le coefficient d’Einstein) et

s(ν, r, t) la densité spectrale de puissance normalisée (ou profil spectral) de l’émission spontanée

qui vérifie : ∫ ∞
0

s(ν, r, t) dν = 1. (1.2)

Dans la relation (1.1), Ω représente l’angle solide dans lequel l’émission spontanée contribuera

au rayonnement laser (voir fig. 1.11). En effet l’émission spontanée d’un volume élémentaire dV

est isotrope, i.e. émise sur 4π. Seule une fraction de ce rayonnement restera dans la zone de gain

et pourra être amplifiée par émission stimulée : Ω = πR2

(L−z)2 . Comme nous allons le voir, l’ampli-

fication est exponentielle tant que le rayonnement n’affecte pas l’inversion de population (avant

d’entrer dans le régime de saturation, voir la section suivante). On peut donc considérer que le
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rayonnement contribuant majoritairement à l’intensité finale en sortie du cylindre amplificatrice

provient de l’autre extrémité du cylindre, c’est-à-dire Ω ≈ πR2

L2 .

Il y a amplification du rayonnement par émission stimulée lorsque celle-ci compense l’absorp-

tion. Pour une fréquence comprise entre [ν, ν+dν], le coefficient de gain g(ν, r, t), représentant le

taux d’amplification par unité de longueur (exprimé en cm−1.Hz−1), correspond à la différence

entre le taux d’émission stimulée et le taux d’absorption :

g(ν, r, t) = Nh(r, t).σstim(ν, r, t)−Nb(r, t).σabs(ν, r, t), (1.3)

où σstim(ν, r, t) est la section efficace d’émission stimulée et σabs(ν, r, t) la section efficace de

l’absorption de la transition. Ces dernières s’expriment de la façon suivante :

σstim(ν, r, t) = hν

c
.Bhb.s(ν, r, t) (1.4)

σabs(ν, r, t) = hν

c
.Bbh.s(ν, r, t) (1.5)

où Bhb (resp. Bbh) est le coefficient d’Einstein représentant la probabilité totale de transition par

émission stimulée (resp. par absorption) par unité de temps et de densité de puissance spectrale

(il s’exprime alors en J−1.m3.s−2). Les trois coefficients d’Einstein sont reliés par les relations :

Ahb = 8πhν3
0

c3 .Bhb, (1.6)

gh.Bhb = gb.Bbh, (1.7)

où gh et gb sont les poids statistiques des niveaux haut et bas de la transition respectivement, et

ν0 la fréquence centrale de la raie (hν0 = Eh − Eb). On peut donc réécrire l’expression du gain

(1.3) :

g(ν, r, t) =
(
Nh(r, t)− gh

gb
Nb(r, t)

)
.
c2

8πν2
0
.Ahb.s(ν, r, t). (1.8)

Lorsque le gain est positif, i.e. le taux d’émission stimulée est supérieur au taux d’absorption,

le rayonnement peut-être amplifié par effet laser. Pour cela, il faut qu’il y ait une inversion de

population : Nh(r,t)
gh

> Nb(r,t)
gb

(ce qui ne peut pas se produire à l’équilibre thermodynamique où le

rapport des populations est donné par la loi de Boltzmann : NhNb = gh
gb
.e
− hν0
kbT , avec kb la constante

de Boltzmann et T la température électronique à l’équilibre).

L’intensité spectrale I(ν, z, r, t) (la puissance spectrale par unité de surface dans l’angle solide

Ω, exprimée en W.cm−2.Hz−1) est alors obtenue en résolvant l’équation de transfert radiatif

suivante [Casperson 1975] :

I(ν, z, r, t)
dz

+ 1
c
.
dI(ν, z, r, t)

dt
= j(ν, r, t) + g(ν, r, t).I(ν, z, r, t). (1.9)

Si le tube de plasma est homogène et qu’il n’évolue pas pendant le temps de propagation,

l’équation différentielle (1.9) se réduit à :

I(ν, z)
dz

= j(ν) + g(ν).I(ν, z). (1.10)

On obtient en intégrant celle-ci que :

I(ν, L) = j(ν)
g(ν) .(e

g(ν).L − 1). (1.11)
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L’émissivité j(ν) et le gain g(ν) dépendent du profil de la raie s(ν). On montre aisément, d’après

les équations (1.1) et (1.8), que le rapport j(ν)/g(ν) est une fonction linéairement variable avec ν.

Or, la largeur spectrale est extrêmement petite devant ν0, ce qui permet de faire l’approximation :

j(ν)/g(ν) ≈ j0/g0, avec j0 et g0 respectivement l’émissivité et le gain au centre de la raie ν0.

L’équation (1.11) peut donc s’écrire :

I(ν, L) = j0
g0
.(eg(ν).L − 1). (1.12)

G. J. Linford a proposé une expression analytique qui décrit le comportement de l’intensité

intégrée spectralement I =
∫∞

0 I(ν)dν (généralement exprimée en W.cm−2) en fonction de la

longueur du milieu amplificateur [Linford 1974, Tommasini 2000]. Lorsque le profil de raie est

gaussien de largeur à mi-hauteur ∆ν :

I(L) =
√
π

2
√

ln 2
.∆ν. j0

g0
.
(eg0.L − 1)

3
2√

g0.L.eg0.L
, (1.13)

Lorsque le profil est Lorentzien (de largeur à mi-hauteur ∆ν), l’expression devient :

I(L) =
√
π

2 .∆ν. j0
g0
.
(eg0.L − 1)

3
2√

g0.L.eg0.L
. (1.14)

D’après cette expression l’intensité croit exponentiellement en fonction du produit gain-longueur

g0.L. Ceci permet d’obtenir un faisceau XUV intense sur des longueurs assez courtes bien qu’ils

opèrent en ASE (typiquement de quelques millimètres à quelques centimètres, suivant la valeur

du gain qui varie entre ∼ 1 cm−1 et quelques dizaines de cm−1). En revanche, lorsque l’intensité

atteint une certaine valeur, l’amplification entre dans un régime de saturation et ne crôıt plus

exponentiellement avec la longueur.

1.4.2 Régime de saturation

Lorsque le rayonnement devient suffisamment intense, l’émission stimulée tend à diminuer

l’inversion de population de la transition, et donc le gain. Dans ce régime, l’intensité cesse alors

de crôıtre exponentiellement et entre dans une phase de croissance linéaire avec la longueur. On

définit l’intensité de saturation, Isat, comme l’intensité pour laquelle le gain se réduit de moitié.

Elle est exprimée par :

Isat = hν0
σstim(ν)τr

(1.15)

où hν0 est l’énergie du photon laser XUV, σstim(ν) est la section efficace d’émission stimulée

donnée par (1.4) (indépendant des populations), et τr est le temps de recouvrement de l’inver-

sion de population (ou du gain). Ce dernier ne dépend que des taux de dépeuplement du niveau

supérieur de la transition. Lorsque les populations atteignent très rapidement un équilibre (ré-

gime quasi-stationnaire) et que l’élargissement spectral est purement homogène (voir section

suivante), le gain peut s’écrire :

g(ν) = gi(ν)
1 + I

Isat

(1.16)

où gi(ν) représente le gain initial en régime faible-signal (1.8). Dans le régime de très forte

saturation, lorsque le gain devient très faible g(ν)→ 0, on peut écrire d’après l’équation (1.11) :

I(ν, L) ≈ j(ν).L. (1.17)

L’intensité tend alors à crôıtre linéairement avec la longueur du milieu amplificateur.
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1.4.3 Evolution du profil spectral de la raie laser XUV

Le profil de la raie laser XUV résulte de différents effets (il faut noter que contrairement aux

lasers optiques classiques, il n’y a pas d’effets liés à une sélection spectrale par une cavité dans

le cas des lasers XUV).

Le profil spectral intrinsèque de la raie dépend du profil spectral de l’émission spontanée et

du gain faible-signal (qui peuvent être considérés comme étant similaires dans notre situation).

Le profil spectral intrinsèque dépend des propriétés intrinsèques de la transition laser et des

paramètres hydrodynamiques du milieu (Te, Ti, Ne) qui peuvent causer un élargissement de la

raie (on distingue habituellement les élargissements homogènes des élargissements inhomogènes).

Enfin, le profil spectral est également influencé par le processus d’amplification lui-même.

Elargissement homogène

L’élargissement homogène (ou élargissement naturel), est lié aux phénomènes limitant la

durée de vie de la transition (émission spontanée, effet des collisions électroniques). Ces différents

processus causent un élargissement du profil spectral de la raie identique pour tous les émetteurs

du milieu. Le profil spectral a la forme d’une fonction de Lorentz :

sh(ν) = 2
π.∆νh

.
1

1 + 4(ν−ν0)2

∆ν2
h

(1.18)

La largeur de raie à mi-hauteur ∆νh peut être obtenue en fonction de la durée de vie des niveaux

de la transition [Griem 1975, Milonni 1988] :

∆νh = 1
π

∑
i

1
τi

= 1
π

∑
i

Γi (1.19)

où les facteurs Γi correspondent aux différentes probabilités de désexcitation des niveaux de la

transition par désexcitation spontanée ou sous l’effet des collisions électroniques. Si l’effet des

collisions domine, l’élargissement sera alors sensible aux température et densité électroniques du

milieu.

Elargissement inhomogène

L’élargissement inhomogène du profil spectral de la raie est quant à lui dû à l’existence

d’émetteurs ayant des fréquences centrales différentes. Il peut être dû à l’effet Doppler lié à

l’agitation thermique des ions émetteurs ou à l’effet Stark produit par les champs des ions envi-

ronnant les ions émetteurs (effet Stark quasi-statique). Dans le cas de l’élargissement Doppler,

la distribution maxwellienne des vitesses des ions conduit à un profil de raie gaussien :

sD(ν) = 2
√

ln 2√
π.∆νD

.e

(
−4 ln 2

(
ν−ν0
∆νD

)2
)

(1.20)

où la largeur spectrale Doppler (à mi-hauteur) est donnée par :

∆νD = 2
√

ln 2.ν0.

√
2.kb.Ti
mi.c2 (1.21)

avec mi la masse des ions émetteurs et Ti la température ionique du plasma. L’élargissement

Doppler augmente donc avec la température ionique (∆νD ∝
√
Ti).

L’effet Stark quasi-statique est dû au microchamp électrique créé par les ions (supposés lents
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par rapport aux électrons libres), qui provoque le déplacement de niveaux d’énergies des ions

émetteurs. Cet effet est négligeable dans le cas des lasers XUV car il ne devient significatif qu’à

de très hautes densités, typiquement supérieures à 1021 cm−3 (donc > Nc, la densité critique des

plasmas de lasers XUV TCE et QSS-l).

Dans la plupart des cas, le profil spectral intrinsèque subit un élargissement homogène et

inhomogène. Le profil spectral est alors la convolution des deux. Dans le cas d’un profil homogène

lorentzien et d’un profil inhomogène Doppler, le produit de convolution est un profil Voigt

[Koch 1994] :

V(ν) =
∫ ∞
−∞

sD(ν ′ − ν).sh(ν ′) dν ′. (1.22)

Effet spectral de l’amplification et de la saturation

Les profils spectraux décrit ci-dessus sont optiquement minces : ils ne tiennent pas compte

des phénomènes de réabsorption ou d’amplification. À partir de l’équation (1.12), c’est-à-dire

dans le cas d’une amplification en régime faible-signal, en supposant un produit gain-longueur

g0.L élevé (mais non-saturé), on trouve que la largeur à mi-hauteur de la raie après amplification

∆νampl diminue suivant la loi suivante (∆νint est la raie intrinsèque) :

∆νampl = ∆νint√
g0.L

. (1.23)

À saturation, la racine du produit gain-longueur vaut typiquement
√
g0.Lsat ≈ 4. La largeur

intrinsèque des lasers XUV, déjà très étroite, est donc environ divisée par 4. Elle est de l’ordre

de ∆ν/ν ≈ 10−5, ce qui, comme nous allons le voir, rend sa caractérisation expérimentale difficile.

J. A. Koch et al. ont développé un modèle d’amplification de l’émission spontanée plus réaliste

permettant de tenir compte du régime de saturation et de profils combinant effets homogènes

et inhomogènes [Koch 1994]. Ce modèle théorique, ainsi que le code numérique associé, seront

décrits plus en détail dans le chapitre 2. L’équation de transfert radiatif pour un intervalle de

fréquence [ν, ν + dν] de ce modèle s’écrit :

dI

dz
(ν, z) = j0

V(ν0) .
[
1 + g0

j0
.I(ν, z)

]
×
∞∫
0

sD(u)sh(ν, u)du

1 + 1
Isat

∞∫
0

I(ν ′, z).sh(ν ′, u)dν ′
. (1.24)

1.5 Propriétés de cohérence des lasers XUV

1.5.1 Notion de cohérence

La notion de cohérence fait appel à une description de la lumière :

– ondulatoire (on utilisera pour cela un champ électrique E complexe d’amplitude A et de

phase φ dépendant du temps t et de la position r dans l’espace : E(r, t) = A(r, t).eiφ(r,t)),

– et statistique (ce champ est le résultat de la superposition des champs émis par une mul-

titude d’émetteurs composant la source lumineuse).

La cohérence d’une onde lumineuse caractérise une relation de phase définie et constante dans le

temps entre le champ de cette onde en différents points. Lorsque cette relation de phase existe

entre des points du faisceaux appartenant au plan transverse de l’onde par rapport à sa direction

de propagation on parle de cohérence spatiale (ou transverse). Lorsque les points sont alignés



34 Chapitre 1. Lasers XUV collisionnels créés par plasma

dans la direction de propagation du faisceau, on parle de cohérence temporelle (ou longitudi-

nale). Ces notions sont détaillées dans la suite et nous verrons notamment que la cohérence

spatiale est liée à la taille de la source et la cohérence temporelle est quant à elle liée à la largeur

spectrale de l’onde.

On définit souvent la cohérence comme la capacité d’ondes à donner naissance à des inter-

férences lorsque celles-ci sont superposées. Cette définition peut parâıtre insatisfaisante car elle

ne décrit pas le phénomène à l’origine des interférences. Néanmoins, cette définition est inté-

ressante, d’une part, parce que le phénomène d’interférence est, historiquement, le moyen ayant

permis d’établir la nature ondulatoire de la lumière, et d’autre part, comme nous allons le voir,

la notion de cohérence qui est censée caractériser des propriétés de la phase du champ électrique

d’une onde est étroitement liée à sa caractérisation expérimentale. En effet, l’amplitude A et

la phase φ du champ électrique ne sont pas accessibles directement car nous ne disposons que

de détecteurs quadratiques permettant de mesurer l’intensité du champ intégrée sur le temps :

I = c
4π

√
µ
ε ×

1
T

∫
dt|E|2 (où T est le temps d’intégration). La phase du champ d’une onde lumi-

neuse peut être caractérisée indirectement grâce au phénomène d’interférence, par la mesure du

contraste (ou visibilité) de franges d’interférences produites lorsque l’on superpose deux parties

de cette onde. Nous allons voir dans le chapitre 4 que le fait que la mesure de la cohérence

soit intégrée en temps n’est pas anodin lorsque l’impulsion caractérisée n’est pas stationnaire

”au sens large” (voir paragraphe sur la cohérence temporelle ci-dessous pour la définition d’une

impulsion stationnaire au sens large).

Figure 1.12 – Schéma de l’expérience des fentes d’Young issu de [Mandel 1995].

Considérons une onde quasi-monochromatique envoyée sur un dispositif interférométrique à

division de front d’onde tel que des fentes d’Young de façon à faire interférer les signaux lumineux

qui résultent de cette division (voir figure 1.12). L’intensité moyenne produite au point P (r) par

la superposition des deux ondes secondaires issues des fentes en P1 et P2 s’écrit alors :

< I(r) > = < I(r1) > + < I(r2) > + 2.Re[Γ12(τ)] (1.25)

où < I(r1) > et < I(r2) > sont les intensités moyennes au niveau du plan d’observation B des

rayonnements issus des fentes P1(r1) et P2(r2) respectivement. On considère ici que le champ

est stationnaire, c’est-à-dire invariant par une translation arbitraire de l’origine des temps (nous

reviendrons sur cette notion dans la suite) :

< E(r1, t− t1).E∗(r1, t− t1) > = < E(r1, t).E∗(r1, t) > = < I(r1) > (1.26)

où la notation < G > équivaut à une moyenne temporelle de la grandeur G sur un temps T très

long par rapport au temps de cohérence du champ. Ainsi l’intensité moyenne au niveau du plan
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d’observation B du rayonnement issu de la fente P1 vaut :

< I >= lim
T→+∞

1
2T

∫ T

−T
I dt. (1.27)

La fonction Γ12(τ) est la fonction de cohérence mutuelle (grandeur complexe, Re[Γ12(τ)] repré-

sente sa partie réelle). Il s’agit du produit de corrélation des champs E(r1, t1) et E(r2, t2). Elle

est donnée par la relation :

Γ12(τ) = Γ(r1, r2, τ) =< E(r1, t).E∗(r2, t+ τ) > (1.28)

où τ = t1 − t2 = R1−R2
c est le retard dû à la différence de marche entre les rayons issus des

fentes P1 et P2 (voir fig. 1.12). Lorsque les deux points P1 et P2 cöıncident (dans un dispositif

interférométrique à division d’amplitude employant des séparatrices, comme les interféromètres

de Michelson et Mach-Zehnder), on parle alors de fonction d’autocorrélation :

Γ11(τ) = Γ(r1, r1, τ) = < E(r1, t).E∗(r1, t+ τ) > . (1.29)

Si de plus le retard τ entre les rayons qui interfèrent est nul, on retrouve l’expression de l’inten-

sité moyenne au point P1 : < E(r1, t).E∗(r1, t) > = < I(r1) >.

Le degré de cohérence complexe γ12(τ) est défini comme la normalisation de la fonction de

cohérence mutuelle Γ12(τ) :

γ12(τ) = Γ(r1, r2, τ)√
Γ(r1, r1, 0).Γ(r2, r2, 0)

= Γ(r1, r2, τ)√
< I(r1) > . < I(r2) >

. (1.30)

On peut alors réécrire la relation (1.25) (en désignant les intensités moyennes < I(r1) > et

< I(r2) > par les notations I1 et I2 respectivement) :

< I(r) > = I1 + I2 + 2.
√
I1.I2.Re[γ12(τ)]. (1.31)

Le terme d’interférence est donc proportionnel à la partie réelle du degré de cohérence com-

plexe γ12(τ). Dans le cas d’une onde strictement monochromatique de fréquence ν0 le degré de

cohérence complexe s’exprime de la manière suivante :

γ12(τ) = |γ12(τ)|e−i2πν0τ = |γ12(τ)|e−i2π(r2−r1)/λ0 . (1.32)

On voit donc apparâıtre des franges d’interférences sur le plan d’observation B : chaque fois

que la différence de marche entre les rayons |r2 − r1| est un multiple de la longueur d’onde λ0
les interférences sont constructives et l’intensité est maximale. La visibilité (ou contraste) de ces

franges est donnée par la relation :

V = Imax − Imin
Imax + Imin

. (1.33)

Imax désigne l’intensité crête d’une frange (où les interférences sont constructives) et Imin l’in-

tensité minimum (où les interférences sont destructives) :

Imax = I1 + I2 + 2.
√
I1.I2.|γ12(τ)|

Imin = I1 + I2 − 2.
√
I1.I2.|γ12(τ)|
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À partir de (1.32) on peut donc montrer que la visibilité est proportionnelle au module du degré

de cohérence complexe γ12(τ) :

V = 2
√
R

R+ 1 × |γ12(τ)| (1.34)

où R = I1/I2 est le rapport des intensités moyennes. Lorsque R est différent de 1, la visibilité

des franges est diminuée. La variation de la visibilité des franges d’interférence peut donc être

due à une variation du rapport d’intensités le long de la figure de franges indépendamment de

la variation de la cohérence entre les rayons qui interfèrent et qui est caractérisée par le degré

de cohérence complexe γ12(τ).

1.5.2 Cohérence spatiale

La cohérence spatiale ou transverse d’un faisceau caractérise le degré de cohérence mutuelle

entre deux points du champ appartenant au même front d’onde, i.e. ayant été émis au même ins-

tant par la source : γ(P1, P2, τ ≈ 0) que l’on note µ12(∆X), avec ∆X la distance entre P1 et P2.

Elle peut être mesurée par une expérience analogue aux fentes d’Young. La largeur de cohérence

spatiale `cs correspond à la distance entre les fentes (distance entre les sources secondaires) pour

laquelle on obtient une visibilité de franges donnée. Elle est proportionnelle à la longueur d’onde

la source λ et à la distance D entre la source et le plan des fentes, et inversement proportionnelle

à la largeur e de la distribution d’intensité de la source : `cs ∝ λ.D/e. En effet, plus on éloigne la

source des fentes ou bien plus celle-ci a une faible étendue spatiale, i.e. plus le rapport D/e� 1,

plus la source se rapproche d’une source ponctuelle élémentaire.

Comme nous l’avons vu, les lasers XUV ne possèdent pas de cavité permettant de filtrer spatiale-

ment le rayonnement. Le milieu amplifie, généralement en un seul passage, le rayonnement aléa-

toire et incohérent généré par l’émission spontanée. Les lasers XUV ont donc une cohérence spa-

tiale relativement faible. D’après le théorème de Van Cittert - Zernike [Born 2000, Mandel 1995],

la distribution angulaire d’intensité normalisée d’une source non-corrélée lointaine et de taille

finie Σ (i.e. il n’existe pas de relation de phase stable dans le temps entre le champ émis par les

différents points de la source) est égale à la transformée de Fourier de son degré de cohérence

mutuelle µ12(∆X) :

µ12(∆X) =
∫

Σ I(x).e−i2π
∆X.x
λ.D dx∫

Σ I(x) dx (1.35)

où x représente la coordonnée d’un point de la source, ∆X la distance entre P1 et P2 et D la

distance entre la source et les fentes. Cette relation est valable si D � Σ � λ. Une mesure de

µ12(∆X) pour différentes valeurs de ∆X sur une source réelle permet de calculer une taille de

source non-corrélée équivalente, c’est-à-dire la taille de la source non-corrélée Σ qui donnerait les

mêmes figures de franges que la source réelle caractérisée. Dans le cas des lasers XUV, compte-

tenu de leur faible cohérence spatiale, la taille de source équivalente est proche de la taille de

source réelle.

Nous verrons dans le chapitre suivant que pour nos mesures de cohérence temporelle nous

utilisons un interféromètre à division de front-d’onde à différence de marche variable, et qu’une

bonne cohérence spatiale est donc nécessaire pour nos mesures. Il faut typiquement une largeur

de cohérence spatiale de quelques centaines de microns. Les tailles de sources (taille de la pupille

de sortie du laser XUV) des lasers XUV TCE, OFI et QSS-d sont de l’ordre de quelques dizaines

de microns (10 à 50 µm), la largeur de cohérence spatiale nécessaire à nos mesures peut être

obtenue en plaçant notre interféromètre à quelques mètres (∼ 3−5 m) de la source. En revanche,

les lasers XUV QSS-l ont une taille de source plus grande, de l’ordre de 100 à 150 µm. Pour ces

lasers, il faut placer l’interféromètre beaucoup plus loin. Nous verrons dans le chapitre 3 qu’une

distance de 12 m a été nécessaire pour réaliser la mesure.
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Enfin, les lasers XUV TCE qui délivrent des impulsions courtes, proches de leur temps de co-

hérence (défini dans le paragraphe suivant), ont des empreintes de faisceau très caractéristiques.

La distribution d’intensité en champ lointain est hétérogène, analogue à des figures de speckles

(ou tavelures), contrairement aux lasers XUV QSS-d et QSS-l qui délivrent des impulsions très

longues dont la distribution d’intensité en champ lointain est uniforme. Ce phénomène peut

s’expliquer par le fait que la pupille de sortie du laser XUV agit comme une pupille diffractante :

l’empreinte du faisceau observée en champ lointain est alors une transformée de Fourier de la

pupille de sortie [Guilbaud 2006a]. Les speckles sont des zones de cohérence spatiale. Leurs di-

mensions (notées δx dans la direction horizontale, δy dans la direction verticale) dépend de la

longueur d’onde λ, de la longueur de la zone de gain L et de la largeur de la zone de gain (notée

`H et `V dans les directions horizontale et verticale respectivement) :

δx = λ.L

`H
et δy = λ.L

`V
.

Ces speckles sont répartis de façon aléatoire sur le plan du détecteur. Nous verrons dans la suite

que l’on peut décrire l’impulsion comme une succession de trains d’onde où le champ est cohérent

temporellement, séparés par des sauts de phase aléatoires du champ. Chaque train d’onde produit

une nouvelle figure de diffraction avec des speckles répartis différemment. Lorsqu’il y a peu de

trains d’onde (cas des lasers XUV TCE) on observe ces speckles sur les empreintes en champ

lointain du faisceau. Lorsque le nombre de trains d’onde est très élevé (plusieurs centaines, lasers

QSS-l et QSS-d), toutes les figures de diffraction se superposent ce qui forme une distribution

d’intensité homogène.

1.5.3 Cohérence temporelle

On peut représenter le champ d’une onde quasi-monochromatique de fréquence ν0 de la

manière suivante (on ne considère ici que les fluctuations temporelles du champ) :

E(t) = A(t).ei[Φ(t)−2πν0t]. (1.36)

Le champ est une sinusöıde oscillant à la fréquence ν0 dont l’amplitude A(t) et la phase Φ(t)
varient dans le temps sur des échelles de temps caractéristiques très longues devant la période

d’une oscillation T0 = 1/ν0 (une onde strictement monochromatique aurait une amplitude A0 et

une phase φ0 constantes dans le temps et serait donc de durée infinie). Considérons la corrélation

de deux points séparés longitudinalement d’une distance cτ sur l’axe de propagation du faisceau.

Le degré de cohérence complexe γ11(τ) = γ(τ) peut s’exprimer de la manière suivante :

γ(τ) = |γ(τ)|ei[α(τ)−2πν0τ ]. (1.37)

Le terme α(τ) et le module |γ12(τ)| de (1.36) varient lentement devant le terme 2πν0τ et sont

dus aux variations lentes de l’amplitude A(t) et de la phase temporelle du champ φ(t). Plus

les variations de A(t) et φ(t) sont lentes, plus l’onde s’approche d’une onde monochromatique.

On peut se représenter l’onde comme une succession de trains d’onde de durée moyenne τc,

pendant lesquels la phase du champ est relativement constante, et séparés par des sauts de

phase aléatoires.

On peut mesurer le temps de cohérence en réalisant une mesure d’autocorrélation du champ de

l’onde avec un dispositif interférométrique à différence de marche variable. On divise le faisceau à

caractériser en deux faisceaux secondaires (à l’aide d’un interféromètre à division d’amplitude ou

de front d’onde), puis on augmente le retard τ entre les deux faisceaux secondaires. On mesure

alors la chute de visibilité des franges d’interférences en fonction du retard (ou délai) V (τ) (qui
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est proportionnelle au module du degré de cohérence, voir (1.35)). Le temps de cohérence τc
peut être défini de différentes façons. L’une des plus courantes, et qui sera la définition que l’on

utilisera dans ce manuscrit, est le retard τ auquel la visibilité des franges maximale V (τ = 0)
(atteinte lorsque le retard entre les faisceaux est nul) est divisée par e :

V (τc) = V (0)
e

. (1.38)

Nous avons vu que les lasers XUV sont des sources extrêmement monochromatiques, leur largeur

spectrale vaut environ ∆λ/λ ∼ 10−4 − 10−5. Nous avons vu que nous avons besoin de caracté-

riser la largeur spectrale des lasers XUV dans le cadre des travaux visant à réduire leur durée

d’impulsion. Or les spectromètres XUV actuels n’ont pas la résolution nécessaire pour permettre

la mesure du profil spectral des lasers XUV. Il faut donc employer une méthode indirecte. Pour

cela, nous mesurons leur cohérence temporelle par une mesure d’autocorrélation du champ. En

effet, d’après le théorème de Wiener-Khintchine [Born 2000], le spectre de puissance S(ν) d’un

signal est égal à la transformée de Fourier de sa fonction d’autocorrélation Γ(τ) :

S(ν) =
∫ ∞
−∞

Γ(τ)ei2πντdτ (1.39)

que l’on peut réécrire en fonction du degré de cohérence complexe :

s(ν) =
∫ ∞
−∞

γ(τ)ei2πντdτ (1.40)

où s(ν) est le spectre de puissance normalisé : s(ν) = S(ν)/Γ(0).
On voit ainsi la relation entre le spectre et la cohérence temporelle d’un signal : plus le spectre

est étroit, plus le temps de cohérence, i.e. le temps de variation lente de A(t) et φ(t), est long.

Les temps de cohérence des lasers XUV sont donc longs comparés à ceux d’autres sources XUV

telles que les harmoniques d’ordre élevé et les lasers XUV à électrons libres. Il sont typiquement

de l’ordre de la picoseconde (τc ∼ 0, 5− 5 ps).

Grandeurs Expressions Valeurs

Largeur spectrale ∆ν 1 THz

Temps de cohérence τc
2.
√

ln(2)
π × 1

∆ν 0,53 ps

Durée de l’impulsion en intensité τFL
2. ln(2)
π × 1

∆ν
√

ln(2)× τc 0,44 ps

Durée de l’impulsion en champ τE
FL

2.
√

2. ln(2)
π × 1

∆ν
√

2× τFL 0,62 ps

Table 1.1 – Relations entre les valeurs de la durée d’impulsion (en intensité τFL et en champ
τE
FL

) et du temps de cohérence τc pour une impulsion Fourier limitée de spectre gaussien et de
largeur spectrale ∆ν (où ∆ν, τFL et τE

FL
sont des largeurs à mi-hauteur, et τc est la demi-largeur

à 1/e). À titre indicatif on donne les valeurs pour ∆ν = 1 THz.

Dans le tableau 1.1 sont résumées les relations entre le temps de cohérence τc, la durée

d’impulsion en intensité τFL et en champ τE
FL

d’une impulsion Fourier limitée de spectre gaussien

avec sa largeur spectrale ∆ν. Le profil temporel de l’intensité et du champ électrique (resp. IFL(t)

et EFL(t)), la densité spectrale de puissance normalisée (s(ν)), et le module du degré de cohérence
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temporelle (|γ(τ)|) s’expriment de la façon suivante :

IFL(t) = A0.exp

{
−4 ln(2).

(
t

τFL

)2
}
,

EFL(t) =
√

A0.exp

−4 ln(2).
(

t

τE
FL

)2
 ,

s(ν) = s0.exp

{
−4 ln(2).

(
ν − ν0

∆ν

)2
}
,

|γ(τ)| = exp

{
−
(
τ

τc

)2
}
.

Le théorème de Wiener-Khintchine s’applique aux signaux stationnaires au sens large (wide-

sens stationnary). L’émission spontanée est un processus stochastique (ou aléatoire). Le rayonne-

ment laser XUV opérant en amplification de l’émission spontanée (ASE) est donc de nature sto-

chastique : chaque impulsion produite correspond à un tirage aléatoire différent. Un signal E(t)
est statistiquement stationnaire lorsque sa moyenne < E(t) > et son autocorrélation Γ(t1, t2)
sont invariantes par translation arbitraire dans le temps (donc Γ(t1, t2) ne dépend que de la

différence entre t1 et t2 : Γ(t1, t2) = Γ(τ), τ = t1 − t2). De telles sources sont dites ergodiques :

les moyennes temporelles effectuées sur une réalisation particulière pendant un temps ” suffisam-

ment long ” cöıncident avec les moyennes d’ensemble correspondantes (ce qui revient à écrire

(1.27)). Les lasers XUV QSS-l et QSS-d, produisant des impulsions très longues devant leurs

temps de cohérence, peuvent être considérées comme stationnaires au sens large. En revanche,

nous verrons dans le chapitre 4 que les lasers XUV TCE et OFI, délivrant des impulsions de

durées proches de leurs temps de cohérence, n’entrent pas dans le domaine d’applicabilité du

théorème.

Expérimentalement, on peut facilement mesurer le module du degré de cohérence complexe

|γ(τ)| par la mesure de V (τ). En revanche, la phase du degré de cohérence complexe α(τ),
donnée par la position des franges (position des maxima d’intensité), n’est pas accessible dans

nos mesures. Nous déduisons donc le profil spectral des lasers XUV de la transformée de Fourier

de la courbe de visibilité mesurée V (τ) ∝ |γ(τ)|. Nous verrons dans le chapitre 4 que la perte de

l’information de la phase α(τ) est sans conséquences pour la caractérisation du profil spectral

des lasers XUV quasi-stationnaires (QSS-l et QSS-d), mais que cela doit être pris en compte

pour la caractérisation des profil spectraux des lasers XUV TCE et OFI.

1.6 Lasers XUV injectés

L’injection et l’amplification d’une harmonique d’ordre élevé dans un laser XUV a été dé-

montrée expérimentalement pour la première fois sur un laser XUV OFI en 2004 [Zeitoun 2004]

et pour la première fois sur un laser XUV TCE en 2006 [Wang 2006]. Cette technique consiste à

utiliser la colonne de plasma de laser XUV comme milieu amplificateur pour une impulsion har-

monique d’ordre élevé (germe à amplifier, ”seed” en anglais) d’une durée de quelques dizaines de

femtosecondes, résonante avec la transition laser XUV. Dans les deux cas, l’harmonique d’ordre

élevé injectée dans le plasma de laser XUV est générée à partir d’une fuite du laser IR produisant

les impulsions de pompe pour le milieu à gain, ce qui permet de contrôler le délai d’injection

par rapport au début du pompage de la transition avec précision.

Cette technique a conduit à une amélioration considérable des propriétés de ces lasers XUV :
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le faisceau laser XUV injecté est beaucoup plus collimaté qu’en mode ASE et possède une

cohérence spatiale comparable à celle de l’harmonique injectée. La cohérence temporelle est

également améliorée car la durée d’impulsion des lasers XUV injectés est très proche de leur

temps de cohérence, tandis qu’en mode ASE la durée d’impulsion vaut 2 à 6 fois le temps de

cohérence pour ces lasers XUV (TCE et OFI) [Meng 2011, Guilbaud 2010, Tissandier 2010].

On peut alors considérer que ces impulsions sont quasi-Fourier limitées, i.e. presque totalement

cohérente temporellement. Les temps de cohérence mesurés sont proches de ceux mesurés en

ASE, de l’ordre de la picoseconde. Cela indique que la largeur spectrale du rayonnement est

presque inchangée en mode injecté par rapport au mode ASE. L’harmonique injectée (le seed),

quasi-Fourier limitée, a un spectre typiquement 100 à 1000 fois plus large que la largeur spectrale

du milieu amplificateur. La conséquence de cet important désaccord de largeur spectrale est que

l’harmonique ne s’amplifie pas adiabatiquement dans le milieu amplificateur en conservant sa

durée femtoseconde. Ainsi, la plus courte durée d’impulsion mesurée sur un laser XUV injecté

est de 1,1 ps tandis que l’harmonique injectée (le seed) avait une durée de 50 fs [Wang 2009].

L’amplification de l’harmonique, non-linéaire et non-adiabatique, doit être décrite par un for-

malisme de Bloch-Maxwell (voir chapitre suivant 2.4). Les simulations basées sur ce formalisme

montrent en particulier l’apparition d’oscillations de Rabi dues à la présence du champ induit

par le passage de l’harmonique d’ordre élevé dans le milieu amplificateur : l’inversion de popula-

tion de la transition laser oscille de valeurs positives à négatives, produisant macroscopiquement

des structures temporelles dans le champ électrique émis avec des pics dont la la durée peut

descendre jusqu’à ∼ 10 fs. La génération d’oscillations de Rabi dans les lasers XUV injectés est

donc actuellement considérée comme un moyen prometteur de produire des lasers XUV femto-

seconde. Mais la manifestation de ces dernières n’a toutefois encore jamais été mise en évidence

expérimentalement.



Chapitre 2

Description des outils et des

méthodes

2.1 Introduction

Dans ce chapitre nous décrivons l’instrument principal et les codes de simulation numérique

existants que nous avons utilisés pour les études qui sont présentées dans ce manuscrit. Nous pré-

sentons le principe de l’interféromètre à division de front d’onde et différence de marche variable

avec lequel ont été faites les mesures de cohérence temporelle et de largeur spectrale des lasers

XUV, en particulier celle que nous avons réalisée au laboratoire PALS en République Tchèque

(chapitre 3). Nous discutons quelques aspects du traitement des interférogrammes pour la mesure

de la visibilité des franges sur laquelle repose la caractérisation de la cohérence temporelle et de

la largeur spectrale. Pour la comparaison de nos mesures de rétrécissement spectral par le gain

nous avons utilisé un code de transfert radiatif décrivant l’intensité du rayonnement résolu en

fréquence au cours de l’amplification, en prenant en compte les contributions des élargissements

homogène et inhomogène du profil intrinsèque de la raie. Nous rappellerons les principales bases

du modèle sur lequel ce code s’appuie. Enfin pour décrire plus finement les propriétés spectrales

et temporelles du rayonnement XUV amplifié, notamment dans le cas des lasers XUV injectés

par du rayonnement harmonique, nous avons utilisé le code COLAX, basé sur les équations de

Bloch-Maxwell pour décrire l’évolution temporelle de l’enveloppe du champ électrique associé à

l’émission laser.

2.2 Interféromètre à division de front d’onde à bi-dièdre

2.2.1 Description de l’interféromètre

L’interféromètre à bi-dièdre décrit dans ce chapitre est un interféromètre à différence de

marche variable spécialement conçu en 2003 par l’équipe de Denis Joyeux au Laboratoire Charles

Fabry de l’Institut d’Optique [Klisnick 2006] pour la mesure de la cohérence temporelle des lasers

XUV et de leur spectre par spectroscopie de Fourier. Comme nous l’avons mentionné dans le

chapitre précédent, les lasers XUV ont une largeur spectrale particulièrement étroite, notamment

comparée à d’autres sources cohérentes dans le domaine XUV tels que les lasers X à électrons

libres et les harmoniques d’ordre élevé, ce qui rend leur mesure directe à l’aide d’un spectromètre

très difficile, voire impossible pour certains d’entre eux.

Les premières mesures de largeur spectrale de lasers XUV ont été réalisées au début des années

1990 sur des lasers pompés dans le régime quasi-stationnaire (QSS), directement à l’aide de

spectromètres à haute résolution : sur un laser XUV de sélénium néonöıde en 1992 [Koch 1992],

puis en 1995 sur un laser XUV de germanium néonöıde [Yuan 1995]. Les spectromètres em-

ployés alors étaient des systèmes optiques complexes (voir fig.1 de la référence [Koch 1994] pour

la mesure [Koch 1992] et fig.2 de la référence [Yuan 1996] pour la mesure [Yuan 1995]) dont la

résolution spectrale était à peine plus fine que les largeurs spectrales caractérisées. Par exemple,

lors de la première mesure [Koch 1992], le spectromètre était constitué de deux miroirs cylin-

driques focalisant le faisceau laser XUV sur l’entrée d’une fente, suivis d’un miroir sphérique
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imageant la fente, puis d’un réseau plan à pas variable interceptant le faisceau convergeant et le

focalisant sur le détecteur (voir figure 1 de la référence [Koch 1994]). Le pouvoir de résolution

atteignait ∆λ/λ ∼ 5× 10−5 pour la raie J = 0 → 1 émettant à 18,2 nm. Or la largeur spectrale

mesurée pour cette raie est de ∆λ/λ ∼ 7, 2× 10−5. De plus, il faut préciser que les autres types

de lasers XUV ont des largeurs spectrales encore plus étroites. En conséquence, une méthode

plus adaptée pour atteindre la très haute résolution nécessaire est la spectroscopie de Fourier.

Celle-ci consiste à faire une mesure d’autocorrélation en champ électrique du rayonnement afin

de mesurer son degré de cohérence temporelle, dont on peut déduire son profil spectral dans un

deuxième temps.

Pour des raisons que nous expliquons un peu plus loin, le choix s’est porté sur un interféro-

mètre à différence de marche variable à division de front-d’onde, et non à division d’amplitude

comme cela aurait pu sembler naturel pour réaliser des mesures de cohérence temporelle. L’in-

terféromètre est basé sur le principe d’un interféromètre à bi-miroir de Fresnel mais la paire de

miroirs est remplacée par une paire de réflecteurs chacun constitué de deux miroirs plans de

silice formant un dièdre (voir figure 2.1). L’un des deux dièdres est mobile : il peut être incliné

vers l’autre dièdre suivant un angle θ de sorte à faire se recouvrir partiellement et interférer

les deux demi-faisceaux issus de la réflexion du faisceau incident. L’angle entre les dièdres est

variable et détermine la largeur de la zone de recouvrement partiel des deux demi-faisceaux.

Pour nos mesures cet angle est typiquement de l’ordre de quelques mrad, voir tableau 2.1. Pour

la mesure de la cohérence temporelle du rayonnement, le dièdre mobile peut également être

translaté verticalement afin d’introduire une différence de marche ` entre les demi-faisceaux

qui interfèrent suivant leur axe de propagation (correspondant à un retard temporel τ = `/c).

Comme l’illustre la figure 2.1, si l’interféromètre était composé de deux simples miroirs plans, la

translation verticale de l’un par rapport à l’autre ne conserverait pas la superposition spatiale

des demi-faisceaux réfléchis et introduirait un décalage transverse dépendant de la distance de

translation. La substitution des miroirs plans par des dièdres ajoute une réflexion supplémen-

taire des demi-faisceaux qui compense le décalage transverse de la première et permet de faire

une mesure à cohérence spatiale constante [Polack 1995].

Pour des raisons de conception mécanique de l’ensemble, le bi-dièdre est suivi d’un miroir

plan sous incidence de 6o, qui renvoie les demi-faisceaux qui interfèrent vers le détecteur CCD.

L’ensemble bi-dièdre est monté sur une structure motorisée (figure 2.2.a) placée dans une enceinte

(figure 2.3), ce qui permet de contrôler sous vide les différents mouvements de réglage : translation

latérale et rotation dans le plan latéral de l’ensemble afin de centrer et aligner le faisceau incident

sur l’axe correspondant à l’arête centrale du bi-dièdre ; translation verticale et inclinaison du

dièdre mobile. La figure 2.2.b représente une vue de profil et une vue de dessus du trajet du

faisceau dans l’interféromètre jusqu’au détecteur. Ce dernier est une caméra CCD XUV (Andor

technology, 1024 × 1024 pixels) inclinée d’un angle β = 35o dans le plan perpendiculaire aux

franges d’interférence. En effet, dans nos conditions de réglage (voir tableau 2.1), qui sont fixées

par différentes contraintes discutées dans la suite, l’interfrange dans le plan normal du faisceau est

petite par rapport à la dimension d’un pixel de la caméra CCD (13 µm). L’effet d’anamorphose

induit par l’inclinaison de la CCD permet d’augmenter l’interfrange apparente et nous allons

voir qu’une interfrange et un nombre de frange minimum sont nécessaires pour extraire la valeur

de visibilité des franges des interférogrammes détéctés par la CCD. Cependant, l’efficacité de

la CCD étant diminuée lorsque le signal n’arrive pas en incidence normale sur le chip, il peut

arriver qu’il soit préférable de travailler en incidence normale lorsque le niveau de signal est trop

faible.

L’emploi de miroirs plans de silice en incidence rasante permet à cet instrument d’être utili-

sable à différentes longueurs d’onde XUV sans changement des éléments optiques, contrairement
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Interféromètre de Fresnel :
paire de miroirs plans inclinés
suivant leur arrête commune.

Interféromètre à bi-dièdre :
chaque miroir plan est remplacé par une
paire de miroirs plans formant un dièdre. 

Un dièdre est mobile pour faire
varier la différence de marche.  

interférences

interférences

Figure 2.1 – Interféromètre à division de front d’onde pour spectroscopie de Fourier (figure issue
de [De Oliveira 2009]). (a) Interféromètre de Fresnel à bi-miroir. Ce montage n’est pas approprié
pour un balayage en différence de marche entre les demi-faisceaux réfléchis qui interfèrent. (b)
Interféromètre à bi-dièdre : les miroirs plans ont été remplacés par des paires de miroirs plan
formant des dièdres afin que les mêmes rayons interfèrent quelle que soit la différence de marche
introduite en translatant verticalement l’un des dièdres.

aux interféromètres à division d’amplitude, qui utilisent des optiques multicouches (miroirs, sé-

paratrices) ou des réseaux de diffraction. De plus, la réflectivité des miroirs sous incidence de

6o atteint environ 70 % pour le rayonnement XUV-X mous, ce qui est nettement plus élevé

que les coefficients de réflectivité et de transmission des séparatrices multicouches (typiquement

en-dessous de 20 % à 14 nm [Smith 2003]) et des réseaux de diffraction (environ 10 %).

Le tableau 2.1 résume les caractéristiques de l’interféromètre à bi-dièdre et des interféro-

grammes obtenus en fonction des paramètres de réglage de l’interféromètre. Le choix des dif-

férents paramètres de réglages dépend d’un certain nombre de contraintes qui varient d’une

expérience à l’autre et sont liés au type de laser XUV, à sa longueur d’onde et à son mode d’opé-

ration (ASE ou injecté), ainsi qu’aux conditions nécessaires à l’analyse des interférogrammes.

Une des principales contraintes de la mesure à prendre en compte est la visibilité à différence

de marche nulle entre les deux demi-faisceaux réfléchis, qui correspond à la visibilité maximum

Vmax des courbes de visibilité obtenues expérimentalement. Elle doit être de ∼ 50 % au minimum

pour pouvoir mesurer de façon fiable la chute de visibilité des franges d’interférence lorsqu’on

augmente le retard entre les deux bras de l’interféromètre. En particulier on doit garder une

visibilité suffisante jusqu’au temps de cohérence qu’on cherche à mesurer, pour lequel la visibilité

chute par définition d’un facteur ∼ 0, 37(V (τc) = Vmax/e). La visibilité maximum est déterminée

par la cohérence spatiale au niveau de l’interféromètre entre les points du champ qui interfèrent.

Elle est donnée par le module du degré de cohérence mutuelle |µ12| entre les points P1 et P2 du

faisceau qui interfèrent :

Vmax = V (P1, P2, τ = 0) = |µ12|. (2.1)

Nous avons vu dans le chapitre 1 que la cohérence spatiale diffère d’un type de laser XUV à

l’autre. En mode ASE, la source peut être considérée comme une source incohérente spatialement

au niveau de la pupille de sortie du plasma amplificateur qui acquiert sa cohérence spatiale au

cours de sa propagation (théorème de Van Cittert - Zernicke [Born 2000]). Le degré de cohérence

mutuelle |µ12| entre deux points du faisceau augmente avec la distance D de ces points à la source.
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(a)

(b)

Figure 2.2 – Interféromètre à bi-dièdre. (a) Vue de profil (haut) et vue de dessus (bas) du trajet
du faisceau dans l’interféromètre et jusqu’au détecteur. (b) Photos de la structure motorisée sur
laquelle sont fixés le bi-dièdre et le miroir de renvoi de l’interféromètre.

Il faut donc éloigner l’interféromètre à bi-dièdre au maximum de la source afin d’augmenter la

visibilité maximum, tout en s’assurant que le niveau de signal sur le détecteur est suffisant pour

la mesure du contraste des franges d’interférences (niveau signal ∝ 1/D2). Dans le cas des lasers

XUV TCE et OFI opérant en mode ASE, un autre élément à prendre en compte dans le choix

de la distance de l’interféromètre à la source est la taille des grains de speckles (largeur d’un

speckel ∝ D [Guilbaud 2006a]).

La largeur de la zone de recouvrement ∆x doit être adaptée de sorte à rester inférieure à

la longueur de cohérence spatiale à la distance D, tout en optimisant l’interfrange (environ

5 pixels/frange minimum) et le nombre de franges pour le traitement des interférogrammes

(∆x ≥ 600 µm sur le détecteur pour une dizaine de franges de 5 pixels de 13 µm). Enfin pour

une largeur de zone de recouvrement ∆x donnée, en complément de l’utilisation de la CCD en

incidence à 35o, l’interfrange peut être accrue en augmentant la distance d du détecteur par

rapport à l’interféromètre (voir tableau 2.1).

2.2.2 Méthode d’analyse des interférogrammes

La figure 2.4 montre un interférogramme typique, obtenu en un tir. On voit clairement les

franges d’interférence formées dans la bande verticale. Celle-ci correspond à la zone de recou-

vrement partiel des deux demi-faisceaux, dont on voit par ailleurs l’empreinte sur une zone plus
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Figure 2.3 – Photo de l’enceinte de l’interféromètre et du tube menant à la caméra CCD XUV
inclinée à 35o.

large de part et d’autre de cette zone, correspondant à la réflexion sur chacun des dièdres. En

haut et en bas de l’image, on peut voir la limite de ces dièdres, au delà de laquelle l’image est

noire.

Figure 2.4 – Exemple d’interférogramme obtenu en 1 tir et détecté par la CCD XUV.

Évaluation de la visibilité des franges d’interférence

Pour chaque interférogramme, on construit une carte de la visibilité des franges d’interfé-

rence sur toute la zone de recouvrement des faisceaux en effectuant une transformée de Fourier

2D sur une fenêtre carrée glissante.

Le signal dans la zone de recouvrement (après soustraction du fond, évalué dans la zone froide)

est sous la forme :

I(x) = I0 +A cos
(

2πx
i

)
où I0 est le niveau de signal moyen, A l’amplitude des franges et i l’interfrange. La visibilté V
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Caractéristiques des dièdres

Longueur d’un dièdre L 80 mm
Largeur d’un dièdre l 15 mm
Angle de rasance du faisceau incident α 6o

Hauteur de la section du faisceau interceptée h = L
2 . tan(α) 4,2 mm

Paramètres de réglage de l’interféromètre

Positionnement de l’interféromètre :

Distance de l’interféromètre à la source D 4 à 12 m
Distance de l’interféromètre au détecteur d 70 à 120 cm

Conicité C = 1 + d
D

Réglage des dièdres :

Angle entre les deux dièdres θ quelques mrad
Angle entre les deux faisceaux réfléchis ε ≈ 4.α.θ ≈ 0, 4 θ
Translation verticale du dièdre mobile z −2 à 60 mm
Différence de marche entre les deux faisceaux réfléchis ` = 2.z. sin(2.α) ∼ −0, 8 à 25 mm
Délai entre les deux faisceaux réfléchis τ = `/c ∼ −2, 7 à 83 ps

Caractéristiques des interférogrammes

Angle d’incidence sur le détecteur β 35o (ou 90o)
Largeur de la zone de recouvrement sur le détecteur ∆x ≈ d.ε 500 à 1000 µm

Interfrange sur le détecteur i = λ
ε.sin(β) .C ≥ 5 pixels

Nombre de franges N = ∆x
i ∼ 10 minimum

Table 2.1 – Caractéristiques de l’interféromètre à bi-dièdre et des interférogrammes obtenus
en fonction des paramètres de réglage de l’interféromètre. Les relations entre les différentes
grandeurs ainsi que leurs valeurs typiques sont précisées. Le choix des différents paramètres de
réglages est discuté dans le texte.

des franges (ou contraste) peut donc s’écrire de la manière suivante :

V = Imax − Imin
Imax + Imin

= A

I0
.

Le spectre spatial de l’interférogramme contient donc trois pics : un central correspondant au

signal moyen dans la fenêtre (de fréquence nulle) d’amplitude V0 = I0 et deux pics aux fréquences

spatiales k = −1
i et k = 1

i associés à la modulation des franges et d’amplitude Vk = A/2. Ainsi,

à chaque position de la fenêtre glissante, la visibilité est donnée par :

V = 2.Vk
V0
.

Les cartes de visibilité de la zone de franges ainsi obtenues sont inhomogènes. En effet, le

contraste des franges d’interférence est proportionnel au module du degré de cohérence tempo-

relle avec un facteur dépendant du rapport d’intensité du champ électrique de chaque faisceau

au niveau des points qui interfèrent (I1/I2) :

V = 2
√
I1/I2

1 + I1/I2
× |γ12(τ)|.

On considère que les variations de visibilité dans la zone de franges sont uniquement dues à

des variations de ce rapport d’intensité, et non à une variation de la cohérence (spatiale et/ou

temporelle) sur la petite zone de faisceau interceptée. Ainsi, la valeur la plus pertinente dans

nos mesures est la valeur maximale de la carte de visibilité, qui correspond aux points de l’in-
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terférogramme où I1 = I2.

La taille w × w de la fenêtre glissante sur laquelle on effectue la TF est choisie comme le

nombre impair immédiatement supérieur au double de l’interfrange. Ceci permet d’obtenir un

spectre 2D de mêmes dimensions w ×w où les fréquences spatiales des trois pics (pic central et

pics du signal de franges) sont centrés sur des pixels. Le fenêtre doit contenir le minimum de

franges afin que le rapport d’intensités (I1/I2) soit uniforme sur toute la fenêtre.

On peut voir sur la figure 2.4 que les franges d’interférence sont légèrement inclinées. Ceci

est dû à un petit angle entre les dièdres dans le plan de leur arête commune, amplifié par

l’anamorphose lorsque l’interférogramme est obtenu avec la caméra CCD à 35o.

Diminution de la visibilité due à l’émission incohérente du plasma

Dans les lasers XUV opérant en régime quasi-stationnaire, le plasma est fortement chauffé

(les températures ioniques et électroniques atteignent ∼ 100 eV ) pendant plusieurs centaines

de picosecondes (lasers XUV QSS-l) à quelques dizaines de nanosecondes (lasers XUV QSS-d).

En conséquence, l’émission incohérente du plasma émettant dans la bande spectrale filtrée par

le miroir multicouche de renvoi vers l’interféromètre à bi-dièdre peut s’avérer non négligeable

par rapport au rayonnement laser XUV. Dans ce cas, le rayonnement incohérent se superpose

sans interférer au système de franges produit pas le laser XUV sur la caméra CCD de détection,

entrâınant une diminution du contraste des franges. On montre ici que cette diminution des

franges n’affecte pas la mesure de cohérence temporelle, même si la contribution de cette émission

incohérente ne peut être évaluée précisément, car la diminution de visibilité des franges est

constante lorsqu’on fait varier le retard entre les faisceaux qui interfèrent.

Soit Vmesurée la visibilité mesurée sur l’interférogramme, qui s’écrit :

Vmesurée = (Imax − Imin)
(Imax + Imin) = (Imax − Imoy)

Imoy

où Imax (resp. Imin) est le signal mesuré au maximum de la frange claire (resp. sombre) et

Imoy = (Imax+ Imin)/2. On définit par ailleurs VlaserXUV comme la visibilité ”réelle” des franges

lorsqu’on a soustrait le rayonnement incohérent émis par le plasma.

VlaserXUV = (Imax − Iplasma)− (Imin − Iplasma)
(Imax − Iplasma) + (Imin − Iplasma)

= (Imax − Imoy)
(Imoy − Iplasma)

.

On peut alors réécrire :
1

VlaserXUV
= 1
Vmesurée

(1− Iplasma
Imoy

)

où encore Vmesurée = K × VlaserXUV avec K = 1− Iplasma/Imoy.
On voit donc que la contribution de l’émission incohérente conduit à une diminution de la

visibilité d’un facteur K lié au rapport du signal de cette émission sur le signal des franges. Si on

sait évaluer Iplasma, on peut remonter à la visibilité ”réelle”. Si cette évaluation est impossible,

elle n’affecte pas la mesure du temps de cohérence puisque la visibilité des franges est mulitipliée

par un facteur constant quel que soit le retard entre les faisceaux.

2.3 Code de transfert radiatif 1D ”Koch”

Pour la comparaison de nos mesures de rétrécissement spectral par le gain que nous présen-

tons dans le chapitre 3, nous avons utilisé un code de transfert radiatif décrivant l’intensité du
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rayonnement résolu en fréquence au cours de l’amplification, en prenant en compte les contri-

butions des élargissements homogène et inhomogène du profil intrinsèque de la raie. Ce code,

développé par Olivier Guilbaud pendant sa thèse [Guilbaud 2004], est basé sur le modèle de J.

Koch [Koch 1994], lui-même basé sur l’équation de transfert radiatif dépendant de l’espace et de

la fréquence du rayonnement, en prenant en compte l’effet de saturation. L’intensité de la raie

laser XUV au cours de son amplification le long la colonne de plasma s’écrit :

dI

dz
(ν, z) = j0

V (ν0) .
[
1 + g0

j0
.I(ν, z)

]
×
∞∫
0

S(u)φ(ν, u)du

1 + 1
Isat

∞∫
0

I(ν ′, z).φ(ν ′, u)dν ′
. (2.2)

Dans cette équation, g0 et j0 sont respectivement le gain faible signal et l’émissivité de la tran-

sition laser, supposés constants. Le modèle prend en compte la saturation de l’amplification et

fait donc apparâıtre l’intensité de saturation Isat. Le code utilise des grandeurs réduites en les

normalisant par Isat et l’équation (3.6) est réécrite sous la forme :

dI
dz

(ν, z) = J0
V (ν0) .

[
1 + g0

J0
.I(ν, z)

]
×
∞∫
0

S(u)φ(ν, u)du

1 +
∞∫
0

I(ν ′, z).φ(ν ′, u)dν ′
(2.3)

en posant J0 = j0/Isat et I(ν, z) = I(ν, z)/Isat respectivement le facteur d’émissivité et l’inten-

sité réduite.

Le profil intrinsèque d’une raie laser XUV est du type Voigt. Il résulte de la convolution d’un

élargissement inhomogène (gaussien) dû à l’effet Doppler, représenté dans l’équation (2.3) par

la fonction S(ν) de largeur à mi-hauteur ∆νi et d’un élargissement homogène (lorentzien) dû à

l’émission spontanée et aux collisions électroniques, représenté par la fonction φ(ν) de largeur à

mi-hauteur ∆νh :

S(ν) = 1
∆νi

√
4 ln(2)
π

× e
−4 ln(2).

(
ν−ν0
∆νi

)2

, (2.4)

φ(ν) = 2
π.∆νh

× 1

1 +
(
2. (ν−ν0)

∆νh

)2 . (2.5)

Ce modèle est basé sur différentes hypothèses. Premièrement, l’amplification est stationnaire :

les populations des niveaux haut Nh et bas Nb de la transition laser, le fondamental Nfond,

ainsi que les taux peuplant et dépeuplant ces niveaux, sont indépendants du temps au cours de

l’amplification. De même, le gain faible signal g0, l’émissivité j0 et l’intensité de saturation sont

indépendants du temps au cours de l’amplification et homogènes tout le long de l’axe de propa-

gation. De plus, l’amplification est monodimensionelle : les effets de propagation transverses, tels

que la diffraction ou la réfraction dues aux gradients de densité sont négligés. Le modèle ne prend

pas en compte la redistribution des vitesses par des collisions élastiques ion-ion. Chaque émet-

teur conserve sa vitesse. Cela revient à faire l’hypothèse que la fréquence de collisions élastiques

ion-ion est inférieure à l’élargissement homogène de la raie intrinsèque ∆νh, donc que l’effet

Doppler conduit à un élargissement uniquement inhomogène. Enfin, le modèle décrit l’évolution

de l’intensité de la raie laser XUV. Il ne peut donc pas décrire les effets dynamiques qui peuvent

apparâıtre dans de tels systèmes tel que des oscillations de Rabi qui seront discutées dans le

chapitre 5. Dans ce cas il faut utiliser une description de type Bloch-Maxwell pour décrire l’évo-
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lution du champ électrique associé à l’émission laser, comme nous le verrons dans la section

suivante. Les hypothèses ci-dessus sont bien adaptées au cas des lasers XUV quasi-stationnaires

(QSS-l et QSS-d), dont les temps caractéristiques d’évolution du plasma sont longs devant les

temps de relaxation des niveaux atomiques. Les populations y atteignent rapidement un équi-

libre stationnaire (dNidt = 0). Elles ne dépendent que des conditions hydrodynamiques du plasma

et évoluent adiabatiquement avec l’évolution de celles-ci. Dans le cas des lasers XUV OFI et

TCE, pour lesquels le gain est transitoire, ces hypothèses ne sont pas aussi bien vérifiées. Les

grandeurs hydrodynamiques et atomiques varient sur des échelles de temps proches, les popula-

tions ne peuvent pas atteindre un équilibre stationnaire. De plus, nous verrons dans le chapitre

5 que dans ces systèmes, les très fortes densités d’inversion de population atteintes conduisent

à un régime d’amplification fortement non-linéaire, qui nécessite une description de l’évolution

du champ électrique associé à l’émission laser, par les équations de Bloch-Maxwell. Enfin, les

gradients de densité peuvent être très abrupts ce qui conduit à des pertes d’énergie significatives

dans la zone de gain par réfraction et diffraction, ce qui ne peut pas être pris en compte dans

un modèle 1D.

Les paramètres d’entrée du code sont :

- les largeurs spectrales des composantes lorentzienne et gaussienne du profil intrinsèque de la

raie, qui peuvent provenir de simulations de profils spectraux de raies émises par des émetteurs

multi-électron dans des plasmas denses et chauds tel que le code PPP développé dans l’équipe

d’Annette Calisti à Marseille [Calisti 1990].

- l’émissivité, l’intensité de saturation et le gain faible signal, qui peuvent être évalués à partir

des populations et des taux dans des conditions plasma données (Ne,Te,Ti) par des simulations

hydrodynamiques. Le gain faible-signal peut être celui qui est mesuré expérimentalement.

Au cours de cette thèse, des modifications ont été apportées au code initial, permettant

notamment de calculer l’amplification en double-passage dans une demi-cavité, et celle de per-

mettre une variation temporelle du gain faible signal. Ces deux points seront présentés plus en

détail dans le chapitre 3, dans lequel sont présentés des résultats expérimentaux sur le laser XUV

QSS-l de PALS, qui ont motivé l’ajout de ces modifications.

2.4 Code Bloch-Maxwell 2D ”COLAX”

Pour la modélisation plus fine de la formation du signal laser XUV, et notamment celle de

sa cohérence temporelle, on utilise les équations de Bloch-Maxwell. Celles-ci regroupent l’équa-

tion paraxiale de propagation du champ électrique associée à l’émission laser et les équations de

Bloch qui décrivent le couplage des populations de la transition laser et du dipôle atomique (qui

apparâıt lorsque le système est dans une superposition de l’état inférieur et de l’état supérieur)

de la transition laser. L’interaction du rayonnement laser XUV avec le plasma amplificateur est

modélisé par le couplage entre la densité de polarisation complexe et les densités de populations

de la transition.

On décrit ici les principaux ingrédients du code bidimensionnel COLAX, reposant sur ces équa-

tions, que nous avons utilisé dans ce travail de thèse. Le code COLAX a été développé au début

des années 2000 par Olivier Larroche (CEA-DIF B3) pour modéliser la cohérence spatiale des

lasers XUV opérant dans le mode ASE [Larroche 2000]. Le code COLAX a ensuite été adapté

pour permettre de simuler l’amplification d’une impulsion harmonique d’ordre élevé (HH) du

laser de pompe, injectée dans le plasma de laser XUV [Al’miev 2007].

L’amplitude complexe de la composante polarisée suivant z du champ électrique E se propa-

geant dans la direction y positive dans le plan (x, y) (pour de petits angles suivant cette direction)
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est décrit dans le cadre de l’approximation de l’enveloppe lentement variable par l’équation de

propagation paraxiale suivante :

2iω
c

(1
c

∂E

∂t
+ ∂E

∂y

)
+ ∂2E

∂x2 = −ω
2

c2

(
−ωp(x)2

ω(ω + iνei)
E + 4πP

)
. (2.6)

L’approximation d’enveloppe lentement variable est valable pour décrire l’amplification et la

propagation du rayonnement laser XUV. En effet, la période d’un cycle optique 2π/ω est de

quelques dizaines d’attosecondes, ce qui est trois ordres de grandeurs en-dessous des plus petites

durées caractéristiques des impulsions (période des oscillations de Rabi et durées des impul-

sions harmoniques d’ordre élevé injectées dans le plasma sont de l’ordre de quelques dizaines de

femtosecondes, voir chapitre 5). L’approximation paraxiale est justifiée ici car, même en tenant

compte des effets de réfraction et de diffraction du rayonnement au cours de l’amplification, les

angles transverses mis en jeu sont toujours inférieurs à 10 mrad.

L’amplitude complexe de l’enveloppe temporelle de la densité de polarisation P , dans le

deuxième membre de l’équation (2.6), est donnée par :

∂P

∂t
= −γP − iωDE + Γ (2.7)

où γ = 1/T2 est le taux de déphasage du dipôle, principalement dû aux collisions, et lié à

l’élargissement homogène de la raie laser. D est la densité d’inversion de population :

D = d2

~ω
(ρh − ρb) (2.8)

où d est l’élément de matrice densité des niveaux haut h et bas b de la transition laser. Enfin, le

terme Γ dans l’équation (2.7) représente les fluctuations dues à l’émission spontanée. L’évalua-

tion de ce terme sera discutée plus en détail dans le chapitre 5.

Les densités de population de la transition laser ρh and ρb suivent l’évolution suivante :

∂ρb
∂t

= − 1
2~Re(iPE

∗) + γbhρh +Rb,

∂ρh
∂t

= + 1
2~Re(iPE

∗) + γhbρb +Rh.

(2.9)

Les taux γbh et γhb sont les taux collisionnels et radiatifs qui relient les deux états entre eux,

alors que Rb et Rh sont des flux de population provenant des autres états (autres niveaux de

l’ion) qui sont traités de façon globale.

Les deux équations (2.9) peuvent être décrites par l’unique équation suivante sur la densité

d’inversion de population D :

∂D

∂t
= −D −D0

T1
− d2

~2ω
Re(iPE∗) (2.10)

où T1 est le temps de recouvrement du gain, qui peut être estimé comme l’inverse de la plus

grande valeur propre du système collisionnel-radiatif (γij) linéarisé autour de l’équilibre condui-

sant à l’inversion stationnaire D0.

Le code COLAX, basé sur ce modèle, utilise en entrée un certain nombre de données hydro-
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dynamique et de physique atomique, qui sont fournies, soit par l’utilisateur, soit par les résultats

d’une simulation hydrodynamique. L’ensemble de ces données est rassemblé dans un unique fi-

chier d’exécution.

La fréquence plasma ωp ainsi que la fréquence de collision électron-ion νei, qui apparaissent

dans l’équation de propagation du champ électrique, contrôlent la réfraction du rayonnement et

l’amortissement collisionnel des ondes au cours de la propagation dans le plasma. Le calcul de

ces deux grandeurs nécessite de connâıtre le degré d’ionisation Z de l’ion actif, la densité élec-

tronique Ne et les températures électronique Te et ionique Ti dans la zone de plasma modélisée.

Pour résoudre les équations d’évolution gouvernant les populations atomiques, il faut fournir

les taux de transition entre les deux les états traités dynamiquement dans le code (dans les cas

que nous présenterons, uniquement les états associés à la transition laser) ainsi que les flux de

population qui les alimentent à partir des autres états, dits ”extérieurs”. Pour les simulations

COLAX que nous présentons dans ce mémoire, toutes ces données sont issues d’une simulation

réalisée avant cette thèse à l’aide du code hydrodynamique EHYBRID, qui inclut un modèle

collisionnel-radiatif pour le calcul détaillé des populations dans l’ion lasant [Pert 1983]. Le code

EHYBRID est monodimensionnel ; la variation au cours du temps des différentes grandeurs est

modélisée dans la direction transverse perpendiculaire à la cible (direction x dans l’équation 2.6).

Dans la direction de l’amplification (axe Oy dans l’équation 2.6) le plasma est supposé

homogène. Il est néanmoins possible de modéliser l’évolution du plasma pompé par une onde

progressive. Dans cette configuration, utilisée pour les lasers XUV transitoires (TCE), les plans

iso-intensités du faisceau laser de pompe sont inclinés par rapport au plan de la cible d’un angle

ajustable α qui doit être proche de 45o afin de créer dans le plasma une zone de pompage dont

la position se déplace le long de l’axe longitudinal à une vitesse proche de c (figure 2.5). Ce

mode d’irradiation produit donc un plasma dont les paramètres à chaque instant dépendent à

la fois de x et de y. Cependant, on peut en bonne approximation reconstruire cette variation 2D

à partir des résultats d’une simulation hydrodynamique 1D en notant que l’échelle de variation

longitudinale (selon y) des perturbations ainsi créées est beaucoup plus grande que leur échelle

de variation transverse (selon x). On peut alors considérer que chaque élément de plasma au

voisinage d’une position y donnée évolue, indépendamment de ses voisins, comme une tranche

de plasma homogène (en y), soumis à une impulsion de pompage d’intensité I(t − y/vo.p.). Le

profil spatio-temporel (x, t) des différentes grandeurs hydrodynamiques est alors décalé en temps

d’une valeur δt = ts + y/vo.p. en fonction de la position longitudinale y (où vo.p. est la vitesse de

l’onde progressive).

Figure 2.5 – Géométrie de pompage en onde progressive modélisée dans COLAX.

A partir du fichier d’entrée contenant l’évolution temporelle des différentes grandeurs dans

le plan (x, y), COLAX fournit en sortie l’évolution temporelle du champ E (x, y, t), à partir

de laquelle il est possible de calculer des quantités accessibles expérimentalement. On peut ainsi

avoir accès à l’intensité du rayonnement émis sur la pupille de sortie du plasma, ou encore à la

distribution angulaire (champ lointain) de l’émission. Il est aussi possible de calculer des gran-

deurs relatives à la cohérence de l’impulsion, puisqu’on connâıt à chaque instant l’amplitude et
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la phase du champ E.

Ainsi pour les études qui seront présentées dans les chapitres 4 et 5 de ce mémoire, nous

avons utilisé la possibilité de calculer la fonction d’autocorrélation du champ Γ(x, y, τ) = <

E(x, y, t)E∗(x, y, t + τ) > où les crochets désignent l’intégrale sur t entre −∞ et +∞ (en pra-

tique, on choisit un intervalle de temps long devant le temps de cohérence).

Toutes les simulations COLAX qui seront présentées dans ce mémoire ont été réalisées en

1D (axe d’amplification y) afin de se concentrer sur les propriétés spectrales et temporelles du

champ laser XUV, qui sont le sujet de cette thèse.



Chapitre 3

Caractérisation de la cohérence

temporelle et du spectre du laser

XUV quasi-stationnaire de PALS

3.1 Introduction

La caractérisation expérimentale de la cohérence temporelle et de la largeur spectrale associée

des différents types de lasers XUV est non seulement essentielle pour leur utilisation, notamment

pour les applications impliquant des interférences ou de la focalisation (comme la lithographie,

l’holographie, la génération de matière à haute densité d’énergie...), mais nous avons vu dans le

chapitre 1 que la connaissance des propriétés de cohérence temporelle et spectrale de ces sources,

ainsi que la compréhension des paramètres qui les contrôlent, est également fondamentale pour

la progression des travaux visant à réduire leurs durées d’impulsion.

Avant les travaux réalisés pendant cette thèse, la cohérence temporelle et la largeur spectrale

associée de trois des quatre types de lasers XUV actuellement opérationnels avaient été me-

surées à l’aide de l’interféromètre à bi-dièdre présenté en section 2.2 : OFI [Tissandier 2010,

Guilbaud 2010], TCE [Guilbaud 2006b, Meng 2011] et QSS-d [Urbanski 2012b]. Il restait donc

à caractériser le laser XUV quasi-stationnaire créé par laser (QSS-l) afin de compléter cette vaste

campagne d’expériences. Des expériences ont donc été menées sur la plateforme PALS (Prague

Asterix Laser System) en République Tchèque, qui est désormais la seule plateforme où sont

générés les lasers XUV QSS-l. Une première campagne d’expériences menée en 2012 dans le

cadre de l’accès européen Laserlab [Meng 2012b, Meng 2014] a permis deux premières séries de

mesures, en assez bon accord avec les prédictions numériques. Le temps de cohérence mesuré

était inférieur à 1 picoseconde, plus court que les autres lasers XUV caractérisés jusqu’alors.

Néanmoins, un écart entre les deux mesures avait été observé, et la faible qualité des données

obtenues n’était pas suffisante pour raisonnablement en tirer des conclusions. En effet, comme

nous le verrons dans la suite, la mise en œuvre de notre méthode de mesure sur le laser XUV

de PALS représente une difficulté particulière par rapport aux autres types de lasers XUV. Afin

d’affiner les résultats préliminaires de 2012, nous avons donc mené une deuxième campagne

d’expériences en 2013 où des précautions supplémentaires ont été prises afin de garantir la fia-

bilité des résultats. Nous présentons dans ce chapitre les résultats de cette deuxième expérience

réalisée au début de ce travail de thèse.

3.2 Description de l’expérience

3.2.1 Génération du laser XUV quasi-stationnaire de zinc néonöıde à PALS

Le laser XUV QSS-l de zinc néonöıde caractérisé lors de cette expérience émet à une longueur

d’onde de 21,2 nm (transition (2p5
1/23p1/2)J=0 → (2p5

1/23s1/2)J=1). La colonne de plasma ampli-

ficateur est générée par une séquence d’impulsions du laser à iode PALS opérant à sa longueur

d’onde fondamentale (λPALS = 1, 315 µm), focalisée en incidence normale sur une cible solide de

zinc de 3 cm de long suivant une ligne. La séquence d’impulsions du laser de pompe se compose
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d’une pré-impulsion de ∼ 2J – 300 ps suivie après 10±0.5 ns de l’impulsion principale de ∼ 600 J

– 350 ps. L’impulsion principale interagit avec le pré-plasma faiblement ionisé produit par la pré-

impulsion et, au pic de l’impulsion, lorsque la température est maximale, génère une inversion de

population dans une zone légèrement en-dessous de la densité critique (Nc = 6.5×1020 cm−3). Le

gain créé est relativement long (∼ 100 ps) et faible (∼ quelques cm−1) comparé aux lasers XUV

TCE et OFI. La saturation est atteinte par un deuxième passage dans le milieu amplificateur à

l’aide d’une demi-cavité [Rus 2002] constituée d’un miroir multicouche plan de Mo :Si, dont la

réflectivité autour de 21,2 nm est de 30 %, placé à une distance d’environ 7 mm de la cible de

zinc.

3.2.2 Montage expérimental et diagnostics

Le montage expérimental est représenté sur la figure 3.1. La distance de 12,5 m entre la source

et l’interféromètre a été choisie pour obtenir une visibilité maximum des franges d’interférence

suffisamment élevée (voir paragraphe suivant). Cette distance est obtenue en ”pliant” le faisceau

à l’aide de deux miroirs multicouches Mo :Si, le premier en incidence quasi-normale suivi d’un

deuxième en incidence à 45o. Un troisième miroir multicouches Mo :Si en incidence à 45o rétrac-

table pouvait être inséré dans le trajet du faisceau laser XUV afin de contrôler son empreinte en

champ lointain (”footprint”) à une distance de 2,5 m, ou afin de mesurer sa cohérence spatiale en

introduisant également un masque à multi-fentes d’Young avec différents espacements de fentes.

Figure 3.1 – Montage experimental illustrant le trajet du faisceau du laser XUV QSS-l de zinc
opérant en double-passage jusqu’à l’interféromètre à bi-dièdre.

Positionnement de l’interféromètre à bi-dièdre, distance à la source

Lors de la première campagne d’expérience de 2012, la visibilité des franges d’interférences

obtenues avec l’interféromètre à bi-dièdre à délai nul entre les deux demi-faisceaux qui interfèrent

(ou visibilité maximum Vmax) était d’environ 30 %, ce qui est insuffisant pour faire une mesure
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fiable du temps de cohérence et pour déduire le spectre par une transformée de Fourier de la

courbe de visibilité (ce point est discuté dans la section 2.2).

La visibilité maximum de nos courbes de visibilité est donnée par le module du degré de cohérence

mutuelle entre les points P1 et P2 du faisceau qui interfèrent :

Vmax = V (P1, P2, τ = 0) = |µ12|. (3.1)

Or, comme nous l’avons vu dans le chapitre 1, en mode ASE les lasers XUV peuvent être

considérés comme des sources non cohérentes spatialement au niveau de la pupille de sortie du

plasma amplificateur. Ils acquièrent leur cohérence spatiale lors de la propagation après la sortie

du plasma. Ainsi, la visibilité maximum des courbes de visibilité obtenues avec l’interféromètre

à bi-dièdre peut être estimée à l’aide du théorème de Van Cittert - Zernicke, stipulant que le

degré de cohérence mutuelle µ12 (i.e. la fonction de corrélation spatiale du champ électrique

normalisée) d’une source non-corrélée est donnée par la transformée de Fourier normalisée de la

distribution spatiale en intensité dans la source I(x) :

|µ12| =
∣∣∣∣∣ < E1(t).E∗2(t) >√

< |E1(t)|2 > . < |E2(t)|2 >

∣∣∣∣∣ =
∣∣∣∣∫ I(x).e−i2π.

x.∆X
λ.D dx

∣∣∣∣ (3.2)

où E1(t) et E1(t) sont les champs électriques au niveau des points P1 et P2 situés à une distance

D de la source, I(x) la distribution spatiale d’intensité normalisée de la source au niveau du plan

de la source et ∆X la distance entre les points P1 et P2. La figure 3.2 représente une image de

la pupille du laser XUV QSS-l de zinc obtenue dans les mêmes conditions de pompage que lors

de notre expérience, fournie par nos collaborateurs de PALS. Cette image de la source en champ

proche nous permet d’estimer la largeur à mi-hauteur de la distribution spatiale d’intensité du

faisceau sur l’axe horizontal à un peu plus de 100 µm, c’est-à-dire environ deux fois supérieure

aux tailles de sources des autres types de lasers XUV opérant en ASE ce qui explique que sa

cohérence spatiale à une distance donnée soit inférieure aux autres types de lasers XUV.

100 µm

1
0

0
 µ

mLaser de 
pompe

Cible

Figure 3.2 – Champ proche du faisceau laser XUV QSS-l de zinc.

La distribution spatiale de l’intensité I(x) est modélisée par une distribution gaussienne. D’après

(3.1) et (3.2), la visibilité maximum s’exprime de la manière suivante :

Vmax = exp

(
− 1

ln(2) .
(
π.e.∆X
2.λ.D

)2)
(3.3)

avec λ la longueur d’onde, ∆X la distance entre les points du champ qui interfèrent, D la dis-
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tance à la source et e la largeur à mi-hauteur de la source sur l’axe sur lequel se trouvent les

points du champ qui interfèrent.

Comme nous l’avons vu dans la section 2.2, la largeur de la zone de recouvrement des demi-

faisceaux réfléchis par chaque dièdre de l’interféromètre correspond à la distance entre les points

du champ qui interfèrent ∆X. Dans notre expérience, la zone de recouvrement était d’environ

930 µm sur la caméra CCD XUV en incidence à 35o afin d’obtenir une figure d’interférence

comprenant 11 franges de 6,4 pixels pour permettre le calcul de la visibilité sur la zone de

franges, donc d’environ 530 µm dans le plan normal à la propagation des faisceaux (figure 3.3).
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Figure 3.3 – Interférogramme obtenu sur le laser XUV QSS-l opérant avec la demi-cavité avec
l’interféromètre à bi-dièdre pour une différence de marche nulle entre les demi-faisceaux. (Encart)
coupe transverse des franges.

La figure 3.4 (a) ci-dessous représente la visibilité calculée par la relation (3.3) pour une zone

de recouvrement entre les demi-faisceaux qui interfèrent de ∆X = 530 µm en fonction de la

distance de l’interféromètre à la source et de la taille de source. La figure 3.4 (b) représente des

coupes de la carte de gauche en fonction de la taille de source pour les trois distances auxquelles

des mesures ont été réalisées : à 5 et 7 m lors de la première campagne et à 12,5 m lors de

la seconde. On peut voir que la visibilité maximum attendue à 7 m aurait dû être augmentée

d’environ 20 % par rapport à celle obtenue à 5,3 m pour une taille de source équivalente, ce

qui n’a pas été le cas. La visibilité maximum mesurée (autour de 30 % dans les deux cas) était

trop faible pour en déduire une mesure fiable du spectre du laser XUV. Le fait que la visibilité

maximum n’ait pas été augmentée en plaçant l’intérféromètre à bi-dièdre à 7 m de la source n’a

pas été véritablement compris. Il faut néanmoins noter que la campagne d’expérience avait été

suivie d’une maintenance du laser de pompe. Les conditions de génération du laser QSS-l de zinc

dépendent des paramètres de l’impulsion de pompe (énergie totale, durée et forme temporelle

de l’impulsion). Des fluctuations tir-à-tir de ces paramètres nuisent donc fortement à la mesure.

Contrôle de la stabilité du laser XUV

Etant donné le faible taux de répétition du laser de pompe (au maximum 1 tir/25 min) et

la durée de la campagne d’expériences (14 jours), le nombre de tirs disponibles pour les mesures

est considérablement réduit par rapport à des mesures réalisées sur les autres types de lasers

XUV. Or, les mesures de cohérence temporelle réalisées avec l’interféromètre à bi-dièdre sont
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Figure 3.4 – (a) Carte illustrant la visibilité maximum en échelle de couleur en fonction de
la distance D entre la source et le bi-dièdre de l’interféromètre et en fonction de la largeur
à mi-hauteur e de la source, pour un espacement entre les points qui interfèrent d’environ
∆X = 530 µm. (b) Courbes de la visibilité maximum en fonction de la largeur à mi-hauteur
e de la source, pour un espacement entre les points qui interfèrent ∆X de 530 µm, pour trois
distances entre la source et le bi-dièdre de l’interféromètre : D = 5, 3 m en bleu et D = 7 m en
vert (configurations de la 1ère campagne en 2012) et D = 12, 5 m en orange (configuration de la
2ème campagne en 2013).

des mesures multicoups. Par ailleurs, il est nécessaire de s’assurer que la chute de visibilité

des franges mesurée en augmentant le délai entre les demi-faisceaux réfléchis n’est bien due

qu’au degré de cohérence temporelle de la source. Cependant, nous avons vu dans le paragraphe

précédent que la visibilité des franges est également liée à la cohérence spatiale de la source. Il

faut donc s’assurer que celle-ci ne fluctue pas d’un tir à l’autre au cours d’une mesure. Pour cela,

un diagnostic monocoup de la cohérence spatiale a été inséré dans le montage. Il consiste en un

masque composé de 4 fentes de 20 µm de large espacées de [62, 5; 125; 250] µm. Il permet donc

d’obtenir, en un seul tir, le module de la fonction de corrélation spatiale du champ électrique µ12
en fonction de différentes distances entre les points qui interfèrent et donc d’estimer la taille de

source incohérente équivalente d’un tir. Ce diagnostic nous a permis de vérifier que la cohérence

spatiale ne changeait pas significativement d’un tir à l’autre, lorsque les conditions de tirs étaient

maintenues constantes.

3.2.3 Mesure d’un temps de cohérence subpicoseconde à saturation

Une première série de mesures a été réalisée avec l’interféromètre à bi-dièdre sur le laser

QSS-l de zinc opérant en double-passage à l’aide de la demi-cavité. Les mesures de la visibilté

des franges sont tracées sur la figure 3.5 en fonction du délai entre les sous-faisceaux réfléchis

par chaque dièdre. Malgré le petit nombre de tirs (12 pour cette mesure), les visibilités mesurées

sont raisonnablement bien fittées par une fonction gaussienne (avec un coefficient de corrélation

linéaire au carré R2 > 98 %), représentée par la courbe en pointillés sur la figure 3.5.

Dans le tableau (3.1), nous comparons nos mesures à celles de 2012. Premièrement, nous pouvons

constater que la visibilité maximum a bien été augmentée en plaçant l’interféromètre à 12,5 m

de la source. On constate cependant qu’elle n’atteint pas les valeurs estimées par le théorème de

Van Cittert - Zernicke dans nos conditions (d’après la relation 3.3). Cela peut être dû à l’émission

incohérente du plasma qui se superpose au signal du laser XUV QSS-l de zinc entrâınant une

baisse du contraste (voir section 2.2). Néanmoins, la visibilité maximum Vmax = V (τ = 0) est

suffisante faire une mesure fiable du temps de cohérence qui est de τc = 0, 68 ps à Vmax
e . C’est, à

notre connaissance, le plus court temps de cohérence mesuré sur un laser XUV (nous montrons

en effet dans la suite qu’en opérant avec la demi-cavité le laser XUV QSS-l de zinc est en régime

d’amplification saturée).
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Figure 3.5 – Mesure de la visibilité de franges d’interférence en fonction du délai entre les
faisceaux pour le laser XUV opérant en double-passage. Chaque point correspond à un interfé-
rogramme obtenu en un tir.

Comme nous l’avons vu dans le chapitre précédent, le spectre de puissance de la raie laser peut

être obtenu en effectuant une transformée de Fourier de la courbe de visibilité. Celle-ci étant

gaussienne, le spectre est donc également gaussien et sa largeur spectrale, donnée par la relation

(3.4) ci-dessous, est de ∆ν = 7, 8× 1011 Hz.

∆ν = 2.
√

ln(2)
π.τc

. (3.4)

La durée limite de Fourier associée à ce spectre est de τFL = 0, 57 ps, le laser XUV QSS-l

de PALS parâıt donc compatible avec l’amplification d’impulsion subpicosecondes, comme nous

l’illustrerons à la fin de cette section. Ces résultats confirment les résultats préliminaires obtenus

lors de la première campagne menée sur PALS en 2012 où les courbes de visibilité étaient

également gaussiennes et dont la durée limite de Fourier déduite était également subpicosedonde.

Expérience Dist. D Vmax Profil spectral ∆ν (1011 Hz)

2012 5 m ∼ 0, 32 gaussien 7, 5± 0, 3
2012 7 m ∼ 0, 27 gaussien 5, 1± 0, 2
2013 12 m ∼ 0, 53 gaussien 7, 8± 0, 8

Table 3.1 – Comparaison des résultats des deux campagnes expérimentales.

3.2.4 Observation d’un rétrécissement spectral par le gain

Nous avons réalisé deux mesures supplémentaires avec l’interféromètre à bi-dièdre pour des

longueurs de cible inférieures (2 et 3 cm) et le laser XUV opérant en simple passage (figure 3.6).

Dans les deux cas les données sont également bien fittées par des fonctions gaussiennes. Les

spectres associés sont donc gaussiens, comme en double-passage. La mesure est moins précise

pour le laser de 2 cm opérant en simple passage que les deux autres mesures. Cela est dû d’une
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part au fait que dans ces conditions le laser fonctionne bien en-dessous de la saturation ce qui

augmente les fluctuations tir-à-tir, et d’autre part, à une plus faible cohérence spatiale due à

la courte longueur de milieu amplificateur, donc une visibilité à différence de marche nulle plus

faible.
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Figure 3.6 – Mesures de la visibilité de franges d’interférence en fonction du délai entre les
faisceaux pour le laser XUV opérant en simple-passage pour des longueurs de plasma de L = 3 cm
(gauche) et L = 2 cm (droite). Chaque point correspond à un interférogramme obtenu en un tir.

Cependant, on observe clairement une augmentation du temps de cohérence, donc un rétrécis-

sement de la largeur spectrale (calculée à partir de la relation 3.4), avec la longueur du milieu

amplificateur. En effet, le gain au centre de la raie laser XUV est plus élevé que sur les ailes,

ce qui conduit à un rétrécissement de la largeur spectrale significatif de la raie au cours de

son amplification avant saturation. L’ensemble des trois mesures est résumé dans le tableau 3.2

ci-dessous.

Longueur du plasma τc (fs) ∆ν (1011 Hz) ∆ν/ν
2 cm – simple passage 440± 11 12, 1± 2, 9 8, 5× 10−5

3 cm – simple passage 480± 30 11, 0± 0, 8 7, 8× 10−5

3 cm – double passage 680± 68 7, 8± 0, 8 5, 5× 10−5

Table 3.2 – Ensemble des mesures de temps de cohérence et largeurs spectrales réalisées sur le
laser QSS-l de Zn. Ces résultats mettent en évidence un rétrécissement de la largeur spectrale à
mesure que la longueur du milieu amplificateur augmente.

3.2.5 Mesures du gain faible signal

Afin de comparer nos mesures de largeurs spectrales à des calculs de transfert radiatif (voir

section 2.3), nous avons mesuré le gain faible signal du laser XUV QSS-l de zinc. Trois mesures

ont été réalisées lors de la campagne expérimentale en employant différents détecteurs placés à

différentes distances de la source :

Série A : à l’aide d’empreintes en champ lointain obtenues avec la caméra CCD XUV placée

à 2,5 m de la source. Sept tirs ont été réalisés pour des longueurs de plasma L comprises

entre 1,5 et 3 cm.

Série B : à l’aide d’interférogrammes obtenus avec l’interféromètre et détectés par une caméra

CCD XUV placée à 12,5 m de la source. Sept tirs ont été réalisés pour des longueurs de

plasma L comprises entre 1 et 3 cm.

Série C : à l’aide d’empreintes en champ lointain obtenues avec la caméra CCD XUV placée

sur la sortie directe de l’interféromètre à 13,25 m de la source (le bi-miroir étant éclipsé



60
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latéralement). Onze tirs ont été réalisés pour des longueurs de plasma L comprisent entre

1 et 3 cm.

Sur chaque image, le signal du laser XUV est superposé à l’émission incohérente du plasma.

Il faut donc soustraire ce dernier au signal total afin de calculer le gain faible-signal. Dans la

série A, les images obtenues à 2,5 m de la source permettent de distinguer la totalité l’empreinte

du faisceau laser, entourée d’émission incohérente du plasma. Une première méthode (que nous

appelerons série A(a)) a consisté à directement soustraite le signal à l’extérieur de la tâche laser

XUV au signal à l’intérieur de celle-ci sur chaque image. Les données ont ensuite été fittées

par une fonction de Linford [Linford 1974]. Dans la mesure où l’intensité est mesurée en unités

arbitraires, on peut réécrire la fonction de Linford de la manière suivante pour le fit de nos

données :

Imesuré = J0
g0
.

(eg0.z − 1)
3
2

√
g0.z × eg0.z

(3.5)

où J0 est un facteur proportionnel à l’émissivité du laser et au profil spectral intrinsèque de

la raie qui inclut la réponse du détecteur, et g0 le gain faible-signal. La figure 3.7 ci-dessous

représente les données de la série A(a) de la mesure de gain ainsi que le fit par la fonction de

Linford. Le gain faible-signal obtenu est de g0 = 2.83± 0.36 cm−1.
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Figure 3.7 – Mesure de la série A(a). Intensité de l’impulsion laser XUV QSS-l de zinc opérant
en simple passage en fonction de la longueur z du plasma. Un fit par une fonction de Linford
[Linford 1974] conduit à un gain de g0 = 2.83± 0.36 cm−1.

Pour les deux autres séries de mesure B et C, les détecteurs étaient plus éloignés de la source

ce qui ne permettait pas de détecter l’ensemble de la tâche laser XUV. Pour estimer l’émission

incohérente du plasma nous avons fait l’hypothèse qu’aux plus courtes longueurs de plasma le

signal du laser XUV était négligeable devant l’émission incohérente. Ainsi, nous avons considéré

que l’intensité intégrée sur les images obtenues avec un plasma de 1 cm était principalement de

l’émission incohérente, et l’avons soustraite à l’intensité intégrée pour les longueurs de plasma

supérieures. Les données ont ensuite été fittées par la fonction de Linford (3.5). Nous avons

également employé cette méthode pour analyser la série A (que nous appelerons série A(b)) en

utilisant une empreinte en champ lointain obtenue pour une longueur de plasma de 1,5 cm pour

estimer l’émission incohérente du plasma.
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L’ensemble des résultats des mesures de gain est résumé dans le tableau 3.3. On constate

que toutes les valeurs sont proches et comprises entre 2 et 3 cm−1, mais ne se recouvrent pas. Il

faut préciser que les barres d’erreur indiquées sont uniquement données par le fit. Les intensités

mesurées pour chaque longueur de plasma ne sont pas accompagnées d’une incertitude de mesure

qu’il nous est impossible d’évaluer, or les fluctuations tir-à-tir du laser sont importantes lorsqu’il

opère en-dessous de la saturation.

Le résultat de mesure le plus fiable est celui de la série A(a), g0 = 2.83±0.36 cm−1, en raison de

sa méthode d’analyse basée sur une estimation plus exacte de l’émission incohérente du plasma.

Cette valeur est nettement inférieure au gain faible-signal mesuré précédemment, par nos colla-

borateurs de PALS, de g0 = 7 cm−1, sur le même laser XUV dans des conditions de génération

a priori similaires [Rus 2002]. La différence entre ces deux mesures est probablement due à des

conditions de pompage moins optimales lors de notre campagne d’expérience. Cependant, bien

qu’ils soient basés sur une méthode d’analyse moins précise, les résultats des mesures des séries

B et C appuient le résultat de notre mesure déduit de la série A(a) et indiquent que le gain

faible-signal est inférieur à 3 cm−1. On peut d’ailleurs noter que le résultat de la série A(b)

obtenu suivant la même méthode que ceux des séries B et C est très proche de celui de la série

A(a).

Série Distance Emission incohérente du plasma Gain R2 (%)

A(a) 2,5 m Signal moyen autour de la tache laser XUV 2, 83± 0, 36 cm−1 98,6
A(b) 2,5 m Signal intégré à L = 1,5 cm 3, 09± 0, 18 cm−1 99,8
B 12,5 m Signal intégré à L = 1 cm 2, 21± 0, 25 cm−1 96,5
C 13,25 m Signal intégré à L = 1 cm 1, 95± 0, 21, 2 cm−1 93,7

Table 3.3 – Ensemble des résultats des séries de mesure de gain faible-signal.

3.3 Discussion

3.3.1 Comparaison à des simulations numériques basées sur un modèle de

transfert radiatif

Les trois mesures de largeurs spectrales ont été comparées à des calculs 1D de l’intensité du

laser XUV résolue en fréquence le long du plasma amplificateur à l’aide du code décrit en section

2.3 basé sur l’équation de transfert radiatif monodimensionnel [Koch 1994] :

dI
dz

(ν, z) = J0
V (ν0) .

[
1 + g0

J0
.I(ν, z)

]
×
∞∫
0

S(u)φ(ν, u)du

1 +
∞∫
0

I(ν ′, z).φ(ν ′, u)dν ′
.

Les paramètres d’entrée du code de transfert radiatif 1D utilisés pour le calcul sont présentés

dans les paragraphes ci-dessous.

Gain faible-signal : Nous avons utilisé la valeur de gain faible-signal que nous avons mesurée

lors de la campagne d’expérience g0 = 2, 83 cm−1. Cette valeur étant inférieure à celle mesurée

précédemment de [Rus 2002] g0 = 7 cm−1, nous avons exploré l’éventualité que le gain faible

signal ait une valeur crête supérieure à notre mesure mais qu’il varie temporellement durant

l’amplification de sorte que sa mesure, qui est intégrée en temps, donne une valeur inférieure.

Largeurs spectrales intrinsèques : Le code PPP, développé au début des années 1990

au PIIM par Annette Calisti et son groupe, calcule le profil des raies spectrales émises par
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des émetteurs multiélectron dans un plasma chaud [Calisti 1990]. Les largeurs des composantes

homogène (lorentzienne) ∆λh et inhomogène (gaussienne) ∆λi de la raie intrinsèque du laser

XUV QSS-l de zinc ont été calculées par Annette Calisti à l’aide du code PPP pour des gammes

de densité électronique Ne, de température électronique Te et de température ionique Ti typiques

dans la zone de gain dans nos conditions de génération du laser XUV : Ne = [2 × 1020 − 5 ×
1020] cm−3 et (Ti,Te) = [(150, 200)− (200, 300)] eV.

Emissivité et intensité de saturation : D’après des données de physique atomique issues de

la littérature [Rus 1995], dans nos conditions j0 = 8, 6×10−2 W.cm−3 et Isat = 1, 6×109 W.cm−2,

ce qui correspond à un facteur d’émissivité J0 = j0/Isat = 5, 5× 10−7 cm−1.

Coefficient de couplage de la demi-cavité : Le modèle de transfert radiatif prend en

compte les effets de saturation, ainsi le calcul du profil spectral de la raie laser XUV opérant

avec la demi-cavité le rayonnement doit être multiplié par le coefficient de couplage effectif Reff

entre les deux passages dans le milieu amplificateur, qui correspond à la fraction du laser XUV

amplifié lors d’un premier passage dans la colonne de plasma réinjectée dans celle-ci pour un

deuxième passage (voir figure 3.8).

Figure 3.8 – Schéma de la modélisation du double-passage dans le milieu amplificateur.

Le coefficient de couplage effectif Reff est le produit des pertes géométriques RG (rapport

entre la surface de la zone de gain et la section du faisceau réfléchi par le miroir de la demi-cavité

à l’entrée du plasma) et de la réflectivité du miroir multicouche de la demi-cavité RM = 30 %

[Rus 2002]. Le coefficient de couplage géométrique, dans le cas de cette expérience, vaut RG ∼
20 % (avec un faisceau de divergence de ∼ 5 mrad et une zone de gain de ∼ 100 µm× 50 µm).

Cela conduit à un coefficient de couplage effectif Reff ∼ 6 %. La valeur de Reff peut également

être estimée à l’aide d’une mesure du rapport d’intensité en double passage et en simple passage

dans la cavité, en ajustant le paramètre d’entrée Reff dans le calcul jusqu’à ce que le rapport

entre les intensités calculées en double passage et en simple passage soit égal au rapport mesuré

expérimentalement. Un rapport d’intensité moyen de ∼ 6.6 a été mesuré en intégrant le signal

sur les interférogrammes obtenus en double passage et en simple passage avec une longueur de

cible de 3 cm. La valeur de Reff déduite de cette méthode est Reff ∼ 0.3 %, soit 20 fois inférieure

à la précedente. Nous verrons que les calculs de l’évolution de la largeur spectrale ∆ν sont en

fait très peu affectés par la valeur de Reff dans nos conditions.

Résultats des calculs

La courbe bleue de la figure 3.9 représente le résultat du calcul de transfert radiatif ayant

le meilleur accord avec les trois mesures de largeurs spectrales. Il est obtenu pour une largeur

intrinsèque de ∆νint = 2, 9× 1012 Hz, avec une composante homogène (lorentzienne) de ∆νh =
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1, 7 × 1012 Hz et une composante inhomogène (gaussienne) de ∆νi = 1, 9 × 1012 Hz, ce qui

correspond à une densité électronique de Ne = 5, 5 × 1020 cm−3, une température électronique

de Te = 300 eV et une température ionique de Ti = 200 eV. La valeur de gain utilisée est

celle mesurée de g0 = 2, 83 cm−1 et le coefficient de couplage de la demi-cavité est celui estimé

expérimentalement Reff = 0, 3 %. Cependant, comme nous l’avions indiqué, la valeur de Reff n’a

pas un impact très important sur la largeur spectrale calculée en double passage. Si on utilise

la valeur calculée Reff = 6 %, on trouve une largeur spectrale ∆ν = 7, 11× 1011 Hz au lieu de

7, 14× 1011 Hz pour Reff = 0, 3 %, soit une différence très faible de 0,4 %.
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Figure 3.9 – Largeur spectrale ∆ν mesurée pour 3 différentes longueurs d’amplification :
2 et 3 cm en simple passage et 6 cm en double-passage. Les données expérimentales sont bien
reproduites par le calcul de transfert radiatif 1D en prenant la valeur de gain mesurée comme
paramètre d’entrée du calcul.

Nous avons vu que le gain faible signal mesuré lors de notre campagne d’expérience est

nettement inférieur à celui mesuré précédemment, de g0 = 7 cm−1 [Rus 2002]. La figure 3.10

montre que les calculs utilisant cette valeur plus élevée du gain ne reproduisent pas les largeurs

spectrales mesurées. La courbe bleue en pointillés est obtenue en utilisant les mêmes paramètres

d’entrée du calcul (notamment la même largeur spectrale intrinsèque) que pour la figure 3.9, mais

avec un gain faible signal de 7 cm−1. On voit clairement que dans ces conditions le rétrécissement

spectral par le gain est tel que la courbe calculée passe très au-dessous des valeurs mesurées pour

les 3 longueurs de plasma. En effet la valeur du gain est un paramètre très sensible qui contrôle

la décroissance de la courbe avant le régime de saturation. La largeur spectrale intrinsèque fixe

l’ordonnée à l’origine de la courbe, tandis que la nature du profil spectral (rapport entre les

élargissements homogène et inhomogène) contrôle plus particulièrement la forme de la courbe

dans le régime de saturation. Ainsi, la courbe en trait plein de la figure 3.10 a été obtenue

pour un gain faible signal de 7 cm−1 en partant d’une largeur spectrale intrinsèque plus grande

(∆νint = 4, 4 × 1012 Hz), dont la valeur a été optimisée pour que la courbe passe au mieux

par les points expérimentaux. Pour atteindre cette valeur nous avons considéré une composante

inhomogène ∆νi = 2, 8 × 1012 Hz, correspondant à une température ionique de Ti = 450 eV,

et une composante homogène ∆νh = 2, 7 × 1012 Hz, correspondant à une densité électronique

de Ne = 1, 1 × 1021 cm−3. Cette valeur de densité ne peut pas être atteinte dans la zone de

gain, car elle est supérieure à la densité critique correspondant à la longueur d’onde du laser de

pompe (Nc(1, 315 µm) = 6, 4× 1020 cm−3). Une telle valeur de largeur spectrale intrinsèque est



64
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donc irréaliste dans les conditions de génération du laser XUV de zinc. Enfin les deux autres

paramètres du calcul, le coefficient de couplage de la demi-cavité Reff et le facteur d’émissivité

J0 = j0/Isat n’ont pas un impact important sur le résultat du calcul. Le coefficient de couplage

Reff n’influe que sur le deuxième passage dans le milieu amplificateur (z > 3 cm). Deux de

nos mesures ont été réalisées en simple-passage et sont donc indépendantes de ce paramètre.

Le coefficient d’émissivité J0 contrôle la distance de propagation dans le milieu amplificateur à

partir de laquelle le laser entre en régime d’amplification saturé. L’impact de J0 sur la valeur

de la largeur spectrale amplifiée est négligeable (cette dernière n’est modifiée que de quelques

pourcents lorsque l’on fait varier le facteur d’émissivité de deux ordres de grandeur).
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Figure 3.10 – Idem figure 3.9, mais en utilisant un gain de 7 cm−1. Pointillés : en conservant la
même largeur spectrale intrinsèque. Trait plein : en augmentant la largeur intrinsèque (largeur
à z=0). La valeur utilisée correspond toutefois à des paramètres plasma irréalistes (voir texte).

Enfin, il est important d’ajouter que bien que le gain faible signal et le coefficient de couplage

de la cavité soient relativement faibles, les calculs de transfert radiatif montrent qu’en double-

passage l’amplification du laser QSS-l de zinc atteint le régime de saturation. En utilisant la

plus petite valeur du coefficient de couplage de la demi-cavité Reff=0,3 % (c’est-à-dire dans la

situation la plus défavorable où l’intensité du faisceau réinjecté dans le plasma amplificateur est

la plus faible) la valeur du gain calculée à la sortie du deuxième passage du rayonnement dans

le plasma vaut g(2pass) = g0
1+ I(2pass)

Isat

≈ 0.86 cm−1, soit seulement ∼ 30 % du gain faible signal

initial.

3.3.2 Comparaison aux précédentes mesures réalisées sur d’autres lasers XUV

QSS-l

Nous avons vu que notre mesure de largeur spectrale du laser XUV opérant en double-passage

confirmait les résultats préliminaires obtenus lors de la première campagne menée sur PALS en

2012, et que la largeur spectrale du laser XUV QSS-l de zinc est compatible avec l’amplification
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d’impulsions subpicosecondes, contrairement aux autres types de lasers XUV précédemment

caractérisés. Nos mesures sont de plus cohérentes avec de précédentes mesures réalisées sur des

lasers XUV QSS-l au milieu des années 1990. Le tableau 3.4 résume l’ensemble de ces mesures

ainsi que celle réalisée lors de notre campagne d’expérience.

Elément λ0(nm) Référence G.L ∆ν(Hz) τc(ps)

Zn 21,2 Cette expérience ∼ 15 (sat.) 7, 8× 1011 0,68
Se 18,2 [Koch 1994] 10 1, 2× 1012 0,45
Ge 19,6 [Yuan 1995] 5 2, 0× 1012 0,27
Y 15,5 [Celliers 1995] ∼ 20 (sat.) 1, 6× 1012 0,33

Table 3.4 – Comparaison de la largeur spectrale du laser XUV QSS-l de zinc déduite de notre
mesure avec de précédentes mesures de largeurs spectrales d’autres lasers XUV QSS-l sur la
même transition laser (2p5

1/23p1/2)J=0 → (2p5
1/23s1/2)J=1.

Toutes ces mesures ont été réalisées sur la même transition (2p5
1/23p1/2)J=0 → (2p5

1/23s1/2)J=1.

Toutefois, une comparaison quantitative directe de ces mesures ne serait pas pertinente et un cer-

tain nombre de différences doivent être prises en compte. Premièrement, ces lasers XUV sont gé-

nérés à partir de différents éléments et émettent donc à des longueurs d’ondes différentes : 18,2 nm

pour le sélénium, 19,6 nm pour le germanium, 15,5 nm pour l’yttrium et 21,2 nm dans notre cas

avec le zinc. En particulier, le laser XUV d’yttrium est un cas singulier des lasers XUV néonöıdes

car les transitions (2p5
1/23p1/2)J=0 → (2p5

1/23s1/2)J=1) et (2p5
1/23p3/2)J=2 → (2p5

1/23s1/2)J=1, qui

partagent le même niveau bas, se recouvrent spectralement [Holden 1995]. De plus, le produit

gain-longueur n’est pas le même pour toutes ces mesures. Or nous avons vu que la raie laser

subit un rétrécissement spectral par le gain important au cours de son amplification. Ce ré-

trécissement ralentit une fois que l’amplification entre en régime de saturation et atteint une

largeur spectrale ”asymptotique” de l’ordre de ∆νsat ≈ ∆νint/
√

(G.L)sat ≈ νint/4. Par ailleurs,

les techniques de génération du laser XUV diffèrent dans ces expériences. Le laser d’yttrium est

notamment généré par un laser de pompe doublé en fréquence (λ = 0, 53 µm). Les conditions du

plasma dans la zone de gain atteignent alors une température ionique de 600 eV et une densité

électronique de 1, 2× 1021 cm−3 ce qui est significativement plus élevé que dans les lasers XUV

QSS-l générés par un laser de pompe opérant à sa fréquence fondamentale. Enfin, ces mesures

ont été obtenues par des méthodes diverses : les largeurs spectrales des lasers XUV de Se et

Ge ont directement été mesurées à l’aide de spectromètres-réseaux à haute résolution. Tandis

que notre mesure et celle réalisée sur le laser XUV de Y sont basées sur une autocorrélation

en champ électrique. Dans le cas du laser XUV de Y l’interféromètre utilisé était un interféro-

mètre de Mach–Zehnder (à division d’amplitude) constitué d’une paire de miroirs multicouches

et d’une paire de séparatrices XUV multicouches.

L’analyse de l’ensemble de ces mesures en tenant compte des différences énoncées ci-dessus

nous permet de déduire quelques tendances et de percevoir leur cohérence. Ainsi, on peut voir

que nos mesures sont en bon accord avec celles des lasers XUV de Ge et Se lorsque l’on tient

compte du produit gain-longueur (G.L). Sur la figure 3.11 sont tracées ensemble en fonction du

produit gain-longueur les largeurs spectrales mesurées sur le laser XUV de zinc et de sélénium

[Koch 1994] pour lequel un rétrécissement spectral par le gain a également été observé expéri-

mentalement. La mesure réalisée sur le laser XUV de zinc opérant en double-passage est tracée

en fonction du produit gain - longueur effectif donné par : (G.L)eff = 2×g0×L+ ln(Reff) = 11, 2.

La largeur spectrale mesurée pour le laser XUV d’yttrium saturé quant à elle est deux fois plus

large que celle du laser XUV de zinc saturé. Cela suppose que la largeur spectrale intrinsèque

du laser XUV d’yttrium soit environ deux fois supérieure à celle du laser XUV de zinc. Ceci

s’explique par les différentes conditions du plasma dans la zone de gain, en particulier la densité

électronique qui est environ deux fois plus élevée dans le cas du laser XUV d’yttrium. Or, la
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Figure 3.11 – (Carré noirs) Mesures de largeurs spectrales effectuées lors de notre campagne
expérimentale sur le laser QSS-l de zinc (mêmes données que dans la fig. 3.9) en fonction du
produit gain - longueur (G.L). Pour la largeur spectrale mesurée en double passage à saturation,
une valeur effective de G.L est utilisée (voir texte). (Ronds rouges) mesures de largeurs spectrales
du laser XUV QSS-l de sélénium néonöıde issues de [Koch 1994] (fig. 11). Ces deux séries de
mesures sont en bon accord bien qu’elles aient été obtenues par deux méthodes différentes.

densité électronique est responsable de l’élargissement collisionnel de la raie. Il a notamment été

montré [Calisti 2013] que pour les lasers XUV nickelöıdes l’élargissement collisionnel augmentait

presque linéairement avec Ne.

3.4 Conclusions

Dans ce chapitre nous avons présenté les résultats de la campagne d’expérience qui conclut

la caractérisation expérimentale de la largeur spectrale des différents types de lasers XUV opéra-

tionnels débutée au milieu des années 2000. Ces résultats ont été publiés dans Physical Review A

[Le Marec 2015].

Les largeurs spectrales que nous avons mesurées sont en bon accord avec de précédentes mesures

de largeurs spectrales réalisées sur des lasers XUV QSS-l. Le rétrécissement spectral par le gain

observé expérimentalement est bien reproduit par des calculs de transfert radiatif utilisant une

valeur de gain faible signal mesurée lors de la même campagne d’expérience.

Nos résultats montrent que les lasers XUV QSS-l ont une largeur spectrale non seulement supé-

rieure à celles mesurées sur les autres types de lasers XUV (QSS-d, TCE et OFI) [Meng 2012b],

mais également compatible avec l’amplification d’impulsion de durée subpicoseconde. Cela est

illustré par le calcul présenté sur la figure 3.12 qui montre (courbes en traits pointillés) l’évo-

lution de la largeur spectrale d’une impulsion harmonique de durée (Fourier-limitée) 30 fs au

cours de son amplification dans un plasma possédant les mêmes caractéristiques spectrales que

celles donnant les largeurs spectrales mesurées en ASE. On voit que l’impulsion harmonique

subit un rétrécissement très violent sur le premier millimètre d’amplification, pour atteindre une

largeur spectrale comparable à la largeur spectrale ASE à partir de z ∼ 2 cm. A cause de ce

rétrécissement spectral, la durée de l’impulsion harmonique est allongée, mais reste de l’ordre de

500 fs. On verra toutefois au chapitre 5 que cette description basée sur l’équation de transfert

radiatif n’est pas adaptée à l’amplification d’harmonique dans un plasma de laser XUV, qui doit

être décrite par un formalisme Bloch-Maxwell.
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Figure 3.12 – Traits plein : largeur spectrale ASE en fonction de la longueur du plasma, pour
2 valeurs de gain indiquées en insert. Pointillés : idem en partant d’une largeur spectrale ∼ 100
fois plus grande à z = 0, pour simuler l’amplification d’une harmonique injectée dans le même
plasma.

Nos mesures effectuées sur le laser QSS de zinc confirment le rôle important des conditions

plasma qui règnent dans la zone de gain sur la largeur spectrale de la raie amplifiée. Ainsi les

lasers QSS ont une largeur spectrale plus grande que les autres lasers XUV grâce à une den-

sité électronique plus élevée, qui contrôle l’élargissement collisionnel de la raie laser, et dans

une moindre mesure, grâce à une température ionique plus grande, qui contrôle l’élargissement

Doppler de la raie (∝
√

Ti). Pour terminer ce chapitre il convient de signaler que des récents

progrès, postérieurs à la mesure PALS, ont été réalisés au LOA sur les lasers XUV OFI pour aug-

menter significativement la densité électronique dans la zone de gain jusqu’à ∼ 1, 2× 1020cm−3

[Depresseux 2015].
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Chapitre 4

Effet de la cohérence temporelle

partielle des lasers XUV opérant en

ASE sur leur caractérisation

spectrale

4.1 Introduction

Dans le chapitre précédent nous avons présenté la dernière expérience concluant la vaste

campagne expérimentale menée par notre groupe au cours de la dernière décennie visant à ca-

ractériser spectralement les différents types de lasers XUV. Pour des raisons évoquées au début

du chapitre 2, les largeurs spectrales des lasers XUV ont été indirectement évaluées par mesures

d’autocorrélation en champ électrique, à l’aide du même intérféromètre à division de front d’onde

à différence de marche variable conçu spécialement à cet effet 1. Nous avons vu que l’ensemble

de ces résultats concordent avec les mesures de largeurs spectrales de lasers XUV réalisées par

d’autres groupes et avec les prédictions numériques, et que la synthèse de ces données avait

permis d’établir les lois d’échelles de la variation de la bande spectrale des lasers XUV avec les

différents paramètres du plasma amplificateur (densité électronique, températures électronique

et ionique) [Klisnick 2016].

Dans le présent chapitre nous allons discuter plus en détail la forme des courbes de visibi-

lité. Nous avons vu que, dans nos expériences, cette forme avait été utilisée pour en déduire les

densités spectrales de puissance normalisées s(ν) des lasers XUV, en faisant une transformée

de Fourier de la fonction V (τ) obtenue par un fit des données expérimentales. Par ailleurs des

calculs de transfert radiatif basés sur le modèle de J. A. Koch [Koch 1994] (que nous avons

décrit dans le chapitre 2) montrent que la forme du profil spectral de la raie laser XUV tend

rapidement vers un profil gaussien durant son amplification (dès que le produit gain – longueur

est supérieur à ∼ 7), et ce quelle que soit la nature du profil intrinsèque de la raie laser (gaussien,

lorenzien ou Voigt) [Meng 2012b]. Ce profil spectral gaussien devrait donc se traduire par des

formes de courbe de visibilité V (τ) gaussiennes, indépendamment du type de laser XUV étudié.

Or, comme nous allons le rappeler plus en détail au prochain paragraphe, seuls deux types

de lasers XUV ont montré, de façon reproductible, des courbes de visibilité gaussiennes, à savoir

ceux pompés en décharge capillaire (QSS-d) et ceux pompés par une impulsion laser longue (QSS-

l). Pour les deux autres types de lasers XUV (OFI et TCE) des formes beaucoup plus complexes

et difficiles à interpréter ont été observées. Nous avons vu que les temps de cohérence mesurés

pour les 4 types de lasers XUV étudiés sont compris dans un ordre de grandeur autour de la

picoseconde (∼ [0, 5− 5] ps) même s’ils varient d’un système à l’autre en fonction des conditions

du plasma dans la zone de gain. En revanche, leurs durées d’impulsions sont très différentes,

liées à la durée du gain dans le milieu amplificateur. Ainsi les lasers XUV OFI et TCE ont des

1. Présenté en détail dans la section 2.2.
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durées d’impulsion de quelques picosecondes, proches de leur temps de cohérence, tandis que les

lasers XUV QSS ont des durées beaucoup plus longues, de la centaine de picoseconde (QSS-l)

à plus d’une nanoseconde (QSS-d). Par conséquent, on peut diviser les lasers XUV que nous

étudions en deux catégories :

– Les lasers XUV ”quasi-cohérents temporellement”,TCE et OFI, dont le gain est transi-

toire et dont la durée d’impulsion en ASE est de quelques picosecondes, soit quelques fois

seulement le temps de cohérence (∼ [2− 10]× τc).
– Les lasers XUV ”quasi-stationnaires”, QSS-d et QSS-l, dont la durée d’impulsion est ∼

100 ps pour le QSS-l et ∼ 1 ns pour le QSS-d, soit 100 à 1000 fois plus longue que le temps

de cohérence.

Nous allons voir que ces deux régimes distincts de cohérence sont à l’origine des différences

de comportement qui ont été observées dans la forme des courbes de visibilité. Nous utiliserons

pour cela un modèle d’impulsions partiellement cohérentes initialement développé par d’autres

auteurs pour décrire les impulsions émises par les lasers XUV à électrons libres en régime SASE.

Nous verrons par ailleurs que des observations similaires ont été faites pour ces sources et qu’elles

ont essentiellement la même origine.

Les interprétations faites à partir du modèle simple d’impulsions partiellement cohérentes

sont confirmées et validées par les simulations numériques que nous avons réalisées à partir du

code COLAX. Ce code, que nous avons présenté au chapitre 2, décrit directement l’évolution

temporelle du champ de l’impulsion laser XUV, par amplification d’émission spontanée.

Nous présentons ensuite une étude systématique du rôle de la durée d’impulsion, à temps de

cohérence constant, sur la forme de la courbe de visibilité, afin d’établir des lois de variation qui

pourraient être utilisées pour extraire ces informations de données expérimentales.

Pour terminer nous décrirons les principes d’une expérience, qui n’a pu être réalisée avant

la fin de cette thèse, destinée à mesurer le signal d’autocorrélation d’une impulsion laser XUV

en un seul tir. Cette mesure est basée sur l’utilisation d’un nouvel interféromètre ”monocoup”,

conçu par nos collaborateurs de l’équipe LASERIX et dont j’ai participé à la mise en place et

aux premiers tests.

4.2 Résumé des observations expérimentales

Dans cette section nous résumons les principales observations expérimentales qui ont motivé

le travail de simulations numériques décrit dans ce chapitre. Ces observations portent sur la

forme générale de la courbe de visibilité V (τ) issue des mesures effectuées sur les différents types

de laser XUV avec le même interféromètre à bi-dièdre.

Dès la première mesure réalisée en 2004 au LULI sur un laser XUV TCE d’argent nickelöıde

opérant en ASE, il est clairement apparu (voir figure 4.1 gauche) que l’ensemble des points

expérimentaux ne pouvait pas être fitté par une fonction gaussienne mais qu’une fonction de

type exponentielle décroissante semblait plus adaptée (ce qui correspondait à un profil spectral

lorentzien) [Guilbaud 2006b]. En 2009, des nouvelles expériences ont été réalisées à la Colorado

State University pour caractériser à nouveau un laser XUV TCE (cette fois à partir de mo-

lybdène nickelöıde). La courbe de visibilité obtenue en ASE a également soulevé des questions

[Meng 2011] : la fonction la plus satisfaisante pour décrire les points expérimentaux était une

somme de deux gaussiennes (voir figure 4.1 droite). L’interprétation de la forme des courbes de

visibilité V (τ) n’étant pas comprise, les auteurs ont préféré utiliser des définitions quadratiques

du temps de cohérence et de la largeur spectrale, qui, contrairement aux définitions habituelles

dans la communauté (respectivement largeurs à 1/e et à mi-hauteur), sont moins sensibles à la
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forme de V (τ). Dans les deux expériences il a été noté que la largeur de raie déduite des mesures

était plus faible (d’un facteur 2 à 4) que celle prédite par les simulations numériques (calcul

d’élargissement + transfert radiatif).

Figure 4.1 – Mesures réalisées sur des lasers XUV TCE avec l’interféromètre à bi-dièdre :
(gauche) première mesure réalisée sur le laser XUV d’Ag nickelöıde émettant à 13,9 nm (figure
2(d) de [Guilbaud 2006b]) et (droite) mesure réalisée sur le laser XUV de Mo nickelöıde émettant
à 18,9 nm (figure 3 de [Meng 2011]).

En 2010, des mesures ont été réalisées au LOA sur un laser XUV OFI de krypton nickelöıde.

Dans ce cas, les courbes de visibilité mesurées montraient une forme d’exponentielle décroissante

[Tissandier 2010, Guilbaud 2010] (voir figure 4.2).

Figure 4.2 – Mesure réalisée avec l’interféromètre à bi-dièdre sur le laser XUV OFI de Kr
nickelöıde émettant à 32,8 nm (figure 1 de [Tissandier 2010]) opérant en ASE (orange) et en
injecté (noir).

Des indications complémentaires sont venues des mesures réalisées ensuite avec deux types

de lasers XUV QSS, de durées beaucoup plus longues : le laser XUV de PALS (QSS-l, mesure

décrite dans le chapitre 3) et le laser XUV à décharge capillaire (QSS-d) de la Colorado State

University. Dans les deux cas, et de façon très reproductible, les courbes de visibilité observées

avaient une forme gaussienne (voir figure 4.3). Cette forme gaussienne correspond à un profil

spectral gaussien, ce qui est en accord avec les prédictions des simulations numériques de trans-

fert radiatif. Par ailleurs l’accord entre les largeurs spectrales mesurées et calculées était bien

meilleur que dans les cas décrits plus haut.

En résumé les questions que nous avons cherché à résoudre étaient les suivantes :
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Chapitre 4. Effet de la cohérence temporelle partielle des lasers XUV opérant en

ASE sur leur caractérisation spectrale

– pourquoi les courbes de visibilité des lasers XUV à impulsion courte (proche du temps de

cohérence) n’ont-elle pas une forme gaussienne, comme observé dans les lasers XUV QSS,

et comme prédit par les simulations numériques ?

– d’où provient le désaccord plus prononcé entre largeurs spectrales mesurées et calculés

pour les lasers XUV TCE et OFI ?

Figure 4.3 – Mesures réalisées avec l’interféromètre à bi-dièdre sur des lasers XUV opérant
en régime quasi-stationnaire : (gauche) laser XUV à décharge capillaire QSS-d d’Ar néonöıde
émettant à 46,9 nm (figure 3 de [Urbanski 2012b]) et (droite) sur le laser XUV qusi-stationnaire
QSS-l de Zn néonöıde émettant à 21,2 nm (figure 2 de [Le Marec 2015], mesure présentée dans
le chapitre précédent).

(a) (b)

Figure 4.4 – Mesure d’autocorrélation en champ et spectres monocoups du XFEL FLASH
opérant à 23,9 nm [Mitzner 2008]. Un temps de cohérence (mi-largeur à mi-hauteur) de τc = 6 fs
a été mesuré, sachant que la durée d’impulsion est de τpulse = 29 fs ≈ 5× τc.

Pour compléter ce tour d’horizon des observations expérimentales, il est important de no-

ter que des observations similaires ont été faites sur des mesures d’autocorrélation en champ

réalisées sur des lasers XUV à électrons libres (X-FEL) opérant en mode SASE (Self-Amplified

Spontaneous Emission) [Mitzner 2008, Schlotter 2010, Roling 2011, Singer 2012]. Ces mesures

ont été réalisées à l’aide d’ interféromètres à division de front-d’onde et différence de marche

variable semblables (sur le principe) au notre. Deux exemples de résultats sont présentés sur les

figures 4.4 et 4.5.

La figure 4.4 (a) présente la courbe de visibilité mesurée sur le XUV-FEL de FLASH par Mitzner

et al. [Mitzner 2008]. On voit qu’au centre de la courbe de visibilité (autour du délai nul) peut

être décrit par une fonction gaussienne de demi-largeur à mi-hauteur de 6 fs (attribué au temps
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Figure 4.5 – Mesure d’autocorrélation en champ et spectres monocoups du XFEL FLASH
opérant à 8 nm [Mitzner 2008]. Le temps de cohérence (FWHM) est de τc = 1, 5 fs. La courbe
de visibilité présente également un piédestal de largeur à mi-hauteur 42 fs, soit ≈ 28× τc.

de cohérence de l’impulsion). De part et d’autre, les points expérimentaux font apparâıtre des

structures, semblables à des sidebands. Ces structures sont interprétées par les auteurs comme

étant dues à la présence de pics, ou ”spikes”, dans la forme temporelle de l’impulsion. Ces spikes,

d’une durée typique de l’ordre du temps de cohérence (quelques femtosecondes) n’ont jamais été

observés directement. Par contre leur présence se déduit indirectement des spectres monocoups

qui sont présentés sur la figure 4.4 (b). On constate que ces spectres sont différents tir-à-tir

et comportent également des spikes, caractéristiques du nombre limité de modes temporels,

comme nous le verrons en détail au cours de ce chapitre. D’après les auteurs de [Mitzner 2008],

les structures de ”sidebands” sur la mesure d’autocorrélation (4.4 (a)) seraient le résultat de

la corrélation de ces différents modes temporels entre eux. Afin d’étayer cette hypothèse, les

auteurs ont réalisé des calculs d’autocorrélation à partir d’impulsions partiellement cohérentes

décrites par une succession d’impulsions gaussiennes de même durée et limitées par Fourier (i.e.

de phase plate), espacées de différentes durées, et d’intensités relatives variées. La courbe bleue

de la figure 4.4 (a), correspond à l’autocorrélation de la séquence d’impulsions montrée en insert.

Si le modèle utilisé pour décrire une impulsion partiellement cohérente ne semble pas être très

physique, il fait néanmoins apparâıtre des structures sur la courbe d’autocorrélation de part et

d’autre du pic central, c’est-a-dire au-delà du temps de cohérence des impulsions Fourier limitées

qui composent l’impulsion.

La figure 4.5 (a) extraite de l’article de Singer et al. [Singer 2012] montre un autre exemple

de courbe de visibilité obtenue sur FLASH, à une longueur d’onde et avec des conditions de

fonctionnement du FEL un peu différentes. Ici encore on observe un pic central gaussien de

demi-largeur à mi-hauteur (HWHM) 1,54 fs (temps de cohérence). Ce pic est entouré d’un long

piédestal qui s’étend sur tout l’intervalle de délai exploré (±30 fs) et de niveau environ 10 fois

plus faible que le pic central. Ce piedestal peut être décrit par une gaussienne de largeur 42 fs

(FWHM), que les auteurs interprètent, là encore, comme étant lié à la corrélation entre différents

spikes temporels de l’impulsion. Le pic central gaussien de largeur 1,54 fs HWHM correspond à

un spectre gaussien centré en λ = 8 nm de largeur ∆λ = 0, 12 nm FWHM. Cette valeur concorde

assez bien avec celle du spectre moyen montré sur la figure 4.5 (b), bien que sa forme ne soit

pas vraiment gaussienne. On constate par ailleurs que le spectre monocoup sur la même figure

comporte beaucoup plus de spikes que ceux de la figure 4.4 (b). Dans le domaine temporel cette
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impulsion devrait comporter en moyenne le même nombre de spikes, ce qui permet aux auteurs

d’estimer la durée de leur impulsion à ∼ 100 fs. Le temps de cohérence mesuré étant de ∼ 1, 5 fs,

l’impulsion est donc moins cohérente temporellement que dans l’expérience de Mitzner et al.

illustrée sur la figure 4.4 (3 à 4 modes temporels).

On remarque donc à nouveau, comme on l’a fait pour les lasers XUV plasma, que la distor-

sion de la courbe de visibilité par rapport à une forme gaussienne est plus prononcée lorsque la

durée d’impulsion est proche du temps de cohérence.

En conclusion l’ensemble de ces observations expérimentales suggère que la durée de l’im-

pulsion est un paramètre important qui influence la forme de la courbe de visibilité obtenue par

autocorrélation du champ dans ces expériences. Pour étudier cet effet, nous avons adapté un

modèle, proposé par Pfeifer et al. en 2010 [Pfeifer 2010], pour décrire les propriétés spectrales

et temporelles des impulsions partiellement cohérentes émises par les lasers à électrons libres en

régime SASE. Nous allons décrire le modèle et l’implantation numérique que nous avons réalisée.

Puis nous présenterons et discuterons les calculs d’autocorrélation des impulsions générées par

ce modèle dans les deux cas qui nous intéressent : (i) durée d’impulsion proche du temps de

cohérence ; (ii) durée d’impulsion grande devant le temps de cohérence.

4.3 Modèle de source partiellement cohérente temporellement

et grandeurs associées

Dans le modèle proposé par Pfeifer et al. [Pfeifer 2010], la cohérence temporelle partielle de

l’impulsion est introduite par une phase spectrale aléatoire du champ électrique. Cette phase

aléatoire est reliée à la nature stochastique de l’émission spontanée qui est à la source de l’im-

pulsion en régime SASE pour les lasers à électrons libres, ou en régime ASE pour les lasers XUV

plasma. Le code basé sur ce modèle permet de générer des impulsions partiellement cohérentes

temporellement, uniques à chaque tirage aléatoire de la phase spectrale, mais de mêmes pro-

priétés spectrales et temporelles. Ces dernières sont mises en évidence lorsque l’on moyenne les

grandeurs qui les caractérisent (spectre de puissance et degré de cohérence complexe) sur un

nombre suffisant d’impulsions individuelles.

4.3.1 Etapes de la génération d’une impulsion partiellement cohérente

Les différentes étapes de la génération d’une impulsion partiellement cohérente temporelle-

ment sont représentées sur la figure 4.6 par les étapes A.1 à A.3 :

(A.1) On exprime le champ complexe E0(ν − ν0) de la manière suivante :

E0(ν − ν0) = A(ν − ν0)eiφ(ν−ν0)

L’amplitude A0, réelle, est telle que : A0(ν−ν0) =
√
I0(ν − ν0), où I0(ν−ν0) est le spectre

de l’impulsion en intensité, paramètre d’entrée du calcul dont on définit la forme et la

largeur spectrale à mi-hauteur ∆ν. L’amplitude E0(ν − ν0) est discrétisée en L cellules

de taille δν. Dans chaque cellule la phase φ(νk − ν0) (k = 1 à L) est un nombre aléatoire

compris entre 0 et 2π.

Comme dans [Pfeifer 2010], on fait l’hypothèse de monochromaticité, c’est-à-dire que la lar-

geur spectrale est très inférieure devant la fréquence centrale du rayonnement (∆ν � ν0),

c’est-à-dire que la période d’un cycle optique T0 = 1/ν0 est très inférieure au temps de

cohérence du rayonnement τc ∝ 1/∆ν. Dans le domaine XUV, la période de la partie oscil-
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lante du champ est de l’ordre de T0 ∼ 10 as. Cette hypothèse est donc tout à fait vérifiée

dans le cas des lasers à électrons libres XUV, et elle l’est a fortiori pour les lasers XUV

qui nous intéressent, puisque leur temps de cohérence typiquement 100 fois plus long, de

l’ordre de τc ∼ 1 ps. Ainsi, on ne décrit pas la porteuse de l’impulsion qui varie beaucoup

plus vite que l’enveloppe complexe du champ, et l’échelle de temps caractéristique sur la-

quelle l’impulsion subit des variations est de l’ordre de τc.

(A.2) Pour décrire E0(t) le champ complexe de l’impulsion dans le domaine temporel, on fait

une transformée de Fourier inverse de E0(ν − ν0). À cause de sa phase spectrale aléatoire,

l’impulsion obtenue est infiniment longue temporellement 2.

E0(t) = F−1{E0(ν − ν0)} =
∞∫
−∞

E0(ν − ν0).ei2πνtdν.

(A.3) On multiplie ensuite E0(t) par un filtre temporel F (t) afin de générer une impulsion

partiellement cohérente de durée τpulse :

Ef (t) = E0(t)× F (t).

Dans la pratique, les paramètres d’entrée τpulse (durée d’impulsion, définie comme la lar-

geur à mi-hauteur de |F (t)|2) et ∆ν (largeur spectrale) sont donnés sous la forme d’un

seul paramètre : le nombre de modes temporels de l’impulsion m. Cette grandeur, plus

pertinente pour notre étude, est définie comme le rapport entre la durée τpulse et la durée

limite de Fourier τFL (définie comme la largeur à mi-hauteur de |E0(t)|2), imposée par la

forme du spectre et sa largeur ∆ν : τFL = α∆ν (où α est un facteur de déconvolution qui

dépend de la forme du spectre) :

m = τpulse
τFL

.

Ce nombre de modes temporels caractérise la cohérence partielle de l’impulsion. Lorsqu’il

tend vers l’infini (m → ∞), l’impulsion est quasiment stationnaire et incohérente, tan-

dis que lorsqu’il tend vers 1 (m → 1), l’impulsion est quasiment parfaitement cohérente

temporellement (ou ”limitée par transformée de Fourier”), sa phase spectrale et sa phase

temporelle sont plates).

Pour ce qui est de la forme de F (t), on choisit dans un premier temps une enveloppe de

la même forme que l’impulsion Fourier-limitée. Par exemple on utilisera une gaussienne

si le spectre I0(ν − ν0) est gaussien ou une exponentielle décroissante si le spectre est lo-

rentzien. Rien n’impose dans le modèle que la forme du filtre temporel F0(t) soit celle de

l’impulsion Fourier-limitée lorsque la phase spectrale est non-constante. Néanmoins, cette

forme ne peut pas être complètement arbitraire. Si l’on souhaite lui donner une autre forme

plus réaliste (qui corresponde par exemple au résultat d’un calcul Bloch-Maxwell du code

COLAX, comme nous le discuterons plus loin), il faut qu’elle soit décrite par une fonction

analytique qui tende progressivement vers la transformée de Fourier du spectre lorsque le

nombre de modes temporels m tend vers 1.

2. Sa durée dépend en fait du maillage en fréquence et s’étend jusqu’à une valeur Ts = 1/δν, où Ts est la taille
de l’échantillon du signal en temps et δν la taille d’une maille en fréquence (voir section ”maillage”).
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ASE sur leur caractérisation spectrale

4.3.2 Calcul des grandeurs associées à l’enveloppe temporelle de l’impulsion

À partir de l’impulsion Ef (t) ainsi générée, on peut ensuite calculer différentes grandeurs

associées que nous allons maintenant discuter. Ces grandeurs et la façon dont elles sont obtenues

sont résumées sur la figure 4.6 (étapes B à F). On distinguera les grandeurs calculées pour une

impulsion unique (un tirage de la phase aléatoire φ(νk − ν0) et celles moyennées sur un nombre

suffisamment grand d’impulsions (ne différant entre elles que par le tirage de la phase aléatoire),

c’est-à-dire des moyennes d’ensemble de ces grandeurs.

Spectre de puissance If(ν − ν0) :

On calcule le champ de l’impulsion dans le domaine spectral Ef (ν − ν0) en effectuant une

transformée de Fourier du champ dans le domaine temporel Ef (t). Le spectre de puissance est

donné par le module au carré de Ef (t) (étape C.1) :

If (ν − ν0) ∝ |Ef [ν − ν0)|2.

Degré de cohérence complexe γ(τ ) :

La fonction d’autocorrélation de l’impulsion Γ(τ) dont la normalisation par sa valeur en zéro

Γ(0) donne le degré de cohérence complexe γ(τ) (étape F du schéma figure 4.6) peut être obtenu

à partir de Ef (t) par deux méthodes distinctes.

• Méthode 1 :

La première méthode consiste à calculer directement la fonction d’autocorrélation de l’impulsion

en effectuant le produit de corrélation du champ électrique entre deux points séparés temporel-

lement.

(D.1) Pour cela, on calcule le produit d’autocorrélation du champ Ef (t) entre les instants t1 et

t2 :

Γ2t(t1, t2) = Ef (t1)E∗f (t2).

(D.2) On intègre ensuite Γ2t(t1, t2) sur le temps en posant τ = t2 − t1, le délai entre les points

du champ corrélés, afin d’obtenir la fonction d’autocorrélation Γ(τ) en fonction du délai

et telle que nous l’avons définie dans le chapitre 1.

Γ(τ) =
∞∫
−∞

Ef (t)E∗f (t+ τ)dt.

• Méthode 2 :

D’après le théorème de Wiener - Khintchine (voir chapitre 1) la fonction d’autocorrélation du

champ électrique Γ(τ) est donnée par la transformée de Fourier inverse du spectre de puissance.

La seconde méthode consiste donc à calculer le spectre de l’impulsion Ef (t) (étapes B et C.1),

puis le degré de cohérence par transformées de Fourier inverse (étape C.2).

Γ(τ) = F−1{If (ν − ν0)} =
∞∫
−∞

I0(ν − ν0).ei2πνtdν

La première méthode permet de tracer une carte de la fonction d’autocorrélation à 2 temps
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Γ2t(t1, t2), une grandeur qui n’est pas accessible expérimentalement. Mais, comme nous le ver-

rons dans la suite, cette grandeur permet de caractériser totalement les propriétés de cohérence

temporelle des impulsions générées par le modèle et donc de faciliter la compréhension et l’in-

terprétation des résultats de notre étude. En revanche, le temps de calcul de la seconde méthode

est considérablement plus court que la précédente pour des raisons que l’on discutera plus loin

(4.3.3).

Le degré de cohérence complexe γ(τ) est la grandeur qui nous intéresse plus particulièrement

pour l’interprétation de nos observations expérimentales. En effet la visibilité des franges est une

mesure du module de γ(τ). Par contre il faut se souvenir que dans nos expériences la courbe

de visibilité V (τ) est obtenue par un fit des mesures effectuées tir-à-tir en faisant varier le

délai τ . Nos mesures mettent donc en jeu une moyenne statistique, sur un nombre qu’on espère

suffisamment élevé d’impulsions monocoup.

Grandeurs moyennées sur N tirages de la phase :

Les grandeurs précédentes peuvent être calculées autant de fois que nécessaire, en changeant

à chaque fois la phase aléatoire φ(ν − ν0), afin de calculer leur moyenne statistique (moyenne

d’ensemble sur un nombre N suffisamment grand). Le nombre de tirages N doit être tel que

la moyenne d’une grandeur corresponde à son espérance mathématique. Nous verrons plus loin

comment déterminer N en pratique.

On s’intéressera plus particulièrement à trois grandeurs moyennes :

– le spectre de puissance moyen< If (ν−ν0) >N , ou la même grandeur normalisée< S(ν − ν0) >N .

C’est la grandeur que l’on cherche à caractériser dans nos expériences,

– le degré de cohérence complexe moyen < γ(τ) >N , qui est la TF du spectre de puissance

normalisé moyen,

– la moyenne du module du degré de cohérence complexe < |γ(τ)| >N . Cette grandeur

est particulièrement importante car c’est celle qui peut-être directement comparée à nos

mesures expérimentales de visibilité des franges.

En effet, nous avons vu au chapitre 1 que le contraste des franges formées sur un détecteur

par deux faisceaux qui interfèrent correspond au module de leur degré de cohérence complexe

|γ12(τ)|. Dans nos mesures de cohérence temporelle avec l’interféromètre à bi-dièdre, nous collec-

tons plusieurs interférogrammes pour chaque retard τ , non seulement pour ne pas être sensible

aux fluctuations tir-à-tir des conditions de génération du laser XUV, mais surtout à cause de

la nature stochastique du rayonnement en mode ASE. En effet, dans des conditions de généra-

tion identiques, chaque tir laser XUV - ASE produit une impulsion unique qui représente une

réalisation de l’émission spontanée qui est un processus aléatoire. Nos mesures de visibilité sont

ensuite fittées par une fonction analytique appropriée, ce qui permet d’obtenir une courbe de

visibilité V (τ). Ces courbes de visibilité, dont on cherche ici à comprendre la forme, donnent

donc l’espérance de la visibilité des franges pour chaque délai, c’est-à-dire la visibilité moyenne

que l’on obtiendrait en faisant la mesure sur un très grand nombre d’impulsions. La grandeur

pertinente à comparer à ces courbes expérimentales V (τ) est donc < |γ(τ)| >N , la moyenne des

modules du degré de cohérence d’un ensemble de N tirages d’impulsions de mêmes propriétés

spectrales et temporelles.

Les trois grandeurs ci-dessus sont donc définies comme :

< S(ν − ν0) >N= 1
N

N∑
k=1

S(ν − ν0)k
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| < γ(τ) >N | =
1
N

∣∣∣∣∣
N∑
k=1

γ(τ)k

∣∣∣∣∣
< |γ(τ)| >N= 1

N

N∑
k=1
|γ(τ)k| = V (τ)

Tirage d ’une phase spectrale aléatoire 𝜙(𝜈 − 𝜈0)

Enveloppe du champ électrique :

𝐸𝑓 𝑡 = 𝐸0 𝑡 × 𝐹 𝑡
Enveloppe du champ électrique :

𝐸𝑓 𝜈 − 𝜈0 = 𝑇𝐹[ 𝐸𝑓 𝑡 ]

Degré de cohérence complexe :

γ τ =
Γ τ

Γ 0

Domaine spectral Domaine temporel

𝐸0(𝜈 − 𝜈0) = 𝐴0(𝜈 − 𝜈0)𝑒
𝑖𝜙(𝜈−𝜈0) 𝐸0 𝑡 = 𝑇𝐹

−1[ 𝐸0 𝜈 − 𝜈0 ]

Spectre de puissance normalisé : 

𝑆 𝜈 − 𝜈0 =
𝐼𝑓 𝜈 − 𝜈0

Γ 0

Impulsion de phase spectrale aléatoire de durée infinie2 :

Impulsion partiellement cohérente de m mode temporels :

Spectre de puissance :

𝐼𝑓(𝜈 − 𝜈0) = |𝐸𝑓(𝜈 − 𝜈0)|
2

Fonction d’autocorrélation :

Γ τ = 𝑇𝐹−1[ 𝐼𝑓 𝜈 − 𝜈0 ]

• Forme du profil spectral 𝐼0(𝜈 − 𝜈0) = 𝐴0(𝜈 − 𝜈0)
2 • Forme de l’enveloppe temporelle 𝐹 𝑡

• Nombre de modes temporels m =  τ𝑃𝑢𝑙𝑠𝑒 τ𝐹𝐿

• Nombre de tirages N

Paramètres d’entrée :

𝑇𝐹−1

𝑇𝐹−1

𝑇𝐹

Degré de cohérence complexe moyen :

< γ τ >𝑁 =
1

𝑁
 

𝑘=1

𝑁

γ τ 𝑘

Spectre de puissance normalisé moyen : 

< 𝑆 𝜈 − 𝜈0 >𝑁 =
1

𝑁
 

𝑘=1

𝑁

𝑆 𝜈 − 𝜈0 𝑘

Γ τ =  
−∞

∞

𝐸𝑓 𝑡 𝐸𝑓
∗ 𝑡 + τ 𝑑𝑡

(1)

(2)

(3)

Fonction d’autocorrélation :

Γ2𝑡 𝑡1, 𝑡2 = 𝐸𝑓 𝑡1 𝐸𝑓
∗ 𝑡2

Moyenne des modules des degrés de cohérence complexes :

< |γ τ | >𝑁=
1

𝑁
 

𝑘=1

𝑁

|γ τ |𝑘

Boucle k = 1 à N

(6) (7)

(8)

(4) (5)

(où τ = 𝑡2 - 𝑡1)

A.1

A.2

A.3

B

C.2

C.1

D.1

D.2

E F

Figure 4.6 – Architecture du code utilisé pour calculer les grandeurs associées à l’impulsion
partiellement cohérente temporellement (voir texte pour une description détaillée).
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4.3.3 Implantation numérique du code

Dans ce paragraphe nous discutons brièvement plusieurs aspects de l’implantation numérique

du modèle d’impulsion partiellement cohérente temporellement et des calculs des grandeurs

associées.

Maillage :

Les transformées de Fourier du code sont calculées à l’aide d’un algorithme de Fast Fourier

Transform (FFT). Cet algorithme de calcul de transformées de Fourier discrètes rapide nécessite

que la taille L du signal soit une puissance de deux :

L = 2` (4.1)

Une maille représente une durée δt dans le domaine temporel et un intervalle de fréquence δν

dans le domaine fréquentiel. On a les relations suivantes :

L× δt = 1
δν

, Ts (4.2)

L× δν = 1
δt

, Fs (4.3)

L = Ts.Fs (4.4)

où Ts et Fs sont respectivement la taille du support en temps et du support en fréquence

sur lesquels on fait le calcul. Le nombre de mailles L, en plus de la condition (4.1), doit être

choisi de sorte à ce que Ts et Fs soient suffisamment grands devant respectivement la durée

d’impulsion (définie par le nombre de modes temporels τpulse = m.τFL) et la largeur spectrale

∆ν de l’impulsion :

Ts = Kt.τpulse = Kt.m.τFL (4.5)

Fs = Kf .∆ν (4.6)

où Kt et Kf sont des facteurs � 1 (au minimum > 10). Ces deux conditions s’ajoutent à celle

imposée par la FFT (4.1) et assurent que les mailles de temps et de fréquence soient suffisam-

ment petites pour décrire les grandeurs sur les plus petits temps et fréquences caractéristiques

de leur évolution : δt� τFL et δν � ∆ν.

Les relations (4.4) à (4.6) impliquent donc que le nombre de mailles L est proportionnel

à m (le nombre de modes temporels de l’impulsion). En conséquence, comme mentionné plus

haut, le calcul du degré de cohérence complexe γ(τ) par la méthode 1 (autocorrélation à deux

temps et intégration temporelle) est beaucoup plus long que par la méthode 2 (TF du spectre de

puissance). En effet, pour un signal discrétisé sur L mailles, le calcul de γ(τ) par la méthode 1

nécessite L2 multiplications. L’algorithme utilisé pour le calcul des transformées de Fourier dis-

crètes dans le code est une FFT (Fast Fourier Transform) qui nécessite que le nombre de maille

soit une puissance de 2 : L = 2`. Dans le cas du calcul par la méthode 2, le calcul est décomposé

en ` étapes successives ce qui permet de réduire le nombre de multiplications àL2 log2(L). Ainsi,

puisque l’on fait deux FFT successives, le nombre de multiplications total est réduit à L log2(L).

Nous verrons dans la suite que les maillages en fréquence et en temps doivent être très serrés

pour nos calculs. De plus, pour décrire des impulsions dont le nombre de modes temporels est

élevé (i.e. longues impulsions de faible temps de cohérence) le nombre de mailles L doit être très

grand. Concrètement, pour un nombre de modes temporels m ∼ 1000, le nombre de mailles doit
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être de L ≈ 105 , ce qui fait un nombre L2 ≈ 1010 prohibitif de multiplications avec la première

méthode et seulement L log2(L) ≈ 5× 105 avec la deuxième basée sur des FFT.

Unités :

Dans la suite, nous choisissons d’exprimer les grandeurs temporelles en picosecondes et les

grandeurs en fréquence en Térahertz, son unité complémentaire, qui sont les échelles typiques

des lasers XUV que nous étudions. Néanmoins, il faut noter que le même calcul est valable pour

tous les couples vérifiant u.temps = 1/u.fréq. C’est le cas notamment des échelles fs/PHz par

exemple, qui sont les échelles typiques des lasers XUV à électrons libres que nous avons évoqués

au début de ce chapitre.

4.4 Rôle de la durée d’impulsion sur l’allure de la courbe de

visibilité

Dans cette section nous allons étudier successivement les deux cas qui nous intéressent :

– impulsion avec une forte cohérence temporelle (τpulse proche du temps de cohérence τc),

– impulsion avec une faible cohérence temporelle (τpulse � τc).

Dans chaque cas nous calculerons les mêmes grandeurs, à partir de l’impulsion ou de l’ensemble

d’impulsions partiellement cohérentes Ef(t) générées par notre code :

– intensité If (t)
– spectre de puissance If (ν − ν0)
– le degré de cohérence complexe γ(τ) : sa partie réelle, sa phase, et son module.

Nous verrons ensuite dans chaque cas ce que deviennent ces grandeurs quand elles sont moyen-

nées sur un grand nombre d’impulsions.

Dans tous les cas, on supposera que le spectre de l’impulsion If (ν − ν0) est une gaussienne

de largeur à mi-hauteur ∆ν = 1 THz. Dans le domaine temporel l’impulsion Fourier limitée

|EFL(t)|2 correspondant à ce spectre est une gaussienne de largeur à mi-hauteur τFL = 0, 44 ps.

Le temps de cohérence correspondant est τc = 0, 53 ps. On rappelle que dans notre modèle, le

paramètre pertinent est le nombre m de modes temporels, défini comme le rapport de la durée

d’impulsion sur la durée Fourier-limitée : m = τpulse/τFL .

4.4.1 Cas d’une impulsion fortement cohérente temporellement (τpulse = 5.τ
FL

)

Dans un premier temps, on s’intéresse au cas des impulsions dont la durée est proche de leur

durée limite de Fourier, ce qui correspond aux lasers XUV TCE et OFI pour lesquels les formes

des courbes de visibilité n’étaient pas comprises. On considère pour le filtre temporel F (t) une

durée d’impulsion (en intensité) τpulse = 5× τFL ∼ 2, 2 ps.

Sur la figure 4.7 (a) on montre l’amplitude du champ Ef (t), calculée par notre modèle pour

3 tirages distincts de la phase spectrale aléatoire φ(ν − ν0). On constate que les sauts de phase

aléatoires conduisent à une forme temporelle complexe, et très différente d’un tirage à l’autre.

Pour chacune de ces trois réalisations de Ef (t) on calcule l’intensité If (t) et le spectre de puis-

sance If (ν− ν0) correspondants, représentés sur les figures 4.7 (b) et 4.7 (c) respectivement. On

observe sur les deux figures des structures de ”spikes”. Les impulsions, différentes d’un tirage de

la phase à l’autre, ont un spectre de puissance et une intensité I(t) structurés en une succession

d’environ m (nombre de modes) spikes.
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Figure 4.7 – (a) Champ Ef (t), (b) intensité If (t) et (c) spectre de puissance If (ν − ν0) de
trois impulsions produites par trois tirages différents de la phase spectrale aléatoire φ(ν − ν0)
(correspondant à chaque couleur). Les trois grandeurs Ef (t), If (t) et If (ν−ν0) sont exprimées en
unités arbitraires. Pour ces calculs la durée du filtre temporel (en intensité) est τpulse = 5× τFL .

On peut ainsi voir sur la figure 4.7 (b) que les intensités des trois impulsions représentées

comportent environ 5 spikes chacune. En effet, la transformée de Fourier de E0(ν− ν0) de phase

spectrale aléatoire, donne un champ E0(t) qui comporte des variations brutales de la phase tem-

porelle. Ces sauts de phase sont responsables des structures de spikes dans la forme temporelle

de l’intensité |E0(t)|2. La durée moyenne de chaque spike est de l’ordre de la durée limite de

Fourier τFL , elle-même liée à la largeur du spectre de puissance ∆ν (durée de l’impulsion si

la phase spectrale est constante). L’impulsion partiellement cohérente Ef (t), représentée sur la

figure 4.7 (a), est obtenue en multipliant E0(t) par un filtre temporel F (t) dont la largeur à

mi-hauteur (en intensité) τpulse vaut m fois la durée limite de Fourier τFL . Cela revient donc à

”découper”∼ m spikes dans l’impulsion infiniment longue E0(t).

Les spectres de puissance If (t) = |Ef (t)|2 de la figure 4.7 (c) comportent eux aussi envi-

ron m = 5 spikes de largeur moyenne ∼ ∆ν/m. On notera que c’est effectivement ce qui est

observé sur les spectres monocoups expérimentaux obtenus sur les impulsions FEL de FLASH

(figures 4.4 (b) et 4.5 (b))). En effet, multiplier l’impulsion E0(t) par un filtre temporel F (t) de

durée τEpulse (correspondant à une durée en intensité τpulse =
√

2.τEpulse = m× τFL) revient, dans

l’espace des fréquences, à convoluer le champ E(ν − ν0) par une fonction F (ν − ν0) de largeur

spectrale 2.ln(2)
πτE
pulse

. Il en résulte un champ Ef (ν − ν0) correspondant au spectre initial E0(ν − ν0),

dont la phase est un nombre aléatoire dans chaque maille, lissé sur un intervalle spectral ∆νE/m.

Ainsi, la génération d’impulsions partiellement cohérentes par une phase spectrale aléatoire

reproduit la nature stochastique du rayonnement ASE et permet de créer des impulsions à



82
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l’allure très variable d’un tirage à l’autre, bien qu’elles soient générées à partir d’un même

spectre I0(ν − ν0) et d’un même filtre temporel F (t). Par conséquent, la forme temporelle en

intensité et le spectre de puissance de ces impulsions varient également fortement d’un tirage à

l’autre. C’est aussi le cas de leur degré de cohérence complexe, comme nous allons le voir.
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Figure 4.8 – (a) Partie réelle (courbes en trait plein) et module (courbes en pointillés), et (b)
phase du degré de cohérence complexe pour les trois impulsions présentées sur la figure 4.7. Le
délai est exprimé en unité réduite τ/τc, où τc ≈ 0, 53 ps.

Sur la figure 4.8 sont représentés les degrés de cohérence complexes γ(τ) correspondant à

chacune des trois impulsions de la figure 4.8 (a). Plus exactement nous avons tracé séparément

la partie réelle et le module de γ(τ) (fig. 4.8 (a)) d’une part, et sa phase (fig. 4.8 (b)) d’autre

part. Le délai τ est exprimé en unités réduites τ/τc, où τc est le temps de cohérence (ici égal à

0,53 ps). Sur la figure 4.8 (a), on peut voir que pour les trois tirages de φ(ν − ν0), et pour des

délais compris entre τ = 0 et τ ≈ τc, la partie réelle (traits pointillés) et le module (traits pleins)

du degré de cohérence complexe sont superposés. Ceci se traduit par le fait que la phase (fig.

4.8 (b)) est proche de zéro dans cet intervalle de délais. De plus les courbes correspondant aux

3 tirages sont également superposées. Pour des délais supérieurs, jusqu’à environ 7, 5 × τc, les

courbes se séparent. D’une part, pour un tirage (couleur) donné, la partie réelle de γ(τ) fluctue

en prenant des valeurs négatives, ce qui se traduit par une phase non-nulle qui varie fortement

avec le délai. Il en résulte que le module |γ(τ)| (toujours positif ou nul) n’est plus égal à la partie

réelle. D’autre part, les structures qui apparaissent dans la partie réelle ou le module de γ(τ)
varient fortement d’un tirage à l’autre.

Le contraste des franges d’interférences V (τ) étant une mesure de |γ(τ)| à un délai τ donné,

on voit qu’il est possible de mesurer un contraste de franges non nul bien au-delà du temps de

cohérence τc tel que donné par la largeur ∆ν du spectre moyen.

Intéressons-nous maintenant aux moyennes des grandeurs représentées sur un plus grand

nombre de tirages. Pour cela on répète les calculs présentés sur les figures 4.7 et 4.8 pour N =

1000 tirages différents de la phase spectrale et on calcule la valeur moyenne de chaque grandeur

sur cet ensemble. Les figures 4.9 (a) et (b) représentent respectivement le spectre de puissance

normalisé moyen < S(ν − ν0) >N et l’intensité moyenne en fonction du temps < If (t) >N
pour l’ensemble des 1000 tirages. On constate que chacune de ces deux grandeurs tend bien (à

un facteur de normalisation près) vers sa valeur moyenne correspondante utilisée pour initier le

calcul, c’est-à-dire S0(ν−ν0) et |F (t)|2. Celles-ci sont également représentées sur les figures par les

courbes en traits pointillés. Cette convergence indique que le nombre de tirages est suffisamment

élevé et que les moyennes des grandeurs tendent vers leurs espérances mathématiques.

Puisque, une fois moyenné sur un grand nombre de réalisations, le spectre de puissance calculé

tend vers une gaussienne, sa transformée de Fourier, qui est le degré de cohérence complexe
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Figure 4.9 – (a) Spectre de puissance normalisé moyen sur 1000 tirages < S(ν − ν0) >1000
(courbe grise) calculé à partir de 1000 impulsions générées par des tirages de la phase spectrale
aléatoire. (b) Intensité moyenne en fonction du temps < If (t) >1000=< |Ef (t)|2 >1000 (courbe
bleu foncé). Les courbes en pointillés correspondent respectivement au spectre et au filtre tempo-
rel utilisés pour générer les impulsions partiellement cohérentes (sur la figure (a) c’est le spectre
normalisé qui est représenté : S0(ν − ν0) = I0(ν − ν0)/Γ(0)).

moyenné < γ(τ) >N doit également tendre vers une gaussienne. C’est effectivement ce qui est

obtenu en moyennant sur 1000 tirages, comme le montre la figure 4.10 (a), où sont représentés

le module (trait plein bleu) et la partie réelle (pointillé vert) du degré complexe de cohérence

moyenné < γ(τ) >1000. On peut constater que les structures qui apparaissaient pour des délais

τ > τc ont pratiquement disparu et que les deux courbes représentant le module et la partie

réelle sont presque parfaitement superposées à la même courbe gaussienne. On peut aussi le

vérifier sur la figure 4.10 (b), où est représentée la phase Φ(τ) du degré de cohérence moyen.

Cette phase est effectivement très proche de zéro, son écart-type par rapport à zéro entre τc et

10× τc est de 4,7%.

Ainsi, les structures que l’on observe sur la partie réelle du degré de cohérence complexe des

différentes impulsions (courbes en pointillés de la figure 4.8 (a)) finissent par se compenser

lorsque l’on moyenne sur un nombre d’impulsions N suffisamment élevé. Dans nos calculs on

utilisera comme critère que l’écart-type de Φ(τ) soit inférieur à 5% pour des délais τ compris

entre 0 et 10× τc pour déterminer ce nombre de tirages N à inclure dans la moyenne.
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Figure 4.10 – (a) Module (trait bleu plein) et partie réelle (pointillés verts) de < γ(τ) >1000,
le degré de cohérence complexe moyenné sur 1000 tirages, et < |γ(τ)| >1000 moyenne sur 1000
tirages des modules des degrés de cohérence complexes (trait plein rose). (b) Phase Φ(τ) de
< γ(τ) >1000.

La courbe en trait plein rose représentée sur la figure 4.10 (a) est le résultat qui nous inté-
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resse. Cette courbe représente non pas le module de la moyenne (courbe en trait plein bleu),

mais la moyenne des modules du degré de cohérence < |γ(τ)| >1000, c’est-à-dire la moyenne

de 1000 courbes comme celles représentées en trait plein sur la figure 4.8 (a). Les structures

apparaissant sur ces courbes individuelles étant toutes positives, elles conduisent à l’apparition

d’un épaulement sur la courbe moyenne, pour τ > 2τc. L’allure générale de la courbe rappelle

fortement celles observées sur nos courbes de visibilité expérimentales pour les lasers XUV TCE

et OFI, comme nous le vérifierons plus quantitativement dans la section 4.5.

Nous allons maintenant présenter les mêmes calculs, mais pour une durée d’impulsion τpulse
beaucoup plus grande que la durée limite de Fourier τFL .

4.4.2 Cas d’une impulsion faiblement cohérente temporellement (τpulse = 1000.τ
FL

)

On s’intéresse maintenant au cas des impulsions quasi-stationnaires de durée supérieure de

plusieurs ordres de grandeurs à leurs temps de cohérences, et correspondant aux lasers XUV

QSS-l et QSS-d. On rappelle que dans ce cas les courbes de visibilité obtenues expérimentale-

ment sont gaussiennes et que les spectres de puissance déduits de ces courbes sont en bon accord

avec les prédictions numériques, aussi bien au niveau de leur forme, gaussienne, qu’au niveau de

leurs largeurs spectrales ∆ν.

La figure 4.11 (a) montre le champ Ef (t), pour trois tirages différents de la phase spectrale

aléatoire. La seule différence avec les calculs précédents (courbes de la figure 4.7 (a)) est la

durée τpulse, associée au filtre temporel gaussien F (t) (plus précisément à son module au carré),

qui est ici beaucoup plus longue : τpulse = 1000 × τFL ≈ 440 ps. Les figures 4.11 (b) et (c)

représentent respectivement l’intensité en fonction du temps If (t) et le spectre de puissance

If (ν − ν0) pour chaque tirage. En comparant avec la figure 4.7, on pourrait avoir l’impression

que l’impulsion a une variation temporelle plus ”chahutée”, mais ce n’est qu’une apparence due au

changement d’échelle de l’axe horizontal. Comme dans le cas précédent, l’impulsion en intensité

If (t) comporte environ m spikes (ici 1000), de durée moyenne τFL(= 0, 44 ps). Les spectres de

puissance correspondants If (ν − ν0) comportent également environ m = 1000 spikes, mais leurs

largeur moyenne ∼ ∆ν/m est ici beaucoup plus étroite que dans le cas précédent (figure 4.7 (c)).

Comme dans le cas précédent on utilise les 3 impulsions Ef (t) de la figure 4.11 (a) pour

calculer les degrés de cohérence complexes γ(τ) correspondants (représentés par leurs modules,

parties réelles et phases). Les résultats sont représentés sur les figures 4.12 (a-b). Si on compare

les courbes à celles des figures 4.8 (a-b), on constate que :

– dans la gamme de délais τ ≤ τc où le degré de cohérence n’est pas proche de zéro, le module

et la partie réelle du degré de cohérence sont superposés pour chaque tirage, et superposés

d’un tirage à l’autre, sur une même courbe gaussienne (correspondant à la transformée de

Fourier du spectre).

– corrélativement, dans cette gamme τ ≤ τc, et pour chaque tirage, la phase du degré de

cohérence (fig. 4.12 (b)) est très proche de zéro.

– pour les délais plus grands (τ > τc), la phase s’écarte de zéro, et on observe sur les degrés

de cohérence (partie réelle et module) des structures semblables à celles du cas m = 5 pré-

senté précédemment. Mais leur amplitude est ici bien plus faible (elles ne dépassent jamais

10 % tandis qu’elles pouvaient atteindre jusqu’à 40 % pour les impulsions de m = 5).

Sur la figure 4.13 sont représentées les moyennes d’ensembles des grandeurs présentées sur la

figure 4.12. On trouve que N = 10 tirages sont suffisants (au lieu de 1000 dans le cas de l’impul-

sion de 2 ps) pour satisfaire le critère défini précédemment. Les courbes moyennes obtenues sont
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Figure 4.11 – (a) Champ Ef (t), (b) intensité If (t) et (c) spectre de puissance If (ν−ν0) calculés
à partir de trois tirages différents de la phase spectrale aléatoire φ(ν − ν0) pour m = 1000. Les
trois grandeurs Ef (t), If (t) et If (ν − ν0) sont exprimées en unités arbitraires.

conformes à ce qui pouvait être déjà anticipé des courbes individuelles de la figure 4.13. Tandis

que la partie réelle et le module du degré de cohérence moyen < γ(τ) >10 tendent vers zéro pour

les délais τ > τc, la moyenne du module < |γ(τ)| >10 conserve une valeur positive non-nulle,

mais beaucoup plus faible que dans le cas de l’impulsion courte. Il n’y a pas de formation d’un

épaulement significatif et la forme de la courbe gaussienne pour τ > τc n’est pas perturbée. Ce

résultat rappelle à nouveau le comportement que nous avons observé expérimentalement avec

les lasers XUV à impulsion longue. Nous le vérifierons quantitativement dans la section 4.5.

Degré de cohérence complexe à deux temps γ(t, t′) :

Pour compléter la discussion sur le rôle de la durée d’impulsion sur l’autocorrélation d’une

impulsion partiellement cohérente temporellement, on présente dans ce paragraphe des résultats

de calculs réalisés à l’aide de la méthode 1 de calcul de l’autocorrélation du champ (voie D du

schéma 4.6). Comme expliqué plus haut, cette méthode, quoique plus coûteuse en temps de cal-

cul, permet le calcul direct de la fonction d’autocorrélation à deux temps Γ(t, t′) = E(t).E∗(t′).
Comme dans les paragraphes précédents, on part d’un spectre de puissance moyen I0(ν − ν0)
gaussien de largeur spectrale ∆ν = 1 THz, et d’un filtre temporel F (t) gaussien.

La figure 4.14 (a) représente la carte de Γ(t, t′) d’une impulsion de τpulse = m × τFL avec

m = 100. Nous sommes dans le cas d’une impulsion faiblement cohérente, semblable au cas

discuté plus haut, mais le nombre de modes temporels a été réduit en raison du temps de calcul

trop important avec cette méthode, comme discuté en section 4.3.3. La diagonale t = t′ (τ = 0)

sur la figure 4.14 (a) (pointillés) correspond à l’intensité de l’impulsion en fonction du temps

If (t) = Ef (t).E∗f (t) = |E(t)|2, qu’on a représentée sur la figure 4.15 (a). Les figures 4.14 (b) et
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ASE sur leur caractérisation spectrale

(a)
0 2 4 6 8 10 12

τ/τc

0

0.1

0.2

0.3

0.4

0.5

0.6

0.7

0.8

0.9

1

R
e(
γ
(τ
))

an
d
|γ
(τ
)|

γ(τ) =
∫ Ts

0 E(t).E∗(t+ τ)dt

| γ(τ)|

Re(γ(τ))

(b)
0 2 4 6 8 10 12

τ/τc

-6

-4

-2

0

2

4

6

8

10

φ
(τ
)
(r
ad

.)

φ(τ) = arg(γ(τ))

Figure 4.12 – (a) Parties réelles (courbes en trait plein) et modules (courbes en pointillés), et
(b) phases des degrés de cohérence complexes des trois impulsions présentées sur la figure 4.11.
Le délai est exprimé en unité réduite τ/τc, où τc ≈ 0, 53 ps est le temps de cohérence théorique
(défini à 1/e) associé à un spectre de puissance gaussien de largeur ∆ν = 1 THz.

Figure 4.13 – Module (trait bleu plein) et partie reelle (pointilles noirs) de < γ(τ) >10, le
degré de cohérence complexe moyenné sur 10 tirages, et < γ(τ) >10 moyenné sur 10 tirages des
modules des degrés de cohérence complexes (trait plein rouge).

4.15 (b) sont respectivement des zooms des figures 4.14 (a) et 4.15 (a) sur une gamme de 8 ps ×
8 ps. Ce zoom permet d’observer plus clairement les structures de Γ(t, t′)), qui présentent une

taille typique de l’ordre de la durée limite de Fourier de l’impulsion (τFL ≈ 0, 44 ps).

Sur la carte zoomée de la figure 4.14 on a tracé en pointillés les droites ”iso-délais”, pour

lesquelles le délai τ = t− t′ entre les points du champ qui sont corrélés est constant. L’axe per-

pendiculaire représenté en trait plein est donc l’axe des délais τ = t− t′. On passe de la fonction

d’autocorrélation à deux temps Γ(t, t′) à la fonction d’autocorrélation en fonction du délai Γ(τ)
en intégrant Γ(t, t′) le long de la direction représentée par les droites pointillées. Le degré de

cohérence complexe de l’impulsion est obtenu en normalisant : γ(τ) = Γ(τ)/Γ(0). Le degré de

cohérence complexe ainsi obtenu est représenté sur la figure 4.15 (c) (partie réelle et module).

La figure 4.15 (d) est un zoom entre τ = −8 ps et 8 ps où on voit apparâıtre les structures de

faible amplitude discutées dans le paragraphe précédent.

Les figures 4.16 (a) et 4.17 (a) représentent la carte de Γ(t, t′) pour une impulsion plus courte

et plus cohérente temporellement, telle que τpulse/τFL = m = 5, et pour deux tirages différents

de la phase aléatoire. Les autres figures (4.16 b-d) et 4.17 (b-d)) sont les intensités If (t), et

degrés de cohérence γ(τ) (partie réelle, module et phase) respectivement, calculés à partir de
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(a) (b)

Figure 4.14 – (a) Carte représentant la partie réelle de la fonction d’autocorrélation à deux
temps Re(Γ(t, t′)) d’une impulsion partiellement cohérente de m = 100 et (b) zoom sur une zone
∆t×∆t′ de 8 ps × 8 ps.

chaque carte. Si on compare ces courbes à celles du cas m = 100 présentées plus haut (figures

4.14 et 4.15), on peut faire plusieurs remarques :

– Les structures observées sur les cartes Γ(t, t′) sont similaires pour les deux durées (m =
5 et m = 100), aussi bien en termes de temps caractéristique (∼ τFL = 0, 44 ps) que

d’amplitude.

– Les spikes apparaissant sur les profils temporels ont eux aussi la même durée typique, seul

leur nombre moyen diffère quand on passe de m = 5 à m = 100. De même leur amplitude

est similaire pour les deux durées d’impulsion.

– En d’autres termes, les structures temporelles apparaissant dans Γ(t, t′) et dans If (t) =
Γ(t, t′ = t) sont entièrement définies par le profil spectral moyen (et sa largeur) et par le

tirage aléatoire de la phase spectrale.

Comme on l’a vu plus haut, le calcul du degré de cohérence à un temps, Γ(τ) s’effectue en

intégrant Γ(t, t′) en temps le long des diagonales τ = cte. On comprend alors que dans le cas

m = 100 l’intégration va inclure un grand nombre de structures positives et négatives qui vont

se compenser statistiquement et aboutir à des structures d’amplitude moyenne fortement dimi-

nuée. En d’autres termes, dans le cas d’une impulsion partiellement cohérente temporellement

longue devant sa durée limite de Fourier (et donc devant la durée de ses modes longitudinaux),

l’intégration temporelle équivaut à une moyenne d’ensemble.

Dans le cas m = 5 par contre, le faible nombre de structures ne permet pas cette compensation

statistique. L’intégration temporelle n’équivaut pas à une moyenne d’ensemble. L’amplitude des

structures présentes dans Γ(τ) pour τ > τc est beaucoup plus prononcée (voir figures 4.16 (c) et

4.17 (c)). Pour ces impulsions, nous avons vu dans la section 4.4.1 que lorsque l’on moyenne les

degrés de cohérence complexes γ(τ) = Γ(τ)/Γ(0) sur un grand nombre de tirages, les structures

observées se compensent et la partie réelle du degré de cohérence moyen Re(< γ(τ) >) tend

bien vers zéro pour τ > τc.

En résumé, le calcul du degré de cohérence à deux temps Γ(t, t′) nous permet de mieux

comprendre le rôle de la durée d’impulsion (à travers le nombre de modes temporels m) sur

l’amplitude des structures qui apparaissent sur le degré de cohérence complexe exprimé en fonc-
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Figure 4.15 – (a) Intensité de l’impulsion en fonction du temps If (t) = Γ(t, t) = |Ef (t)|2, ce
qui correspond à la diagonale représentée en pointillés blancs t = t′ (i.e. τ = 0) sur la carte
4.14 (a). (b) Zoom sur une gamme de 8 ps. (c) Partie réelle (courbe rose en pointillés) et module
(courbe continue bleue) du degré de cohérence complexe γ(τ) = Γ(τ)/Γ(0) de l’impulsion de
m = 100. (d) Zoom sur une gamme de délais de [-8 ;8] ps. (e) Phase du degré de cohérence
complexe γ(τ) = Γ(τ)/Γ(0) de l’impulsion de m = 100. (f) Zoom sur une gamme de délais de
[-8 ;8] ps.

tion du délai γ(τ).
Dans le cas d’impulsions longues quasi-stationnaires, c’est l’intégration temporelle sur un grand

nombre de modes m qui fait tendre statistiquement la corrélation entre des modes temporels

successifs vers 0, équivalant à une moyenne d’ensemble. Dans ce cas, le module du degré de

cohérence complexe |γ(τ)| est presque égal à sa partie réelle Re(γ(τ)), elle-même liée au spectre

de puissance moyen du rayonnement par une transformée de Fourier. Ainsi, malgré la nature

stochastique du rayonnement qui produit des impulsions différentes à chaque tir, les degrés de

cohérence complexes de chaque impulsion sont quasiment identiques. Expérimentalement cela

a plusieurs conséquences : d’une part, seul un petit nombre d’impulsions de tirs par délai τ
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Figure 4.16 – Impulsion partiellement cohérente de m = τpulse/τFL = 5. (a) Carte représentant
la partie réelle de la fonction d’autocorrélation à deux temps Re(Γ(t, t′)) d’une impulsion par-
tiellement cohérente de m = τpulse/τFL = 5. (b) Intensité de l’impulsion de m = 5 en fonction du
temps If (t) = |Ef (t)|2, ce qui correspond à la diagonale t = t′ sur la figure (a). (c) Partie réelle
(courbe rose en pointillés) et module (courbe continue bleue) du degré de cohérence complexe
γ(τ) = Γ(τ)/Γ(0) de l’impulsion, correspondant respectivement à une intégration de la carte de
Re(Γ(t, t′)) (a) et au module de l’intégration de Re(Γ(t, t′)) parallèlement à la diagonale t = t′

(puis normalisées par |Γ(τ = 0)|. (d) Phase du degré de cohérence complexe φ(τ) = arg(γ(τ)).
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Figure 4.17 – Idem figure 4.16 (τpulse/τFL = m = 5) mais pour un autre tirage de la phase
spectrale aléatoire.

suffit pour mesurer la courbe de visibilité V (τ) expérimentalement, et d’autre part le spectre

de puissance moyen du rayonnement peut être déduit directement des courbes de visibilité en

effectuant une transformée de Fourier :

γ(τ) = |γ(τ)|.eφ(τ)

lim
m→∞

φ(τ) = 0 ⇒ γ(τ) ≈ |γ(τ)| ∝ V (τ)
⇒ < S(ν − ν0) > ∝

∫
τpulse

V (τ).e−i2πντdτ

En revanche, le cas des impulsions courtes, quasi-cohérentes temporellement, est plus com-

plexe. La corrélation des modes temporels de l’impulsion entre eux ne s’annule pas lorsqu’on

les somme sur la durée totale de l’impulsion car ils sont en trop petit nombre. Pour pouvoir

obtenir le spectre moyen du rayonnement à partir d’une mesure d’autocorrélation en champ, il

faudrait d’une part réaliser des mesures sur un grand nombre d’impulsions afin de s’approcher

au maximum d’une moyenne d’ensemble, et d’autre part mesurer simultanément le module et

la phase du degré de cohérence de chaque impulsion. Le fait que l’on n’a pas accès à la phase

dans nos mesures (la position des franges ne peut être mesurée avec une précision suffisante) et

que l’on ne moyenne que les modules a pour conséquence d’additionner toutes les corrélations

entre modes temporels des impulsions dans le domaine positif et de faire apparâıtre en moyenne

un épaulement sur < |γ(τ)| >, et donc sur la courbe de visibilité V (τ). En conclusion, pour

ces impulsions, seule la partie centrale de la courbe de visibilité (∼ [−τc; τc]) peut conduire au

spectre de puissance moyen par une transformée de Fourier. Les épaulements (|τ | ≥ |τc|) en

revanche, donnent une indication sur la durée totale moyenne de l’impulsion, comme nous allons

le montrer maintenant à partir des données expérimentales discutées au début de ce chapitre.
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(a) (b)

Figure 4.18 – Comparaison des calculs avec (a) la mesure laser XUV QSS-d d’argon (m ≈ 630)
et (b) la mesure QSS-l de zinc (m ≈ 160).

4.5 Utilisation du modèle pour la ré-estimation des largeurs

spectrales à partir des données expérimentales.

À la lumière des résultats que nous venons de discuter, nous sommes maintenant en me-

sure de réinterpréter les courbes de visibilité obtenues sur des lasers XUV à impulsions courtes

et de proposer une nouvelle estimation des largeurs spectrales correspondantes. Dans un pre-

mier temps, vérifions que les impulsions lasers XUV quasi-stationnaires QSS-d (décharge capil-

laire [Urbanski 2012b]) et QSS-l (généré par laser, mesure présentée dans le chapitre précédent

[Le Marec 2015]) appartiennent bien à la catégorie des impulsions au nombre de modes tem-

porels suffisamment élevé pour que le spectre de puissance puisse être déduit directement des

courbes de visibilité à partir d’une transformée de Fourier.

La figure 4.18 reproduit les données expérimentales des mesures de visibilité (points et barres

d’erreur) sur le laser XUV QSS-d d’argon (a) et QSS-l de zinc en (b). Dans chaque cas, la courbe

verte (module du degré de cohérence complexe moyen) et les courbes en pointillés (moyenne des

modules des degrés de cohérences complexes) représentent les résultats de nos simulations. Les

moyennes incluent 10 tirages de la phase spectrale aléatoire. Dans les deux cas, les impulsions

sont générées à partir d’un profil spectral gaussien en prenant comme largeur spectrale celle que

l’on peut déduire de la transformée de Fourier de la courbe de visibilité gaussienne (16,6 mÅ
pour le QSS-d et 11,7 mÅ pour le QSS-l). Les durées des filtres temporels (en intensité) utilisés

pour les calculs sont les durées d’impulsion mesurées pour ces deux lasers XUV (1,2 ns pour le

QSS-d, m ≈ 630 ; et 150 ps pour le QSS-l, m ≈ 160). On constate que dans les deux cas les

deux courbes calculées sont superposées entre elles et qu’elles reproduisent bien la forme gaus-

sienne sur laquelle s’alignent les données expérimentales. Il faut également souligner que cette

convergence des moyennes vers leurs espérances est obtenue pour un faible nombre de tirages (ici

10). Conformément à ce qui a été présenté plus haut pour des impulsions de nombre de modes

temporels m élevé.

On s’intéresse maintenant aux lasers XUV TCE. Comme nous l’avons rappelé au début de

ce chapitre, deux mesures ont été réalisées à l’aide de l’interféromètre à bi-dièdre : sur un la-

ser XUV d’argent nickellöıde [Guilbaud 2006b] et sur un laser XUV de molybdène nickellöıde

[Meng 2011] (figure 4.1). Les données expérimentales correspondantes sont à nouveau présentées

sur les figures 4.19 et 4.20.

Nous avons vu dans la partie précédente que dans le cas d’impulsions courtes seule la partie

centrale de la moyenne des degrés de cohérence complexes < |γ(τ)| >, et donc de la courbe de

visibilité V (τ), rend compte de la forme et de la largeur spectrale du rayonnement. Pour repro-
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duire l’allure des courbes de visibilité expérimentales avec notre modèle de cohérence partielle,

nous procédons donc en deux étapes :

– Dans une première étape, la partie centrale de la courbe de visibilité expérimentale (|τ | <
|τc|) est utilisée pour déterminer la largeur spectrale de l’enveloppe gaussienne initiale

I0(ν − ν0) à entrer dans le calcul. Le résultat de cet ajustement donne les courbes gaus-

siennes en pointillés sur les figures 4.19 (a) et 4.20 (a). Les largeurs spectrales obtenues par

cette méthode sont de ∆λ(m) = 1, 8 mÅ pour le laser Ni-like Ag, et de ∆λ(m) = 5, 5 mÅ
pour celles le laser Ni-like Mo. Dans les deux cas, ces largeurs sont plus que deux fois

plus grandes que celles évaluées initialement à partir de la transformée de Fourier de la

courbe de visibilité correspondante. Ces nouvelles valeurs sont en meilleur accord avec les

prédictions des calculs de transfert radiatif (voir tableau 4.1).

– Dans une deuxième étape, le deuxième paramètre de notre calcul, la durée de l’impulsion,

est ensuite ajusté en faisant varier le nombre de modes temporels dans nos simulations.

Les courbes en trait plein sur les figures 4.19 (a) et 4.20 (a) montrent le résultat de nos

calculs, à chaque fois pour deux durées d’impulsion légèrement différentes. La moyenne est

effectuée à chaque fois sur 1000 tirages de la phase aléatoire.

On constate que, dans les deux cas, nos calculs reproduisent remarquablement bien les don-

nées expérimentales, en particulier la hauteur et l’étendue de l’épaulement. Il faut en effet

souligner que les durées que nous avons utilisées dans chaque calcul sont proches de celles

mesurées, ou estimées pendant l’expérience correspondante. Ainsi pour le laser Ni-like Ag

(Fig. 4.19), notre ajustement montre une durée comprise entre 5 et 6 ps (m = 3, 2− 3, 8),

pour une durée mesurée de 6 ps. Pour le laser Ni-like Mo (Fig. 4.20), nous avons utilisé

des durées comprises entre 2 et 2,7 ps (m = 2, 1 − 2, 8), pour une largeur spectrale de

∆λ = 5, 5 mÅ. On voit ainsi que le modèle permet de remonter à une très bonne estima-

tion de la durée temporelle de l’impulsion, et que cette information est en quelque sorte

”encodée” dans nos données expérimentales. Nous reviendrons sur ce résultat intéressant

à la fin de ce chapitre.

Pour illustrer à nouveau la fluctuation tir-à-tir inhérente à ces impulsions partiellement

cohérentes, nous avons représenté sur les figures 4.19 (b) et 4.20 (b) les modules du degré de

cohérence complexe de 5 tirages différents pour l’une des deux durées d’impulsion. L’intérêt de ces

figures est de donner une idée des fluctuations tir-à-tir que l’on peut attendre sur la visibilité des

franges d’interférences observées à un délai τ donné, uniquement dues à la nature stochastique de

l’ASE. On mesure ainsi l’importance d’accumuler un grand nombre de données pour les mesures

sur ce type de source. Il faut noter d’ailleurs que la première mesure sur le laser Ni-like Ag

[Guilbaud 2006b] a été réalisée sur l’installation LULI 100 TW, dont le faible taux de répétition

(2 à 3 tirs/heure) a considérablement limité le nombre de tirs pour la mesure (∼ 5 tirs / délai pour

9 délais différents seulement) et conduit à des barres d’incertitude importantes. Ceci pourrait

expliquer qu’un désaccord persiste entre la largeur spectrale ré-estimée par nos simulations

(∆λ(m) = 1, 8 mÅ) et celle prédite par les calculs de transfert radiatif (∆λ(tr) = 3 − 4 mÅ),

même s’il est amélioré par rapport à la mesure initiale (∆λ(V ) = 0, 73 mÅ). Dans le cas du

laser Ni-like Mo, où les données expérimentales résultent d’un nombre beaucoup plus grand

de tirs (5 à 10 tirs par délai, pour 17 délais), la largeur spectrale ré-estimée par nos calculs

(∆λ(m) = 5, 5 mÅ) est en très bon accord avec le calcul de transfert radiatif (∆λ(tr) = 6, 1 mÅ).

Enfin, nos calculs montrent que, dans les deux cas, les courbes de visibilité expérimentales sont

bien compatibles avec un profil spectral gaussien, contrairement à ce que la forme de des courbes

laissait supposer initialement.

Pour terminer nous présentons sur la figure 4.21 le cas de la mesure sur un laser XUV OFI

en mode ASE [Guilbaud 2010]. On voit que nos calculs (moyenne sur 1000 tirages) reproduisent

ici encore très bien les données expérimentales. L’épaulement est plus difficile à distinguer de
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Figure 4.19 – Résultats expérimentaux des mesures réalisées sur le laser XUV TCE d’argent à
13,9 nm (carrés noirs) comparés à des calculs à l’aide du code de cohérence partielle. (a) Modules
(lignes continues) et parties réelles (lignes pointillées) des degrés de cohérence complexes moyens
calculés à partir de N = 1000 tirages, pour une largeur spectrale de ∆λ = 1, 8 mÅ et deux durées
d’impulsion différentes : τpulse = 5, 1 ps (en rose, correspond à m = 3, 2) et τpulse = 6, 0 ps (en
bleu, correspond à m = 3, 8). (b) Modules des degrés de cohérence complexes de 5 tirages
individuels pour une largeur spectrale de ∆λ = 1, 8 mÅ et une durée d’impulsion τpulse = 6, 0 ps
rendant compte des fluctuations tir-à-tir de la visibilité des franges d’interférence que l’on peut
attendre expérimentalement sur un tel laser XUV.

la ”partie centrale” de la courbe de visibilité, utilisée pour remonter au profil spectral. C’est

pourquoi nous avons ajusté nos calculs aux données expérimentales en faisant varier légèrement

à la fois la largeur spectrale et la durée de l’impulsion. Cet ajustement conduit à une largeur

spectrale (profil gaussien) ∆λ(m) ≈ 3, 2− 3, 5 mÅ pour une durée d’impulsion de 5,9-6,8 ps, en

bon accord avec la durée d’impulsion estimée pendant cette expérience (τpulse ≈ 5 ps). Il faut

remarquer que pour ce laser XUV OFI le nombre de modes temporels m est très proche de 1,

l’impulsion est quasiment limitée par Fourier.

Le tableau 4.1 résume l’ensemble des informations tirées des courbes expérimentales des

figures 4.18 à 4.21 pour les différents types de lasers XUV, en particulier les nouvelles valeurs

de largeurs spectrales déduites de nos simulations.

On peut se demander comment évaluer la précision avec laquelle nos simulations permettent

de ré-estimer les largeurs spectrales des sources quasi-cohérentes temporellement à partir des

mesures d’autocorrélation en champ. On voit bien sur les figures (b) des figures 4.19, 4.20 et

4.21 que les fluctuations de module du degré de cohérence complexe calculé sont plus faibles aux

délais courts où celui-ci ne dépend que du spectre de puissance de l’impulsion. La précision des

largeurs spectrales ré-estimées δ(∆λ) peut être évaluée de la manière suivante :

δ(∆λ)
∆λ

(
= δ(τc)

τc

)
≈ δ(V )
Vmax

où δ(τc) désigne l’incertitude sur le temps de cohérence correspondant à la largeur spectrale

∆λ, δ(V ) désigne la taille de la barre d’erreur moyenne de la visibilité entre 0 et τc et Vmax la

visibilité maximum (à τ = 0). Pour les cas que nous avons présentés ci-dessus, cela donne une

précision relative δ(∆λ)
∆λ d’environ 20 % pour le laser Ni-like Ag (δ(∆λ) ≈ 0, 4 mÅ) et de 10 %

pour le laser Ni-like Mo (δ(∆λ) ≈ 0, 6 mÅ) et le laser OFI (δ(∆λ) ≈ 0, 4 mÅ).

Pour conclure cette partie consacrée à l’utilisation de nos simulations pour ré-interpréter les

données expérimentales, il faut rappeler que le modèle que nous avons utilisé a été initialement
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Figure 4.20 – Résultats expérimentaux des mesures réalisées sur le laser XUV TCE de molyb-
dène à 18,9 nm (carrés noirs) comparés à des calculs à l’aide du code de cohérence partielle. (a)
Modules (lignes continues) et parties réelles (lignes pointillées) des degrés de cohérence complexes
moyens calculés à partir deN = 1000 tirages, pour une largeur spectrale de ∆λ = 5, 5 mÅ et deux
durées d’impulsion différentes : τpulse = 2, 0 ps (en rose, correspond à m = 2, 1) et τpulse = 2, 7 ps
(en bleu, correspond à m = 2, 8). (b) Modules des degrés de cohérence complexes de 5 tirages
individuels pour une largeur spectrale de ∆λ = 1, 8 mÅ et une durée d’impulsion τpulse = 2, 7 ps
rendant compte des fluctuations tir-à-tir de la visibilité des franges d’interférence que l’on peut
attendre expérimentalement sur un tel laser XUV.

Mesures

Lasers XUV QSS-d Ar [1] QSS-l Zn [2] TCE Ag [3] TCE Mo [4] OFI Kr [5]

λ0 (nm) 46,9 21,2 13,9 18,9 32,8
τpulse (ps) ∼ 1200 ∼ 150 6 2, 8 [6] ∼ 5
Fit de V (τ) Gaussienne Gaussienne Décroissance

exponentielle
Somme de 2
gaussiennes

Décroissance
exponentielle

S(V )(ν − ν0) Gaussienne Gaussienne Lorentzienne Somme de 2
gaussiennes

Lorentzienne

∆λ(V ) (mÅ) 16, 6 11, 7± 1, 2 0, 73± 0, 06 2, 4± 0, 2∗ 3, 1± 0, 3
∗ : la valeur indiquée est une valeur quadratique et non une largeur à mi-hauteur (voir texte).

Prédictions numériques (calculs de transfert radiatif 1D)

S(tr)(ν − ν0) Gaussienne Gaussienne Gaussienne Gaussienne Gaussienne

∆λ(tr) (mÅ) 16,6 11,7 [3 - 4] 6,1 3,25

Calculs de cohérence partielle

S(m)(ν − ν0) Gaussienne Gaussienne Gaussienne Gaussienne Gaussienne

∆λ(m) (mÅ) 16,6 11,7 1,8 5,5 [3,25 - 3,5]
∆λ(m)
λ0

(×10−5) 3, 5 5, 5 1, 3 2, 9 [1, 0− 1, 1]
m (mÅ) ∼ 610 ∼ 260 [3, 2− 3, 8] [2, 1− 2, 8] [1, 2− 1, 5]
τpulse(m) (ps) 1200 150 [5, 1− 6, 0] [2, 0− 2, 7] [5, 8− 6, 8]

Table 4.1 – Tableau récapitulatif résumant pour les différents lasers XUV caractérisés ex-
périmentalement avec l’interféromètre à bi-dièdre : les largeurs spectrales déduites des mesures
directement à partir de la transformée de Fourier de la courbe de visibilité ∆λ(V ) (sont également
précisées la fonction utilisée pour le fit de V (τ) et la durée d’impulsion), les largeurs spectrales
issues des calculs de transfert radiatif ∆λ(tr), et les largeurs spectrales ∆λ(m) et nombres de
modes et de durées d’impulsion τpulse(m) associées pour lesquels les calculs de cohérence partielle
reproduisent l’allure des courbes de visibilité expérimentales. Références : [1] = [Urbanski 2012b],
[2] = [Le Marec 2015], [3] = [Guilbaud 2006b], [4] = [Meng 2011], [5] = [Guilbaud 2010], [6] =
[Meng 2012a].
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(a) (b)

Figure 4.21 – Résultats expérimentaux des mesures réalisées sur le laser XUV OFI de krypton à
32,8 nm (carrés noirs) comparés à des calculs à l’aide du code de cohérence partielle. (a) Modules
(lignes continues) et parties réelles (lignes pointillées) des degrés de cohérence complexes moyens
calculés à partir de N = 1000 tirages, pour une largeur spectrale de ∆λ = 3, 5 mÅ et une durée
d’impulsion τpulse = 5, 9 ps (en rose, correspond à m = 1, 2) et de ∆λ = 3, 25 mÅ et une
durée d’impulsion τpulse = 6, 8 ps (en bleu, correspond à m = 1, 5). (b) Modules des degrés de
cohérence complexes de 5 tirages individuels pour une largeur spectrale de ∆λ = 3, 25 mÅ et
une durée d’impulsion τpulse = 5, 9 ps rendant compte des fluctuations tir-à-tir de la visibilité
des franges d’interférence que l’on peut attendre expérimentalement sur un tel laser XUV.

proposé pour des impulsions SASE d’un laser à électrons libres. Les conclusions de notre étude

s’appliquent donc également à ce type de source, et plus généralement à toutes les sources de

nature stochastiques. Nous avons donc appliqué notre modèle aux mesures effectuées à FLASH

par Mitzner et al. [Mitzner 2008], que nous avions évoquées au début de ce chapitre. Les ré-

sultats sont présentés dans la figure 4.22 ci-dessous. Nos calculs (figure de droite) reproduisent

globalement plutôt bien la courbe de visibilité expérimentale (figure de gauche), même si nous ne

retrouvons pas les pics secondaires mesurés expérimentalement de chaque côté du pic central. Les

valeurs de largeur spectrale et de durée que nous avons utilisées pour ces calculs (∆λ ≈ 0.17 nm

et τpulse ≈ 29 fs pour λ = 23, 9 nm, c’est-à-dire m ≈ 5) sont en bon accord avec les valeurs

expérimentales données par les auteurs.

(a) (b)
-60 -50 -40 -30 -20 -10 0 10 20 30 40 50 60

Délai τ (fs)

0

0.1

0.2

0.3

0.4

0.5

0.6
<| γ(τ)|>

1000

Re(< γ(τ)>
1000

)

Figure 4.22 – (a) Figure 3 de [Mitzner 2008] représentant la courbe de visibilité mesurée sur
le XFEL FLASH. (b) Moyenne des modules du degré de cohérence complexe (rose continu) et
partie réelle des degrés de cohérence complexes (bleu pointillés) calculés par le code de cohérence
partielle pour m = 5.
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4.6 Comparaison avec des simulations détailllées du code CO-

LAX pour un laser XUV TCE

Les résultats précédents ont été obtenus à partir d’un modèle simple, en supposant une

phase spectrale aléatoire. On peut toutefois se demander si ce modèle rend bien compte des

propriétés physiques ”réelles” des lasers XUV fonctionnant en ASE. Pour le vérifier nous avons

utilisé le code COLAX que nous avons présenté dans le chapitre 1. Rappelons que le code

résoud de façon couplée les équations d’évolution pour le champ électrique, la polarisation et

les populations correspondant à la transition laser XUV, au cours de son amplification dans

le plasma. L’émission spontanée, qui constitue le germe de l’amplification en régime ASE, est

introduite par le biais d’un terme source, comme nous allons le rappeler ci-dessous. A partir

du champ électrique calculé en fonction du temps E(t), dans le plan de sortie du plasma, on

peut en déduire les mêmes grandeurs que celles que nous avons obtenues de notre modèle :

l’intensité en fonction du temps I(t), le spectre intégré temporellement S(ν − ν0), la fonction

d’autocorrélation Γ(τ), ainsi que le module du degré de cohérence complexe |γ(τ)|. On peut

ainsi comparer les prédictions de COLAX pour ces grandeurs à celles que nous avons obtenues

à l’aide du modèle de cohérence partielle pour un nombre de modes logitudinaux similaire. Les

simulations COLAX que nous présentons dans cette section ont été effectuées avec une géométrie

1D (direction de propagation), dans le cas d’un laser XUV TCE d’argent nickelöıde opérant en

ASE, correspondant aux simulations présentées dans [Larroche 2013a].

4.6.1 Traitement de l’émission spontanée et effet des approximations tempo-

relles dans COLAX

Avant de présenter les résultats obtenus nous allons d’abord discuter l’effet de différents

niveaux d’approximations dans le traitement des équations des différentes grandeurs.

L’émission spontanée est modélisée par un terme source aléatoire S dans l’équation de la pola-

risation atomique (eq. 4.7)
∂P

∂t
= − 1

T2
P − iω.D.E + S (4.7)

Le temps de corrélation de S est supposé très court devant les échelles de temps considérées.

En effet, ce terme doit induire des fluctuations dans la polarisation atomique, mais le spectre

de celle-ci doit reproduire le spectre de la raie intrinsèque, c’est-à-dire un spectre lorentzien de

largeur à mi-hauteur 1/T2 (où T2 est le temps de déphasage du dipôle atomique). On rappelle en

effet que l’élargissement Doppler n’est pas pris en compte dans COLAX (voir chapitre 1). Pour

étudier l’effet des fluctuations sur le spectre de la polarisation, on considère le système simplifié

suivant :
dP

dt
= − 1

T2
P + S (4.8)

dE

dt
= −αP (4.9)

On constate que la fonction d’autocorrélation de P est une exponentielle décroissante en T2, ce

qui correspond bien à un spectre lorentzien de largeur à mi-hauteur 1/T2. En effet, si l’on écrit

la fonction l’autocorrélation de S la manière suivante :

< S(t1).S∗(t2) >= Fδ(t1 − t2)

où F est un facteur de normalisation fixé de manière à reproduire le taux d’émission spontanée.

L’autocorrélation de P s’écrit :

< P (t1).P ∗(t2) >= F.T2
2 e−|t1−t2|/T2
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En pratique, à chaque pas de temps on définit une variable aléatoire représentant la variation

de la polarisation atomique induite par l’émission spontanée pendant le pas de temps δt. Cette

variable est la somme d’un très grand nombre de variables aléatoires de même loi représentant

les événements individuels d’émission, c’est donc une variable de loi de probabilité gaussienne,

définie par une moyenne nulle et sa variance égale à Fδt.

Pour rendre possible la présente étude, la possibilité de faire varier le germe du générateur

aléatoire d’une simulation à l’autre a été introduite dans le code COLAX (collaboration avec

O. Larroche, CEA/DAM). Ceci permet donc de générer des impulsions ASE différentes, pour

les mêmes conditions intitiales du plasma amplificateur. Sans cette modification, les simulations

COLAX étaient toutes basées sur le même germe aléatoire, reproduisant à chaque simulation

exactement la même forme temporelle de l’impulsion XUV amplifiée.

Sur la figure 4.23 sont représentés les résultats obtenus pour trois simulations COLAX,

effectuées à partir du même plasma amplificateur, pour trois configurations du code différentes,

correspondant à des degrés d’approximations différents (pour ces trois cas, le germe aléatoire de

l’émission spontanée n’a pas été changé) :

– Ddyn − Pdyn : Inversion de populations D et polarisation atomique P dynamiques, ce qui

revient à résoudre les équations de Bloch-Maxwell décrites dans le chapitre 2.

– DQSS − Pdyn : Inversion de populations D quasi-statique et polarisation atomique P dy-

namique. L’inversion de population s’établit de façon quasi-statique, lorsque que le temps

caractéristique de relaxation des populations atomiques vers l’équilibre collisionnel-radiatif

T1 est petit devant le temps effectif de variation du champ électrique et de la polarisation

atomique. Dans un tel régime, il ne peut pas y avoir d’oscillations de Rabi. En pratique,

cela signifie que dans le calcul on ne résout pas les équations d’évolution générales gou-

vernant les populations atomiques en fonction des taux de transition γij et des flux de

population Ri qui alimentent les états de la transition à partir des autres états extérieurs.

L’équation sur l’inversion de population devient alors :

∂D

∂t
= 1
T1

(
D0 −D −

c

8πωT2
.
Re(iP.E∗)

Isat

)
où D0 est la densité d’inversion d’équilibre et Isat l’intensité de saturation.

– DQSS − Padiab : Inversion de populations D quasi-statique et polarisation atomique P

adiabatique. La polarisation évolue adiabatiquement si son temps caractéristique d’amor-

tissement T2 est petit devant les temps caractéristiques d’évolution du système. Ceci revient

à ré-écrire l’équation (4.7) de la manière suivante :

0 = − 1
T2
P − iω.D.E + S

On voit ainsi que faire cette hypothèse revient à injecter directement le terme source

d’émission spontanée dans l’équation de propagation du champ électrique.

La figure 4.23 montre, pour ces trois degrés d’approximation, le profil temporel de l’intensité

I(t) (Fig. 4.23(a)), le module du degré de cohérence complexe |γ(τ)| (Fig. 4.23(a)) et le spectre

de puissance normalisé S(ν − ν0) (Fig. 4.23(c)). Ces deux dernières grandeurs sont intégrées sur

une durée ∆T = 10 ps, un peu plus longue que la durée de l’impulsion I(t).
Dans le cas (iii) où la polarisation est adiabatique, on peut voir sur les figures 4.23 (b) et (c)

(courbes vertes) que le terme source d’émission spontanée S dans l’équation de la polarisation

conduit effectivement à un rayonnement incohérent, de type bruit blanc : le degré de cohérence

complexe γ(τ) est nul (ou très faible) en tout point sauf pour τ = 0 ; et le spectre de puissance

est (relativement) plat.

Sur la figure 4.23 (a) la comparaison des profils temporels d’intensité pour les cas (ii) (DQSS −
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Figure 4.23 – (a) Profil temporel de l’intensité I(t), (b) module du degré de cohérence complexe
|γ(τ)| et (c) le spectre de puissance normalisé S(ν−ν0) (|γ(τ)| et S(ν−ν0) sont intégrées ∆T =
10 ps), pour les trois degrés d’approximation (Ddyn − Pdyn), (DQSS − Pdyn) et (DQSS − Padiab)
(voir texte).

Pdyn, courbe rose) et (i) (Ddyn − Pdyn, courbe bleue) montre que le traitement dynamique de

l’inversion de population est ici nécessaire. On voit en effet sur la courbe bleue apparâıtre des

structures dues à des oscillations de Rabi, qui ne peuvent pas être reproduites dans l’approxi-

mation (ii). On discutera plus en détail au chapitre suivant les différents régimes d’amplification

des lasers XUV, ainsi que de l’effet de l’apparition d’oscillations de Rabi sur leur spectre, en

mode ASE ou en mode injecté.

Les courbes présentées dans la figure 4.23 ont aussi pour but de vérifier que la présence d’oscilla-

tions de Rabi au cours de l’amplification n’a pas d’incidence majeure sur l’allure du module du

degré de cohérence complexe et du spectre de puissance, comme on peut le vérifier en compa-

rant les courbes bleues et roses des figures 4.23 (b) et (c), respectivement. On remarque pour ces

deux grandeurs des structures qui rappellent celles qui sont calculées avec le modèle de cohérence

partielle, comme nous allons maintenant l’étudier plus en détail.

4.6.2 Simulations COLAX : effet du nombre de modes longitudinaux

Dans cette section nous étudions à l’aide du code COLAX l’effet du nombre m de modes

longitudinaux de l’impulsion sur la forme du degré de cohérence. Pour faire varier ce nombre m

simplement à partir de la même simulation plasma, nous avons pris deux longueurs du plasma

amplificateur différentes : 800 µm et 3 mm. Tous les calculs présentés ont été réalisés avec le

niveau d’approximation le plus détaillé, où la variation temporelle de la polarisation et de l’in-

version de population sont traitées explicitement (cas (i) ci-dessus).

La figures 4.24 (a) représente le profil temporel de l’intensité If (t) à la sortie du plasma de

longueur 800 µm, pour 3 simulations différentes, dans lesquelles seul diffère le germe aléatoire
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servant au terme source d’émission spontanée. On constate que l’allure générale des impulsions

est la même d’une simulation à l’autre, mais que les structures sur des échelles de temps plus

rapides (quelques centaines de fs) fluctuent, faisant apparâıtre dans certains cas la présence

d’oscillations de Rabi. La durée de l’impulsion (estimée approximativement à mi-hauteur sur

le profil temporel If (t)) est de l’ordre de 1,5-2 ps. Le spectre (intégré temporellement) corres-

pondant est représenté sur la figure 4.24 (c). On constate que le profil spectral présente des

structures de ”spikes”, qui diffèrent d’une simulation à l’autre, mais leur nombre est toujours à

peu près le même, environ 4. Ce nombre représente, comme on l’a vu plus haut, le nombre de

modes temporels dans l’impulsion. C’est aussi ce que l’on peut déduire de la figure 4.24 (c) qui

présente les courbes du module du degré de cohérence complexe calculé pour les 3 simulations.

On constate que le temps de cohérence (correspondant à |γ(τ)| = 1/e) est de l’ordre de 0,6 ps,

soit 2 à 3 fois plus court que la durée d’impulsion. Pour les délais τ > τc, on retrouve sur les

courbes du module du degré de cohérence complexe des structures très similaires à celles que

nous avions calculées avec le modèle de cohérence partielle.

Les courbes de la figure 4.25 représentent les mêmes grandeurs que celles de la figure 4.24, mais

pour le plasma de 3 mm. Les données hydrodynamiques et le gain sont également différents (pris

à une distance différente de la cible dans le résultat de la simulation EHYBRID). On peut voir

sur la figure 4.25 (a) que la durée de l’impulsion I(t) est dans ce cas environ deux fois plus longue,

de l’ordre de 5 ps. Sur le spectre de puissance normalisé S(ν−ν0) présenté sur la figure 4.25 (c),

on retrouve des structures de spikes, mais en plus grand nombre (environ une dizaine). Enfin

le module du degré de cohérence complexe |γ(τ)|, ce qui nous permet d’évaluer le temps de

cohérence τc ∼ 0, 8 ps. On observe également des structures pour les délais τ > τc. Les deux cas

choisis correspondent donc à des nombres de modes longitudinaux différents : environ m ≈ 2, 5
pour L = 800 µm et m ≈ 8, 5 pour L = 3 mm. On va voir maintenant comment se comportent

les grandeurs moyennées, pour chaque cas. Pour cela, on répète les calculs COLAX pour une

série de N tirages différents (i.e. avec différents germes du générateur aléatoire de l’émission

spontanée). Pour l’impulsion la plus courte (plasma de L = 800 µm), on prend N = 200, et un

nombre un peu plus petit N = 40 pour l’impulsion plus longue (plasma L = 3 mm).

La figure 4.26 présente le degré de cohérence moyenné sur 200 tirages (i.e. 200 simulations)

pour le cas L = 800 µm. Sur la courbe rose, correspondant à la moyenne du module < |γ(τ)| >N ,

on voit apparâıtre un épaulement, très similaire à ce qui avait été observé avec le modèle de co-

hérence partielle. Les courbes bleue et verte représentent respectivement le module et la partie

réelle du degré de cohérence complexe moyenné sur les 200 tirages. Ces deux courbes cöıncident,

et correspondent à la transformée de Fourier du spectre moyen, qui est présenté sur la figure 4.26

(b). Les simulations détaillées du code COLAX confirment donc bien le comportement parti-

culier que nous avions mis en évidence avec le modèle de cohérence partielle, lorsque la durée

de l’impulsion est proche du temps cohérence. Ce modèle simple rend très bien compte des

propriétés de cohérence temporelle des impulsions lasers XUV, comme on peut le voir sur les

figures 4.26 (c) et (d) qui montrent les valeurs moyennes du degré de cohérence (module et partie

réelle) et du spectre, calculés par le modèle de cohérence partielle, pour une impulsion ayant

des caractéristiques similaires en terme de nombre longitudinaux (m = 3,5) et largeur spectrale

(ou temps de cohérence). On note en particulier que la forme et l’étendue de l’épaulement sur

la courbe < |γ(τ)| >N sont très similaires.
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Figure 4.24 – (a) Profil temporel de l’intensité à la sortie du plasma amplificateur If (t), (b)
module du degré de cohérence complexe |γ(τ)| et (c) spectre de puissance normalisé S(ν−ν0) de
trois impulsions laser XUV TCE ASE d’Ag calculées par des simulations COLAX en 1 dimension
pour une longueur de plasma amplificateur de 800 µm.

Il ne faut pas comparer ces résultats de façon trop strictement quantitative. On rappelle

en effet que les simulations avec le modèle de cohérence partielle sont basées sur une forme

gaussienne des enveloppes temporelle et spectrale, ce qui n’est pas le cas dans les simulations

COLAX. Ainsi le spectre moyen calculé par COLAX (Fig. 4.26 (b)) est un profil de Voigt (dont

la contribution lorentzienne est probablement surestimée par rapport à l’expérience, puisque

l’élargissement Doppler n’est pas inclus dans COLAX). D’autre part l’enveloppe temporelle de

l’intensité (Fig. 4.26 (a)) n’est pas non plus gaussienne. Elle présente une forme typique, déjà

observée dans des expériences, avec un front de montée abrupt et une décroissance plus lente, qui

conduit à une forme différente de l’épaulement sur < |γ(τ)| >N . On note néanmoins que pour

un nombre de modes longitudinaux comparable, fixé de manière à ce que l’étendue en délai de

l’épaulement soit la même, la hauteur de cet épaulement est également sensiblement la même :

∼ 0, 35.

La figure 4.27 présente les mêmes courbes que la figure 4.26, mais pour la simulation corres-

pondant au plasma de longueur L = 3 mm. On rappelle que dans ce cas, la durée de l’impulsion

XUV était plus longue, environ 5 ps, pour un nombre de modes longitudinaux évalué à m=8,5.

On voit sur la figure 4.27 (b) que la hauteur de l’épaulement est un peu plus faible que dans le

cas précédent (∼ 0, 25 au lieu de ∼ 0, 35). C’est aussi ce que l’on trouve lorsque l’on utilise le

modèle de cohérence partielle, comme le montre la figure 4.27 (c).
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Figure 4.25 – (a) Profil temporel de l’intensité à la sortie du plasma amplificateur If (t), (b)
module du degré de cohérence complexe |γ(τ)| et (c) spectre de puissance normalisé S(ν−ν0) de
trois impulsions laser XUV TCE ASE d’Ag calculées par des simulations COLAX en 1 dimension
pour une longueur de plasma amplificateur de 3 mm.

En conclusion les calculs réalisés à partir du code de simulation détaillée COLAX confirment

la présence d’un épaulement qui apparâıt sur la courbe de la moyenne des modules du degré de

cohérence complexe, lorsque la durée de l’impulsion est proche du temps de cohérence, c’est à

dire lorsque le nombre de modes longitudinaux est petit.

Dans la section suivante, en utilisant le modèle de cohérence partielle, on étudie de façon plus

systématique les paramètres qui semblent contrôler l’allure de cet épaulement (hauteur, étendue,

aire) : les formes de l’enveloppe spectrale et du profil temporel de l’impulsion, et m le nombre

de modes temporels.
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COLAX (L = 800 µm, 200 tirages) :
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Modèle de cohérence partielle (m = 3, 5 : ∆ν = 0, 77 THz et τpulse = 2, 0 ps) :
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Figure 4.26 – (a) Moyenne et partie réelle du module du degré de cohérence complexe et
(b) spectre de puissance normalisé moyen de 200 impulsions générées par COLAX avec une
longueur de plasma amplificateur L = 800 µm. (c) Moyenne et partie réelle du module du degré
de cohérence complexe et (d) spectre de puissance normalisé moyen de 1000 impulsions générées
par le code de cohérence partielle pour m = 3, 5 : avec ∆ν = 0, 77 THz et τpulse = 2, 0 ps.

4.7 Etude systématique des caractéristiques de l’épaulement avec

la durée d’impulsion

La figure 4.28 montre l’évolution de la moyenne du module du degré de cohérence complexe

< |γ(τ)| >, calculée par le modèle de cohérence partielle, lorsque l’on fait varier le nombre de

modes longitudinaux m entre 1 (impulsion Fourier limitée) et m = 100. Les données d’entrée

sont les mêmes que celles utilisées dans la section 4.4 (spectre I(ν − ν0) gaussien ∆ν = 1 THz,

enveloppe temporelle F (t) gaussienne) et chaque courbe résulte d’une moyenne sur 500 tirages

de la phase spectrale aléatoire. On voit clairement le comportement évoqué plus haut : la durée

de l’impulsion (le nombre m) est encodée dans la hauteur et l’extension de l’épaulement qui se

forme de chaque côté du pic central. Plus m est grand, plus la hauteur diminue et son extension

en temps augmente. Rappelons que le pic central a une forme gaussienne, liée à notre choix d’une

enveloppe gaussienne dans le modèle. Nous allons voir que dans nos conditions l’épaulement est

lui aussi très bien représenté par une forme gaussienne.

Pour étudier de façon plus quantitative l’évolution de l’épaulement en fonction de m, nous

utilisons la représentation de la figure 4.29 afin de fitter indépendamment le pic central et

l’épaulement sur les courbes de la figure 4.28. On définit ainsi :

– γFL(τ) : pic central gaussien (tirets bleus), lié au spectre, dont l’expression est donnée
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COLAX (L = 3 mm, 40 tirages) :

(a)
0 5 10 15

Délai τ (ps)

0

0.1

0.2

0.3

0.4

0.5

0.6

0.7

0.8

0.9

1

<
|γ
(τ
)|
>

4
0
et

|
<

γ
(τ
)
>

4
0
|

<| γ(τ)|>
40

|< γ(τ)>
40

|

Re(< γ(τ)>
40

)

(b)
-2 -1.5 -1 -0.5 0 0.5 1 1.5 2

Fréquence ν − ν0 (THz)

0

0.002

0.004

0.006

0.008

0.01

0.012

0.014

0.016

0.018

0.02

<
S
(ν

−
ν
0
)
>

4
0

Modèle de cohérence partielle (m = 10 : ∆ν = 0, 67 THz et τpulse = 6, 6 ps) :
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Figure 4.27 – (a) Moyenne et partie réelle du module du degré de cohérence complexe et (b)
spectre de puissance normalisé moyen de 40 impulsions générées par COLAX avec une longueur
de plasma amplificateur L = 3mm. (c) Moyenne et partie réelle du module du degré de cohérence
complexe et (d) spectre de puissance normalisé moyen de 1000 impulsions générées par le code
de cohérence partielle pour m = 10 : avec ∆ν = 0, 67 THz et τpulse = 6, 6 ps.
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ASE sur leur caractérisation spectrale

-10 -5 0 5 10

τ/τc

0

0.2

0.4

0.6

0.8

1

<
|γ
(τ
)|
>

m = 1

m = 2

m = 3

m = 4

m = 5

m = 6

m = 7

m = 8

m = 9

m = 10

m = 15

m = 20

m = 50

m = 100

Figure 4.28 – Moyennes des modules des degrés de cohérence complexes < |γ(τ)| > calculés
par le code de cohérence partielle pour 500 tirages, pour différents nombres de modes m (dont la
valeur pour chaque courbe est indiquée dans la légende). La courbe noire représente < |γ(τ)| >
pour une impulsion Fourier limitée, i.e. pour m = 1. Le calcul est réalisé pour une enveloppe
spectrale et une enveloppe temporelle gaussiennes et la même largeur spectrale ∆ν = 1 THz.

par γFL(τ) = exp

{
−
(
τ
τc

)2
}

= exp

{
−4 ln(2).

(
τ

∆γ
FL

)2
}

, où ∆γFL est la largeur à mi-

hauteur du pic et τc est le temps de cohérence temporelle, défini comme la demi-largeur

à 1/e. On a ∆γFL = 2.
√

ln(2)× τc = 2.τFL , où τFL est la durée (en intensité) de l’impul-

sion Fourier limite. On rappelle que pour un nombre d’impulsions N suffisamment élevé

lim
N→∞

< γ(τ) >N = γFL(τ).
– γm(τ) : épaulement (tirets rouges), lié à la durée de l’impulsion (et au nombre m), que

l’on cherche à caractériser.

Nous trouvons que, pour toutes les valeurs de m représentées sur la figure 4.28, la courbe

γm(τ) représentant l’épaulement s’ajuste parfaitement par une fonction gaussienne de hauteur

hm et de largeur à mi-hauteur ∆γm. On écrit donc :

γm(τ) = hm.exp

{
−4 ln(2).

(
τ

∆γm

)2
}

La figure 4.30 représente la largeur à mi-hauteur ∆γm (déduites de ces fits gaussiens) en fonc-

tion du nombre de modes longitudinaux m. Plus exactement, on a tracé le rapport ∆γm/∆γFL
(largeur FWHM de l’épaulement sur celle du pic central) en fonction de m.

On voit que les points s’alignent parfaitement sur une droite de pente 1, on a donc ∆γm =
m.∆γFL = 2.τpulse, où τpulse est la durée (en intensité) du filtre temporel |F (t)|2. Si on ex-

prime la largeur ∆γm en fonction du filtre F (t) en amplitude τEpulse =
√

2.τpulse, on trouve

∆γm =
√

2.τEpulse. Rappelons que F (t)) est une fonction gaussienne de largeur à mi-hauteur

τEpulse. La largeur de son autocorrélation est
√

2.τEpulse. On trouve donc que la forme de l’épaule-

ment est donné par l’autocorrélation du filtre temporel F (t) représentant l’enveloppe temporelle

moyenne de l’impulsion.

On s’intéresse maintenant à la hauteur hm de l’épaulement, toujours en fonction de m, en
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Figure 4.29 – Forme générale de < |γ(τ)| > (trait plein) et séparation des deux contributions
correspondant au pic central γFL(τ) (tirets bleus) et à l’épaulement γm(τ) (tirets rouges). L’aire
hachurée représente l’intégrale de la moyenne du module du degré de cohérence :

∫
dτ < |γ(τ)| >.

utilisant des fits gaussiens γm définis plus haut. La figure 4.31 représente les hauteurs mesurées

pour les différents m représentés sur la figure 4.28. La courbe en trait plein est le fit par la fonc-

tion hm = 0, 68. 1√
m

+ 0, 03. Cette forme fonctionnelle est plus difficile à interpréter et à relier

à des quantités physiques que ce que nous avons pu faire pour la largeur ∆γm. Nous tenterons

toutefois de proposer un début d’interprétation à la fin de cette section.

Enfin, nous avons mesuré l’aire sous chacune des 3 courbes représentées sur la figure 4.29

à savoir : l’aire totale A sous la courbe < |γ(τ)| > (représentée par toute la partie hachurée),

l’aire AFL sous le pic central en tirets bleus γFL(τ) et l’aire Am sous la courbe en tirets rouges

représentant l’épaulement γm(τ) :

A =
∫ ∞
−∞

< |γ(τ)| > dτ

Am =
∫ ∞
−∞

γm(τ) dτ

AFL =
∫ ∞
−∞

γ(τ)FL dτ =
∫ ∞
−∞

< γ(τ) > dτ

Sur la figure 4.32 nous avons représenté le rapport A/AFL en fonction du nombre de modes

longitudinaux m. Ce rapport est parfaitement décrit pas la fonction :

A

AFL

=
√
m. (4.10)

Ce résultat est suffisamment remarquable pour qu’il nous paraisse pouvoir être démontré

mathématiquement, démonstration qui dépasse toutefois le cadre de ce travail de thèse.

On peut néanmoins retrouver une partie de ce résultat à partir des fonctions gaussiennes γm(τ)
et γFL(τ) utilisées pour représenter l’épaulement et le pic central de < |γ(τ)| >. Lorsque

l’on intègre ces fonctions en utilisant l’intégrale de Gauss
∫∞
−∞ e

−αx2
dx =

√
π
α , on trouve :
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Figure 4.30 – Rapport entre la largeur à mi-hauteur de l’épaulement ∆γm et celle du pic central
∆γFL , en fonction du nombre de modes longitudinaux m. Chaque point correspond à une courbe
de la figure 4.28. La courbe en trait plein montre le fit linéaire de pente égale 1 et d’ordonnée à
l’origine nulle sur lequel s’alignent ces points.
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Figure 4.31 – Hauteur de l’épaulement, représenté par la fonction gaussienne γm, en fonction
du nombre de modes longitudinaux m. Chaque point correspond à une courbe de la figure 4.28.
La courbe en trait plein est le fit de ces points par la fonction : hm = 0, 68. 1√

m
+ 0, 03.
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Figure 4.32 – Rapport entre l’aire totale A soutenue par la courbe < |γ(τ)| > et l’aire AFL

du pic central γFL , tracé en fonction du nombre de modes longitudinaux m. Chaque point
correspond à une courbe de la figure 4.28. La courbe en trait plein est le fit de ces points par la
fonction : A/AFL =

√
m.

AFL =
√
π × τc =

√
π

ln(2) × τFL
Am =

√
π

4 ln(2) ×∆γm × hm =
√

π
4 ln(2) × 2.m.τFL × hm.

Le rapport Am/AFL se simplifie et on trouve :

Am
AFL

= m× hm.

On a vu plus haut que la hauteur hm pouvait être représentée par la fonction hm = 0, 68. 1√
m

+
0, 03. Pour de petites valeurs de m (m ≤ 10), on peut ignorer le terme constant et écrire

hm ≈ 0, 68. 1√
m

. On retrouve alors que le rapport Am/AFL (qui n’est pas strictement identique

au rapport A/AFL considéré dans la figure 4.32) est proportionnel à
√
m.

Pour conclure, l’étude systématique que nous avons réalisée montre que plusieurs des carac-

téristiques de l’épaulement qui apparâıt sur la courbe de la moyenne < |γ(τ)| >, s’expriment

simplement en fonction du nombre de modes longitudinaux m qui composent l’impulsion. Ainsi

l’aire totale sous la courbe < |γ(τ)| > est égale à
√
m fois celle du pic central correspondant à

la transformée de Fourier du spectre . La largeur à mi-hauteur ∆γm est donnée par m fois la

largeur à mi-hauteur du pic central (ou encore 2 fois la durée d’impulsion en intensité τpulse).

Enfin, la hauteur hm de la fonction décrivant l’épaulement γm diminue en 1/
√
m lorsque m

augmente. En collaboration avec Olivier Larroche (CEA-B3), nous avons cherché à comprendre

l’origine de ce comportement, et nous proposons une première interprétation.

On se représente l’impulsion pour une réalisation donnée k (dans le domaine temporel) Ek(t),
comme une succession de m impulsions élémentaires E0(t) Fourier limitées ayant le même

spectre, i.e. de même durée en champ τE
FL

(=
√

2 ln(2).τc pour un spectre gaussien), de phase

temporelle plate choisie aléatoirement, et espacées d’une durée de l’ordre de τE
FL

en moyenne.

Toutes ces impulsions élémentaires ont le même spectre donc la même fonction d’autocorrélation
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Γ0(τ) =
∫
E0(t).E∗(t + τ) dt. On définit ces impulsions telles que

∫
|E(t)|2 dt = Γ(0) = 1 de

sorte que la courbe γ0(τ) est équivalente à Γ0(τ) (où γ0(τ) est le degré de cohérence complexe).

Qualitativement, pour |τ | < τc, on s’attend à ce que le signal d’autocorrélation Γk(τ) =∫
Ek(t).E∗k(t + τ)dt reproduise la fonction d’autocorrélation de l’impulsion élémentaire γ0(τ)

additionnée m fois à elle-même, soit : Γk(τ) ≈ m × γ0(τ). Pour |τ | > τc, les fonction de cor-

rélation mutuelle de paires d’impulsions élémentaires s’additionnent. Pour chaque paire, on ob-

tient la fonction d’autocorrélation de l’impulsion de départ γ0(τ∗) (où τ∗ est défini tel que :

τ = n.τE
FL

+ τ∗) affectée d’un déphasage global aléatoire égal à la différence entre les phases

aléatoires des deux impulsions sélectionnées. C’est donc un nombre aléatoire dont l’espérance

est nulle et l’écart-type de l’ordre de |γ0(τ∗)|. La somme des corrélations mutuelles des paires

d’impulsions élémentaires sur l’impulsions totale correspond donc à la somme de m nombres

choisis avec la même loi de probabilité de moyenne nulle et de variance |γ0(τ∗)|2. La loi des

grands nombres nous dit que cette somme va tendre à avoir pour m grand une loi de probabilité

de moyenne nulle et de variance égale à la somme des variances m.|γ(τ∗)|2, donc d’écart-type√
m.|γ(τ∗)|.

En divisant l’ensemble de la fonction Γk(τ) ainsi construite par m pour ramener à 1 sa valeur

en τ = 0, on trouve bien une partie centrale donnée par γ0(τ) suivie pour des délais plus grands

d’une contribution dont le module attendu décrôıt en
√
m/m = 1/

√
m. On a donc un degré

de cohérence complexe γk(τ) pour une réalisation k qui a une partie centrale égale à γ0(τ) et

des ailes de longueur ≈ m.τc, constituées de valeurs complexes de module ≈
√
m.|γ0(τ)| et de

phase aléatoire. Si on en prend le module et qu’on moyenne sur N réalisations, on obtient bien

des ailes
√
m fois plus basses que la partie centrale. Par contre, si on ajoute les N fonctions de

corrélation complexes Γk(τ) avant d’en prendre le module, on obtient de nouveau une réduction

relative d’un facteur
√
N pour la partie dans les ailes où la phase est aléatoire. Lorsque l’on fait

la moyenne en divisant par N , on trouve alors que le module de la moyenne < |γk(τ)| >N a un

comportement en 1/
√
mN dans les ailes. On retrouve alors le comportement observé, c’est-à-dire

que le module de la moyenne tend vers zéro lorsque soit m (nombre de modes longitudinaux),

soit N (nombre de réalisations dans la moyenne d’ensemble), soit les deux deviennent grands.

4.8 Perspectives : Mesures d’autocorrélations en champ avec un

interféromètre monocoup

Dans cette section nous discutons le principe d’une expérience qui n’a pu être réalisée au

cours de ma thèse en raison du retard de réouverture de l’installation LASERIX, suite à son

déménagement du site de l’ENSTA Palaiseau à celui du LAL sur le campus de la faculté d’Orsay.

Cette expérience, à présent prévue pour le deuxième semestre 2016, vise à vérifier expérimenta-

lement les résultats des simulations que nous avons présentées dans ce chapitre. Pour cela nous

avons proposé d’utiliser l’interféromètre XUV monocoup, développé par Olivier Guilbaud au

LPGP dans le cadre du projet OASIS financé par le LABEX PALM, et auquel notre groupe est

associé. Cet interféromètre, dont nous allons décrire le principe, permet de réaliser en un tir une

autocorrélation en champ de l’impulsion, en mesurant sur le même interférogramme la variation

de la visibilité des franges sur une gamme de délais choisie.

Plus précisément, nous souhaitons étudier dans cette expérience les points suivants :

– Les structures qui apparaissent aux |τ | ≥ τc sur les modules des degrés de cohérence

complexes |γk(τ)| pour chaque réalisation k, c’est à dire pour chaque tir.

– La forme de la moyenne des modules < |γ(τ)| >N sur ensemble de N tirs identiques, et la

présence des épaulements aux délais |τ | ≥ τc.
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– L’évolution de ces structures et de ces épaulements en fonction des paramètres de l’im-

pulsion laser XUV, en particulier sa durée (ou plus exactement son nombre de modes

longitudinaux).

L’étude des formes moyennes des courbes < |γ(τ)| >N sur un ensemble de tirs sera menée

simultanément avec le nouvel interféromètre monocoup OASIS du LPGP, et avec ”l’ancien”

interféromètre multicoup de l’ISMO.

4.8.1 Principe de l’interféromètre XUV monocoup OASIS

L’interféromètre XUV OASIS est inspiré de celui proposé en 1996 par Chilla et al. [Chilla 1996]

et dont la première démonstration expérimentale avec un laser XUV TCE de paladium nickel-

löıde a été réalisée en 2013 [Wang 2013]. Il s’agit d’un interféromètre de Mach-Zehnder dont les

deux séparatrices sont des réseaux de diffraction. Le principe est représenté sur la figure 4.33

(tirée de [Wang 2013]). Le faisceau incident, après collimation et filtrage spectral par deux mi-

roirs multicouche, est diffracté sur le premier réseau de diffraction (G1). L’ordre 0 (que nous

appellerons ”D1-0” pour ”ordre 0 de la première diffraction”) et l’ordre 1 (que nous appellerons

”D1-1”) sont chacun réfléchis par une série de deux miroirs en incidence rasante (avec une cou-

verture d’or) et redirigés vers le deuxième réseau (G2) de sorte à en émerger colinéairement et

se recombiner pour interférer à la surface d’un détecteur CCD.

Le faisceau dans l’ordre 0 (D1-0) conserve les propriétés du faisceau incident, comme une

réflexion spéculaire. En revanche le faisceau diffracté dans le premier ordre de diffraction (D1-1)

est inhomogène : son front d’énergie est incliné d’un angle θ par rapport à son front d’onde

(ou plan équiphase) qui reste perpendiculaire à la direction de propagation du faisceau. Ainsi,

le faisceau D1-1 acquiert un retard dépendant de la position dans la direction transverse. Les

faisceaux D1-0 et D1-1 sont redirigés vers le réseau G2 par des miroirs en incidence rasante. Le

premier ordre de diffraction du faisceau D1-1 par G2 (que nous appellerons ”D2-1”) et l’ordre 0

de diffraction du faisceau D1-0 (”D2-0”) se superposent et interfèrent.

Si les faisceaux D1-0 et D1-1 ne subissent qu’une seule réflexion pour être envoyés vers G2,

le retard transverse introduit sur D2-1 par la diffraction sur G2 compense celui qui avait été

introduit par G1 sur D1-1. L’astuce du montage de Chilla et al. est d’introduire une deuxième

réflexion entre les deux réseaux, afin ”d’inverser” le retard sur l’axe transverse introduit par la

première diffraction sur R1 de manière à ce qu’il s’ajoute à celui introduit par le deuxième réseau

R2. Cela permet, en un seul tir, de faire interférer des points du champ du faisceau incident

avec un délai variable sur la direction transverse et donc de faire une mesure de cohérence

temporelle ”monocoup”. L’interféromètre OASIS, schématisé sur la figure 4.34, repose sur le

même principe, mais il est beaucoup plus compact car il est basé sur un schéma d’interféromètre

de type Michelson : il ne comporte qu’une seule séparatrice (un seul réseau de diffraction en

réflexion) et deux miroirs de renvoi (miroirs multicouches en incidence normale) pour chaque

ordre de diffraction. À l’aller les faisceaux D1-1 et D1-0 issus de la diffraction à l’ordre 1 et 0,

sont respectivement envoyés sur les miroirs M1 et M0 en incidence normale. Au retour, après

réflexion sur les miroirs et diffraction sur le réseau, l’ordre 0 de diffraction de D1-1 (D2-0) et

l’ordre 1 de diffraction de D1-0 (D2-1) se superposent et interfèrent à la surface du détecteur

CCD.

Dans cette configuration, les délais transverses acquis à l’aller par D1-1 (diffraction à l’ordre 1

du faisceau incident), et au retour par D2-1 (diffraction à l’ordre 1 de D1-0), sont bien en sens

inverses et s’ajoutent comme dans l’interféromètre de Chilla et al.

Comme on peut le voir sur le schéma de la figure 4.33, la diffraction introduit une anamorphose

γ du faisceau, donnée par :

γ = cos(β)
cos(i) (4.11)
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ASE sur leur caractérisation spectrale

Figure 4.33 – Figure 1 de [Wang 2013], principe de fonctionnement de l’interféromètre de Chilla
et al. démontré ici pour la première fois par Wang et al. sur un laser XUV.

où β est l’angle de diffraction à l’ordre 1 défini par rapport à la normale (voir fig. 4.34). Deux

rayons du faisceau incident distants de ∆x0 dans le faisceau incident seront donc distant de

∆x = γ.∆x0. Dans la configuration de l’interféromètre OASIS ces rayons seront distants de ∆x
sur le détecteur, contrairement à la configuration de Chilla et al. où elle est compensée par le

passage sur le deuxième réseau.

L’angle θ entre le front d’énergie équi-amplitude et le front d’onde équiphase de l’onde inhomo-

gène produite par la diffraction est constant au cours du temps et de la propagation. Entre deux

points du front d’énergie de l’onde inhomogène D1-1 distants de ∆x dans la direction transverse,

il introduit un retard relatif ∆t transverse :

∆t(1passage) = ∆x
c
. tan(θ). (4.12)

Le retard entre deux rayons réfléchis à l’ordre p par deux traits successifs du réseau est δt = pλ
c ,

donc dans notre cas δt = λ
c . Le retard transverse ∆t entre deux points du front d’énergie de

D1-1 distants de ∆x est égal à δt multiplié par le nombre de traits interceptés par le faisceau

diffracté sous l’angle i : N. ∆x
cos(β) (N est le nombre de traits du réseau par unité de longueur).

Le délai relatif total entre deux points espacés de ∆x est donc multiplié par deux car les deux

délais transverses (celui de D1-1 et celui de D2-1) sont opposés et s’additionnent lorsque D2-1 se

recombine avec D2-1 (ordre 0 de diffraction de D1-1). On obtient ainsi une nouvelle expression

du retard en fonction de ∆x, distance transverse sur le détecteur :

∆t = ∆t(2passages) = 2Nλ
c. cos(β) ×∆x. (4.13)

4.8.2 Description du projet d’expérience

L’expérience sera réalisée sur un laser XUV TCE de titane néonöıde émettant à λ = 32, 6 nm.

Il sera envoyé avec un angle d’incidence rasante (π/2 − i) de 6o sur un réseau de longueur

L = 40 mm et de N = 5670 traits/mm. Le détecteur utilisé sera une CCD. L’intervalle de

différence de marche total sera de 6 mm, ce qui correspond à un intervalle de délai transverse
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Figure 4.34 – Schéma du trajet du faisceau, à l’aller et au retour, dans l’interféromètre mo-
nocoup OASIS. Les enveloppes des impulsions sont représentées par l’ovale violet sur les trajets
des faisceaux. On peut voir que les deux impulsions recombinées sont inclinées d’un angle 2θ
l’une par rapport à l’autre
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∆t = 18 ps. Le délai nul peut être centré sur le détecteur (τ = ±9 ps), ou décalé vers l’un des

bords du détecteur afin d’atteindre des délais supérieurs à 9 ps. En effet, on souhaite observer les

structures qui apparaissent aux délais |τ | > τc dans les calculs du module du degré de cohérence

|γ(τ)| d’une impulsion partiellement cohérente, ainsi que l’épaulement qui se forme lorsque ces

structures sont moyennées sur le |γ(τ)| d’un grand nombre d’impulsions. Nous avons vu que

l’extension de l’épaulement était de l’ordre de la durée d’impulsion, que nous estimons, pour le

laser XUV de Ti nénonöıde, à environ ∼ 4 ps, la durée de la fenêtre d’amplification qui a été

mesurée ici [Guilbaud 2015]). L’intervalle de délai transverse est donc suffisant.

Il faut également s’assurer que la résolution sera suffisante pour l’observation des structures

dont l’extension est de l’ordre de τc. Si on utilise la même configuration que dans l’expérience

de Wang et al. [Wang 2013], les franges sont ”verticales”, c’est à dire perpendiculaires à l’axe

transverse sur lequel le délai entre les deux faisceaux qui interfèrent varie. Dans ce cas, la limite

de résolution en délai et donnée par la valeur de l’interfrange. Cet interfrange peut être ajusté

en faisant varier l’angle entre les miroirs de renvoi M0 et M1, mais il ne peut pas être trop faible

(≥ 5 pixels) afin de pouvoir calculer la visibilité des franges.

On peut également incliner les miroirs M0 et M1 suivant un axe dans le plan de propagation

des faisceaux afin d’obtenir des franges ”horizontales”, c’est à dire parallèles à l’axe transverse

sur lequel le délai varie. Dans ce cas, la résolution est maximale puisqu’elle est de la taille d’un

pixel (13 µm), ce qui correspond à une différence de marche de 8 µm, ou un délai de 26 fs.

Enfin, afin de faire varier le nombre de modes longitudinaux dans l’impulsion deux possibili-

tés sont envisagées :

- La première méthode serait de faire varier la longueur L du plasma pour ajuster la largeur

spectrale par le rétrécissement par le gain (on rappelle que ∆ν ∝ 1/
√
G.L où G est le gain),

et donc le temps de cohérence du laser XUV qui est inversement proportionnel à sa largeur

spectrale. Cette méthode est facile à exécuter mais comporte des inconvénients. La gamme sur

laquelle on peut faire varier la longueur du plasma est assez réduite : 2 à 4 mm. En effet, on ne

peut pas trop réduire la longueur du plasma car le niveau de signal risque de devenir trop faible

sur le détecteur. Or, en augmentant la longueur du plasma de 2 mm à 4 mm, on n’augmenterait

le temps de cohérence que d’un facteur de
√

2. Par ailleurs, on ne connâıt pas précisément l’effet

de cette augmentation de longueur sur la durée d’impulsion. Les simulations effectuées avec le

code COLAX indiquent toutefois que l’effet sur la durée d’impulsion serait faible.

- La deuxième méthode consisterait à faire varier la durée de l’impulsion de pompe pour faire

varier celle de l’impulsion XUV. Des mesures réalisées sur un laser XUV de molybdène nickel-

löıde ont montré qu’en augmentant la durée de l’impulsion de pompe d’environ 1 ps à 8 ps

la durée d’impulsion laser XUV était augmentée d’un facteur ∼ 2 (pour un angle GRIP de

23o) [Meng 2012a]. Même si les méthodes ci-dessus ne garantissent pas que l’on sera capable

de faire varier indépendamment la durée d’impulsion et le temps de cohérence de l’impulsion,

elles devraient nous permettre d’explorer plusieurs valeurs du rapport de ces deux grandeurs (et

donc du nombre m) et de vérifier les lois d’échelle que nous avons présentées dans la section

précédente.

4.9 Conclusions

Nous avons utilisé un modèle de cohérence temporelle partielle développé par T. Pfeifer et

al. [Pfeifer 2010] pour décrire des impulsions XFEL SASE, afin de calculer les traces d’auto-

corrélation en champ de telles impulsions. Les résultats permettent de reproduire l’allure des

courbes de visibilité expérimentales obtenues à la fois sur des lasers XUV délivrant des impul-

sions longues (QSS-l et QSS-d), et sur des lasers XUV délivrant des impulsions courtes, dont
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la durée est proche du temps de cohérence τc (OFI et TCE). Nous avons ainsi pu interpréter

l’origine de l’épaulement apparaissant sur les courbes de visibilité expérimentales des lasers XUV

OFI et TCE, qui n’était pas comprise jusqu’à maintenant. Les mêmes calculs montrent que cet

épaulement, lié au nombre de modes longitudinaux m dans l’impulsion, s’aplanit lorsque celle-ci

devient très longue devant τc (conformément à nos mesures sur les lasers XUV QSS-d et QSS-l,

dont les courbes de visibilité ne présentent pas d’épaulement).

Les mesures d’autocorrélation en champ ayant été réalisées dans le cadre d’une campagne ex-

périmentale de caractérisation de la largeur spectrale des différents types de lasers XUV, la

compréhension de l’origine de l’épaulement nous a permis de réévaluer les largeurs spectrales

des lasers XUV OFI et TCE à partir des courbes de visibilité. Les largeurs spectrales ainsi ob-

tenues sont en meilleur accord avec les prédictions numériques pour ces lasers XUV.

Des calculs plus réalistes du champ électrique d’impulsions lasers XUV ASE TCE, basés sur

les équations de Bloch-Maxwell avec un terme stochastique pour décrire l’émission spontanée,

reproduisent la même structure en ”piques” (spikes) dans les domaines temporel et spectral que

les impulsions générées par le modèle de cohérence temporelle partielle. La trace d’autocorré-

lation moyenne obtenue sur un grand nombre d’impulsions générées par le code Bloch-Maxwell

présente également un épaulement. Ces résultats appuient les résultats issus du modèle de co-

hérence temporelle partielle, et soulignent les similarités entre les sources XFEL SASE et lasers

XUV ASE, bien que basées sur des principes de génération très différents. La structure en piques

dans les domaines temporel et spectral est caractéristique de ces sources, et due à leurs natures

stochastiques.

La présence de l’épaulement sur les courbes de visibilité lorsque l’impulsion comporte peu de

modes longitudinaux est due au fait que l’on ne puisse pas mesurer la phase du degré de cohé-

rence complexe. Cependant, une étude systématique de l’épaulement avec la durée d’impulsion

moyenne montre que cet artefact pourrait nous permettre d’extraire plus d’informations de nos

mesures d’autocorrélation en champ : plusieurs de ses caractéristiques (aire, étendue, hauteur)

s’expriment simplement en fonction du nombre de modes longitudinaux m qui composent l’im-

pulsion. Ces résultats sont donc très prometteurs compte-tenu de la difficulté expérimentale de

la mise en œvre d’une mesure de durée d’impulsion d’un XFEL SASE ou laser XUV ASE avec les

méthodes actuelles, comparée à la relative simplicité d’une mesure d’autocorrélation en champ.
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Chapitre 5

Etude du comportement temporel

des lasers XUV injectés

5.1 Introduction

Nous avons vu que les travaux actuels visant à réduire la durée d’impulsion des lasers XUV

injectés pour atteindre le domaine femtoseconde suivent deux voies distinctes :

- élargir la bande spectrale du gain de l’amplificateur afin de réduire la durée limite de Fourier

de l’harmonique amplifiée,

- favoriser et contrôler l’apparition d’oscillations de Rabi au cours de l’amplification de cette

harmonique.

C’est le deuxième aspect que nous allons discuter dans ce chapitre. D’après les simulations

numériques effectuées avec le code COLAX, ou par d’autres groupes [Kim 2009, Oliva 2011,

Tissandier 2012], des oscillations de Rabi peuvent survenir au cours de l’amplification d’une

harmonique d’ordre élevé dans un plasma de laser XUV. Les oscillations de Rabi induisent,

comme nous allons le voir en détail, des structures temporelles à la fois ultra-courtes (jusqu’à

une dizaine de femtosecondes) et très intenses (∼ 1012 W/cm2). La trace de ces oscillations de

Rabi n’a toutefois encore jamais été mise en évidence expérimentalement. Une des premières

raisons est que nous ne disposons pas, à l’heure actuelle, de diagnostic permettant de mesurer

le profil temporel d’une impulsion laser XUV injecté avec une résolution temporelle et une dy-

namique suffisantes.

Au cours de cette thèse nous avons tenté de détecter la trace des oscillations de Rabi dans

le signal d’autocorrélation en champ d’impulsions laser XUV injecté, à l’aide de l’interféromètre

utilisé dans les précédents chapitres. Ces mesures, réalisées sur l’installation LASERIX et au

LOA, n’ont pas abouti et ne seront pas discutées dans ce mémoire. Pour tenter de préciser

un peu mieux d’une part les conditions d’apparition des oscillations de Rabi, et d’autre part

leur possible manifestation sur des grandeurs accessibles expérimentalement, nous avons effec-

tué plusieurs études basées sur une description Bloch-Maxwell de l’amplification d’harmonique

dans le plasma laser XUV. Ces études ont été menées en collaboration avec O. Larroche (CEA

Bruyères-le-Chatel), auteur du code COLAX que nous avons déjà utilisé au chapitre précédent

pour étudier l’amplification en mode ASE.

Nous présentons d’abord une étude théorique, menée principalement par Olivier Larroche

au début de cette thèse [Larroche 2013b], et dont nous avons étudié plus particulièrement l’im-

plication sur des amplifcateurs laser XUV existants. Cette étude permet de mettre en évidence

la compétition entre deux temps caractéristiques dans le transfert de l’énergie stockée dans

l’inversion de population au champ électrique, et de la présence d’un seuil d’inversion de popula-

tion entre deux régimes d’amplification caractérisés par des coefficients d’amplification différents.

A l’aide du code COLAX, utilisé dans une configuration simplifiée, nous avons ensuite étudié

la manifestation des oscillations de Rabi sur deux grandeurs qui sont directement accessibles dans

nos expériences : le profil spectral de la raie laser, d’une part, et le signal d’auto corrélation en
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champ (par mesure interférométrique multi-tirs ou mono-tir) d’autre part.

5.2 Régimes d’amplification adiabatique et dynamique : exis-

tence d’un seuil

5.2.1 Echelles de temps de la formation et l’amplification du rayonnement

laser XUV :

Comme nous l’avons vu dans le chapitre 1, les équations de Bloch-Maxwell permettent de

décrire l’amplification du rayonnement laser XUV dans le cadre de l’approximation d’enveloppe

lentement variable. Cette approximation peut être faite dans notre cas puisque la période d’un

cycle optique 2π/ω d’un laser XUV est de l’ordre de quelques dizaines d’attosecondes, ce qui est,

comme nous allons le voir, bien inférieur aux échelles de temps caractéristiques des phénomènes

en jeu lors de l’amplification et de la propagation du rayonnement dans le plasma amplificateur

d’un laser XUV (même lorsqu’il est opéré en mode injecté).

Ainsi, la propagation de l’amplitude complexe du champ électrique E, polarisé en z et se

propageant dans le plan (x, y), peut être décrite dans le cadre de l’approximation par l’équation

de propagation paraxiale :

2iω
c

(1
c

∂E±
∂t

+ ∂E±
∂y

)
± ∂2E±

∂x2 = −ω
2

c2

(
−ω2

p

ω(ω + iν)E± + 4πP±

)
. (5.1)

Dans cette équation apparâıt le temps d’amortissement collisionnel des ondes électromagnétiques

se propageant dans le plasma dû aux collisions électron-ion Tc = 1/ν = (ω/ωp)2ν−1
ei . L’amplitude

complexe de l’enveloppe temporelle de la densité de polarisation P qui apparâıt dans le membre

de droite de l’équation (5.1) de propagation du champ électrique E est régie par :

∂P±
∂t

= −γdP± − i
d2

~
(ρh − ρb)E± + S (5.2)

où γd = 1/T2 est le taux de déphasage du dipôle atomique, principalement dû aux collisions

élastiques avec les électrons libres du plasma, provoquant un élargissement spectral homogène

de la transition laser. d est l’élément de matrice dipolaire entre les niveaux de la transition laser

haut (h) et bas (b). Les densités de population des niveaux haut et bas, respectivement ρh and

ρb, sont gouvernées par les équations (5.3) et (5.4) :

∂ρh
∂t

= − 1
2~ .Im

(
P+E

∗
+ + P−E

∗
−
)

+
∑
k

ahkρk +Rh (5.3)

∂ρb
∂t

= + 1
2~ .Im

(
P+E

∗
+ + P−E

∗
−
)

+
∑
k

abkρk +Rb (5.4)

où ahk et abk sont les taux de transition du système collisionnel-radiatif, donnés par :

ahh = −(Dhb +Dh), abb = −(Cbh +Db), ahb = Cbh, abh = Dhb.

Avec Dbh la somme des taux de désexcitation collisionnelle et radiative de l’état supérieur vers

l’état inférieur, Dh (resp. Db) la somme des taux de décroissance de la population de l’état

supérieur (resp. inférieur) par excitation ou désexcitation vers les états extérieurs au système à

deux niveaux de la transition laser et Cbh le taux d’excitation collisionnelle de l’état inférieur

vers l’état supérieur de la transition laser. Les coefficients Rh et Rb sont les sommes des flux de

population vers respectivement l’état supérieur et l’état inférieur par excitation ou désexcitation

depuis les états extérieurs au système. L’absorption et l’émission stimulée sont prises en compte
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par le premier terme du membre de droite des équations (5.3) et (5.4).

Pour faire apparâıtre les échelles de temps caractéristiques de l’évolution des populations de la

transition laser, on peut les décrire par l’équation suivante, mettant en jeu la densité d’inversion

de population réduite D = d2

~ω .(ρh − ρb) :

∂D

∂t
= Deq −D

T1
+ d2

~2ω
Im(PE∗) (5.5)

où T1 est le temps de recouvrement du gain ou de repompage de la transition, que l’on peut

représenter par le temps de retour à une inversion d’équilibre Deq. Une autre échelle de temps

caractéristique qui n’apparâıt pas explicitement dans cette équation est donnée par la fréquence

de Rabi asymptotique ΩR0 , définie plus en détail plus loin, qui correspond à la fréquence de

Rabi du champ électrique atteint si toute l’énergie emmagasinée dans l’inversion de population

lui est transférée.

Ces deux temps caractéristiques apparaissent explicitement dans l’équation (5.5) lorsque l’on

remplace la polarisation par son expression dans la limite adiabatique P = −iωDEγd (c’est-à-dire

en posant ∂P
∂t = 0 dans l’équation (5.2), voir plus bas) :

∂D

∂t
= 1
T1

[
Deq −D

(
1 +

( ΩR

ΩRsat

)2
)]

. (5.6)

Pour résumer, le système d’équations Bloch-Maxwell (5.1, 5.2, 5.5) présente différentes échelles

de temps :

– T2 = 1/γd le temps de déphasage du dipôle atomique, lié à la largeur spectrale intrinsèque

de la transition,

– T1 le temps de recouvrement du gain ou de repompage de la transition laser,

– Tc = (ω/ωp)2ν−1
ei le temps d’amortissement collisionnel des ondes électromagnétiques se

propageant dans le plasma dû aux collisions électron-ion.

– TR0 = 1/ΩR0 la période de Rabi asymptotique atteinte si toute l’énergie emmagasinée

dans l’inversion de population D0 est transmise à l’onde amplifiée, où :(ΩR0)2 = 4πω2D0.

Nous verrons un peu plus loin comment cette expression peut être obtenue.

– τplasma = Lplasma/c la durée de propagation à travers le plasma amplificateur.

5.2.2 Gain faible-signal ”adiabatique” :

Dans le chapitre 3 nous avons décrit l’amplification du rayonnement laser à partir de l’équa-

tion de transfert radiatif, qui repose sur l’émissivité et le gain résolus spectralement, eux-mêmes

exprimés en fonction des taux d’émission spontanée et stimulée de la transition laser. En inté-

grant spectralement les expressions obtenues nous avons également pu décrire l’amplification de

l’intensité du rayonnement le long de sa propagation dans le milieu amplificateur et nous avons

vu que pour de petits signaux, c’est-à-dire lorsque l’inversion de population n’est pas affectée par

l’émission stimulée, celle-ci est exponentielle et peut approximativement être décrite par l’équa-

tion I(y) = I0.e
g0×y, où le coefficient d’amplification longitudinal de l’intensité du rayonnement

par unité de longueur g0 est le gain dit ”faible-signal” au centre de la raie laser.

Les équations de Bloch-Maxwell modélisent la formation et l’amplification du rayonnement la-

ser dans le domaine temporel en prenant en compte les phases du champ et de la polarisation

atomique. Cela permet de révéler des comportements non-stationnaires de l’amplification, liés

par exemple à des oscillations de Rabi, qui ne sont pas pris en compte dans la description pré-

cédente. Pour exprimer un gain linéaire analogue au gain faible-signal dans le cadre du système

d’équations Bloch-Maxwell, on fait l’hypothèse d’une amplification convective, c’est-à-dire que
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les dérivées temporelles s’annulent à y donné (où y est la direction d’amplification) ∂E
∂t = 0 et

∂P
∂t = 0. On se place de plus dans le régime des faibles signaux n’affectant pas la densité d’in-

version de population, c’est-à-dire avec ∂D
∂t = 0, l’inversion de population est constante D = D0.

En négligeant les effets de diffraction et de dispersion, on obtient le système suivant :



1
c
∂E
∂t + ∂E

∂y = i2πω
c P

0 = −γd iP + ωDE

∂D
∂t = 0

⇒



1
c
∂E
∂t + ∂E

∂y = 2πω2D0
γd c

E

P = −iωD0
γd
E

D = D0

(5.7)

En reportant l’expression de la polarisation dans l’équation du champ électrique du système

(5.7), on obtient bien, pour l’intensité du signal, une croissance exponentielle avec un coefficient

de croissance :

Gad = 4πω2D0
γd c

. (5.8)

Ce gain linéaire est équivalent au gain faible-signal décrit plus haut, on voit notamment qu’il est

proportionnel à la densité d’inversion de population et inversement proportionnel à la largeur

spectrale de la raie (de l’ordre de γd, le taux de déphasage de la polarisation atomique, com-

parable à l’élargissement collisionnel de la raie). On rappelle que ce gain linéaire est obtenu en

faisant l’hypothèse d’une amplification ”adiabatique”, et n’a donc de sens que lorsque les temps

d’évolution sont longs devant l’inverse de la largeur de raie intrinsèque.

5.2.3 Régime d’amplification dynamique, notion de seuil

Réduction du système : modèle simplifié

Pour étudier le comportement temporel de l’amplification en dehors du cas adiabatique, on

va se placer dans des conditions simplifiées, résumées par le schéma de la figure 5.1. On néglige

ici la dimension spatiale, on ne s’intéresse qu’à l’évolution temporelle d’un système homogène

(”0D”) et isolé, constitué des états haut et bas de la transition laser. Initialement le système est

dans l’état ”pompé”, avec une inversion de population D0, et le champ E est nul. Dans l’état

final, l’inversion de population est consommée et l’énergie est intégralement transmise au champ

qui atteint une valeur asymptotique E0. On néglige toute interaction avec l’environnement ex-

térieur, en supposant en particulier le temps de repompage T1 infini.

Etat initial

𝐷 = 𝐷0
𝐸 = 0

Etat final

𝐷 = 0
𝐸 = 𝐸0

Figure 5.1 – Schéma représentant le système considéré pour l’étude présentée : une transition en
inversion de population initiale D0 dont toute l’énergie stockée est transmise au champ électrique
E qui atteint une valeur asymptotique de E0 lorsque l’inversion de population s’est vidée.
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Le système d’équation (5.1 - 5.5) se réduit à :

(i) dE
dt = 2πωiP

(ii) d(iP )
dt = −γd iP + ωDE

(iii) dD
dt = − d2

~2ω Re(iPE∗)

(5.9)

Ce système fermé dont toute l’énergie est échangée entre la densité d’inversion de population

et le champ électrique permet de faire apparâıtre une échelle de temps caractéristique intrinsèque

de la transition : la fréquence de Rabi asymptotique que nous avons mentionnée au début de

cette section. C’est la fréquence de Rabi atteinte lorsque toute l’énergie stockée dans l’inversion

de population a été transmise au champ électrique, qui atteint sa valeur asymptotique station-

naire. Nous montrons ici comment on obtient son expression et nous verrons dans la suite que

cette échelle de temps joue un rôle important dans le régime d’amplification.

En remplaçant dans l’équation (iii) du système (5.9) la polarisation atomique par son ex-

pression en fonction du champ électrique déduite de l’équation (i), on obtient l’équation de

conservation de l’énergie du système suivante :

dD

dt
= − d2

~2ω
Re

( 1
2πω

dE

dt
E∗
)
⇒ d

dt

(
4πω2D + d2|E|2

~2

)
= 0

On voit apparâıtre la fréquence de Rabi ΩR = d|E|
~ . Dans l’état initial, le système est en

inversion de population initiale D0 et le champ électrique est nul, on peut donc écrire :

D(t) + ΩR(t)2

4πω2 = D0

Cette expression nous permet de définir une fréquence de Rabi asymptotique, la fréquence de

Rabi atteinte lorsque l’inversion de population s’est vidée et que toute l’énergie du système a

été transmise au champ électrique :

ΩR0 =
√

4πω2D0 (5.10)

On voit que cette fréquence de Rabi asymptotique est proportionnelle à la racine carrée de

l’inversion de population initiale. Nous allons voir dans la suite que cette échelle de temps

intrinsèque de la transition laser varie beaucoup selon les types de lasers XUV existants, basés

sur des techniques de pompage très différentes, et que cela donne des indications sur le régime

d’amplification dans lequel pourraient opérer ces lasers.

Taux d’amplification : étude de stabilité du système autour de l’état initial

On s’intéresse dans un premier temps à l’évolution temporelle de l’amplification du signal du

système décrit par le système (5.9) autour de son état initial. En faisant une étude de stabilité

du système (5.9) autour de cet état nous allons déterminer le taux réel d’amplification et le

comparer au gain faible-signal G0 (relation (5.8)).

La linéarisation du système autour du point d’équilibre (E, iP,D) = (0, 0, D0) correspondant
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à l’état initial (inversion de population D = D0, champ électrique nul), prend la forme :

d

dt

 E

iP

D

 =

 0 2πω 0
ωD0 −γd 0

0 0 0


 E

iP

D

 ⇒ d

dt

(
E

iP

)
=
(

0 2πω
ωD0 −γd

)(
E

iP

)

La réponse de ce système soumis à une faible perturbation E, iP ∝ eΩt conduit à l’équation

suivante :

Ω2 + γd Ω− 2πω2D0 = 0. (5.11)

Afin de comparer le taux d’amplification Ω du champ électrique au gain faible signal adiabatique,

on réécrit l’équation précédente en fonction du gain faible signal correspondant G = 2×Ω/c, ce

qui conduit à l’équation :

G2 + 2γd
c

G− 2γd
c

Gad = 0 (5.12)

où l’on a fait apparâıtre le gain linéaire adiabatique établi plus haut Gad = 4πω2D0
γd c

. L’équa-

tion (5.12) admet la solution réelle amplificatrice :

G = 2 G∗ad

(√
1 + Gad

G∗ad
− 1

)
(5.13)

où

G∗ad = γd
2c . (5.14)

Dans l’expression du coefficient de gain G on a fait apparâıtre un gain adiabatique seuil G∗ad,

autour duquel nous allons étudier les deux limites asymptotiques de G, c’est-à-dire lorsque

Gad � G∗ad et Gad � G∗ad.

Dans la limite Gad � G∗ad, c’est-à-dire pour une faible inversion de populations initiale D0,

on trouve facilement que l’expression du gain, donnée par (5.13), tend vers le gain faible-signal

adiabatique G ≈ Gad. Dans ce régime, l’amplification du rayonnement laser est adiabatique, la

croissance du signal se fait de manière exponentielle pour les petits-signaux avec un coefficient

d’amplification Gad comme cela est décrit classiquement en théorie des lasers.

On voit dans l’expression (5.13) que le gain G est toujours inférieur au gain adiabatique Gad.

Ainsi, lorsque l’hypothèse d’une amplification adiabatique n’est pas valable, l’évaluation du

coefficient d’amplification du rayonnement avant saturation en employant l’expression du gain

faible-signal Gad conduirait à une surestimation de celui-ci. En particulier, dans la limite de forte

densité d’inversion de population Gad � G∗ad, le gain tend vers un gain ”purement dynamique”

Gdyn donné par l’expression :

Gdyn = 2
√
GadG

∗
ad = 2ω

c

√
2πD0. (5.15)

Il est intéressant de remarquer que, dans cette limite, l’expression du gain dynamique Gdyn
ne dépend plus du taux de déphasage de la polarisation atomique γd, c’est-à-dire que le taux

d’amplification ne dépend plus de la largeur intrinsèque de la raie laser, comme c’était le cas

dans le régime adiabatique.

Le rapport Gad/G
∗
ad (gain adiabatique sur gain seuil), qui apparâıt dans l’équation (5.13),

est équivalent au rapport entre deux temps caractéristiques du système : le temps de déphasage

du dipôle atomique T2 = 1/γd et la période de Rabi asymptotique TR0 = 1/ΩR0 . On a en effet :

Gad
G∗ad

= 2
(ΩR0

γd

)2
. (5.16)
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En régime adiabatique, la variation de la polarisation atomique est lente devant le temps de

déphasage du dipôle et l’on peut réécrire l’équation sur la polarisation de la manière suivante :

0 = −γd iP + ωDE. (5.17)

La densité de polarisation est proportionnelle au champ électrique et en quadrature de phase avec

celui-ci (iP ∝ E). Ceci a pour conséquence que la densité d’inversion de population varie avec

le module au carré du champ électrique, donc avec l’intensité du rayonnement (Re(iPE) ∝ |E|2).

Dans le régime dynamique, en revanche, la polarisation n’a plus une phase constante par

rapport au champ électrique. La présence du champ électrique n’induit donc pas une diminu-

tion immédiate de l’inversion de population comme en régime adiabatique, ce qui aboutit à une

amplification plus lente.

En d’autres termes, dans le régime adiabatique, le temps de déphasage du dipôle 1/γd est

très court devant la période de Rabi asymptotique 2π/ΩR0 . Il contrôle donc l’échelle de temps

sur laquelle évolue la densité d’inversion de population D et la largeur spectrale du rayonnement

laser. Dans le régime dynamique, la période de Rabi asymptotique est très courte comparée au

temps de déphasage du dipôle, c’est alors le champ électrique qui contrôle l’échelle de temps

d’évolution de la densité d’inversion de population en induisant des oscillations de Rabi. Le

profil spectral de la raie laser est alors contrôlé par cette évolution temporelle cohérente.

Réponse temporelle autour de la solution stationnaire : étude de stabilité du système

autour de l’état final

La linéarisation du système autour du point d’équilibre (E, iP,D) = (E0, 0, 0) correspondant

à l’état final (inversion de population D = 0, champ E0) prend la forme :

∂E
∂t = 2πωiP

∂iP
∂t = −γd iP + ωDE0

∂D
∂t = − d2

~2ωRe(iPE
∗
0)

(5.18)

La réponse du système soumis à une faible perturbation D, iP ∝ eΩt conduit à l’équation

suivante :

Ω2 + γd Ω + 1
2
d2|E0|2

~2 = 0

⇒ Ω2 + γd Ω + 1
2(ΩR0)2 = 0

On obtient donc pour le taux de variation temporelle ΩI = 2.Ω de l’intensité du rayonnement,

l’équation d’un oscillateur harmonique amorti de fréquence propre ΩR0 et de taux d’amortisse-

ment γd :

Ω2
I + 2γd ΩI + (ΩR0)2 = 0. (5.19)

Ainsi, dans la réponse temporelle du système lorsqu’il atteint son état final, on retrouve les

deux cas limites discutés plus haut, selon que le rapport entre la fréquence de Rabi asymp-

totique et le taux de déphasage du dipôle est très faible ou très élevé (c’est-à-dire, d’après la

relation (5.16), Gad/G
∗
ad � 1 et � 1).

Dans le cas où Gad � G∗ad, représenté sur le panneau gauche de la figure 5.2, la fréquence de Rabi

est négligeable devant le taux de déphasage du dipôle atomique. Le système est dans un régime

apériodique et le champ électrique atteint adiabatiquement sa solution stationnaire (figure 5.2
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Figure 5.2 – Densité d’inversion de population (bleu) et intensité du champ électrique (noir)
en fonction du temps pour deux rapports Gad/G

∗
ad différents de part et d’autre du seuil G∗ad :

sous le seuil Gad/G
∗
ad = 0, 1 (gauche) et au-dessus du seuil Gad/G

∗
ad = 10 (droite).

gauche). Le panneau droit de la figure 5.2 montre le cas Gad � G∗ad, lorsque la fréquence de

Rabi est très supérieure au taux de déphasage du dipôle. La densité d’inversion de population

oscille alors à ∼ ΩR0 autour de zéro, provoquant des oscillations similaires dans l’intensité du

champ. Puis les oscillations s’amortissent avec un temps caractéristique 1/γd jusqu’à la solution

stationnaire où l’inversion de population est nulle et toute l’énergie du système est transférée

dans le champ électrique.

Application aux différents types de lasers XUV existants

On voit donc que selon la valeur relative du gain adiabatique Gad, et du seuil G∗ad, le système

en inversion de population dans lequel on injecte une petite perturbation aura ou non tendance

à évoluer de façon dynamique en induisant des oscillations de Rabi. Afin de relier le critère que

nous avons obtenu à des systèmes laser XUV existants nous présentons dans le tableau 5.1 les

valeurs des grandeurs pertinentes de cette étude pour les quatre différents types de lasers XUV

déjà discutés dans les chapitres précédents.

Les valeurs de gain faible-signal G sont celles issues de mesures et valeurs du taux de déphasage

du dipôle γd = 1/T2 sont déduites de simulations numériques. Les valeurs du gain seuil G∗ad sont

calculées d’après la relation (5.14) en fonction de T2 et les valeurs du gain adiabatique Gad sont

déduites à partir des gains mesurés G en inversant la relation (5.13) :

Gad = G

(
1 + G

4G∗ad

)
. (5.20)

On constate que les quatre types de lasers XUV correspondent à des valeurs très différentes

du rapport Gad/G
∗
ad. Les lasers XUV à impulsion courte (OFI et TCE), qui fonctionnent avec une

forte densité d’inversion, paraissent plus favorables pour une amplification en régime dynamique

que les deux lasers XUV à impulsion longue (QSS-d et QSS-l) qui fonctionnent à des densités

d’inversion plus faibles. Injecter les lasers XUV quasi-stationnaires QSS-d et QSS-l ne serait donc

a priori pas favorable à la génération d’oscillations de Rabi. En revanche, les lasers XUV TCE et

OFI, qui sont, par ailleurs, les deux types de lasers XUV dans lesquels l’injection d’harmonique a

été démontrée expérimentalement, opèrent d’après notre critère dans un régime dynamique. Les

simulations numériques basées sur les équations de Bloch - Maxwell montrent en effet la mani-

festation d’oscillations de Rabi pour ces deux types de lasers XUV [Oliva 2011, Tissandier 2011],

bien que cela n’ait pas encore été mis en évidence expérimentalement.
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laser XUV
T2 = γ−1

d G Gad Gad
G∗
ad(ps) (cm−1) (cm−1)

OFI 2 [1] /7.2 [2] 60 [2] 168/451 20/196
TCE 1,3 [3,4] 60 [5] 130 10
QSS-d 18 [6] 1,2 [7] 1,6 1,8
QSS-l 0,9 [3] 7 [8] 7,7 0,4

Table 5.1 – Valeurs des différents paramètres pertinents pour les quatre types de lasers XUV
opérationnels : gain réel mesuré G, gain adiabatique Gad déduit de la relation (5.20), gain
seuil G∗ad donné par la relation (5.14), et taux de déphasage du dipôle atomique T2 = 1/γd.
Références : [1]=[Tissandier 2012], [2]=[Tissandier 2010], [3]=[Meng 2012b], [4]=[Calisti 2013],
[5]=[Luther 2005], [6]=[Urbanski 2012b], [7]=[Rocca 1996], [8]=[Rus 2002].

Notre étude fait apparâıtre deux paramètres importants jouant un rôle sur l’apparition des

oscillations de Rabi, la densité d’inversion d’une part et le taux de déphasage du dipôle (lié à la

largeur spectrale intrinsèque de la raie laser) d’autre part. Une densité d’inversion de population

élevée et un faible taux de déphasage du dipôle (donc une largeur spectrale étroite) semblent

donc favoriser l’apparition d’oscillations de Rabi. Ainsi, d’après cette étude (et dans le cadre

des limites simplificatrices que nous avons utilisées) élargir la bande spectrale des lasers XUV

ne serait pas favorable à l’apparition d’oscillations de Rabi mais tendrait plutôt à augmenter

le seuil entre les deux régimes d’amplification du rayonnement et à la ramener vers un régime

adiabatique.

5.2.4 Perspectives de l’étude : effet de la propagation

L’étude 0D présentée dans la section précédente a permis de mettre en évidence un temps

caractéristique intrinsèque du système, la période de Rabi asymptotique, liée à la densité d’in-

version de population et jouant un rôle majeur dans le régime d’amplification dans lequel opère

un laser XUV. Cette étude a toutefois été menée dans le cadre du modèle simplifié d’un système

homogène (pas d’amplification spatiale) et isolé (pas de repompage de l’inversion de population).

Pour aller vers des systèmes plus proches de la réalité, il faudrait introduire l’effet de propagation

spatiale, dans une géométrie 1D. Les premières simulations que nous avons effectuées à l’aide

du code COLAX semble indiquer à nouveau la présence d’un seuil entre régime adiabatique et

dynamique. Cette étude devra toutefois être poursuivie au delà de ce travail de thèse.

5.3 Spectres et fonctions d’autocorrélation calculés par COLAX :

signes d’oscillations de Rabi ?

5.3.1 Introduction

Nous avons vu que les simulations Bloch-Maxwell prédisent l’apparition d’oscillations de Rabi

au cours de l’amplification des lasers XUV en particulier en mode injecté. Le contrôle de ces

oscillations constitue l’une des deux voies de recherche visant à réduire la durée d’impulsion des

lasers XUV. Or, à ce jour, leur manifestation n’a jamais été mise en évidence expérimentalement.

Le moyen le plus immédiat serait de pouvoir observer la trace de ces oscillations de Rabi dans

le profil temporel en intensité de l’impulsion, par la présence des pics intenses qui en résultent.

Toutefois il n’existe actuellement pas de diagnostic temporel monocoup offrant une résolution

suffisante dans le domaine XUV. En effet, la résolution temporelle des caméras à balayage de

fente (caméras ”streak”) haute-résolution dans le domaine XUV, qui ont été utilisées à plusieurs

reprises pour mesurer la durée des lasers XUV ASE [Meng 2012a], est limitée au mieux à ∼ 700 fs
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(en fait plus concrètement 1 à 2 ps). Cette résolution n’est donc pas suffisante pour mettre en

évidence des pics d’intensités dont la durée prédite par les simulations peut atteindre quelques

dizaines de femtosecondes. Nous avons donc recherché comment la présence d’oscillations de

Rabi se manifestait dans le degré de cohérence complexe d’une impulsion, ainsi que dans son

spectre, deux grandeurs accessibles expérimentalement.

Dans cette partie, nous présentons des résultats de simulations Bloch-Maxwell réalisées à l’aide

du code COLAX, pour une impulsion harmonique injectée dans un plasma laser XUV d’Ag

nickelöıde pompé en régime transitoire et par onde progressive. Les données hydrodynamiques

EHYBRID utilisées comme données d’entrée sont les mêmes que celles utilisées dans le chapitre

précédent. Les simulations seront également réalisées sur une seule dimension suivant l’axe (Oy)

longitudinal de propagation du rayonnement dans le plasma, car on se concentre ici uniquement

sur les aspects spectral et temporel. Enfin pour modéliser le pompage par une onde progressive,

l’évolution temporelle des données hydrodynamiques et atomiques sont projetées sur l’axe (Oy)

en étant translatées de y/vo.p. à chaque pas de temps, où vo.p. = c représente la vitesse de l’onde

progressive.

5.3.2 Amplification d’une harmonique d’ordre élevé dans un plasma de laser

XUV

Figure 5.3 – Profils temporels de l’intensité à la sortie du plasma (bleu) d’une impulsion de
laser XUV injecté par une harmonique d’ordre élevé d’amplitude incidente |EHH | = 108 V/m
(ce qui correspond à une intensité de IHH = 1, 3×109 W.cm−2) à un délai d’injection tinj = 1 ps
par rapport au pompage et (pointillés rouges) à l’impulsion ASE produite par le même germe
du générateur aléatoire.

La figure 5.3 présente en trait bleu continu le profil temporel de l’intensité à la sortie d’un

plasma de 800 µm de long, à l’entrée duquel on a injecté une impulsion harmonique d’ordre

élevé (HH) de 20 fs à mi-hauteur, de profil temporel gaussien, de phase spectrale plate (impulsion

limitée par Fourier) et d’amplitude |EHH | = 108 V/m (i.e. d’intensité IHH = 1, 3×109 W.cm−2).

La courbe en trait pointillé rouge représente le profil temporel de l’impulsion ASE seule (sans

injection). On a utilisé dans les deux cas la même source d’émission spontanée, i.e. le même
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tirage aléatoire pour le germe du terme source correspondant. L’impulsion HH est injectée avec

un délai de 1 ps après le début de la simulation, qui correspond au front montant du profil

temporel de gain faible signal (i.e. non perturbé par l’émission stimulée) à l’entrée du plasma.

Ce profil temporel du gain est représenté sur la figure 5.4. L’impulsion HH, qui se propage environ

à c dans le plasma amplificateur de 800 µm, le traverse donc en environ 2, 7 ps et sort de celui-ci

à l’instant tHH ≈ 3, 7 ps du calcul (repéré sur la figure 5.3). Sur le profil temporel de l’intensité

de l’impulsion injectée, le rayonnement sortant du plasma avant l’instant tHH correspond à de

l’ASE. Les impulsions injectée et ASE sont d’ailleurs parfaitement superposées avant tHH . Après

cet instant, on peut voir que l’impulsion injectée ne correspond pas simplement à la superposition

du champ de sillage (produit par le passage de l’harmonique, voir section 5.2) amplifié et de

l’ASE. Les deux types de rayonnements entrent en compétition dans leur amplification. Or ils

sont de nature très différente, puisque l’ASE est issue d’un processus stochastique, l’émission

spontanée de la transition laser qui est incohérente, tandis que le champ de sillage est quant à lui

produit par la polarisation rémanente après l’interaction de l’harmonique avec les populations

de la transition laser [Al’miev 2007]. Pour isoler le phénomène que l’on souhaite étudier, la

manifestation des oscillations de Rabi dans le degré de cohérence et le spectre d’une impulsion

injectée, l’étude que nous allons présenter a été réalisée sans émission spontanée (c’est-à-dire

sans terme source dans l’équation de la polarisation).

Figure 5.4 – Evolution temporelle du gain adiabatique à l’entrée du plasma dans lequel est in-
jecté l’impulsion HH. Pour modéliser le pompage en onde progressive, cette évolution temporelle
se propage le long du plasma à la vitesse vop de ce pompage.

La figure 5.5 illustre la formation de l’impulsion au cours de la propagation de l’harmonique

à quatre instants du calcul, correspondant à quatre positions y le long du plasma. Le profil

spatial de l’intensité de l’impulsion est représenté par la courbe en trait continu vert, la courbe

en pointillés orange représente le profil spatial du gain dynamique au même instant. Sur la fi-

gure (a), à l’instant 1,5 ps du calcul, donc 0,5 ps après l’injection de l’harmonique, on peut voir

celle-ci qui s’est propagée de 150 µm et le champ de sillage qui s’est formé derrière son pas-

sage. Le profil spatial du gain dynamique est quant à lui très proche du profil temporel du gain

faible-signal de la figure 5.4 : l’amplification du rayonnement n’a pas encore d’effet sur l’inversion

de population. Sur les figures (b)-(d) on voit que le champ de sillage est amplifié de plusieurs

ordres de grandeur, alors que l’harmonique est elle-même très peu amplifiée. Le gain dynamique

prend à partir de t=2,5 ps des valeurs négatives, là où le sillage est maximal, ce qui est carac-

téristique de la présence d’oscillations de Rabi. On voit se former des oscillations dans le profil

d’intensité du champ de sillage, dont les maxima correspondent à peu près à des minima (de

valeurs négatives) du profil de gain dynamique. Sur la figure 5.5 (d), on voit deux pics d’oscilla-
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(a) (b)

(c) (d)

Figure 5.5 – Profils calculés par COLAX de l’intensité et du gain dynamique le long du plasma
dans la direction de propagation Oy, à différents instants du calcul : (a) t = 1,5 ps, (b) t = 2 ps,
(c) t = 2,5 ps et (d) t = 3,5 ps.

tion suivis de l’impulsion de sillage, dont la durée a augmenté en se propageant et en s’amplifiant.

On peut remarquer dès à présent ici que, contrairement au régime d’amplification faible-signal,

le profil spatial du gain est ici fortement perturbé par le passage de l’impulsion, de sorte que

celle-ci ne ”voit plus” un gain constant le long de sa propagation, comme elle le ferait dans le

cas d’un pompage en onde progressive. Une des conséquences, qui a été déjà abordée dans la

section précédente, est que le profil temporel de l’impulsion à la sortie du plasma ne peut pas

être simplement interprété à partir des échelles temporelles de réponse du plasma. En effet le

profil spatial du gain et la propagation de l’impulsion dans ce profil jouent un rôle important.

Ainsi le temps d’amortissement des oscillations de Rabi, donné par le temps de déphasage du

dipôle 1/γd, ne peut pas être strictement donné par l’extension spatiale sur laquelle elles sont

observées sur la figure 5.5, ni sur les profils temporels que nous présenterons plus loin.
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5.3.3 Paramètres contrôlant le profil temporel de l’impulsion laser XUV in-

jecté

Nous nous intéressons à deux paramètres de l’injection qui contrôlent le profil temporel de

l’impulsion amplifiée :

- l’amplitude crête |EHH | du champ électrique de l’impulsion harmonique, car la fréquence

de Rabi est proportionnelle au module du champ électrique du rayonnement avec lequel elles

interagissent ;

- l’instant d’injection tHH de l’harmonique dans le plasma, car le gain a un profil temporel avec

une durée finie.

La modification de l’un de ces deux paramètres produit des impulsions de différents profils

temporels, comme le montre la figure 5.6. Chaque graphique de cette figure correspond à une

amplitude du champ de l’impulsion HH différente : |EHH | = 107 V/m, |EHH | = 108 V/m et

|EHH | = 109 V/m (de haut en bas), correspondant à des intensités IHH = 1, 3 × 107 W.cm−2,

IHH = 1, 3 × 109 W.cm−2 et IHH = 1, 3 × 1011 W.cm−2 respectivement. Les deux premières

valeurs correspondent à un encadrement réaliste de ce qui peut être réalisé expérimentalement

avec des sources harmoniques existantes. Sur chaque graphique on a représenté le profil temporel

de l’intensité à la sortie du plasma, pour 5 valeurs du délai d’injection : 0,1 ps, 1 ps, 2 ps, 3 ps et

5 ps. L’aire jaune représentée sur chaque graphique correspond à l’émission ASE (sans injection)

du même plasma, moyennée sur 200 simulations effectuées avec des tirages aléatoires différents

de l’émission spontanée.

À partir des profils temporels de la figure 5.6, on peut faire les observations suivantes :

– Pour les trois niveaux d’injection |EHH | considérés, l’intensité maximum de l’impulsion

amplifiée (donnée par celle du premier pic) est la plus forte pour un délai d’injection

tHH = 1 ps, qui cöıncide à peu près avec le maximum de l’impulsion ASE.

– Pour les trois instants d’injection pour lesquels l’amplification de l’harmonique est forte

(tHH = 1, 2, 3 ps), l’intensité maximum atteinte par l’impulsion harmonique amplifiée

est supérieure de un à deux ordres de grandeur à celle de l’impulsion ASE, tandis que sa

durée est plus courte.

– Au délai d’injection optimal tHH = 1 ps, le premier pic qui apparâıt dans l’impulsion est

extrêmement court (moins de 100 fs) et intense. Son intensité maximum dépasse celle du

deuxième pic et celle sillage qui suit, d’un facteur qui va de ∼ 2 (pour le niveau d’injection

le plus faible) à ∼ 8 (pour le niveau d’injection le plus fort).

– Par rapport à l’intensité IHH de l’impulsion HH incidente (elle-même pratiquement pas

amplifiée), l’intensité de ce premier pic est beaucoup plus élevée, dépassant 1012 W/cm2

pour le niveau d’injection le plus élevé. Le facteur d’amplification diminue quand le niveau

d’injection augmente, passant de ∼ 5.104 pour |EHH | = 107 V/m, à ∼ 30 pour le niveau

d’injection le plus élevé (|EHH | = 109 V/m).

– On voit apparâıtre au maximum trois pics avant l’amortissement des oscillations de Rabi

et l’émission de sillage. Le temps caractéristique d’amortissement est de l’ordre de 300 fs,

ce qui est comparable avec la valeur de 1/γd fournie pour les données hydrodynamiques

du plasma. Il faut se souvenir cependant que la propagation joue un rôle important dans

la forme temporelle de l’impulsion, de sorte que les temps caractéristiques intrinsèques du

système ne peuvent pas être simplement extraits de façon directe.

On voit donc que le niveau et le délai d’injection sont des paramètres clefs qui contrôlent la

structure temporelle de l’impulsion amplifiée, en particulier l’intensité et la durée du premier

pic intense correspondant au déclenchement des oscillations de Rabi.
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Figure 5.6 – Profils temporels de l’intensité des impulsions à la sortie du plasma de laser XUV
pour différents délais d’injection (tinj = [0, 1; 1; 2; 3; 5] ps) pour trois amplitudes de l’harmonique
d’ordre élevé incidente différentes (haut) |EHH | = 107 V/m, (milieu) |EHH | = 108 V/m et (bas)
|EHH | = 109 V/m. Courbe en fond jaune : impulsion ASE (sans injection).
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Figure 5.7 – (a) Profils temporels de l’intensité des impulsions à la sortie du plasma pour
différents délais d’injection et pour |EHH | = 108 V/m ; (b) modules des degrés de cohérence
complexes |γ(τ)| correspondants.

5.3.4 Degrés de cohérence temporelle et profils spectraux

On s’intéresse maintenant à la trace de ces structures temporelles dans le degré de cohé-

rence complexe γ(τ) pour ces différents paramètres. La figure 5.7 (b) représente le module du

degré de cohérence |γ(τ)| calculé à partir du profil temporel des impulsions correspondant au

cas |EHH | = 108 V/m, pour différents délais d’injection. Ces profils temporels sont rappelés sur

la figure 5.7 (a) avec les mêmes codes couleurs pour faciliter la lecture.

La trace des pics dus aux oscillations de Rabi apparâıt dans les courbes |γ(τ)|, correspon-

dant aux temps d’injection tHH = 1, 2 et 3 ps, sous la forme de modulations aux délais les

plus courts. La première modulation (à τ = 0) correspond à l’autocorrélation des deux pics

apparaissant au début de l’impulsion. La deuxième modulation correspond à la corrélation du

premier pic avec le deuxième, elle est située à un délai correspondant à l’intervalle de temps

les séparant (τ ≈ 0, 2 ps). Néanmoins on voit que, bien que les pics dans les profils temporels

des impulsions soient très intenses, ils donnent lieu à des modulations de faible amplitude dans

le module du degré de cohérence. Expérimentalement, l’observation de ces modulations parâıt

donc difficile à réaliser, surtout avec un interféromètre multi-tirs nécessitant un scan en délai,

comme celui que nous avons utilisé dans nos expériences.

On constate également sur la figure 5.7 (b) que le temps de cohérence τc (tel que |γ(τc)| = 1/e)
varie significativement d’un temps d’injection à l’autre, et est plus grand (sauf pour tHH = 5 ps)

que le temps de cohérence calculé pour l’impulsion ASE (courbe en trait plein gris). Ceci sera

discuté plus en détail dans la partie suivante.

Sur la figure 5.8 nous avons représenté les profils spectraux (intégrés temporellement) corres-

pondant aux impulsions représentées sur la figure 5.7 (a) (avec le même code couleur pour les

différents temps d’injection). Le maximum de ces profils spectraux a été normalisé à 1 afin de

faciliter la comparaison de leurs formes et de leurs largeurs à mi-hauteur. La trace des oscil-

lations de Rabi se manifeste par des ”side-bands”, ou pics latéraux, de part et d’autre du pic

central. La hauteur de ces pics latéraux n’atteint toutefois pas plus de quelques pourcents de

celle du pic central, rendant là encore leur observation expérimentale très difficile. On constate

enfin que la largeur du pic central (sauf pour tHH = 5 ps) est inférieure à la largeur spectrale

de l’impulsion ASE (moyennée sur 200 tirages), ce qui traduit le même comportement que celui

mentionné plus haut pour le module du degré de cohérence.
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Figure 5.8 – Spectres de puissance (normalisés à 1 au centre) calculés à partir des profils
temporels de la figure 5.7 (a) pour les mêmes délais d’injection et la même impulsion harmonique
d’amplitude |EHH | = 108 V/m).

Figure 5.9 – Partie réelle (a) et phase (b) de la fonction d’autocorrélation à deux temps de
l’impulsion obtenue avec un délai d’injection de 2 ps et une harmonique injectée d’amplitude de
|EHH | = 108V/m.

En conclusion, les calculs que nous avons présentés indiquent que ni le degré de cohérence, ni

le spectre de l’impulsion harmonique amplifiée ne paraissent pouvoir constituer des diagnostics

suffisamment sensibles pour mettre en évidence expérimentalement la présence d’oscillations de

Rabi. Cela est dû au fait que ces deux observables sont intégrées temporellement, et que la

partie ”oscillante” dans le profil temporel de l’impulsion ne représente qu’une faible partie de

son énergie totale. La plus grande part de l’énergie est contenue dans la deuxième partie de

l’impulsion, correspondant au champ de sillage non-oscillant.

Afin de mieux représenter l’effet de l’intégration temporelle, on utilise à nouveau la fonc-

tion d’autocorrélation linéaire à deux temps Γ(t, t′) = E(t).E∗(t′) que nous avions introduite au

chapitre 4. La figure 5.9 représente la partie réelle de Γ(t, t′) calculée pour l’impulsion corres-

pondant au temps d’injection tHH = 2 ps de la figure 5.7 (a). Rappelons que la diagonale (t=t’)

de cette représentation 2D correspond au profil temporel d’intensité de l’impulsion. En suivant
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Figure 5.10 – Profils temporels en intensité pour trois impulsions HH injectées à tHH = 1 ps,
pour les 3 valeurs de |EHH | considérées précédemment (indiquées dans l’insert).

cette diagonale on retrouve donc les deux pics intenses et brefs du début de l’impulsion, suivis

de la partie sillage qui s’étend sur ∼ 2 ps. L’échelle temporelle en abscisse et en ordonnée tient

compte du fait que l’impulsion débouche en sortie de plasma à t ∼ 4, 7 ps.

En dehors de la diagonale on voit à t (ou t’) = 4,9 ps la trace de la corrélation du premier pic

avec le second, puis aux temps plus grands, la corrélation de ces pics avec le reste de l’impulsion

(sillage). Si l’on s’intéresse maintenant à la phase de Γ(t, t′), sur la figure 5.9 (b), on constate que

celle-ci est quasiment nulle dans toute la partie correspondant à l’autocorrélation de la partie

non-oscillante de l’impulsion. La phase spectrale du champ dans cette partie de l’impulsion est

donc plate, et l’impulsion correspondante est limitée par Fourier.

On avait vu plus haut (Fig. 5.8 (b)) que le temps de cohérence de l’impulsion, dominé par

celui de la partie non-oscillante, variait en fonction du temps d’injection de l’harmonique, et

qu’il était plus grand que celui calculé pour l’impulsion ASE. Nous venons par ailleurs de voir

que cette partie non-oscillante de l’impulsion avait une phase plate. Le produit d’autocorrélation

de cette partie de l’impulsion ne dépend donc que de son enveloppe temporelle et de sa durée,

qui varie elle-même en fonction des paramètres de l’injection.

La figure 5.10 représente le profil temporel en intensité des trois impulsions injectées à

tHH = 1 ps pour les trois niveaux d’injection |EHH | considérés précédemment. On voit que

la valeur de |EHH | a un impact très important sur la partie oscillante de l’impulsion, en parti-

culier sur la position temporelle des pics, leur durée et leur intensité maximum. Par contre elle

a un effet négligeable sur la partie non-oscillante du champ de sillage, que ce soit sur sa durée

ou sur son intensité. Ceci est confirmé par les courbes de la figure 5.11 qui montrent les modules

des degrés de cohérence |γ(t)|, calculés pour ces trois impulsions. On retrouve aux délais courts

la trace des oscillations de Rabi discutée plus haut, et l’effet important du niveau d’injection

|EHH | sur cette partie des courbes. Aux délais plus longs, dominés par la contribution du sillage,

l’effet du niveau d’injection est beaucoup plus faible (et serait d’ailleurs plus difficile à mettre

en évidence expérimentalement).
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Figure 5.11 – Module du degré de cohérence |γ(τ)| calculé pour les trois impulsions représentées
sur la figure 5.10.

La partie non-oscillante de l’impulsion, correspondant au champ de sillage, parâıt donc être

contrôlée par les conditions du plasma, et en particulier par le gain dans lequel il se développe

et s’amplifie au cours de la propagation. Si l’on se reporte à la figure 5.5 montrant l’évolution de

l’impulsion et du gain dans le plasma au cours de la propagation, on voit que le gain est plus élevé

au niveau de la queue du champ de sillage qu’à son début (dans la zone suivant immédiatement

la partie oscillante les oscillations), où le gain est proche de zéro. Par ailleurs l’étendue spatiale

de la zone dans laquelle se développe et s’amplifie le champ de l’impulsion dépend du temps

d’injection tHH . Ceci peut expliquer la variation de la durée de la partie sillage de l’impulsion en

fonction de ce paramètre. Ainsi lorsque l’impulsion HH est injectée à temps proche du maximum

de gain (tHH = 1 ps dans le cas étudié ici), la zone de gain élevé dans laquelle le champ de

sillage pourra se développer est plus étendue, ce qui va se traduire par une durée plus longue.

Au contraire, à tHH = 5 ps, le gain a déjà beaucoup diminué (voir figure 5.4) et le champ de

sillage ne pourra se développer que sur une zone spatiale plus courte, correspondant à une durée

plus courte.

La variation du temps de cohérence d’un laser XUV injecté avec le temps d’injection serait

intéressante à vérifier expérimentalement avec notre interféromètre, ou avec l’interféromètre mo-

nocoup discuté à la fin du chapitre 4. Pour cette étude il serait important de réduire au maximum

la contribution de l’ASE pour isoler le mieux possible celle de l’émission cohérente induit par

l’impulsion harmonique injectée. Ceci pourrait se faire notamment en se plaçant suffisamment

loin de la source pour séparer angulairement l’ASE (peu collimatée) de l’harmonique amplifiée

(très collimatée).

5.4 Conclusions

Dans ce chapitre nous avons étudié les propriétés temporelles des lasers XUV injectés afin

de mieux comprendre les paramètres contrôlant l’apparition d’oscillations de Rabi au cours de

l’amplification. La génération des oscillations de Rabi, dont la durée peut descendre jusqu’à

∼ 10 fs, est en effet actuellement considérée comme un moyen prometteur de produire des lasers

XUV femtosecondes.
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Une étude temporelle 0D basée sur les équation de Bloch-Maxwell a permis de mettre en évi-

dence deux régimes d’amplification, adiabatique et dynamique, autour d’un seuil d’inversion de

population, lié à la largeur spectrale de la raie laser. Ce seuil permet de prédire, dans les li-

mites du modèle simplifié utilisé, si l’amplification du rayonnement injecté suivra une évolution

adiabatique, bien décrite par des équations de transfert radiatif, ou dynamique, induisant des

oscillations de Rabi. Les valeurs calculées de ce seuil pour les quatre types de lasers XUV opé-

rationnels montrent que les lasers XUV à fort gain, de type OFI ou TCE, sont plus favorables

à l’apparition des oscillations de Rabi. Notre étude indique aussi qu’en augmentant la largeur

spectrale des lasers XUV (en jouant sur les conditions hydrodynamiques du plasma), on risque

d’augmenter le seuil d’inversion de population séparant les deux régimes. Enfin nous montrons

qu’en régime dynamique, le coefficient de gain est plus faible qu’en régime adiabatique.

Nous avons ensuite exploré la possibilité de détecter la trace d’oscillations de Rabi dans le profil

spectral, ou dans les traces d’autocorrélation en champ de l’impulsion. Nos résultats montrent

que bien que la structure temporelle présente des pics intenses (1011 – 1012 W/cm2) et brefs

(∼100 fs), induits par les oscillations de Rabi, difficilement décelables sur ces deux grandeurs

accessibles expérimentalement à cause de l’intégration temporelle du signal. La mesure du pro-

fil temporel de l’intensité en un tir, avec une résolution de quelques dizaines de femtosecondes

semble être la seule méthode adaptée. L’intensité maximum des pics, leur durée et leur écart

temporel sont très sensibles aux deux paramètres d’injection que nous avons étudiés : l’amplitude

|EHH | de l’impulsion harmonique incidente, et l’instant tHH où elle est injectée par rapport au

maximum du profil temporel de gain. La durée du champ de sillage, qui suit la partie dominée

par les oscillations de Rabi, apparâıt très sensible à l’instant d’injection tHH mais peu sensible

au niveau d’injection |EHH |. La mesure de cette durée, et sa variation avec les différents para-

mètres, semble pouvoir être réalisée à partir d’une mesure d’autocorrélation, car la phase y est

quasiment plate.
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Conclusion et perspectives

Conclusion

L’objectif des travaux de cette thèse est d’améliorer la compréhension des propriétés spec-

trales et temporelles des lasers XUV, nécessaire pour les travaux visant à réduire leur durée

d’impulsion au domaine femtoseconde. La technique d’injection, où le plasma amplificateur de

laser XUV est utilisé pour amplifier une impulsion harmonique d’ordre élevé femtoseconde, est

considérée comme un moyen prometteur d’atteindre cet objectif. Néanmoins, l’étroite largeur

spectrale des plasmas amplificateur de lasers XUV (environ 100 fois plus étroite que celle de l’har-

monique injectée) ne permet pas de conserver la durée femtoseconde de celle-ci. Pour produire

des impulsions femtosecondes avec des lasers XUV injectés, les efforts doivent donc se concentrer

à la fois sur la caractérisation expérimentale des largeurs spectrales des lasers XUV en relation

avec les conditions hydrodynamiques du plasma, et sur la compréhension des mécanismes de

l’amplification dans ces systèmes à l’aide d’études théoriques et de simulations numériques.

L’étude temporelle basée sur l’analyse des équations de Bloch-Mawell présentée dans la par-

tie 5.2 du chapitre 5 [Larroche 2013b], a fait apparâıtre l’existence d’un seuil, lié à la largeur

spectrale de la raie laser. Ce seuil permet de prédire, dans les limites du modèle simplifié utilisé,

si l’amplification du rayonnement injecté suivra une évolution adiabatique, bien décrite par des

équations de transfert radiatif, ou dynamique, induisant des oscillations de Rabi. Les valeurs

calculées de ce seuil pour les quatre types de lasers XUV opérationnels montrent que les lasers

XUV à fort gain, de type OFI ou transitoire (TCE), sont plus favorables à l’apparition des

oscillations de Rabi. C’est par ailleurs ces deux types de lasers XUV qui peuvent actuellement

opérer en mode injecté. Notre étude indique aussi qu’en augmentant la largeur spectrale des

lasers XUV (en jouant sur les conditions hydrodynamiques du plasma), on risque d’augmenter

le seuil d’inversion de population séparant les deux régimes. On voit alors que l’exploitation des

oscillations de Rabi pour produire des impulsions lasers XUV injectés femtosecondes s’oppose à

l’autre voie envisagée pour réduire la durée d’impulsion qui consiste à élargir spectralement la

transition laser XUV afin de réduire la durée limite de Fourier associée. Nous montrons égale-

ment qu’en régime dynamique, le coefficient de gain est plus faible qu’en régime adiabatique.

La deuxième étude présentée dans la partie 5.3 de ce chapitre a été réalisée à partir du code

COLAX utilisé en monodimensionnel, pour évaluer la possibilité de détecter la trace d’oscillations

de Rabi dans le profil spectral, ou dans les traces d’autocorrélation en champ de l’impulsion. En

effet, la manifestation d’oscillations de Rabi n’a encore jamais été mise en évidence expérimen-

talement. Nos résultats montrent que bien que la structure temporelle présente des pics intenses

et brefs, ils sont difficilement décelables sur ces deux grandeurs accessibles expérimentalement, à

cause de l’intégration temporelle du signal. Le temps de cohérence de l’impulsion du laser XUV

injecté est dominé par celui du sillage qui suit les oscillations de Rabi. Nous montrons que ce

temps de cohérence est très sensible aux conditions d’injection. D’après les simulations, le temps

de cohérence qui serait mesuré à l’aide de notre méthode expérimentale serait principalement

lié à la durée du champ de sillage de l’impulsion. Cette dernière semble dépendre peu du niveau

d’injection mais plutôt être contrôlée par le gain dans lequel le champ de sillage se développe et

s’amplifie au cours de sa propagation.

Nous avons caractérisé la largeur spectrale du laser XUV quasi-stationnaire généré sur l’ins-

tallation laser PALS, clôturant ainsi la campagne de caractérisation expérimentale des largeurs

spectrales des différents types de lasers XUV opérationnels, en relation avec les paramètres du
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plasma amplificateur, entamée il y a 10 ans. La mesure, présentée dans le chapitre 3, a permis

d’améliorer la qualité des résultats obtenus lors d’une première expérience effectuée en 2012,

et de confirmer une largeur spectrale 2 à 10 fois plus grande que celle des autres types de

lasers XUV caractérisés précédemment. Ces mesures sont en très bon accord avec des simula-

tions numériques de transfert radiatif basées sur l’hypothèse d’une amplification stationnaire

et adiabatique. D’après l’étude temporelle présentée dans la partie 5.2, le régime d’amplifica-

tion tendrait en effet à être adiabatique dans ce type de laser XUV, à faible gain. Bien que

l’injection d’harmonique n’ait encore jamais été démontrée sur ce type de laser XUV, notre me-

sure indique que le laser XUV de PALS serait compatible avec une durée d’impulsion amplifiée

significativement inférieure à la picoseconde (durée limite de Fourier correspondante : 570 fs)

[Le Marec 2015].

Les mesures effectuées à PALS ont également confirmé un comportement déjà remarqué

avant le début de cette thèse, mais pas encore étudié ni compris. Alors que les mesures effectuées

sur des lasers XUV à impulsion relativement longues devant le temps de cohérence indiquaient

un profil spectral gaussien et une largeur spectrale mesurée en bon accord avec les simulations

numériques, les mesures effectuées sur des lasers XUV à impulsions courtes étaient plus difficiles

à interpréter et l’accord des mesures avec la théorie était moins bon. Des observations similaires

faites sur les lasers XUV à électrons libres en mode SASE (Self-Amplified Spontaneous Emis-

sion) nous ont incités à adapter un modèle d’impulsions partiellement cohérentes développé par

d’autres auteurs pour décrire les propriétés spectrales et temporelles de ces sources. L’étude que

nous avons menée à partir de ce modèle, présentée dans le chapitre 4, a révélé l’effet de la cohé-

rence partielle et de la durée d’impulsion sur les mesures d’autocorrélation en champ des lasers

XUV ASE. Nos simulations reproduisent très bien les différentes observations expérimentales et

permettent de réévaluer les largeurs spectrales, en améliorant l’accord avec les prédictions théo-

riques. Notre travail met non seulement en évidence des propriétés communes entre les lasers

XUV plasma et les lasers X à électrons libres, pourtant basées sur un mode de génération très

différents, mais ouvre également des perspectives sur l’utilisation de notre méthode interféro-

métrique pour une mesure simultanée de la largeur spectrale et de la durée d’impulsion de la

source SASE ou ASE [Le Marec 2016].

Perspectives

Plusieurs prolongements peuvent être proposés à ces travaux. Il serait nécessaire de pour-

suivre l’étude des mécanismes de l’amplification dans les lasers XUV injectés (partie 5.2) afin de

savoir notamment si le seuil mis en évidence dans l’étude temporelle (5.2) persiste, s’il se déplace,

lorsque l’on se rapproche de systèmes plus réalistes. En effet, pour l’étude nous avons isolé deux

temps caractéristiques fondamentaux dans l’apparition d’oscillations de Rabi (la période de Rabi

asymptotique TR0 et le temps d’amortissement de la polarisation atomique T2), afin de réaliser

une étude analytique, ce qui nous a conduit à faire des hypothèses très fortes mais nécessaires

à la compréhension. Nous avons ainsi supprimé le recouvrement du gain en faisant l’hypothèse

d’un temps de recouvrement T1 infini. Or, dans les systèmes réels, ce temps est du même ordre

de grandeur que T2. Le repeuplement de l’inversion de population devrait avoir un impact sur

les oscillations de Rabi et les oscillations associées produites dans le champ de l’impulsion. Par

ailleurs, l’amplification n’étant pas stationnaire, il est également intéressant d’investiguer l’effet

de la propagation dans le plasma amplificateur sur les oscillations de Rabi. Ces études peuvent

être menés à l’aide de simulations COLAX.

Comme cela a été mentionné au chapitre 4, des expériences sont prévues sur la plateforme
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LASERIX afin de mettre en évidence les structures caractéristiques observées dans les calculs

d’autocorrélaton d’impulsions laser XUV ASE à l’aide d’un interféromètre monocoup. Il est éga-

lement prévu de poursuivre l’étude basée sur le modèle de cohérence partielle afin de pouvoir

utiliser les mesures d’autocorrélation du champ comme diagnostic de la durée moyenne ainsi que

du profil temporel moyen d’impulsions laser XUV ASE et XFEL SASE.

Enfin, la variation du temps de cohérence des lasers XUV injectés avec le délai d’injection,

mises en évidence par les simulations COLAX monodimenssionnelles présentées à la fin du cha-

pitre 5, serait intéressante et aisée à vérifier expérimentalement. En revanche, la caractérisation

expérimentale d’oscillations de Rabi devrait être rendue possible grâce à un diagnostic de l’en-

veloppe temporelle du champ électrique d’une impulsion XUV, basé sur du THz-streaking, en

cours de développement dans le cadre du Lidex OPT2X.
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CNRS, Université Paris-Sud, ISMO UMR 8214, F-Orsay, France

Michaela Kozlova and Jaroslav Nejdl

IoP ASCR, ELI Beamlines Project, CZ-Prague, Czech Republic

and IPP ASCR, CZ-Prague, Czech Republic

Fabien Tissandier

ENSTA ParisTech, CNRS, Ecole Polytechnique, LOA UMR 7639, F-Palaiseau, France

Olivier Guilbaud
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We have carried out a detailed characterization of the temporal coherence and spectral bandwidth of the

Ne-like Zn XUV laser, collisionally pumped in the quasi-steady-state (QSS) regime and operated at saturation.

The measured coherence time τc = 680 ± 70 fs is significantly shorter than previously observed with other types

of collisional XUV lasers, using the same measurement technique. Additional measurements performed below

saturation were used to investigate gain narrowing of the spectral width of the lasing line. Our experimental

data are well reproduced by calculations performed with a one-dimensional radiative transfer numerical code,

taking the measured gain as an input. We show that our results are consistent with spectral measurements of QSS

XUV lasers reported by different authors in the 1990s, although they were based on slightly different pumping

conditions and measurement techniques.

DOI: 10.1103/PhysRevA.92.033852 PACS number(s): 42.55.Vc

I. INTRODUCTION

The last 10–15 years have seen the emergence of bright

coherent sources in the extreme ultraviolet (XUV) range

based on free-electron lasers (FEL) [1,2], high-order harmonic

generation (HHG) [3], and plasma-based XUV lasers [4].

XUV FELs have achieved extremely high focused intensities

with which new regimes of interaction with matter are now

explored [5,6]. HHG sources can deliver ultrashort attosecond

pulses, allowing one to investigate the electron dynamics

of fundamental processes in atoms, molecules or surfaces

[7–9]. Plasma-based XUV lasers, generated by collisional

excitation pumping in plasmas produced from high power

lasers or fast electrical discharges, have slightly different

but complementary characteristics. They have been used

for a broad range of applications including dense plasma

diagnostics [10–12], nanopatterning [13], or photoionization

of molecular clusters [14]. Depending on the technique used

to generate the plasma amplifier, the output energy varies from

∼1μJ to several mJ with pulse durations ranging from ∼1 ps

to ∼1 ns. Recent advances in the development of these sources

include operation at an increased repetition rate of 100 Hz [15],

tailoring of the driving laser pulse to improve the pumping

efficiency [16,17], or saturated operation below 10 nm with

*andrea.le-marec@u-psud.fr
†Present address: Institute of Fluid Physics, China Academy of

Engineering Physics, Mianyang, China.

a compact laboratory-scale laser driver [18]. Another major

step forward has been achieved with the demonstration and

subsequent development of injection-seeded XUV lasers. In

the seeded mode, a femtosecond HH pulse, resonant with

the XUV laser line, is injected at one end of the pumped

plasma, which acts as an amplifier. The properties of the output

amplified beam are dramatically improved over the unseeded,

amplification of the spontaneous emission (ASE) mode, with

a significantly reduced divergence, improved wavefront and

spatial coherence, and a defined linear polarization [19,20].

Seeding was also considered and recently demonstrated for

free-electron lasers to overcome the significant shot-to-shot

variation of the temporal shape of the pulse induced by the

so-called SASE operation mode [2,21].

Following the first demonstration with weak amplification

in 1995 [22], strong amplification of an HHG seed pulse has

been achieved in two types of collisionally pumped XUV

plasma amplifiers: optical-field ionized plasmas from gaseous

targets [23] and transient pumping plasmas from solid targets

[24,25]. In both cases the duration of the amplified seed pulse,

which was directly measured [26] or indirectly estimated [27],

was of ∼1 to few picoseconds, significantly longer than the ini-

tial HH pulse (∼30 fs). This temporal broadening is the result

of the strong spectral narrowing experienced by the broadband

HH pulse as it enters the plasma and is then amplified within

the narrow gain bandwidth associated with the XUV laser line

[28]. Enlarging the spectral bandwidth of XUV laser amplifiers

is thus a requirement in order to preserve the femtosecond

time scale of the amplified pulse. The spectral bandwidth

1050-2947/2015/92(3)/033852(8) 033852-1 ©2015 American Physical Society
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mismatch between seed and amplifier was also shown from

numerical simulations to control the onset of a dynamical

regime of amplification [29], leading to Rabi oscillations

with period of a few tens of femtoseconds and subsequent

modulations in the amplified XUV pulse temporal and spectral

profiles. It is thus important to have a detailed knowledge of

the spectral properties of the different types of XUV lasers,

which have been or could be considered for seeding. Using

a wavefront-division interferometer specifically designed for

that purpose [30], temporal coherence and corresponding

spectral linewidth of three types of collisional XUV lasers have

been characterized at different laboratories over the last few

years: OFI-pumped Ni-like Kr (λ = 32.8 nm) [27], transient

Ni-like Mo (λ = 18.9 nm) [31], and capillary-discharge

Ne-like Ar (λ = 46.9 nm) [32]. The measured frequency

linewidths �ν (FWHM) range from 7.5 × 1010 Hz for the OFI

Kr pumped laser, to 2.3 × 1011 Hz for the capillary-discharge

Ar laser. The associated Fourier-transform limit durations (i.e.,

the ultimate minimum duration achievable) corresponding to

these values are of ∼5 ps and ∼2 ps, respectively, and they are

consistent with the measured durations of seeded XUV lasers

mentioned above.

As discussed in [33], a promising way to enlarge the spectral

bandwidth of the plasma amplifier would be to increase the

electron density in the amplifier, inducing a proportional

increase of the contribution of collisional broadening to the

overall line profile. Such an increase of the electron density

was successfully achieved for the OFI-pumped Kr laser using

a preformed plasma waveguide [34]. For transient pumping

XUV lasers, a frequency-doubled driving laser could be used

to induce the required heating at a higher electron density, as

suggested in [26]. Finally, collisional XUV lasers pumped in

the quasi-steady-state (QSS) regime, such as the Ne-like zinc

laser discussed in this paper, were also considered in numerical

simulations as a promising way to achieve a very high peak

power of multitens of GW, using a chirped picosecond HH

pulse to extract the ∼mJ energy stored in those systems [35].

Since QSS pumped XUV lasers are generated from a relatively

long ∼500-ps driving pulse incident at normal incidence on

the target, they operate at both higher electron density and

higher ionic temperature compared to the other types of

collisional XUV lasers. As a result, the contributions of both

collisional and Doppler broadenings to the overall linewidth

are expected to be larger. With the motivation to provide

experimental benchmarking to numerical simulations, we have

carried out an experiment aimed at characterizing the spectral

bandwidth of the QSS Ne-like Zn emitting at 21.2 nm, which is

generated at the Prague Asterix Laser System (PALS) facility

in Prague, Czech Republic [36]. We performed a preliminary

experiment in 2012 [37], that indicated that the spectral

bandwidth �ν was actually larger than that of the other types of

XUV lasers. However, due to some experimental difficulties,

which will be explained below, the experimental arrange-

ment was subsequently improved, and a new measurement

campaign was carried out. The obtained results, described

in this paper, not only provide a refined and more reliable

measurement, but are further supported by the observation

of gain narrowing of the XUV laser linewidth below and at

saturation, and by a comparison to the predictions of numerical

simulations.

In Sec. II, we briefly recall the main features of the

QSS-pumped Ne-like Zn laser generated at PALS. We then

describe the wavefront interferometer and the method that was

used to measure the temporal coherence of this laser, from

which its spectral linewidth was inferred. In Sec. III, we present

the results of the measurement performed on the double-pass

operated, fully saturated, zinc laser. The measured coherence

time is found to be shorter by factors ranging from 2.6 to 8 than

those previously measured, with the same instrument, with

other types of collisional XUV lasers. The inferred spectral

width is consistent with earlier measurements performed

independently in other laboratories for QSS-pumped XUV

lasers emitted at slightly different wavelengths. In Sec. IV, we

present additional measurements performed in the single-pass

configuration, where the zinc laser operates in the small-signal

gain regime, below saturation. The experimental data are well

reproduced by the predictions of numerical simulations based

on a frequency-dependent, one-dimensional radiative transfer

model. We show that a femtosecond broadband HH pulse

injected in the Ne-like Zn amplifier would retain a pulse

duration significantly below 1 ps (namely ∼500 fs).

II. EXPERIMENTAL SETUP AND METHOD

The QSS Ne-like zinc laser characterized in this work

emits at λ = 21.22 nm (transition (2p5
1/23p1/2)J=0 →

(2p5
1/23s1/2)J=1). The conditions of generation and the main

characteristics of this source are described in detail in [36].

The amplifier plasma is generated by irradiating a 3-cm-long

zinc slab target with the PALS iodine laser at fundamental

wavelength (1.315 μm) in a pump sequence composed of

an ∼2J–300-ps prepulse followed after 10 ± 0.5 ns by a

∼600 J–350-ps main pulse. A population inversion is achieved

in the spatial region slightly below the plasma critical density

(Nc = 6.5 × 1020cm−3) and temporally close to the peak of the

main pulse, when the plasma temperature is maximum. The

plasma conditions in the gain zone are not known precisely,

but estimated as Ne ∼ 2–5 ×1020cm−3; kTe = 200–300 eV;

kTi = 150–200 eV from numerical simulations [38]. Due to

the relatively long-lasting (∼100 ps) and low gain (few cm−1)

typically obtained in this QSS pumping regime, saturation

is achieved using a half-cavity allowing a double pass in

the amplifier [36]. The half-cavity consisted of a Mo:Si flat

multilayer mirror with 30% reflectivity around 21 nm placed

at a distance of ∼7 mm from the target. The zinc laser can also

be operated in single pass by shifting the half-cavity mirror out

of the XUV laser beam path. Figure 1 shows the experimental

setup with the different diagnostics implemented along the

XUV laser beamline. The spectral width of the zinc laser

line was inferred from the temporal coherence of the XUV

laser pulse, measured through a first-order autocorrelation of

the XUV laser field. We used a dedicated wavefront-division

interferometer with variable path difference, designed and

fabricated at Institut d’Optique, Orsay, France, a decade ago.

This interferometer is based on a pair of highly polished, flat

roof-shaped mirrors arranged in a Fresnel-like geometry [39].

The mirrors are slightly tilted towards each other (tilt angle

θ ∼ 1–2 mrad) along their common edge. After reflection

under a grazing angle of α = 6o the XUV laser beam is thus

divided into two half-beams that partially overlap. Interference
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FIG. 1. (Color online) Experimental setup showing the path of the double-pass zinc XUV laser beam to the wavefront-division

interferometer. A distance of 12.5 m from the source was required to optimize the maximum fringe visibility. The beam path was folded

with two flat Mo:Si multilayer mirrors used at near-normal and 45o incidence, respectively. A footprint monitor and a spatial coherence

diagnostic could be inserted in the beam path for additional beam characterization.

fringes are formed in the overlapping region and detected

on a back-illuminated XUV CCD. In order to increase the

apparent fringe spacing to ∼5 pixels/fringe, the camera is

tilted to be hit at an incidence angle β = 35o. The fringe

spacing is given by i = λ/ε × (D + d)/(D sin(β)), where

D = 1200 cm (respectively, d = 750 cm) is the distance from

the roof-shaped mirrors to the XUV laser output plane (respec-

tively, to the detector) and ε is the angle between the interfering

beams: ε = 4αθ ≈ 0.54 mrad in the present case. One of the

roof-shaped mirrors is mobile and can be accurately translated

in the vertical direction z to induce a controlled longitudinal

path difference �ℓ, or delay τ , between the interfering

half-beams, given by �ℓ = cτ = 2�z sin(2α), where �z is

the mirror displacement. The use of roof-shaped mirrors with

two reflections in each interferometer arm, instead of simple

flat mirrors, ensures that the transverse distance between the

overlapping points in each half-beam remain unchanged when

varying the path difference. Hence, the variation of fringe

visibility induced by the delay between the interfering beams is

solely due to the finite temporal coherence of the XUV pulse, at

a fixed degree of spatial coherence. A similar method involving

wavefront division and temporal delay with slightly different

design geometries was used at the FLASH free-electron laser

facility to characterize the temporal coherence of the XUV

pulse at several wavelengths [40,41]. Compared to these

systems, the main originality of our instrument lies in a single-

piece interfering element, contained in a compact vacuum

chamber, hence allowing a relatively easy implementation

in different laboratories. The degree of spatial coherence of

the XUV laser beam at the position of the interferometer

controls the maximum fringe visibility at zero path difference.

This reference position of the interferometer was accurately

determined (within a few fs accuracy) prior to the experimental

campaign. In the ASE mode, the degree of spatial coherence of

XUV lasers is limited, leading to maximum visibilities smaller

than 100%. The spatial coherence length increases with the

distance from the source, hence allowing one to a certain extent

to adapt the distance with the desired maximum visibility.

In the first experimental campaign performed at PALS the

interferometer was implemented at distances of 5–7 m from the

source, based on an earlier estimation of the spatial coherence

length. However, the maximum visibility did not exceed 30%

which severely limited the quality of the measurements [37].

During the second experiment, the distance was increased to

12.5 m, through folding the XUV laser beam path with two

Mo:Si multilayer mirrors, as shown in Fig. 1. With such a

large distance, the maximum visibility could be increased to

∼50–60%, as will be shown in the next section. Moreover,

a multislit array with different separations could be inserted

in the beam path to record a single-shot diffraction pattern

on an XUV CCD camera at 2.5 m from the source [42].

This diagnostic was used to verify that the degree of spatial

coherence did not vary significantly from one shot to the other,

since this is a strong requirement in our measurement based

on a multishot delay scan.
The image in the upper right part of Fig. 1 shows the fringe

pattern from a typical single-shot interferogram recorded with
the tilted CCD camera. The transverse size of the overlapping
zone is �X = εd ≈ 400 μm (≈700 μm in the CCD detector
plane), which is approximately 1/150 of the transverse beam
size at the detection plane, owing to the beam divergence
of ∼5 mrad in the horizontal direction. Each interferogram
obtained at a given delay τ between the interfering beam
is then numerically processed, by applying a fast Fourier
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transform (FFT) of the signal in a small sliding window
over the region containing the interference fringes, after
background subtraction. This yields a two-dimensional map
of the fringe visibility V (x,y,τ ), where in each window
the visibility is calculated from V = 2.S1/S0 where S1 the
first-order peak (corresponding to the fringe modulation)
and S0 is the zero-order peak of the FFT signal in the
spatial frequency domain. For a quasimonochromatic radiation
the visibility of the interference fringes is related to the
modulus of the complex degree of coherence |γ12(τ )| through
V (τ ) = 2

√
I1I2/I1 + I2|γ12(τ )|. The ratio preceding |γ12(τ )|

introduces a correction by a factor <1 when the intensities I1,
I2 of the interfering beams are unbalanced. Since the XUV
laser beam is not spatially uniform, but exhibits structures
on a spatial scale smaller than the overlapping zone, the
visibility map is not uniform either, but displays variations of
typically ±10%. We assume that within the small overlapping
region sampled by the interferometer the degree of spatial
coherence of the beam is constant, so that the variations of
fringe visibility are only caused by randomly distributed beam
nonuniformities. Since the visibility is maximum when I1 = I2

we identify the maximum value of the measured visibility over
the fringe zone to the modulus of the degree of coherence
for the given delay τ . We further check in the visibility map
and in the corresponding histogram that this value is not an
“accident,” i.e., that it occurs in a significant number of pixels.

The measurement of the coherence time τc of the zinc XUV

laser pulse was performed by acquiring a series of single-shot

interferograms for several temporal delays between −300 fs

and +1 ps and by plotting the measured visibilities V(τ ). We

use the definition of the coherence time τc as the temporal delay

between the interfering beams at which the fringe visibility

V(τ ) is reduced by a factor 1/e of its maximum value V(0).

It should be noted that within the small spectral bandwidth

(�λ ≈ 3 nm) defined by the Mo:Si multilayer mirrors and

the aluminum filter used, the incoherent, long-lasting thermal

emission from the plasma adds an unknown contribution to the

interference signal that cannot be subtracted. However, it can

be easily shown that, if this incoherent emission is uniform over

the fringe zone, it reduces the fringe visibility by a constant

factor, which does not depend on the temporal delay τ . Thus,

the contribution of incoherent thermal plasma emission may

partly explain why the fringe visibility did not exceed ∼60%,

even at 12.5 m from the source. However, this contribution

does not affect our measurement of the coherence time.

The spectral width of the zinc XUV laser line is then

inferred by first fitting the experimental data V(τ ) with an

appropriate analytical function (Gaussian in the present case).

Following the Wiener-Khintchin theorem, the spectral power

density and the complex degree of coherence are the Fourier

transform pairs. As a result, the frequency linewidth �ν [full

width at half maximum (FWHM)] is related to the coherence

time τc defined above by �ν = 2
√

ln 2/πτc = 0.53/τc for

a Gaussian visibility curve (and corresponding Gaussian

spectral profile).

III. LINEWIDTH OF THE DOUBLE-PASS

SATURATED LASER

A first series of measurements was carried out with the

zinc laser operated in double pass. In this case, as will be

FIG. 2. Measured fringe visibility as a function of the temporal

delay for the double-pass, 3-cm plasma length configuration.

Each data point (solid diamonds) was measured in a single-shot

interferogram.

shown below, the amplification reaches saturation. Figure 2

summarizes the values of visibility measured from each

single-shot interferogram for increasing values of the temporal

delay. In spite of the limited number of shots in a series, the

data can be well fitted with a Gaussian function, which is

shown by the dotted line in Fig. 2. As already mentioned in

the previous section, the maximum visibility at zero temporal

delay is relatively low, slightly larger than 50%.

The coherence time, defined as the temporal delay at which

the visibility drops by 1/e, is measured as τc = 680 ± 70

fs. Such a value is consistent with one of the measurements

performed during the first experimental campaign at PALS

(τc ∼ 0.7 ps [37]). This confirms that the coherence time

of the saturated QSS zinc laser is significantly shorter that

those previously measured for other types of collisional XUV

lasers using the same instrument. They ranged from 1.8 ps for

the transient pumping Ni-like Mo laser at λ = 18.9 nm [31]

to 5.5 ps for the OFI-pumped Ni-like Kr laser at λ = 32.8

nm [27]. This shorter coherence time is correspondingly and

physically related to a spectral width that is ∼3–10 times larger,

and is the result of the QSS zinc laser being operated at both

higher electron density and higher ionic temperature. Such a

feature is also supported by the few earlier measurements of

QSS-pumped XUV laser linewidth reported by other authors

in the mid-1990s [43–45]. Table I summarizes the spectral

widths measured in these earlier works compared to the

measurement presented here. Although this comparison is

useful, it should be kept in mind that the experiments differ

TABLE I. Comparison of the measured spectral widths of the

present work and earlier works for the same laser transition.

Element λ0(nm) Reference G L �ν(Hz) τc(ps)

Zn 21.2 [This work] ∼15 (sat.) 7.8 × 1011 0.68

Se 18.2 [43] 10 1.2 × 1012 0.45

Ge 19.6 [44] 5 2.0 × 1012 0.27

Y 15.5 [45] ∼20 (sat.) 1.6 × 1012 0.33
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by several aspects, which we will briefly summarize, so that

a strict quantitative comparison of the �ν values given in

Table I would not be relevant. The first difference relates to

the measurement method. In the works by Koch et al. [43]

and Yuan et al. [44] the measurement was made directly in the

spectral domain, using a high-resolution grating spectrometer.

The measurement reported in [45] was based on the same

method of temporal autocorrelation of the XUV laser field

used in the present work, but with an amplitude-division

interferometer involving XUV multilayer beamsplitters. The

second difference relates to the element used to generate the

XUV laser plasma. All the results shown in Table I relate to the

same transition (2p5
1/23p1/2)J=0 → (2p5

1/23s1/2)J=1 as the one

considered in Ne-like Zn in this work, but the experiments were

done with different elements at different lasing wavelengths:

λ = 18.2 nm in Ne-like Se [43], λ = 19.6 nm in Ne-like

Ge [44], and λ = 15.5 nm in Ne-like Y [45]. Note that the

latter element is a particular case as the (2p5
1/23p1/2)J=0 →

(2p5
1/23s1/2)J=1 line in Ne-like yttrium is blended with another

component (2p5
3/23p3/2)J=2 → (2p5

3/23s1/2)J=1 of the same

3p − 3s transition array [46]. Although in all the experiments

the XUV laser plasma was pumped in the QSS regime,

the parameters of the pump laser were slightly different. In

particular, in [45] the yttrium plasma was generated with a

frequency-doubled laser pulse (λ = 0.53 μm), leading to an

increased electron density (Ne ∼ 1.2 × 1021cm−3 [47]) in the

gain zone. Finally different gain-length product (GL) values

were achieved in each experiment; they are indicated in Table

I. This information is particularly relevant since, as will be

discussed in detail in the next section, the width of the XUV

laser line exhibits a strong decreasing dependence with GL

(�ν ∝ 1/
√

GL) due to gain narrowing. This narrowing slows

down when the amplification enters the saturation regime [43]

reaching a typical value �νsat ≈ �ν0/
√

(GL)sat ≈ �ν0/4.

While saturation was achieved in our work, as well as in

the work by Celliers et al., the measurements in Se and Ge

correspond to smaller GL, significantly below saturation.

Keeping in mind all these different experimental conditions,

several trends can be pointed out from the comparison of

the measured linewidths summarized in Table I. First, our

measurement in Ne-like zinc is consistent with the results

obtained in Ne-like selenium and Ne-like germanium, if we

take into account the different values of GL, as will be shown

in the next section. Second, a larger saturated linewidth is

observed in the saturated Ne-like yttrium laser, which was

generated at a slightly higher electron density with a 2ω pump

laser pulse. Finally, all the measured linewidths correspond to

coherence times (shown in the last column in Table I) that are

significantly shorter than 1 ps. Compared to the other types

of collisional XUV lasers, namely based on OFI, transient

or capillary-discharge pumping, QSS-pumped XUV lasers

thus appear to have a broader spectral linewidth, which is

more favorable to the amplification of a seed pulse with a

femtosecond time scale.

IV. SPECTRAL GAIN NARROWING

The measurement discussed in the previous section was

done for a 3-cm-long Zn plasma and a double-pass config-

uration for which, as it will be shown later, saturation is

reached. In order to obtain a more detailed knowledge about

the spectral properties of the Zn plasma amplifier we carried

out two additional series of measurements in which the zinc

laser was operated in single pass, in the small-signal gain

regime (below saturation), for two different plasma lengths: 2

and 3 cm. Below saturation, the amplified intensity drops down

exponentially when the plasma length is shortened, so that it

was not possible to extend the measurement to plasmas shorter

than 2 cm due to a weak level of signal. The main goal of these

measurements was to investigate the gain narrowing of the

spectral line, from which more detailed information about the

broadening of the line before amplification can be extracted

and compared to the predictions of numerical simulations.

For both series, the measured autocorrelation signal was fitted

with a Gaussian function, from which coherence times of

τc = 480 ± 30 fs and τc = 440 ± 110 fs were inferred for the

3-cm- and 2-cm-long targets, respectively. The corresponding

spectral bandwidths are �ν = 1.1 ± 0.1 × 1012 Hz for the

2-cm plasma and �ν = 1.2 ± 0.3 × 1012 Hz for the 3-cm

plasma. Both these �ν values are close, but significantly larger

than the one found in the double-pass configuration, showing

clear evidence of gain narrowing for the longest amplification

length. These results were compared to the predictions of a

one-dimensional (1D) model simulation that calculates the

frequency-dependent intensity of the XUV laser line along the

plasma amplifier, taking into account Doppler and collisional

broadening, and gain saturation. More precisely, the model

solves the following time-independent, unidirectional radiative

transfer equation [43]:

dI
dz

(ν,z) =
J0

V (ν0)

[

1 +
g0

J0

I(ν,z)

]

×
∫ ∞

0

S(u)φ(ν,u)du

1 +
∫ ∞

0
I(ν ′)φ(ν ′,u)dν ′

, (1)

where I(ν,z) and J0 are normalized to the saturation intensity

Isat: I(ν,z) = I (ν,z)/Isat, J0 = j0/Isat. I (ν,z) is the spectral

intensity along the positive direction of amplification z,

j0, and g0 are, respectively, the emissivity and gain at

line center. S(u) and φ(u) are, respectively, the normalized

inhomogeneous (Gaussian) and homogeneous (Lorentzian)

intrinsic line profiles, and V (ν0) is the normalized Voigt profile

resulting from their convolution. The width of the Gaussian

and Lorentzian components were computed from the PPP

lineshape code, a multielectron radiator line broadening code

developed to calculate spectral line profiles for a general

emitter in a plasma [48], for a range of electron temperature and

density, and ion temperature relevant to the Zn XUV amplifier.

The normalized emissivity J0 = j0/Isat was computed for the

same plasma conditions using atomic data from the literature:

J0 = 5.5 × 10−7.

The gain coefficient g0 was experimentally determined by

measuring the time-integrated signal from the single-pass zinc

laser for plasma lengths of 2, 2.5, and 3 cm from beam footprint

images recorded at 2.5 m from the source (see Fig. 1). The

measured experimental data, shown in Fig. 3, were fitted with

the usual Linford formula [49], which describes the spectrally

integrated output intensity of the XUV laser as a function of

length in the small-signal gain regime. The fit yields a gain
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FIG. 3. Output intensity of the single-pass Ne-like Zn laser versus

plasma length. The experimental data are fitted with the Linford

function, yielding a gain g0 = 2.83 ± 0.36 cm−1.

g0 = 2.83 ± 0.36 cm−1. This value is significantly smaller

than the gain of ∼7 cm−1 evaluated earlier for the same XUV

laser [36], likely due to less optimal pumping conditions.

Equation (1), which accounts for saturation effects, can

also be used to calculate the output intensity and the spectral

width of the lasing line in the double-pass configuration. In

this case, the frequency-dependent intensity calculated at the

output of a first 3-cm plasma is multiplied by an effective

(frequency-independent) coupling efficiency factor Reff before

being injected in the second 3-cm plasma. The coupling

efficiency factor Reff includes the reflectivity of the half-cavity

mirror (R = 30%) as well as geometrical losses [36]. Taking

a beam divergence of 5 mrad and a gain region size of

100 μm × 50 μm would lead to ∼20% of the reflected beam

being effectively re-injected in the gain region and Reff ∼ 6%.

The value of Reff can also be estimated by adjusting it

until the calculated ratio between double-pass and single-pass

intensities, computed from the radiative transfer simulation,

equals to the experimental one. An experimental ratio of

∼6.6 was measured from the interferogram images obtained in

double-pass and in single-pass configurations, by integrating

the signal over the area intercepted by the mirrors. The value

of Reff inferred with this method is smaller (Reff ∼ 0.3 %).

It should be noted, however, that the calculations of the

evolution of �ν presented below are not significantly affected

by the value of Reff. Our radiation transfer calculations also

indicate that the output intensity in double-pass configuration

is saturated, even for this small value of Reff. Close to the output

of the plasma during the second pass, the computed gain is

reduced to g2−pass ≈ 0.86cm−1, i.e., ∼30% of the small-signal

gain value.

The linewidths inferred from the measurements in single-

pass and double-pass configurations are plotted in Fig. 4.

The data are well reproduced by the results of our model

simulation (solid line) based on Eq. (1), in which the measured

values g0 = 2.83cm−1 and Reff = 0.3% were used as input

data. As mentioned earlier, the value of Reff has a negligible

effect on the bandwidth calculated in double-pass (i.e., for

3cm < z � 6cm). Taking Reff = 6% as considered above
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FIG. 4. (Color online) (Black squares) Measured linewidth �ν

for three different amplification lengths: 2 and 3 cm in single pass and

6 cm in double pass. The experimental data are well reproduced by the

1D-radiative transfer calculation (solid line) using the experimentally

measured gain as an input value.

would result in a calculated �ν at z = 6 cm that is only

∼0.4 % narrower than the one plotted in Fig. 4, and would

thus still fall within the experimental error bar. The best

agreement with the experimental data was found by adjusting

the intrinsic linewidth �ν (at z = 0) to 2.9 × 1012 Hz, with an

homogeneous (Lorentzian) component of 1.7 × 1012 Hz and

an inhomogeneous (Gaussian) component of 1.9 × 1012 Hz,

corresponding to Ne = 5.5 × 1020 cm−3, kTe = 300 eV,

kTi = 200 eV.

As noted in the previous section, our measured linewidths

are consistent with those measured in Ne-like Se by Koch

et al. [43], which were also measured for different plasma

lengths. This can be seen in Fig. 5, where both sets of data

are plotted versus a common gain-length product horizontal
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FIG. 5. (Color online) (Black squares) Same data as in Fig. 4, but

plotted as a function of the gain-length product. For the largest G L

corresponding to the double-pass configuration, an effective value

is used. (Red full circles) Adapted from [43] (Fig. 11), measured

linewidths in Ne-like Se. Although the two sets of data were obtained

from distinct methods, they exhibit a very good consistency.
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scale. For the double-pass case we have used an effective

gain-length value estimated from the relation [36] (GL)eff =
2g0L + ln(Reff) ≈ 11. The Se data were adapted from Fig. 11

in [43]. The intrinsic linewidth evaluated by the authors from

their measurements is �ν0 = 2.9 × 1012 Hz, similar to the

one we used to simulate our experimental data. It should be

reminded that the measurements in Se were made directly in

the frequency domain, using a high-resolution spectrometer.

Using the 1D-radiative transfer code with the same gain

and spectral bandwidth as measured for the Zn laser line we

have simulated the amplification of an external seed having

a ∼50 times broader spectral width (�λ/λ = 10−2). At the

output of the 6-cm plasma (double pass), the spectral width of

the amplified seed is calculated to be ∼4.5% larger than the

ASE one, thus consistent with a pulse duration of ∼500 fs.

V. CONCLUSIONS

In conclusion, we have carried out a detailed characteri-

zation of the temporal coherence and spectral bandwidth of

the Ne-like Zn XUV laser generated at PALS in the QSS

pumping regime and operated either below or above saturation.

In all cases, the measured coherence times are significantly

below 1 ps. The QSS zinc XUV laser is found to have a

broader bandwidth than the previously investigated collisional

XUV lasers, due to its more favorable plasma conditions

for spectral broadening. Gain narrowing of the lasing line

was also observed. The measured data are consistent with

radiative transfer calculations using the gain values measured

during the same experimental campaign. Finally, the spectral

bandwidth of the zinc XUV laser appears to be compatible with

an efficient adiabatic amplification of subpicosecond pulses

which could be generated by seeding it with a femtosecond

high-order harmonic pulse.
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We study how the degree of temporal coherence of 

plasma-based XUV lasers operated in the amplification of 

spontaneous emission mode, is encoded in the shape of 

the linear autocorrelation function, obtained from the 

variation of the fringe visibility while varying the delay in 

a variable path-difference interferometer. We discuss the 

implications of this effect when the technique is used to 

infer the spectral properties of the source. Our numerical 

simulations, based on a partial coherence model 

developed by other authors for X-ray free electron lasers, 

are in good agreement with previously reported set of 

measurements, illustrating similar statistical properties 

for both sources. 

OCIS codes: (140.7240) UV, EUV, and X-ray lasers; 

(030.1640) Coherence; (120.3180) Interferometry; 

(140.2600) Free-electron lasers (FELs). 
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The recent emergence of ultrashort coherent sources in the extreme 

ultraviolet (XUV) and soft X-ray range domains [1-3], stimulates a 

growing need for an accurate and reliable characterization of their 

spatial, temporal and spectral properties. The temporal coherence of 

the source is an important parameter. It can be characterized through a 

linear autocorrelation of the electric field, by measuring the variation of 

the fringe visibility while scanning the delay between the split pulses in 

a variable path-difference interferometer. The measured visibility 

function is proportional to the modulus of the degree of coherence of the 

radiation |γȋτȌ|. In principle the power spectral density and the spectral 

bandwidth of the source can also be inferred from this measurement 

through a Fourier transform, following the Wiener – Khinchin theorem 

[4]. Successful implementations of this technique using different types 

of interferometer configurations were reported for the characterization 

of high-order harmonics [5], XUV free-electron lasers [6, 7] and plasma-

based XUV lasers [8-11]. Although single-shot measurement of the 

temporal coherence was reported recently [12], the other experiments 

essentially rely on a large number of laser shots, proportional to the 

number of delays included in the scan. For each delay step τ the 

measured visibility is averaged over several single-shot interferograms 

to account for shot-to-shot fluctuations. The resulting fitted visibility 

curve V(τ) can thus be seen as the (ensemble) average of the modulus 

<|γȋτȌ|>. The phase of the complex degree of coherence, which would 

correspond to the fringe position, is not included in the average. This will 

be shown to have important implications on the visibility curve 

behaviour. 

In this paper we use a partial coherence model initially proposed by 

Pfeifer et al [13] to revisit the interpretation of a series of experimental 

data previously obtained with the above technique, while implementing 

our wavefront-division interferometer [14] on four types of 

collisionally-excited, plasma-based XUV lasers. The experiments were 

carried out at different laboratories, in collaboration with the local 

source-developing teams. The main motivation of the series of 

measurements, reported in several papers [9-11, 14, 15], was to provide 

a comprehensive survey of the spectral bandwidth of different types of 

currently operational XUV lasers. This is required to progress towards 

the generation of shorter, subpicosecond laser sources [12]. The pulse 

duration of the four types of XUV lasers covered by our survey range 

between ~ 1 ns to a few picoseconds. The coherence times τc obtained 

from our measurements were found to lie between 0.5 and 5 ps, 

corresponding to an extremely narrow spectral bandwidth ∆of 

typically 1-5 10-5. A remarkable feature emerged from the overall set of 

experiments regarding the shape of the visibility curve V() displayed 

by the measured data points. In the case of long pulse XUV lasers, for 

which the duration τpulse >> τc, a Gaussian shape was systematically 

observed [10, 15]. For short pulse XUV lasers, with τpulse ~ τc, more 

complex and variable shapes for V() were found, which were fitted by 

other functional forms such as a decreasing exponential function [11], 

or a sum of two Gaussians [9]. Similar visibility curves with complex and 

variable shapes were also reported by several authors from 

measurements involving XUV free-electron pulses [6, 7, 16]. It was 

noted that the measured visibility curves (involving both positive and 

negative values of ) consisted in a central gaussian peak, connected to 

the coherence time, and a slower decay at longer delays. This behaviour 

was attributed [17] to the multi-spike structure of single-shot pulses in 

either the spectral or the temporal domains. These structures are typical 

of free-electron lasers operated in the self-amplified spontaneous 

emission (SASE) mode. The visibility decay at longer delays was related 
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to the contribution of the correlation between individual spikes, with a 

timescale connected to the photon pulse duration [16]. 

To investigate this behaviour in more details and to get a better 

understanding of the different shapes of visibility curves observed with 

plasma-based XUV lasers, we adapted a numerical model initially 

proposed by Pfeifer et al [13] to describe partially coherent SASE free-

electron laser pulses. The essence of this model, described in detail in 

[13], is to generate sets of individual ("single-shot") spectra and 

temporal pulse profiles, based on the knowledge of their (ensemble) 

average spectrum 



I ()  and pulse duration τpulse. The spectral amplitude 

is expressed as



E0() I () ei( )
 and is discretized with a sampling 

interval  = i+1-i<< 1/τpulse. For the calculations presented in this 

paper we assume a Gaussian average spectrum 



I ()  with full-width-

half-maximum (FWHM) ∆, but the general conclusions of our study 

would not be modified if a different spectral shape were used. The 

Fourier-transform limit duration of the intensity temporal profile 

associated to a Gaussian spectrum (with flat spectral phase) is τFL = 

2.ln(2)/π.Δν = √lnሺ2ሻ.τc, where τc is the coherence time defined such as 



 ( c ) 1/e.  

To account for the stochastic nature of the pulse, relevant to both 

SASE X-FELs or ASE plasma-XUV lasers, a discrete random spectral 

phase distribution () is used, i.e. a set of independent numbers 

between 0 and 2π are generated at each sampled frequency i. The 

temporal pulse profile Ef (t) is then calculated by taking the Fourier 

transform of E0() and multiplying it with a Gaussian temporal-

amplitude filter F0(t). The temporal duration (FWHM) of this temporal 

filter is √ .ʹτpulse = m.√ .ʹτFL, where m is a variable parameter typically 

representing the number of longitudinal modes in the pulse. Figure 1 

(left panel) shows examples of single-shot temporal profiles 



E f
k (t)  

calculated for three different random spectral phase distributions of the 

same average Gaussian spectrum, with ∆= 1 THz. The pulse duration 

is short, with τpulse = 2.2 ps (m = 5). The center panel of Fig. 1 shows the 

corresponding single-shot spectra



Ik(). It can be seen that both 

spectral and temporal profiles exhibit spiky structures, which change 

from one pulse to the other, due to a different random spectral phase 

distribution. The number of spikes in the temporal profiles 



E f
k (t)  is 

approximately given by the ratio m = τpulse / τFL (here m = 5). There is 

approximately the same number of spikes in the spectral profile, the 

typical width of each spike being ≈ Δν /5  = 0.2 THz. 

The three temporal profiles shown in Fig. 1 can be used to calculate 

their corresponding normalized autocorrelation function, or modulus of 

the degree of temporal coherence



 k ()  k()

k(0)
, where 



k()  E f
k


 (t)E f

k*(t)dt. The results are shown in the right 

panel of Fig. 1 , where 



 k ()  is plotted as a function of the reduced 

delay /c . For delays shorter than the coherence time (i.e. /c  <1) one 

can see that the three curves are overlapped and follow a Gaussian form, 

given by the Fourier-transform of the average Gaussian spectral profile 

considered here. For larger delays (/c > 1) the spiky and fluctuating 

features of 



E f
k (t)  give rise in the autocorrelation function 



 k ()  to 

oscillating structures, which differ from one pulse to the other. 

 

 

 

Figure 1: (Left) Single-shot temporal pulse profiles 



E f
k (t)  calculated 

from the partial coherence model for three different random spectral 

phase distributions and for a short duration τpulse = 5.τFL. (Center) 

Corresponding single-shot spectra 



Ik(). (Right) Degree of temporal 

coherence, 



 k ()  calculated from each temporal profile. Oscillating 

structures, different from one pulse to the other, are observed at delays 

larger than c  (/c > 1 in the horizontal scale). 

We then proceed by averaging over 1000 traces



 k ()  like those 

shown in Fig. 1, i.e. calculated from the same statistical pulse sample. 

This is analog to experimentally averaging over single-shot 

measurements of the fringe visibility for each delay. Figure 2 (left) 

shows the result of the calculated average (solid line), again plotted as a 

function of the reduced delay τ/τc. Also plotted in the same figure 

(dashed line) is the modulus of the averaged complex degree of 

coherence 



 k ( )  over the same 1000 pulses. In this average the phase 

information of 



 k ( )
 
for each pulse is thus included. The resulting 

curve coincides with the Fourier-transform of the average Gaussian 

spectrum, in agreement with the Wiener-Khinchin theorem. By contrast 

the curve corresponding to the averaged modulus 



  k ( ) 
 
exhibits 

a shoulder for delays τ > τc., which distorts the apparent overall shape in 

a way similar to the experimentally observed ones [9, 11, 14]. It should 

be noted that in their paper Pfeifer et al. obtained similar shoulder 

features, while their partial coherence model was applied to the 

calculation of the average second-order autocorrelation function of 

SASE free-electron laser pulses [13]. 

The same calculations of the average degree of coherence were 

repeated for a new set of individual pulses corresponding to a 

significantly longer pulse duration τpulse = 101 ps (m = 230). The 

results are shown in Fig. 2 (right). The dotted line curve displaying 



 k ( )  
is identical to the short pulse case shown in the left panel of Fig. 

2, since the same average Gaussian spectrum with ∆ = 1 THz was 

considered in both cases. On the solid line curve corresponding to the 

average modulus 



 k() , one can see that the shoulder for delays  > 

c has been almost completely washed-out compared to the short pulse 

case. This is a consequence of 



 k ( )  being integrated over a longer 

temporal duration for each individual pulse, thus involving a larger 

number of longitudinal modes (or temporal spikes), with an average 

reduced correlation. This can also be found from the fact that in the long 

pulse case only 10 pulses were sufficient for the statistical average 



k()  to converge to the Fourier transform of the Gaussian 

spectrum 
 
(instead of 1000 pulses in the short pulse case). The absence 

of a noticeable shoulder in the 



 k()
 
curve leads to an apparent 

overall gaussian shape, which is again consistent with our experimental 

observations for long pulse XUV lasers [10, 15].  
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Figure 2: (left) Average modulus of the degree of coherence 



 k()

(solid lines) and modulus of the average degree of coherence 



 k ( )  

(dashed lines), calculated for a set of 1000 autocorrelation traces such 

as those shown in Fig 1. Pulse duration τpulse = 5.τFL = 2.2 ps. (right) Same 

as left panel but with a longer pulse duration τpulse = ʹ͵Ͳ.τFL = 101 ps, 

and 10 autocorrelation traces included in the averages.  The horizontal 

scale is in units of the reduced delay  τ/τc.  

In summary the partial coherence model, used to generate pulses 

with random spectral phase, reproduces remarkably well the behaviour 

of the visibility curve shapes, observed from the set of experiments with 

the same wavefront-division interferometer on XUV laser pulses of 

different durations. The calculations presented above show that the 

experimental autocorrelation traces, obtained by measuring the fringe 

visibility from an ensemble of many laser shots, contain information on 

both the average spectrum and the pulse duration. For long pulse XUV 

lasers, for which the pulse duration is much larger than the coherence 

time τc the visibility curve can directly be used to infer the spectral 

properties of the source through a Fourier transform. For short pulse 

XUV lasers characterized by τpulse ~ a few τc  (namely τpulse  ~ 1-10 ps) 

however, only the visibility measured for delays smaller than τc  can 

provide information about the coherence time and the related spectral 

width. The visibility data measured for τ > τc. are essentially governed 

by the pulse duration.  

This led us to revisit the interpretation of two previous 

measurements performed with short pulse, transient XUV lasers, in Ni-

like Ag [14] and Ni-like Mo [9]. In these experiments the amplifying 

plasma was generated by a succession of a long (a few 100 ps) pulse and 

a short picosecond pulse to achieve collisional excitation pumping and 

transient population inversion between the lasing levels (transition 3d9 

4d - 3d9 4p J 0-1 in Ni-like ions). The XUV beam was directed towards a 

wavefront-division interferometer with variable path-difference, which 

was set at a distance of ~ 3 meters from the source. More details about 

the experimental setup and the measurements are given in [9, 14]. The 

experimental data of the measured visibilities V(), adapted from the 

corresponding papers, are shown in Fig. 3. Each data point is the average 

of the visibility measured over 5 to 10 single-shot interferograms, and 

the error bar represents the standard deviation. In both cases one can 

see that the experimental data at large delays exhibit a shoulder feature 

analog to the predictions of the partial coherence model, shown in Fig. 2 

(left panel). The two sets of data are quantitatively well reproduced by 

our calculations using this model, as shown by the dashed and solid line 

curves in each figure, The dashed line corresponds to the modulus of the 

averaged complex degree of coherence



 k ( )  (or the modulus of the 

Fourier-transform of the average spectrum) while the solid line displays 

the average of its modulus 



 k() . Both quantities have been averaged 

over of 1000 individual pulses of the same statistical set, with values of ∆ and τpulse indicated in each figure. Those values were chosen to 

optimize the agreement with the experimental data. The pulse 

durations (5.1 - 6 ps for Ni-like Ag and 2 - 2.7 ps for Ni-like Mo) used to 

fit the data are consistent with the experimental ones [18, 19]. The 

updated values of ∆ (0.28 Thz and 0.46 THz respectively) are 2-3 times 

larger than previously evaluated and are in better agreement with the 

predictions of radiative transfer simulations described in Refs [9] and 

[14]. 

 

Figure 3:  Measured visibility curves V() from two different short pulse, 

transient XUV lasers: (top) Ni-like Ag at 13.9 nm (data adapted from 

[14]); (bottom) Ni-like Mo at 19.9 nm (data adapted from [9]). In each 

figure the dashed and solid curves show the modulus of the averaged 

degree of temporal coherence 



 k ( )  and the average of its modulus 



 k()
 
respectively, calculated from the partial coherence model with an average over ͳͲͲͲ individual pulses. The input values for ∆ and τpulse in each case are indicated in the inset.  

The interpretation of the shoulder feature experimentally observed 

in the visibility curves of short pulse ASE XUV lasers, using the partial 

coherence model of Pfeifer et al. [13], is supported by detailed 

calculations of the amplified electric field based on the two-dimensional 

Maxwell-Bloch code COLAX [20, 21]. This code (here used in a one-

dimensional geometry) calculates the temporal evolution of the 

complex electric field envelope associated to the ASE XUV laser 

radiation, while propagating along the amplifying plasma. Spontaneous 

emission is included through a stochastic source term in the equation 

describing the evolution of the medium polarization [20]. The 

distribution of populations in the lasing levels (here 3d9 4d and 3d9 4p 

in Ni-like Ag) and relevant plasma quantities, in time and along the 

propagation direction, are obtained from an independent one-

dimensional hydrocode EHYBRID [22, 23], assuming a traveling-wave 

pumping geometry.  

The temporal variation of the electric field at the output of the plasma 

calculated from COLAX is then used to evaluate the modulus of the 
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degree of temporal coherence



 k () , as well as its ensemble average 



 k() , both plotted in Figure 4. In the left panel of Fig. 4 the 

autocorrelation from three individual pulses, calculated from three 

different simulations (identical input parameters, but a different 

random source term for spontaneous emission), are shown to illustrate 

the shot-to-shot fluctuation for delays larger than 1 ps,. Oscillating 

structures similar to those calculated with the partial coherence model 

(Fig. 1, right panel) are apparent. When averaged over 200 individual 

pulses (solid line in the right panel of Fig. 4) those structures lead to the 

shoulder feature already discussed. When the phase of 



 k ( )  is included 

in the average, the resulting 



 k ( )  curve (dashed line) shows a near-

Gaussian shape corresponding to a near-Gaussian average spectrum with ∆ ~ 0.8 THz. 

 

Figure 4: Simulations with the Maxwell – Bloch COLAX code for a Ni-like 

Ag (13.9 nm) XUV laser operated in ASE. (left) Modulus of the degree of 

temporal coherence 



 k ()  for 3 individual pulses differing by the 

initial random source, spontaneous-emission term; (right) Ensemble 

average over 200 pulses of 



 k ( )
 
and



 k() . 

In conclusion, using a numerical model initially developed by Pfeifer et 

al. [13] to describe partially coherent SASE free-electron laser pulses, we 

have clarified the origin of the shoulder feature previously observed in 

a set of experimental visibility curves with short-pulse XUV lasers, for 

which τpulse ~ a few τC. The same model also consistently reproduces the 

trend that the shoulder becomes non detectable when the pulse 

duration is much longer than the coherence time, as a result of temporal 

integration. The presence of a shoulder feature is also reproduced from 

calculations of the amplified electric field, using a Maxwell-Bloch 

description with a stochastic source term for the spontaneous emission. 

The observed behaviour is a result of the spiky, fluctuating structures of 

the pulse in both the spectral and temporal domain. These structures 

are typical of both ASE plasma-based XUV lasers and SASE free-electron 

lasers, although they are characterized by distinct timescales (~sub-ps 

to picosecond versus few femtoseconds). The shoulder feature, which 

could be considered as an artifact of the measurement, actually yields 

additional information on the pulse temporal properties, namely its 

average duration (or number of longitudinal modes). Such information 

would be lost if the phase of the complex degree of coherence (or the 

fringe position in the interferograms) was included in the multishot, 

ensemble average. 
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An expression is proposed for a threshold discriminating between classical quasi-steady-state amplification
and a strong-pumping regime where a new dynamical behavior shows up in plasma-based XUV lasers. The
criterion derived is applied to laser systems currently investigated in various laboratories. It is found that only
high-gain XUV laser systems can be driven in that dynamical regime, associated with Rabi oscillations. For
those systems the small-signal dynamic gain accounting for the exponential amplification of the laser intensity
is shown to be significantly smaller than the adiabatic value usually inferred from numerical simulations. c©
2013 Optical Society of America

OCIS codes: 140.7240, 270.3430.

Over the last ∼ 15 years XUV lasers, pumped by colli-
sional excitation in multi-charged ions and operated in a
single-pass, amplification of spontaneous emission (ASE)
mode, have been successfully generated in plasmas pro-
duced with a large variety of experimental techniques,
using either high-power optical lasers or fast electrical
discharges [1]. This leads to different types of XUV laser
systems, with distinct output properties and plasma pa-
rameters in the gain region. In particular the small-
signal gain values achieved range from less than 1 cm−1

for the discharge pumped XUV lasers [2] up to ∼ 100
cm−1 for the so-called transient XUV lasers, pumped in
a swept-gain geometry with a high-intensity picosecond
laser pulse [1]. For those very high-gain systems, the clas-
sical assumption of convective, quasi-steady-state ampli-
fication might not be valid anymore. That assumption is
also violated in the case of the more recently demon-
strated seeded XUV lasers, where a femtosecond reso-
nant XUV pulse, usually obtained from high-order har-
monics generation (HHG), is injected into the plasma
amplifier [3, 4]. In this regime, non-stationary behavior
can occur, involving, e.g., Rabi oscillations. This has im-
portant implications since the latter have been recently
considered a promising way of generating seeded XUV
lasers with femtosecond duration [5], while in the adi-
abatic regime the amplified pulse duration cannot be
shorter than ∼ 1 ps due to the extremely narrow gain
bandwidth [6]. In this paper, we propose a way of dis-
criminating between the classical, adiabatic regime and
the new strong-pumping, dynamical regime at work in
such systems.
The evolution of resonant radiation in an XUV laser

medium is described by the following set of Maxwell-
Bloch equations [5, 7–10], in the frame of the slowly-
varying envelope approximation, assuming a one-dim-
ensional dependency of all quantities only, in cgs units,
where ω is the angular frequency of the XUV laser tran-
sition, c is the speed of light, E is the complex envelope

of the electric field of the wave propagating in the pos-
itive y direction, ωp is the plasma frequency, and νei is
the electron-ion collision frequency leading to damping
of the electromagnetic waves:

2i

ω

(
∂E

∂t
+ c

∂E

∂y

)
=

ω2
p

ω(ω + iνei)
E − 4πP (1)

The time-envelope approximation is valid here since the
laser period 2π/ω ∼ a few tens of attoseconds, is much
shorter than the shortest pulses to be amplified (∼ 15 fs
for the HHG pulse).

P on the right-hand side of Eq. (1) is the complex am-
plitude of the time-enveloped polarization density, gov-
erned by

∂P

∂t
= −γP − i

d2

h̄
(ρu − ρl)E (2)

where γ is the dipole-dephasing rate, d is the dipole oper-
ator matrix element between the laser transition states.
The population densities, including those of the upper
and lower states of the laser transition ρu and ρl are
governed by

∂ρi
∂t

= (δiu − δil)
1

2h̄
Im(PE∗) + γijρj +Ri (3)

Equations (2) and (3) assume the same value of the tran-
sition frequency ω for all ions, or in other words that
inhomogeneous broadening can be neglected (see [11,12]
for a discussion of that point). The relevant atomic quan-
tities, namely γ, the pumping population fluxes Ri and
excitation/decay rates γij are obtained from an outside
collisional-radiative package.

The quantities used here are linked to classical notions
of laser theory [13, 14]. The total dipole dephasing time
T2 = γ−1 is related to the homogeneous spectral width
and the inversion recovery time T1 can be taken as the
reciprocal of the largest eigenvalue of the matrix [γij ].
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Classical results [13,14] are found from the “adiabatic”
hypothesis whereby a time variation of the inversion den-
sity much slower than γ is assumed, so that Eq. (2) can
be Fourier-transformed in time keeping ρu−ρl constant.
The equation for the Fourier component at angular fre-
quency Ω then reads

P (Ω) ∼ 1

Ω+ iγ

d2

h̄
(ρu − ρl)E(Ω)

and a stationary convective amplification regime is
found. Namely, inserting the latter expression for the
polarization density into the Fourier transform of equa-
tion (1), leaving aside dispersive terms for now, and mul-
tiplying by the complex conjugate, we obtain

d

dy
|E(Ω)|2 =

Gad

1 + Ω2

γ2

|E(Ω)|2

with the spatial gain coefficient at line center:

Gad =
4πω2

cγ

d2

h̄ω
(ρu − ρl) (4)

In the small-signal limit (when the field is not strong
enough to significantly react on the populations through
absorption or stimulated emission), this leads to an ex-
ponential amplification of the propagating waves.
In contrast, in direct numerical simulations of the sys-

tem (1)-(3) [5, 9, 10], femtosecond HHG pulses incident
on the left boundary of the system (at y = 0) are seen
to lead to an oscillatory radiation wake with correspond-
ing variations in the population inversion density. This
behavior is interpreted as Rabi oscillations, and in this
paper we investigate under what physical conditions is
such a scenario indeed expected to occur.
To focus on the point under study, reduced equations

are obtained from the full system (1)-(3) for the 0-D
(completely homogeneous), conservative case (negligible
pumping rate, i.e. large inversion recovery time T1), us-
ing the following units: time: ω−1; ion density: h̄ω/d2;
electric field and polarization density: h̄ω/d:

dE

dt
= 2πiP

d(iP )

dt
= − γ

ω
iP +DE (5)

dD

dt
= −Re(iPE∗)

where D = ρu − ρl. In the large-T1 limit, the total pop-
ulation ρu + ρl remains constant, and the quantity

|E|2
4π

+ ρu − ρl

is conserved, which states that energy is exchanged be-
tween the excited ions and the amplified wave.
System (5) is numerically solved from the initial condi-

tion: D = D0 > 0, E = 0, small seeding P . The behavior
found can be understood from a linear stability analysis

in the vicinity of the fixed point D = D0, E = P = 0.
Assuming an exponential time dependency for small per-
turbations: E, iP ∝ eΩt, leads to the dispersion relation:

G2 +
2γ

c
G− 2γ

c
Gad = 0

where G = 2ωΩ/c is the small-signal gain and Gad is
given by Eq. (4), with the following amplifying solution:

G = 2G∗
ad

(√
1 +

Gad

G∗
ad

− 1

)
(6)

where G∗
ad = γ/2c. Two different asymptotic values of

the gain G are found on either side of the following in-
version density (or adiabatic gain) threshold

Gad

G∗
ad

= 8π
ω2

γ2

d2

h̄ω
(ρu − ρl) = 1 (7)

For a weak inversion density Gad $ G∗
ad, one recovers

the adiabatic small-signal gain G ∼ Gad. In the opposite
limit of strong inversion, we get the dynamic growth rate:
G ∼ Gdy = 2

√
GadG∗

ad. The above criterion amounts to
a comparison of the rate of amplification with the dipole
dephasing rate γ, a mere rephrasing of the adiabaticity
condition. It is also worth noticing that, in contrast with
the adiabatic gain Gad, the dynamic small-signal gain
Gdy does not depend on the dipole dephasing time T2.

Let us point out that, although G from Eq. (6) is an
increasing function of Gad (or of the inversion density),
it is always (particularly in the strong inversion regime)
smaller than the adiabatic small-signal gain value Gad

from Eq. (4). This is due to the fact that, when the
adiabatic assumption ceases to be valid, the polarization
density starts lagging behind the electric field, leading to
slower amplification (although still faster than γ). One
would then overestimate the amplification by using the
classical (weak inversion) gain value without caution in
the dynamic regime, as will be shown below with existing
XUV lasers. Actually, from a measured value of the gain
G, one can, for comparison with available calculations
from the inversion density, get back to the equivalent
adiabatic gain by inverting formula (6):

Gad = G

(
1 +

G

4G∗
ad

)
(8)

consistently findingGad larger than the measuredG (and
all the more so in the dynamic regime).
The temporal evolution found numerically for the in-

volved quantities in those two regimes is displayed in
Fig. 1. In the strong inversion regime, the system under-
goes some Rabi oscillations before reaching the asymp-
totically stationary solution where the inversion density
and the polarization density both vanish, leaving the ini-
tial pumping energy in the form of wave energy:

|E0|2
4π

= D0.
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Fig. 1. Amplification of a small seed in an initially in-
verted medium, in the case of a weak (left) or strong
(right) inversion density. Top: complex amplitudes of the
polarization density P (dashed curves, scales on the left)
and electric field E (solid curves, scales on the right).
Bottom: populations of the laser transition states.

A linear analysis of the system for small perturbations
about that asymptotic state shows that, in the strong-
inversion limit, the behavior displayed in Fig. 1 is indeed
an oscillation at the Rabi frequency dE0/h̄, damped with
a rate equal to γ. This also amounts to a comparison
between the dipole-dephasing rate γ and the asymptotic
Rabi frequency dE0/h̄ (with E0 here expressed in dimen-
sional units), which is essentially the criterion derived by
Siegman ( [14], chapter 5). However, his analysis applies
to the case of a constant large-amplitude signal imping-
ing onto an absorbing medium, whereas in the present
case we consider the field that is reached if all the avail-
able energy stored in the inverted medium is transferred
to the amplified waves. Note that our criterion is actu-
ally a threshold on inversion density, applying even well
before the wave has reached amplitudes large enough for
Rabi oscillations to come into play. As a consequence,
even the initial linear, small-signal amplification stage
will proceed differently depending on whether the inver-
sion threshold is reached or not, as discussed above.

The criterion just derived has been computed for the
main XUV laser schemes currently under study in var-
ious laboratories worldwide. As mentioned in the intro-
duction, they rely on different pumping techniques, lead-
ing to significantly different conditions in the lasing re-
gion and gain values achieved. Relevant parameters for
each case, as drawn from the literature [2,10,12,15–18],
the calculated threshold gain G∗

ad and the equivalent adi-
abatic gain Gad recovered from the measured value G are
gathered in Table 1. The G gain values shown are derived

from experimental measurements of the exponential in-
crease of the XUV laser intensity with the plasma ampli-
fier length. The T2 values, related to the homogeneous
spectral width of the lasing line, are derived from nu-
merical simulations and relevant atomic data. Because
the homogenous component of the XUV laser spectral
linewidth is always blended with a non-negligible contri-
bution of inhomogeneous broadening, it cannot be meas-
ured directly. However recent experiments carried out by
some of us (LM, AK) and collaborators have shown that
the measured amplified linewidths were consistent with
the homogeneous component predicted by the calcula-
tions [6, 16, 17,19].
By comparing the calculated threshold gain G∗

ad with
the typical gain achieved for each XUV laser system, it
can be seen that for the two quasi-steady state (QSS)
pumped systems, the measured gains are around (QSS-
discharge) or even below (QSS-laser) the calculated
threshold. For these two XUV lasers, seeding with a fem-
tosecond HHG pulse is thus not expected to lead to Rabi
oscillations. This is in strong contrast with the first two
systems (OFI and TCE, see Table caption), which have
gains significantly above the dynamic regime threshold.
Seeding with HHG was actually demonstrated for these
two systems [3, 4, 10], but no evidence of Rabi oscilla-
tions was reported until now. Finally the measured gain
G is much smaller than the corresponding small-signal
adiabatic gain Gad(G). The latter quantity should thus
be used instead of G for comparison with existing simu-
lations based on Eq. (4), which don’t take into account
the small-signal gain modification that occurs for strong
inversion, as discussed in this paper.

XRL T2 G G∗
ad Gad(G)

OFI 2 [10]/7.2 [19] 60 [19] 8.3/2.3 168/451
TCE 1.3 [12,17] 60 [15] 12.8 130
QSS-d 18 [16] 1.2 [2] 0.9 1.6
QSS-l 0.9 [17] 7 [18] 18.5 7.7

Table 1. Relevant parameters for various existing XUV
laser systems, pumped with different techniques: OFI:
optical-field ionization (Ni-like Kr, 32.8 nm) [10]; TCE:
transient collisional excitation (Ni-like Mo, 18.9 nm) [15];
QSS: quasi-steady state pumping in plasmas produced
by electrical discharge (QSS-d, Ne-like Ar, 46.9 nm) [2],
and by high-power laser (QSS-l, Ne-like Zn, 21.2 nm)
[18]. For each system, T2 (ps) is the atomic relaxation
time defined in the text; G (cm−1) is the small-signal
gain typically achieved; G∗

ad (cm−1) is the minimum
small-signal adiabatic gain value required for Rabi oscil-
lations to come into play, as calculated from Eq. (7), and
Gad(G) is the corresponding adiabatic gain from Eq. (8).
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8 nm par plasma laser et perspectives vers une source ultrabrève et intense. PhD thesis,
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