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Introduction

Contexte de la thèse

Aujourd’hui, de nombreux laboratoires dans le monde mettent en avant des instal-
lations lasers capables de délivrer des intensités qui vont au delà de 1020 W.cm−2. Pour
atteindre de tels ordres de grandeur, il est nécessaire de concentrer quelques joules d’éner-
gie sur une dizaine de femtosecondes (10−15 s). On atteint ainsi des puissances « crêtes »
d’environs 1014 W. À titre de comparaison, une centrale nucléaire délivre autour de 109 W
de manière continue. En focalisant ces 1014 W sur quelques microns, on obtient une in-
tensité crête, au foyer, de 1020 W.cm−2. Toujours à titre de comparaison, en focalisant la
lumière du soleil avec une loupe on atteint, par beau temps, une intensité de seulement
104 W.cm−2. Ce bond technologique a été permis entre autres par les travaux de Donna
Strickland et Gérard Mourou en 1985. Travaux récompensés par l’Académie Royal des
Sciences de Suède en leur décernant le prix Nobel de physique 2018 [1]. En France, trois
installations lasers différentes nous servent à illustrer ces chiffres :

• Le laser « Mégajoule », en Aquitaine, délivrera 1, 8 · 106 J sur 10−8 s. La puissance
calculée serait alors de 1014 W soit 100 TW. On peut alors focaliser cette énergie
sur une cible proche du millimètre carré. L’éclairement maximum serait alors de
1016 W.cm−2.

• Le laser « LULI2000 », situé à l’École Polytechnique, peut délivrer 103 J sur 10−9 s.
Ce qui nous donne une puissance de 1012 W soit 1 TW. En focalisant ce laser sur une
surface de l’ordre du micromètre carré, on arrive à des éclairements de 1018 W.cm−2.

• Le laser « UHI100 », situé au centre de Saclay du CEA, lui délivre des énergies de
l’ordre de 1 J sur des temps de l’ordre de 10−15 s. La puissance disponible est alors
de 100 TW. En focalisant ce laser sur une surface de l’ordre du micromètre carré,
on arrive à des éclairements de 1020 W.cm−2.

Le premier de ces trois lasers délivre une très grande quantité d’énergie sur des temps
relativement longs alors que le dernier lui délivre peu d’énergie, mais sur des temps très
courts. Le laser Apollon, bientôt en service sur le plateau de Saclay délivrera pendant
15 fs une énergie de 150 J sur quelques microns. On atteindra sur la cible des éclairements
de près de 1022 − 1023 W.cm−2 ! Les conditions extrêmes (en intensité et en brièveté) sous
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lesquelles la lumière et la matière coexistent alors posent des défis continuellement à la
fois théoriques, expérimentaux et techniques. D’abord, la dynamique des électrons soumis
à de telles intensités devient relativiste, et ce n’est donc que dans le cadre de la relativité
restreinte que le comportement de la matière peut être correctement décrit.

Étudié depuis une trentaine d’années, ce régime de l’interaction « laser-matière »
reste largement inexploré, mais présente d’ores et déjà des phénomènes exotiques qui pro-
mettent une meilleure compréhension de notre univers. Lorsqu’un laser de haute intensité
touche de la matière ordinaire, cette dernière est instantanément vaporisée, ionisée et
l’on obtient alors un « plasma ». Cet état extrême compose 99% de la matière ordinaire
de l’univers. C’est grâce à des éclairements semblable à ceux cités précédemment, que
nous parvenons aujourd’hui à reproduire expérimentalement, en laboratoire, des environ-
nements que l’on peut trouver dans l’espace, comme l’atmosphère des étoiles ou le cœur
des planètes géantes gazeuses (astrophysique de laboratoire). Ce régime ultra intense de
l’interaction « laser-matière » nous amène à la réalisation de nouvelles applications comme
celle des accélérateurs de particules plus compacts et moins coûteux pouvant à terme sup-
pléer des installations comme le LHC ou de rendre plus abordable les traitements contre
le cancer basés sur des faisceaux d’ions ou d’électron. Dans le domaine de la production
énergétique, de telles intensités permettraient d’initier les réactions en chaîne nécessaire
à la fusion nucléaire dans le cadre, par exemple, de l’allumage rapide par confinement
inertiel. Finalement, la physique des champs forts est intrinsèquement liée à la physique de
l’ultrarapide. Les lasers femtosecondes ont ainsi permis d’observer des réactions chimiques
(on citera, en particulier, les expériences de Ahmed H. Zewail, prix Nobel de Chimie 1999
[2]). Dans le but de résoudre des dynamiques ultra-brèves, comme celle des électrons de
valence des atomes, les chercheurs ont besoin d’impulsions lumineuses encore plus courtes
que la femtoseconde et tirent alors parti de l’apparition d’impulsions attosecondes (10−18 s)
obtenues grâce à la « génération d’harmoniques d’ordre élevé ». Ces harmoniques sont créés
à partir de l’interaction de lasers femtosecondes avec la matière : À très haute intensité,
la réponse non linéaire de la matière induit une déformation périodique du champ laser.
À cette modification temporelle périodique du champ, on associe un peigne de fréquence
dans l’espace de Fourier. Si ce peigne est suffisamment large, il donne alors naissance à
des impulsions attosecondes.

Depuis une trentaine d’année, avec l’aide de lasers dont l’éclairement avoisine
1014 W.cm−2, ces harmoniques ont été générées via un processus d’ionisation/re-collision
des atomes d’un gaz avec leurs électrons. Ce processus, très bien compris aujourd’hui, était
le seul capable de fournir des impulsions uniques attosecondes de manière reproductible
permettant d’effectuer des mesures fiables [3, 4]. Mais d’autres phénomènes permettent
de produire des harmoniques d’ordre élevé dans les solides pour des éclairements qui vont
au delà de 1016 W.cm−2. A de telles intensités, le laser vaporise la matière instantanément
(alors sous forme de solide) et crée un plasma à la surface de la cible très dense. Si l’im-
pulsion laser suffisamment brève, l’expansion du plasma dans le vide n’a pas le temps de
ce faire, et l’impulsion laser se réfléchit sur une surface de densité abrupte. Le plasma se
comporte alors comme un miroir parfait : C’est un « miroir plasma ». Si l’intensité est
suffisamment élevée, le miroir oscille rapidement autour de sa position initiale. La réponse
devient non linéaire et l’impulsion n’est pas simplement réfléchie. Il y a une génération
d’harmoniques d’ordre élevé.
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Il existe aujourd’hui trois mécanismes bien identifiés permettant d’expliquer la géné-
ration de ces harmoniques :

Tour d’abord, pour des éclairements compris entre 1016 et 1018 W.cm−2, l’émission
d’harmoniques provient de la génération d’ondes plasmas électroniques dans le gradient
de densité présent à la surface de la cible. Des électrons énergétiques sont arrachés du
plasma, accélérés par le laser, avant de revenir le traverser périodiquement, créant des
variations de densité électronique à la surface, dans le gradient de densité : On parle alors
d’Émission par Effet de Sillage, « Coherent Wake Emission (CWE) » en anglais.

Ensuite, pour des éclairements qui vont au delà de 1018 W.cm−2, le miroir plasma qui
réfléchissait le laser à la surface de la cible se met alors osciller, induisant une déformation
périodique du champ réfléchit par effet Doppler Relativiste : Ici on parlera de Miroir
Relativiste Oscillant, en anglais « Relativistic Oscillating Mirror (ROM) ». Quelques
modèles existent (BGP [5] et RES [6]) pour décrire l’interaction du laser avec un plasma
plus ou moins dense. C’est très récemment que des impulsions attosecondes uniques ont
pu être observées à la suite de cette violente interaction, grâce à une méthode connue sous
le nom de phare attoseconde [7, 8].

Finalement, après avoir réfléchi et modifié l’impulsion laser, les électrons accélérés
en surface replongent dans le plasma sous la forme de paquets très denses. Ce paquet
d’électrons, très rapide, est accéléré par les champs transverses électriques et magnétiques
au niveau de la surface éclairée et émet un rayonnement synchrotron cohérent (CSE)
capable de traverser le plasma [9]. Si la cible est suffisamment fine, on peut enregistrer ce
rayonnement dans la direction de transmission.

Sujet et travail de thèse

Lorsque la cible possède une épaisseur finie, de l’ordre de ∼ 1 − 100µm, on peut
observer les électrons énergétiques, issus de la face éclairée, traverser la face arrière et
s’échapper de la cible. Dans le régime relativiste, on estime leur énergie tel que :

kBThot ' Upond ' 1MeV ×
(
Iλ2

0/1019 W.µm2/cm2
)1/2

Avec Upond, le potentiel pondéromoteur de faisceau laser [10, 11]. Le plasma n’est plus
globalement neutre et on voit apparaître sur chacune des surfaces de la cible des champs
électriques quasi-statiques de charge-espace de l’ordre de plusieurs TV.m−1, bien supérieur
au champ électrique qui relie les électrons aux noyaux. Ainsi, la surface arrière est instan-
tanément ionisée et les ions sont alors accélérés vers l’avant à des énergies qui peuvent
atteindre plusieurs MeV (∼ 10 − 100MeV) [12, 13, 14]. Ce mécanisme est connu sous le
nom de "Target Normal Sheath Acceleration" (TNSA).

L’ensemble des champs quasi-statiques électriques et magnétiques, créés lors de la
traversée des paquets d’électrons ont aussi un effet sur la dynamique des jets d’électrons
suivants et successifs qui traverseront la face arrière. En particulier, le champ de charge
espace freine brutalement les électrons qui émettent naturellement un rayonnement par de
simples considérations de conservation de l’énergie. Mon travail de thèse au sein de l’équipe
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CEA/LIDYL/PHI s’inscrit à la suite des précédentes avancées conceptuels, théoriques
et expérimentales qui ont permis de mieux comprendre et utiliser le rayonnement XUV
produit par des électrons relativistes issus de l’interaction laser-plasma lors de très fort
éclairement > 1016 W.cm−2. Alors que les mécanismes de rayonnement au niveau de la
face éclairée commencent à être mieux décris, l’émission d’harmoniques XUV en face
arrière n’a fait l’objet que d’études préliminaires. Le but de ma thèse est de montrer que
le champ de charge-espace permet de créer lui aussi, de manière surprenante, un train
d’impulsion attoseconde peu divergent et, dans le cas de laser comme Apollon, très intense.
Cette émission cohérente par freinage de jets d’électrons relativistes n’a, semble-t-il, jamais
encore été observé et documenté jusqu’à aujourd’hui. Pour parler de cela, la suite de ce
manuscrit est scindée en trois grandes parties :

- État de l’art de la génération d’harmoniques sur plasma dense : Après
avoir rappelé quelques concepts importants pour décrire un plasma dans nos régimes
d’interaction, on s’intéressera à l’électrodynamique à la surface de ces derniers. En
particulier on dérivera les formules de Lienard et Wiechert dans le but d’adopter
par la suite une vision "particulaire" pour décrire le rayonnement. On reviendra, au
cours de cette partie, sur les récents modèles d’émission XUV développé au cours
des 20 dernières années avant de souligner les difficultés pour décrire l’émission d’un
rayonnement en transmission/vers l’avant. On illustrera, les limites de ces modèles
et prévisions en présentant le résultat d’une expérience "cible mince" obtenu avec le
laser UHI100 qui contredit le paradigme actuel.

- Outils numériques et méthodes utilisées : Au cours de cette partie, nous
présenterons la méthode "Particle-In-Cell" et le code Smilei utilisé au cours de ma
thèse. Nous développerons un nouveau schéma numérique FDTD ("Finite Différence
Time Domaine") nous permettant de surmonter les problèmes et limites rencontrés
avec des schémas plus classiques ayant un impact très négatif sur les résultats
(anisotropie, dispersion numérique, chauffage numérique et instabilité Cherenkov).

- Génération d’harmoniques lors de l’interaction d’un laser sur une feuille
mince : Enfin, nous présenterons ici les résultats préliminaires obtenus avec le code
Smilei qui mettent en lumière un nouveau mécanisme de rayonnement cohérent
par freinage ("Cohérent Plasma Bremsstralhung"), compatible avec les résultats
expérimentaux obtenus avec le laser UHI100. Nous montrerons ici la limite des
simulations 1D3V et la nécessité de réaliser à minima des simulations 2D3V pour
décrire correctement la physique. Particulièrement l’émission d’impulsion XUV sur
la face arrière de la cible. On testera la robustesse du mécanisme de rayonnement
en augmentant à la fois la densité de la cible et l’éclairement laser dans le but de
prévenir les résultats des futures expériences effectuées à l’aide du laser de puissance
Apollon.
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Chapitre 1

Plasmas générés par laser et
électrodynamique relativiste

Un plasma est un ensemble de particules chargées qui interagissent entre elles, qui
à l’instar d’un gaz, n’a pas de forme définie. L’évolution de ce dernier peut être décrite
quelques fois à l’aide d’interactions à longue distance (champs moyens), ou parfois grâce à
des interactions entre particules très proche (par exemple, les collisions). Ce plasma peut
être défini par un ensemble de paramètres tels que sa température, sa densité moyenne de
charge ou encore sa longueur de Debye. Par exemple on peut trouver des plasmas ayant
10−3 particules.cm−3 dans le vide interstellaire à 1032particule.cm−3 au cœur des naines
blanches. La couronne solaire elle, qui est un plasma peu dense, affiche des températures
supérieures au million de degrés Kelvin. Notre ionosphère elle, présente des températures
plus modestes, de l’ordre du millier de degrés Kelvin. Finalement plusieurs grandeurs, que
nous allons détailler, sont à connaître pour dresser la carte d’identité précise d’un plasma.

1.1 Plasmas générés par laser

Aujourd’hui en laboratoire, les expérimentateurs parviennent à créer des plasmas
avec des caractéristiques parfois très différentes. Une des manières de les créer est d’exciter
brutalement la matière, sous forme de gaz neutre ou solide, à l’aide d’un laser ultra-intense
pour briser les liaisons chimiques et ioniser totalement ou partiellement les atomes. Le
champ de ce laser très intense induira des effets très non linéaires dans le plasma alors
hors équilibre.

1.1.1 Les lasers de puissance

Jusque dans les années 1980, les lasers utilisés dans les laboratoires de recherche
affichaient des éclairements de l’ordre de 1015 W.cm−2. Au-delà, les milieux à gain ne
supportent plus la chaleur induite par le passage de l’impulsion et le risque d’endomma-
gement de ces mêmes milieux est alors élevé. En 1985 D. Strickland et G. Mourou [1]
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Chapitre 1. Plasmas générés par laser et électrodynamique relativiste

pour la première fois la possibilité d’utiliser la technique de l’amplification par dérive
de fréquence pour les lasers, en anglais « Chirped Pulse Amplification » (CPA), illustrée
sur la figure 1.1, et permettent ainsi aux laboratoires de recherche de disposer de lasers
dont l’éclairement peut atteindre aujourd’hui 1022 W.cm−2. Cette technique , connue pour
augmenter la puissance des signaux radars dès 1960, consiste à séparer temporellement
les composantes spectrales d’une impulsion laser. L’impulsion dorénavant 1000 à 100 000
plus longues temporellement est alors bien moins intense et peut de nouveau être ampli-
fiée sans endommager les milieux à gain. Finalement, les composantes fréquentielles sont
recombinées et l’impulsion retrouve sa durée originale, dans laquelle est contenue bien
plus d’énergie. C’est l’émergence des lasers de puissance : Une impulsion laser de quelques
femtosecondes peut contenir une énergie entre 1 J et 1 kJ, qui, une fois focalisée, permet
d’étudier des phénomènes relativistes à l’échelle du cycle optique.
En effet, considérons un électron dans une onde plane monochromatique telle que :

Figure 1.1 – Représentation schématique de la méthode CPA, traduite de LLNL S& TR

E(r, t) = E0 ei(k · r−ω0t) et B(r, t) = B0 ei(k · r−ω0t) (1.1)

L’électron oscille dans le champ laser tel que :

1
mec

dp
dt = − e

mec

(
E + v ×B

)
(1.2)

Soit Aµ = (φ,A) le 4-vecteur potentiel dont dérivent les champs E et B. Dans le vide
φ = 0, on peut exprimer les champs tel que :

E = −∂A
∂t

et B = ∇×A (1.3)

On peut alors réécrire l’équation de la dynamique comme :

1
mec

dp
dt = e

mec

∂A

∂t
+ β

me

×∇×A (1.4)

24

https://str.llnl.gov/str/pdfs/09_95.2.pdf


1.1 Plasmas générés par laser

En identifiant a = eA/mec = eE/ω0mec, on définit le paramètre a0 tel que :

a0 = eλ0

2πmec2

√
< E2 > (1.5)

Qui est le rapport entre l’énergie apportée par le laser et l’énergie de masse de l’électron.
Si a0 > 1 alors la physique mise en jeu est relativiste. Dans les unités usuelles du domaine,
on notera :

a0 ' 0.85 · 10−9 λ[µm]
√
I[W.cm−2] (1.6)

Pour un laser dont la fréquence centrale est de 800 nm, on trouvera a0 = 1 si l’éclairement
laser est de ' 2, 2 · 1018 W.cm−2.

1.1.2 Processus de génération du plasma

Prenons un ensemble d’atome d’Hydrogène, qui ont la bonne idée d’être un système
simple composé d’un proton et d’un électron chacun. En nous appuyant sur le modèle
atomique semi-classique de Bohr, nous pouvons mettre en lumière plusieurs quantités
utiles pour comprendre l’interaction « laser-plasma ». Connaissant le rayon de Bohr, qui
est la distance séparant l’électron du noyau dans l’atome d’hydrogène :

aB = ~2

mec2 ' 5, 3 · 10−9 cm (1.7)

On peut en déduire le champ électrique typique qui lie l’électron au proton dans le modèle
classique de l’atome d’hydrogène :

F = −eE = − e2

4πε0aB2 ⇒ E = e

4πε0aB2 ' 5, 1 · 109 V.m−1 (1.8)

Qui nous permet de définir une unité d’intensité atomique associée à ce champ :

Ia = ε0cE
2
0

2 ' 3, 51 · 1016 W.cm−2 (1.9)

Si on apporte une énergie telle que I est supérieure à cette valeur Ia, on ionisera de fait
la matière, brisant les liens atomiques [15, 4]. D’un point de vue corpusculaire, l’électron
de l’atome d’hydrogène absorberait un grand nombre de photons tel que :

n~ωL > Eseuil

soit 13, 6eV pour l’atome d’hydrogène. La probabilité d’ioniser la matière par ce processus
avec des fréquences ωL < Eseuil nécessite un grand nombre de photons et donc des
intensités élevées. On appelle ce mécanisme Ionisation-au-Dessus du Seuil ou « Above
Threshold Ionization (ATI) » (Figure 1.2a). Cependant pour des intensités de l’ordre de
Ia, le champ laser devient assez important pour déformer le potentiel Coulombien ressentit
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par l’électron tel que :

V (x) = −Ze
2

x
− eEx (1.10)

Grâce à l’action du champ EL, le potentiel total du système oscille et l’électron pourra
s’échapper par effet tunnel de l’atome. Si EL est suffisamment intense, la barrière Coulom-
bienne s’efface partiellement ou complètement. C’est ce que l’on nomme respectivement
Ionisation Tunnel (« Tunnel Ionization (TI) ») et Ionisation-au-Dessus de la Barrière
(« Above-Barrier Ionisation (ABI) » (figure 1.2b). Dans le cas de l’atome d’hydrogène,
l’intensité laser que devra voir l’électron est :

IL = 1, 4 · 1014 W.cm−2

Si les électrons nouvellement libérés ne collisionnent pas de nouveau avec le noyau pour
reformer un atome on créé un plasma avec d’un côté un ion multichargé et de l’autre les
électrons libérés du puit de potentiel Coulombien.

(a) « Above Threshold Ionization » (b) « Tunnel Ionization » ou «Above Barrier
Ionization »

Figure 1.2 – Ionisation de la matière par laser. (a) Sous l’effet d’un champ laser d’intensité
I ∼ 1012W.cm−2, dont l’énergie du photon ~ω0 est inférieure à l’énergie de liaison, un
électron peut absorber plusieurs photons, de sorte que l’énergie totale de ces photons libère
dans le continuum d’énergie. (b) Sous l’effet d’un champ laser d’intensité I > 1014W.cm−2,
la barrière colombienne se déforme et peut s’abaisser jusqu’à ce qu’un électron lié puisse
sortir, soit directement (au-dessus de la barrière), soit par effet tunnel. En gris clair est
représenté le paquet d’onde de l’électron.

1.1.3 Fréquence de Langmuir et distance de London

On étudie maintenant un plasma froid, non magnétisé et de densité électronique
moyenne ne, globalement neutre initialement tel que ni(t = 0) = ne(t = 0) = n(0)

e . Les
ions sont supposés immobiles sur le temps de l’interaction, de charge Ze, habillés d’un
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1.1 Plasmas générés par laser

ensemble d’électrons mobiles. Le plasma est semi-infini et se situe dans la région des x > 0.
On se restreindra ici à une étude spatiale à une dimension. Dans un milieu non polarisé
et amagnétique, on rappelle les équations de Maxwell microscopiques pour les charges du
plasma. Deux d’entre elles décrivent le comportement des champs dû aux sources. On pose
% = −ene + eni la densité de charge totale et J = je + ji la densité de courant totale :

(a) Maxwell-Gauss : ∇ · E = %

ε0
(c) Maxwell-Faraday : ∇×E = −∂B

∂t (1.11)
(b) Maxwell-Thomson : ∇ · B = 0 (d) Maxwell-Ampère : ∇×B = µ0J + µ0ε0

∂E

∂t

(a) Ecrantage électrostatique (b) Ecrantage magnétique

Figure 1.3 – Illustration des l’écrantages électrostatique et magnétique sur une couche de
plasma semi-infinie. (a) Sous l’effet d’une perturbation électrostatique Eext, les électrons
du plasma vont s’organiser pour annuler l’effet des champs. Lorsque la perturbation
devient nulle, ils subissent un champ de rappel E0 proportionnel à la densité ionique qu’ils
ont quitté. (b) Sous l’effet du champ magnétique Bext, un champ induit Eind va créer
un courant de surface Jsurf qui finira par produire un champ B0 s’opposant au champ
magnétique initial.

1.1.3.a Écrantage électrostatique

Si à l’instant t0 nous appliquons un champ extérieur Eext = Ex, les électrons situés en
x0 = 0 sont déplacés d’une quantité δ(t). Alors que les ions restent immobiles, on observe
la création d’un champ électrique E0 qui tend a annuler le champ total. L’équilibre
est atteint lorsque Eext + E0 = 0 (figure 1.3a). On éteint maintenant la perturbation
extérieure. Le champ électrique restant (celui créé par la séparation de charge) tend à
rappeler les électrons vers leur position d’équilibre. D’après l’équation de Maxwell-Gauss
(1.11.a) effectuée sur la densité ionique, et en considérant que l’ensemble des électrons
déplacés d’une quantité δx(t) voient le même champ de rappel (la couche est suffisamment
fine), on a :

∇ · E = eni
ε0
⇒ E(t) = en0

e

ε0
δx(t) (1.12)
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L’équation dynamique du système s’écrit alors :

d2

dt2 δx(t) = e2n(0)
e

meε0
δx(t) (1.13)

C’est l’équation d’un système harmonique. Les électrons oscillent à la fréquence ωpe au-
tour de leur position d’équilibre. Cette fréquence « plasma-électronique », aussi appelée
fréquence de « Langmuir », s’écrit [16] :

ωpe =
√
e2n0

e

meε0
(1.14)

Lorsqu’une perturbation électrostatique survient et déplace un ensemble de charges, ces
dernières vont se mettre à osciller dans le but de compenser l’écart local à la neutralité.
Cette oscillation caractérise un mouvement collectif des charges dans le plasma (ici les
électrons en réponse à une excitation).

1.1.3.b Écrantage magnétique

Si à l’instant t0, nous appliquons un champ extérieur Bext(t) = B0(t) ez, le champ
électrique E = E0 ey induit par la variation temporelle de Bext(t) met les électrons en
mouvement :

∇×E = −∂B
∂t
⇒ ∂Ey

∂x
= −∂Bz

∂t
et dv

dt = − e

me

E ⇒ dvy
dt = − e

me

Ey (1.15)

Le courant résultant suivant ey engendre un champ magnétiqueB0 qui va venir compenser
le champ magnétique extérieur (figure 1.3b) tel que Bext(t) +B0 = 0.

∇×B = µ0j ⇒
∂Bz

∂x
= µ0enevy (1.16)

En dérivant l’équation de Maxwell-Faraday (1.11.c) selon x, puis celle de Maxwell-Ampère
(1.12.d) selon t on obtient :

∂2E

∂x2 = µ0nee
2

me

E = ωpe
c2 E (1.17)

On définit la longueur de London comme « l’épaisseur de peau ». C’est la longueur carac-
téristique sur laquelle les perturbations magnétiques [16], ici à la surface, vont pouvoir se
propager dans le plasma :

λpeau = c

ωpe
(1.18)
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1.1 Plasmas générés par laser

1.1.4 Propagation des ondes dans les plasmas

Considérons de nouveau une onde plane monochromatique tel que :

E(r, t) = E0 ei(k · r−ω0t) et B(r, t) = B0 ei(k · r−ω0t) (1.19)

Cette onde est venue ioniser notre cible et agiter nos électrons sur une distance λLondon =
c/ωpe. On rappelle que nos ions sont immobiles. Les ondes électromagnétiques se propa-
geant dans le plasma sont couplées aux mouvements des électrons du plasma. L’équation
de la dynamique pour un électron tel que ve/c� 1 nous donne :

dve
dt = − e

me

(E + ve ×B) (1.20)

On peut négliger l’effet du champ B. Il nous reste :

dve
dt = − e

me

E → ve = e

iω0me

E (1.21)

On remonte donc à l’expression du courant et on fait apparaitre la loi d’Ohm :

Je = −eneve = − e2ne
iω0me

E = i
ω2
peε0

ω0
E (1.22)

Avec σ = iω2
peε0/ω0 la conductivité complexe du plasma. On réécrit les équations de

Maxwell telles que :

∇×E = −∂B
∂t

→ ∇×E = iω0B

∇×B = µ0J + µ0ε0
∂E
∂t
→ ∇×B = −iω0

c
εE

(1.23)

Avec :

ε = 1−
ω2
pe

ω2
0

= n2 (1.24)

n est l’indice optique du plasma. On établit enfin l’équation linéaire vérifiée par le champ
électrique E :

∇× (∇×E) = ∇(∇ · E)−∇2E = ω2
0
c2 E −

ω2
pe

c2 E (1.25)

En utilisant ∇×E = ik ×E et ∇ · E = ik · E. L’équation ci-dessus est satisfaite par
deux types de modes :

• Si le vecteur du champ électrique est parallèle au vecteur d’onde (c’est à dire k×E =
0), nous sommes en présence de « d’ondes plasmas », des ondes longitudinales de
compression qui oscillent à la fréquence de Langmuir et qui admettent donc la
relation de dispersion :

ω0 = ωpe (1.26)
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• Si le champ électrique est transverse à la direction de propagation (c’est à dire
k · E = 0), on trouve la relation de dispersion :

ω0 = ωpe + kc (1.27)

– Si ω0 > ωpe il existe alors un mode transverse de vecteur d’onde k se propageant
dans le plasma. L’indice optique du plasma s’écrit dans ce cas :

n(ω) = ε1/2 =

√√√√1−
ω2
pe

ω2
0

(1.28)

– Si ω0 < ωpe ce mode transverse devient évanescent et tend à s’annuler sur la
longueur de London λp = c/ωpe.

La fréquence de Langmuir est donc une fréquence de coupure qui définira si oui ou non
une onde électromagnétique de fréquence ω0 se propage dans le plasma (Figure 1.4). On
peut définir une densité critique nc au delà de laquelle une onde électromagnétique ne se
propagera pas :

ω2
L = e2nc

meε0
⇔ nc = ω2

Lmeε0

e2 (1.29)

Dans notre cas, la fréquence centrale du laser considéré est λ0 ' 800 nm. Ainsi on a
nc ' 1.11 · 1021(λ0[µm])−2 cm−3 ' 1.73 · 1021 cm−3.

(a) Représentation des champs à la surface. (b) Zoom des champs à la surface.

Figure 1.4 – (a,b) Une onde plane telle que a0 < 1, de fréquence ω0, rencontre un plasma
tel que ωpe = 16ω0. Les électrons à la surface se mettent en mouvement sous l’effet du
champ électromagnétique. Le courant résultant annule le champ magnétique à l’intérieur
du plasma. L’onde est réfléchie. Si la couche de plasma n’est pas infinie, il convient de
s’assurer que la longueur λp est bien inférieure à l’épaisseur de la cible pour que le laser
ne soit pas transmis.
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1.1 Plasmas générés par laser

1.1.5 Longueur de Debye

On peut se demander jusqu’où une perturbation électrostatique locale de densité
électronique parvient à se faire ressentir dans le plasma. Dans un système à grand nombre
de charges mobiles, les interactions électrostatiques ne se limitent pas aux plus proches voi-
sins. Mais elles ne se propagent pas jusqu’à l’infini non plus. En effet, une densité de charge
nj(r) interagira avec des charges plus lointaines, jusqu’à être complètement « écrantée ».
On nomme cette longueur d’écrantage « longueur de Debye - Hückel ». Considérons-la
j−ème espèce chargée composant notre plasma à l’équilibre thermodynamique, de densité
locale :

nj(r) = n0
j e
qjφ(r)
kBT (1.30)

Dans l’espace, c’est le potentiel électrique moyen φ(r) qui nous donne la répartition des
N - 1 charges qj. Ce potentiel satisfait l’équation de Poisson :

∇2φ(r) = − 1
εrε0

Nespèce∑
j=1

qjnj(r) = − 1
εrε0

Nespèce∑
j=1

qjn
0
j e
−
qjφ(r)
kBT (1.31)

On se place alors dans le cas où qjφ(r)� kBT . On peut alors faire le développement au
premier ordre de la fonction exponentielle suivant :

∇2φ(r) =
(

1
εrε0

Nespèce∑
j=1

q2
jn

0
j

kBT

)
φ(r)− 1

εrε0

Nespèce∑
j=1

qjn
0
j (1.32)

C’est « l’équation de Debye - Hückel ». Pour les espèces neutres, comme les plasmas que
nous considérerons, le deuxième terme du membre de droite s’annule. On identifie alors
la longueur de Debye :

λD =
εrε0kBT/

Nespèce∑
j=1

q2
jn

0
j


1
2

(1.33)

Considérons alors des électrons de charge e qui se meuvent dans un fond diffus d’ions de
charge Ze. L’ensemble étant un plasma neutre et sachant que φ(r) → Ze/4πε0r quand
r → 0, et φ(r)→ 0 quand r →∞, on a :

∇2φ(r)− 1
λ2
D

φ(r) = 0⇒ φ(r) = Ze

4πε0r
e
−
r

λD avec λD =
√
ε0kBTe
e2n0

e

(1.34)

On voit donc ici explicitement que dans un plasma globalement neutre, les séparations
de charge à l’échelle locale induisent un potentiel électrostatique sur une longueur carac-
téristique d’écrantage λD. Au-delà de cette distance, les charges négatives compensent
exactement les charges positives et le plasma nous apparait neutre. De la même manière,
une perturbation électrostatique extérieure ne sera ressentie par le plasma que sur des
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distances inférieures à λD. Au-delà, le plasma se sera réorganisé de telle manière à ce que
la perturbation électrostatique soit exactement compensée.

1.1.6 Solide illuminé par un laser de puissance

Dans le cas des expériences « Ultra Haute Intensité » (UHI) menées au sein du
laboratoire, un solide (plastique, aluminium...) est éclairé avec un laser focalisé tel que
IL ≥ 1018 W.cm−2 sur une durée d’environ 25 fs. L’amplitude du champ est suffisante pour
ioniser totalement ces solides dès les premiers cycles, tout du moins en surface. La densité
électronique est telle que ne = Zni = ρZNA/M , avec Z le numéro atomique, ρ la densité
solide, NA = 6.02 · 1023 mol−1 la constante d’Avogadro et M la masse atomique. Dans le
cas de l’aluminium en posant ρ = 2.7 g.cm−3, Z = 13, M = 27, on obtient une densité
électronique ne = 7.8 · 1023cm−3 ' 450nc. Dans le cas d’un solide composite comme un
plastique (Mylar) de formule C10H8O4 de densité ρ = 1.35 g.cm−3 on obtient :

ne =
(NC

N

ZC
MC

+ NH

N

ZH
MH

+ NO

N

ZO
MO

)
ρNA = (1.84 + 2.95 + 0.73) · 1023 cm−3 (1.35)

Soit ' 5.5 · 1023 cm−3 ' 320nc. Si les atomes du solide sont ionisés une seule fois, alors
on a 192nc (densité solide en unité nc). Ainsi on trouve que ωpe ' 18ω0 pour un solide
complètement ionisé, ωpe ' 14ω0 s’il est une fois ionisé. Le plasma est donc largement
surcritique et réfléchi ainsi le laser incident. De plus λpeau = λ0/18 ' 50 nm. Ainsi une
cible fine présentant une épaisseur 250 nm est bien opaque à la longueur d’onde du laser.

On peut se demander si la réflexion du laser sur le plasma s’apparente à la réflexion
sur un miroir, c’est-à-dire que la phase spatiale du champ incident n’est pas modifiée lors
de ce processus. Le plasma doit respecter deux conditions :

1. D’abord, la surface de la cible, avant d’être ionisée, doit être la plus plane possible
et présenter des défauts à la surface de tailles bien inférieures à λ0 afin d’éviter une
réflexion diffuse.

2. Ensuite, la zone sous-critique avec laquelle le laser interagit avant de se réfléchir
doit être petite devant la longueur d’onde. En effet la propagation du laser dans un
plasma sous-critique peut introduire des termes de phases susceptibles de dégrader
le faisceau. Ainsi, cela impose d’avoir un gradient de densité électronique très faible
devant la longueur d’onde (L1 � λ0 avec L1 la taille caractéristique du gradient
de densité). Pour vérifier cela, il faut estimer la distance sur laquelle s’est détendu
un plasma chaud depuis sa création par le front montant de l’impulsion ou par une
pré-impulsion. Sur les bords du plasma, la densité électronique décroit brutalement
sur la distance caractéristique λD obtenue à l’équation (1.34). Le champ électrique
de charge espace créé lors de l’expansion électronique déclenche l’expansion des ions
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tels que :

∂ni
∂t

+ vi
∂ni
∂x

=− ni
∂vi
∂x

(1.36)
∂vi
∂t

+ vi
∂vi
∂x

=− Ze

mi

∂φ

∂x
(1.37)

Le plasma étant considéré comme quasi-neutre, l’équation (1.37) devient :

∂vi
∂t

+ vi
∂vi
∂x

= −c
2
s

ni

∂ni
∂x

(1.38)

Où on pose cs = (ZkBTe/mi)1/2 avec kB la constante de Boltzmann, Te la tempéra-
ture électronique et mi la masse des ions. Si on suppose la détente isotherme, on peut
montrer [17, 14, 18, 19] qu’on obtient un profil de densité exponentiel de longueur
caractéristique L1 = csτL. Pour un laser de durée τL = 25 fs et Te = 0.5 keV on a
cs = 0.2 nm.fs−1 et L1 ' λ0/100 avec λ0 = 800 nm. Ainsi, dans le cas où le laser
interagit directement avec la cible qu’il ionise, et en supposant que la planéité de
la cible est conservée après ionisation, on pourra considérer que le plasma agit bien
comme un miroir pour le laser, la zone sous-critique étant très petite.

1.2 Dynamique électronique à la surface d’un plasma
illuminé par un laser

En mécanique non relativiste, nous savons que la trajectoire d’une particule chargée
dans un champ électromagnétique homogène dépend de la direction du champ électrique
et de son intensité. La particule chargée oscille le long de la direction de polarisation
du champ électrique en s’astreignant à rester dans un même plan perpendiculaire à la
direction de propagation de l’onde électromagnétique. Pour des intensités approchant de
1018 W.cm−2, la vitesse classique d’un électron tend vers c. Il est donc important de traiter
la dynamique électronique dans le cadre de la relativité restreinte. Nous nous proposons
d’établir ici les expressions relativistes du mouvement d’une particule chargée dans une
onde plane.

1.2.1 Dynamique d’une particule chargée libre dans une onde
plane : Effet pondéromoteur relativiste

Dans le cas relativiste, l’équation du mouvement attachée à une particule de masse
m0 et de charge q, établie en théorie classique des champs est l’équation de Newton-Lorentz
covariante [20]

m0c
dvµ
ds = qF µ

ν v
ν (1.39)
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Avec F µ
ν le tenseur électromagnétique de Maxwell, vµ le quadri-vecteur vitesse. En expli-

citant F µ
ν , on trouve :

dvµ
dt = q

γm0

(
∂Aν
∂xµ

vν − ∂Aµ

∂xν
vν
)

avec ds = cdτ = c

√
1− v2

c2 dt = cdt
γ

(1.40)

Avec γ le facteur de Lorentz. On pourra réécrire cette expression de manière plus conven-
tionnelle en reliant les champs à leurs potentiels :

E = −∂A
∂t
−∇φ et B = ∇×A (1.41)

En développant cette expression sur la composante temporelle du quadrivecteur vitesse,
et dans le vide (φ = 0) on a :

dγc
dt = − q

m0

v

c
· ∂A
∂t
→ dγc

dt = q

m0c
v · E (1.42)

On trouve ici l’expression du travail de la force de Lorentz relativiste. En développant
cette expression sur les composantes spatiales du quadrivecteur vitesse et en simplifiant
par γ à droite on a :

dγv
dt = q

m0

(
− ∂A

∂t
− (v · ∇)A+∇(v · A)−∇Φ

)
(1.43)

On retrouve, après un peu d’analyse vectorielle et en se souvenant que ∇(v · A) ≡
∇A(v · A), l’équation de Newton-Lorentz :

m0
dγv
dt = q

(
E + v ×B) (1.44)

On peut décomposer A comme la somme d’un vecteur longitudinale et transverse tel que
A = A‖+A⊥. Dans le cas d’une onde plane, seule la composante transverse joue un rôle :

A = A⊥(t− x

c
) (1.45)

Où l’on suppose que ex est la direction de propagation de l’onde. En décomposant la
vitesse des particules sur les composantes longitudinale et transverses du champ, tel que
v = v‖ + v⊥ = vx + v⊥, on trouve que l’expression complète de la vitesse d’une particule
relativiste soumise aux champs produits par une onde plane :

dγv⊥
dt = q

m0

(
− ∂A

∂t
− (v · ∇)A

)
→ dγv⊥

dt = − q

m0

dA
dt (1.46)

Dans le cas d’une onde plane en effet, les dépendances transverses sont nulles. Finalement :

v⊥ = − q

γm0
A ←→

q,m0 =−e,me

γv⊥ = a0
A

|A|
(1.47)
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Avec a0 = e|A|/mec l’amplitude du potentiel normalisé, définie pour l’électron. En ce qui
concerne la vitesse longitudinale, elle devient non négligeable quand a0 � 1. Ainsi :

dγv‖
dt = q

m0
∇‖(v⊥ · A⊥)→ dγvx

dt = q

m0
∂x(v⊥ · A⊥) (1.48)

Où l’on a fixé la direction ex comme étant celle parallèle à la propagation de l’onde. Au
vu de l’expression de v⊥ on a donc :

dγvx
dt = q2

γm2
0
A⊥∂xA⊥ (1.49)

On se rappelle que A⊥ ne dépend que de t − x/c et que donc ∂xA⊥ = −∂tA⊥/c. Ainsi,
en utilisant la formule du travail de la force de Lorentz, on trouve :

dγvx
dt = q2

γm2
0c
A⊥

∂A⊥
∂t
→ dγvx

dt = c
dγ
dt (1.50)

On suppose qu’à l’instant t = 0 la particule chargée est au repos. Ainsi v⊥ = vx = 0 et
γ = 1. Il vient naturellement :

γvx = cγ − c⇔ γ = 1
1− vx

c

(1.51)

On a alors l’expression complète de la vitesse d’une particule relativiste soumise aux
champs produits par une onde plane :

γv = − q

m0
A+ q2A2

2m2
0c
ex (1.52)

Figure 1.5 – Trajectoire électro-
nique, issue des équations du mou-
vement intégrées numériquement
à l’aide d’un code « particules
test » (pas d’interaction entre par-
ticules). (a) L’électrons, initiale-
ment au repos, interagit avec une
onde plane telle que que A = 1 a0,
polarisée suivant y. Suivant ex,
l’axe de propagation de l’onde, les
électrons sont poussés vers l’avant
à cause de la force pondéromotrice
relativiste (J×B). Inspirée de [19]
(b) Des particules sont ejectées de
l’axe de propagation d’un faisceau
gaussien tel que I = 1018 W.cm−2,
λ0 = 1µm, et w0 = 10µm. [21].
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Chapitre 1. Plasmas générés par laser et électrodynamique relativiste

On se retrouve avec un terme de vitesse le long de l’axe de propagation du laser.
C’est l’effet pondéromoteur relativiste [21] aussi appelé « J ×B ». Dans le cas d’une onde
plane, on peut noter :

A = −E0

ω0
sin(ω0t− k0x)ey ⇔ A2 = E2

0
2ω2

0

(
1− cos(2ω0t− 2k0x)

)
(1.53)

On voit bien sous cette dernière forme qu’un électron va subir selon ex, une vitesse de
dérive sur laquelle va s’imprimer une oscillation à 2ω0. On illustre ce phénomène sur la
figure 1.6a. On pourra trouver un littérature abondante sur les dynamiques en « champs
croisés » pour lesquelles un mouvement oscillatoire se superpose avec une dérive (par
exemple [20, 22, 16]). Comme illustré sur la figure 1.6b, un gradient de champ transverse
(ou d’intensité) repousse, lui aussi les particules. Dans ce cas là, elles sont expulsées de
propagation [21].

1.2.2 Incidence oblique : Mécanisme de Brunel

Si le champ laser arrive en incidence oblique sur le plasma sur-dense, des électrons sont
arrachés de la surface par le champ électrique. Les électrons sont ensuite re-accélérés par le
champ laser et la force de rappel électrostatique, et retournent dans le plasma à la période
du laser, transperçant la cible de manière balistique. À l’intérieur du plasma, ces électrons
ne sont plus soumis au champ laser. Cette « condition aux limites » modifie les trajectoires
obtenues précédement. Ces électrons ont été baptisés « électrons de Brunel » [23, 24].
Considérons une onde plane arrivant en incidence oblique sur un plasma surcritique :

E(r, t) = E0 sin(ω0t− ki · r)

− sin θ
cos θ

0

 (1.54)

On peut décomposer E(r, t) comme En(r, t) et Et(r, t), respectivement la partie normale
et tangentielle du champ à la surface. Le plasma étant considéré comme un miroir parfait
(ne � nc) et infini suivant ey et ez, à la surface on doit avoir Et = 0. Ainsi, le champ
total à la surface de la cible est :

E(x < 0, y, z, t) = E0 sin(ω0t− k0 cos θx)

−2 sin θ
0
0

 (1.55)

Ainsi pendant un demi-cycle les électrons subiront une force ∝ En ‖ ex qui les tirera
dans le vide. On admettra encore ici que les électrons sont tirés de la surface du plasma
à la distance d d’excursion dans le vide très inférieure à λ0 (d� λ0) de telle sorte que le
champ laser total ressentit par les électrons n’admet pas de dépendance spatiale dans sa
phase. En effet, dans le cas non relativiste pour lequel on peut négliger l’effet du champ
magnétique pl = 2a0 sin θmec, l’excursion des électrons dans le vide vaut δ = vl/ω0. Avec
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1.2 Dynamique électronique à la surface d’un plasma illuminé par un laser

vl = pl/γme et γ =
√

1 + (p/mec)2 '
√

1 + 4a2
0 sin2 θ ' 1, on obtient :

δ ' 2a0 sin θ
2π
√

1 + 4a2
0 sin2 θ

λ0 (1.56)

Pour a0 ' 0.1, l’excursion δ est de l’ordre de 0.02λ0. Pour obtenir la force de rappel des
électrons vers le plasma F (r)

x il nous faut connaître le champ E(r)
x généré par la séparation

de charge à la surface. D’après le théorème de Gauss on trouve la densité d’électron éjectée
telle que :

E(r)
x (xj) =

∫ xj

−∞

n(x)
ε0

dx (1.57)

Le champ électrostatique de rappel, E(r)
x (xj) < 0, sur l’électron j situé en xj dépend

uniquement des charges, dont la position x < xj. Les électrons dont la position x > xj
écrantent simplement le champ de rappel. On admettra que ce champ de rappel ne dépend
pas du temps sur la trajectoire, mais seulement de l’instant d’éjection l’électron de la
surface du plasma. Pour cela il est impératif d’admettre que les trajectoires des électrons
éjectés de la surface ne se croisent pas. Pour qu’un électron soit extrait du plasma, il faut
chercher le point où la force de rappel est exactement compensée par la force du champ
électrique incident tel que :

Fx(xj, tj) = 2qE0 sin θ sinω0tj + Fr(xj) = 0 (1.58)

À l’instant d’après, la force suivant Fx, deviendra négative et les électrons seront tirés
hors du plasma. Ainsi à chaque instant, l’électron j ressentira une force de rappel Fr =
−2qE0 sin θ sinω0tj, et ainsi on trouve lorsque xj < 0 :

d2xj
dt2 = −2eE0 sin θ

me

(sinω0t− sinω0tj) (1.59)

Quand xj > 0 on admettra que l’électron j ne subit plus aucune force et ainsi ẍj = 0. On
trouve alors l’équation horaire :

x = 2eE0

meω2
0

(
sinω0t− sinω0tj − (ω0t− ω0tj) cosω0tj + sinω0tj

2 (ω0t− ω0tj)2
)

(1.60)

Dans le modèle développé par F. Brunel, seuls les champs électrostatiques du plasma et
électriques du laser sont pris en compte. Dans le cas ou a0 � 1, il faut aussi prendre
en compte les effets du champ magnétique. De plus la condition d � λ0 n’est plus
nécessairement vérifiée. Ainsi, il est important de prendre en compte la variation spatiale
du champ laser. Tout cela rend difficile une étude analytique, il faut donc intégrer les
équations du mouvement numériquement, comme sur la figure (1.7a).
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Chapitre 1. Plasmas générés par laser et électrodynamique relativiste

(a) Brunel non relativiste avec a0 = 0.1 (b) J ×B avec a0 = 1

Figure 1.7 – Comparaison des trajectoires intégrées numériquement d’électrons avec
un laser en incidence normale et oblique. Dans le cas de l’incidence normale, la surface
est tirée sous l’effet de la force pondéromotrice relativiste. En incidence oblique, c’est le
champ électrique qui domine la dynamique. On remarque que l’excursion des électrons
dans le vide est bien plus petite en incidence normale, l’effet pondéromoteur étant plus
faible. Quand a0 � 1 il faut prendre en comptes simultanément les effets du champ
magnétique et électrique à la surface du plasma, l’effet pondéromoteur devient équivalent
à l’effet du champ électrique. La distance d n’étant plus nécessairement petite devant λ0
la non-uniformité des champs à la surface doit elle aussi être prise en compte.

1.2.3 Incidence normale : J ×B

Comme on vient de le voir, un électron dans une onde plane subit une force dans
la direction ex de propagation de l’onde. On peut réécrire l’évolution temporelle de vx
pour lui donner un meilleur sens physique. Sans perte de généralité, on fixe A⊥ = Ayey
et v⊥ = vyey :

dγvx
dt = q

m0
vy∂xAy ⇔

dγvx
dt = q

m0
vyBz (1.61)

Ainsi quand v → c, l’amplitude de la force selon ex n’est plus négligeable devant l’ampli-
tude des forces du au champ électrique et les électrons vont ressentir l’effet pondéromoteur
(pour une onde, plane au rappel E0 = cB0). Cet effet est intrinsèquement lié au champ
magnétique. Ainsi, la surface du plasma, composé d’un très grand nombre d’électrons,
oscille à 2ω0 lorsqu’elle interagit avec un laser intense. Elle ressent les variations rapides
du potentiel vecteur. Dans le cas où les électrons sont à la surface d’un plasma considéré
comme un miroir parfait, ils ressentent cette force et quittent donc la surface pendant un
temps si leur vitesse vy est assez grande. Ils sont ensuite renvoyés dans le plasma par le
laser et la force de rappel électrostatique qui s’est créé lors de la séparation de charge. À
la surface du plasma, le champ magnétique est tel que :

B(x < 0, y, z, t) = 2B0 sinω0t ez (1.62)
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1.3 Potentiels de Lienard-Wiechert et champs rayonnés par une particule chargée

Où on admettra que pendant que les électrons sont tirés de la surface du plasma la distance
d d’excursion dans le vide sera très inférieure à λ0 (d � λ0) de telle sorte que le champ
laser total ressentit par les électrons n’admet pas de dépendance spatiale dans sa phase.
Ainsi B(r, t) = B0 sin(ω0t − k0x) → B(t) = B0 sin(ω0t). Pour que les électrons soient
extraits du plasma par la force ponderomotrice, il faut nécessairement qu’ils possèdent
une vitesse initiale tels que :

v = − qκE0

γω0m0
cosω0ti ey (1.63)

Avec κ un facteur numérique qui permet de fixer la vitesse des électrons à la surface
proportionnellement à Et. À l’interface vide/plasma, le champ s’annule sur une épaisseur
de peau. Les électrons à la surface voient un champ F (s)

y /q = Et ' 2(ω0/ωpe)Einc. Ainsi
on fixe κ = 2ω0/ωpe. Ainsi les électrons sont extraits du plasma et on doit alors résoudre
le système :

dpx
dt = +qvy(t)Bz(t) + F (r)

x

dpy
dt = −qvx(t)Bz(t) + F (s)

y (1.64)

Cette équation reste difficile a résoudre analytiquement de par son caractère relativiste et
par le faite que le champ magnétique varie dans le temps. On intégrera alors les trajectoires
numériquement comme sur la figure 1.7b. En 2006, J. P. Geindre et al [25, 26] se proposent
d’étudier l’effet du champ Bz lorsqu’un laser arrive avec un angle d’incidence à la surface
du plasma et tendent à montrer que le champ magnétique empêche les électrons de sortir si
l’intensité du laser est trop grande. Lorsque la pulsation cyclotronique ωc = eB/me devient
grande, les électrons tournent très rapidement dans le champ magnétique, considéré comme
constant, et sont renvoyés dans le plasma à peine sortit de ce dernier (ωc � ω0).

1.3 Potentiels de Lienard-Wiechert et champs rayon-
nés par une particule chargée

Lorsqu’une particule chargée est soumise à des forces extérieures, comme un champ
de rappel électrostatique ou un laser, elle émet un rayonnement électromagnétique. Dans
le cadre de l’électrodynamique classique relativiste, ce sont les potentiels développés
conjointement par Lienard et Wiechert [27, 28, 28] qui décrivent correctement les champs
rayonnés. On se propose ici d’en rappeler les principaux résultats.

1.3.1 Développement des potentiels

Soit ρ(r, t) = eδ(r − rp(t)) et j(r, t) = ev(t)δ(r − rp(t)) les densités de charge et
de courant d’une particule ponctuelle en mouvement, composantes du 4-vecteur courant
Jµ = (cρ, j) et soit Aµ = (Φ/c, A) le 4-vecteur potentiel. On dispose de l’équation d’onde
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in-homogène ∂α∂αAµ = µ0J
µ, que l’on peut écrire explicitement :

�

(
Φ/c
A

)
=
(
cρ
j

)
⇔

(
1
c2
∂2

∂t2
−4

)(
Φ/c
A

)
=
(
cρ
j

)
(1.65)

En utilisant la fonction de Green :

G(r − r′, t− t′) = 1
4π|r − r′|δ

(
t− t′ − |r − r

′|
c

)
(1.66)

et en posant :

f(t′) = t′ − t+ |r − r
′|

c
(1.67)

On trouve :

Φ(r, t) = e

4πε0

∫
dV ′

∫
dt′ 1
|r − r′|

δ
(
r′ − rp(t′)

)
δ
(
f(t′)

)
(1.68)

A(r, t) = µ0e

4π

∫
dV ′

∫
dt′ v′

|r − r′|
δ
(
r′ − rp(t′)

)
δ
(
f(t′)

)
(1.69)

En intégrant sur le volume, r′ → rp (intégration sur le dirac) et après un peu d’al-
gèbre(1), on trouve les potentiels de Lienard-Wiechert, créés par une charge en mouvement
(arbitraire) et qui ont été formulés voilà plus de 100 ans :

Φ(r, t) = e

4πε0

1
1− n(t′) · β(t′)

1
|r − rp(t′)|

= e

4πε0

1
κ(t′)

1
R(t′) (1.70)

A(r, t) = µ0e

4π
1

1− n(t′) · β(t′)
v(t′)

|r − rp(t′)|
= µ0e

4π
1

κ(t′)
v(t′)
R(t′) (1.71)

Avec n(t′) = (r−rp(t′))/|r−rp(t′)|, R(t′) = |r−rp(t′)|, la distance qui sépare l’observateur
et la source au moment de l’émission, et κ = 1− n(t′) · β(t′). Il est important de noter
que ces potentiels doivent être évalués en t′ = t−R(t′)/c, le temps retardé défini tel que
f(t′) = 0, et non au temps d’observation t, et cela, à cause de la célérité finie de la lumière.

1.3.2 Dérivation des champs

On peut alors dériver les champs résultants de ces potentiels, enregistrés à la position
r et au temps t :

E(r, t) = −∂A
∂t
−∇Φ et B(r, t) = ∇×A (1.72)

Cependant les potentiels sont des fonctions implicites de r et de t, il est donc plus pratique
d’utiliser les expressions intégrales. On obtient par la suite l’expression totale des champs

(1)Le lecteur pourra se référer à l’annexe du chapitre pour obtenir les étapes de calculs non triviales
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créés par une charge en mouvement arbitraire, vu par un observateur en r, à l’instant t :

E(r, t) = e

4πε0

(
1− β2

κ3R2 (n− β) + 1
cκ3R

n×
(

(n− β)× β̇
))

f(t′)=0
(1.73)

La première partie de cette expression ∝ 1/R2 est le champ proche de « Coulomb ».
Cependant ils ne contribuent pas à l’énergie rayonnée. On trouve donc [20] :

Erad(r, t) = e

4πε0c

(
1
κ3R

n×
(

(n− β)× β̇
))

f(t′)=0
; Brad(r, t) =

(
n×Erad

c

)
f(t′)=0

(1.74)

On montre ici que pour qu’une particule puisse rayonner, la charge doit être accélérée. On
peut préciser la formule du champ E, dans le cas où l’on s’intéresse à une onde plane. Dans
la suite on omettra de dire que les expressions qui dépendent de t doivent être évaluées de
telle manière à ce f vérifie f(t′) = 0, c’est à dire que les quantités doivent toujours être
évaluées au temps retardé.

1.3.3 Rayonnement reçu

Soit dV = R2drdΩ avec dΩ = sin θ dθ dφ, l’énergie rayonnée par unité de volume
est :

dE(t) = ε0

2 |Erad|2dV

= ε0

2
e2

16π2ε2
0c

2

∣∣∣∣∣n×
(

(n− β)× β̇
)∣∣∣∣∣

2

κ6 dr dΩ (1.75)

L’évaluation de dr = cdt se fait simplement en considérant la relation entre dt et dt′ :

dr = cdt′(1− n · β) (1.76)

La puissance rayonnée P(t′) = dE(t′)/dt′ se note donc :

dP(t′) = 1
2ε0c

e2

16π2

∣∣∣∣∣n×
(

(n− β)× β̇
)∣∣∣∣∣

2

κ5 dΩ (1.77)

1.3.4 Cas des accélérations perpendiculaire ou parallèle à la tra-
jectoire

Soit θ l’angle entre la direction d’observation n et la vitesse β. Dans le cas où
l’accélération de la particule serait parallèle à sa vitesse comme sur la figure 1.8a, il nous
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(a) (b)

Figure 1.8 – (a) Dans le cas d’une accélération linéaire, le vecteur vitesse et le vecteur
accélération sont colinéaires. On repère la direction de l’émission par le vecteur n, qui fait
un angle θ avec la vitesse. (b) Dans le cas d’une accélération centripète, le vecteur n, fait
toujours un angle θ avec la vitesse. Sa projection dans le plan perpendiculaire à la vitesse
fait un angle φ avec l’accélération.

resterait seulement :

Erad(r, t) = e

4πε0c

1
κ3R

n×
(
n× β̇

)
(1.78)

La puissance rayonnée P(t′) = dE(t′)/dt′, représentée sur la figure 1.9a, se note donc
(après avoir intégré sur φ) :

dP(t′) = 1
2ε0c

e2

16π2
|β̇|2 sin2 θ

(1− β cos θ)5 dΩ (1.79)

Dans le cas où l’accélération est perpendiculaire à la vitesse (accélération centripète)
comme sur la figure 1.8b, la dépendance angulaire est différente. Soit φ l’angle entre
l’accélération β̇ et la projection de n dans le plan perpendiculaire à la vitesse. On trouve
(sans intégrer sur φ cette fois) :

dP(t′) = 1
2ε0c

e2

16π2
|β̇|2

(1− β cos θ)3

(
1− sin2 θ cos2 φ

γ2(1− β cos θ)2

)
dΩ (1.80)

On trace pour différents φ la puissance en fonction de θ sur la figure 1.9b. En intégrant sur
tous les angles, on remarque que l’intensité émise lorsqu’une particule subit une accélération
centripète est plus forte d’un facteur ' γ2 que lorsqu’elle subit une accélération linéaire.
Ainsi, dans le cas où β → 1 on peut négliger l’influence de l’accélération parallèle à la
vitesse sur le rayonnement émit. En fixant la valeur de l’accélération, on fait le rapport
entre les puissances rayonnées dans les deux cas :

dP(t′)/dΩ⊥
dP(t′)/dΩ‖

' γ2

3 (1.81)

Cependant pour une même accélération appliquée à une particule, la force ressentit est
∝ F/γ3 ou ∝ F/γ si elle est respectivement parallèle ou perpendiculaire à la vitesse. Ainsi
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pour une même accélération, la différence de rayonnement est en 1/3γ2. Les particules
en mouvement circulaire émettent alors bien plus d’énergie que celles en mouvement
rectiligne.

Figure 1.9 – Diagramme d’émission lorsqu’une charge est accélérée parallèlement ou
perpendiculairement à sa vitesse. (a) Accélération linéaire. La vitesse est suivant θ = 0.
On observe que les pics d’intensités maximales forme un angle 1/γ. (b) Accélération
centripète. La vitesse est toujours en θ = 0. En bleu φ = 0, en rouge φ = π/2. L’intensité
est maximale en θ = 0. Au-delà du demi-angle θ/2γ, l’intensité est fortement diminuée.

1.3.5 Champs rayonnés dans le domaine de Fourier

Si l’on veut connaître le contenu spectral du rayonnement alors il nous faut passer
dans le domaine de Fourier tel que :

E(r, ω) =
∫ +∞

−∞
E(r, t) eiωtdt

= e

4πε0c

∫ +∞

−∞

n×
(

(n− β)× β̇
)

κ3R
eiωtdt (1.82)

En supposant que l’on regarde le rayonnement à l’infini tel que r � rp et en utilisant la
relation entre t et t′ on trouve :

E(r, ω) = − iωe

4πε0c

e iωr/c
r

∫ +∞

−∞
n× (n× β) e iωt

′(1− n · β)dt′

= − iωe

4πε0c

e iωr/c
r

∫ +∞

−∞
β × n e iωt

′(1− n · β)dt′ (1.83)

Avec n×(n×β) = β⊥ = β×n. Toutes les dérivées temporelles contenues dans l’expression
de E(r, t) sont remplacées par des facteurs iω dans l’espace de Fourier. La dépendance
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explicite en β̇ disparait. Ainsi une connaissance précise de la trajectoire de la particule
« suffit » à décrire le rayonnement. β(t) doit varier pour avoir obtenir une émission à
l’infini. On reconnait finalement le résultat obtenu en résolvant directement les équations
de Maxwell inhomogène dans la jauge transverse (ou « jauge de Coulomb »). En posant
J/c = −eβpδ(r − rp), on a :

E(r, ω) = iω

4πε0c

e iωr/c
r

∫∫ +∞

−∞
J⊥ e i(ωt

′ − (ω/c)n · rp)dV dt′ (1.84)

1.3.6 Champs rayonnés quand une particule change de vitesse
brutalement

Un cas simple consiste à décrire la création ou l’annihilation d’une particule à l’instant
t′0. Ainsi, à t′0 la particule va subir une accélération infiniment localisée dans le temps,
respectivement parallèle ou antiparallèle à la vitesse, tel que :

β̇ = ±βδ(t′ − t0) (1.85)

La vitesse de la particule passe instantanément de 0→ β (signe +, création) ou alors de
β → 0 (signe −, annihilation). Pour un « évènement de création » à t0 = 0, on évalue
alors l’intégrale précédente telle que :

E(r, ω) = − iωe

4πε0c

e iωr/c
r

β sin θ
∫ +∞

0
e iωt

′(1− β cos θ)dt′ (1.86)

On reconnait ici la transformé de Fourier de la fonction de Heaviside. Ainsi :

dE = 1
4πε0c

ω2e2

16π2β
2 sin2 θ

∣∣∣∣∣
∫ +∞

0
e iωt

′(1− β cos θ)dt′
∣∣∣∣∣
2

dωdΩ

= 1
4πε0c

e2

16π2
β2 sin2 θ

(1− β cos θ)2 dωdΩ (1.87)

Ce raisonnement est utilisé pour expliquer, par exemple, le rayonnement qui existe lors
d’une « désintégration Beta », lorsqu’un électron énergétique est soudainement éjecté d’un
noyau atomique avec un neutrino. Si de −∞ → 0 la particule avait aussi eu la vitesse β
(la particule existe à tout instant, pas de création), le rayonnement aurait été nul. On va
voir que ce genre de construction permet d’expliquer l’émission de rayonnement par des
charges qui changent brutalement de vitesse ou de milieu. Ainsi de manière plus générale,
on considère un ensemble d’électrons {j} qui a t0 = 0 changent de vitesse βj,1 → βj,2. On
peut écrire :

β(t) = β1

(
1−Θ(t)

)
+ β2Θ(t) (1.88)
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1.3 Potentiels de Lienard-Wiechert et champs rayonnés par une particule chargée

Ce changement de vitesse soudain entraine une émission électromagnétique. Dans la limite
où ωt′(1− n · β)� 1 ou si ω → 0 :

dE = 1
4πε0c

1
16π2

∣∣∣∣∣∑
j

ej

(
βj,2 × n

1− n · βj,2
− βj,1 × n

1− n · βj,1

)∣∣∣∣∣
2

dωdΩ (1.89)

1.3.7 Champs rayonnés quand l’indice optique n change bruta-
lement

Dans un milieu homogène et isotrope autre que le vide, on peut développer les
potentiels de Lienard-Wiechert en prenant en compte la vitesse de phase finie 6= c des
ondes dans le milieu telle que l’indice optique est no = c/vφ, avec vφ la vitesse de phase de
l’onde dans le milieu [29, 30]. La relation entre le temps retardé et le temps de réception
est alors modifiée :

t = t′ + no|r − rp(t′)|
c

(1.90)

En notant β̃ = noβ, les potentiels s’écrivent alors :

Φ(r, t) = e

4πε0

1
1− n(t′) · β̃(t′)

1
R(t′) et A(r, t) = µ0e

4π
1

1− n(t′) · β̃(t′)
v(t′)
R(t′) (1.91)

Et on trouve l’expression des champs rayonnés(2) :

Erad(r, t) = e

4πε0c

n×
(

(n− β̃)× β̇
)

(1− n · β̃)3R
(1.92)

De manière identique à ce que l’on obtient dans le vide, on a :

E(r, ω) = − iωe

4πε0c

e i(no/c)ωr
r

∫ +∞

−∞
β × n e iωt

′(1− n · β̃)dt′ (1.93)

Dans le vide ou dans un plasma homogène, une charge doit être accélérée pour rayonner.
D’autant que la vitesse de phase dans un plasma étant > c et la vitesse des particules < c,
le rayonnement par effet Cherenkov n’est pas autorisé. Si une particule change brutalement
de milieu à t′ = 0, l’intégrale ne s’annule pas et une particule non accélérée peut rayonner.
On appelle rayonnement de transition d’une particule, l’émission d’une onde résultant du
changement de l’indice optique no lorsque la vitesse β de la particule est constante.

(2)On rappelle encore une fois que les quantités dans le membre de droite sont évaluées au temps
retardé.
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Chapitre 1. Plasmas générés par laser et électrodynamique relativiste
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Chapitre 2

Mécanisme de génération
d’harmoniques en réflexion

Lors de l’interaction entre un laser de fréquence ω0 et la surface d’un plasma sur-
dense, les particules proches de l’interface sont accélérées et émettent un rayonnement. À
basse intensité, les électrons répondent linéairement au champ. L’ensemble de ces particules
deviennent des dipôles qui réémettent simplement le champ incident. Le laser est réfléchi.
Dans le cas où le champ devient suffisamment intense, la dynamique des électrons à
la surface devient plus compliquée et ils ne peuvent plus être considérés comme des
dipôles oscillants à ω0. Cette dynamique riche, hautement non linéaire, entraine l’émission
d’harmoniques du laser. La présence d’un gradient de densité à la surface du plasma, sa
température et l’intensité du laser détermine la physique responsable du rayonnement.

2.1 Émission cohérentes par transition (Coherent Tran-
sition Radiation)

Dans leurs articles de 1978 puis de 1982 [31, 32] Ginzburg et al développent ce que
pourrait être l’émission d’un ensemble de particules traversant une surface métallique
(miroir idéal). Ils modélisent pour cela l’interaction (dans le vide) d’un électron et sa
charge image qui viennent s’annihiler à l’interface.

2.1.1 Émission de transition (TR)

La vitesse initiale des deux particules est antiparallèle de même norme (βe−,1 =
βex = −βe+,1). La vitesse finale est 0. On trouve alors, l’énergie émise par rapport à
l’angle α :

dE = 1
πε0c

1
16π2

e2β2 sin2 α

(1− β2 cos2 α)2 dωdΩ ≡ W (MP)
e− dωdΩ (2.1)
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Chapitre 2. Mécanisme de génération d’harmoniques en réflexion

Figure 2.1 – Illustration du phénomène de Rayonnement par Transition. (a) Point de
vue de Ginzburg, particule/anti-particule : Un électron et un positron (charge image) de
vitesse respective β et −β entre en collision au niveau de la surface du conducteur parfait.
Leurs « désintégrations », ou plutôt leurs changements de vitesse brutale à 0, produisent
un rayonnement cohérent. En rouge pâle/gris foncé est dessinée la dépendance angulaire
de l’émission d’une particule de 5 MeV. Aucune émission n’est produite dans la direction
parallèle à la vitesse des électrons. (b) Point de vue à deux particules : Un électron dans le
milieu 1 décélère brutalement. Il est annihilé et produit un rayonnement qui sera vu par un
observateur, dans le milieu 1, de manière directe ou indirecte après réflexion sur la surface
du rayonnement. Un électron est créé dans le milieu 2 et produit aussi un rayonnement
qui sera vu par l’observateur dans le milieu 1 après avoir été transmis. ∆t doit tendre vers
0 pour décrire au mieux la trajectoire de la vraie particule.

Où α est l’angle entre la normale à la surface et l’observateur, comme sur la figure 2.1a.
Le point de vue adopté par Ginzburg est valable dans le cas d’un miroir parfait quand la
permittivité diélectrique du milieu 2 ε→∞ de telle sorte que n’importe quelle fréquence
soit réfléchie par ce milieu.

De manière plus générale, comme illustré sur la figure 2.1b, on peut modéliser
l’émission de transition comme la superposition d’un évènement d’annihilation dans le
milieu 1 d’un électron j = 1, ayant une vitesse initiale βj=1,i = β et une vitesse finale
βj=1,f = 0, puis de la création d’un électron j = 2, identique au premier (même charge,
même vitesse), dans le milieu 2, ayant une vitesse initiale βj=2,i = 0 et une vitesse finale
βj=2,f = β [30]. Ces deux évènements sont séparés de ∆t → 0. Lors de l’annihilation du
premier électron dans le milieu d’incidence n1, une onde électromagnétique va être émise
(La vitesse de l’électron 1 passe brutalement de β → 0). L’observateur observera une partie
de ce rayonnement directement ou indirectement grâce à la réflexion sur l’interface de
tout ou d’une partie du signal. Mais ce n’est pas tout, la création de la seconde particule
dans le milieu d’indice n2 génère elle aussi un rayonnement. La partie transmise dans
la direction de l’observateur dans le milieu 1, viendra s’ajouter aux autres contributions.
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2.1 Émission cohérentes par transition (Coherent Transition Radiation)

Ainsi, le champ enregistré par l’observateur est :

E(r, t) = E−(β, n1, θd) +RE−(β, n1, θr) + TE+(β, n2, θt) (2.2)

Avec E± le champ associé à la création ou l’annihilation de la particule, (R, T ) respec-
tivement les coefficients de réflexion et transmission du milieu 2, et (θd, θr, θt) les angles
d’émission du rayonnement par rapport β tel que, après avoir été transmis ou réfléchie, les
rayons issus de ces émissions fassent tous un angle α avec la normale à la cible (le milieu
2).

Ainsi l’émission de transition est vue comme une interférence à trois ondes générées
au même moment et au même endroit (pas de phase temporelle et spatiale supplémentaires
entre elles) comme illustré sur la figure 2.1b. S’il n’y a pas d’interface, alors R = 0, R = 1
et l’interférence devient une interférence à 2 ondes, complètement destructives : Le champ
émis lors de la destruction de la particule 1 et exactement compensé par le champ émis
lors de la création de la particule 2. Si le milieu 2 est un miroir parfait alors R = 1,T = 0(le
milieu 2 est vu comme un conducteur parfait qui ne laisse se propager aucune fréquence)
et l’évènement de création de la particule 2 ne compte plus. Dans le cas ou l’électron arrive
en incidence normale θd = π− θ et θr = −θ. En notant que θ = −α on retrouve la formule
(2.1) donnée par Ginzburg. En intégrant sur tous les angles φ ∈ [0, 2π] et θ ∈ [0, π/2]
(pour ne compter que ce qui est dans le vide) on trouvera :

dE = e2

8π2cε0

(
1 + β2

2β ln 1 + β

1− β − 1
)

dω (2.3)

Ce qui donne quand v → c :

dE = 2e2

8π2cε0
ln 2E
mec2 dω (2.4)

Dans le cas où le milieu 1 possède une permittivité diélectrique ε1, et où le milieu 2 n’est
plus un miroir parfait (par exemple un plasma tel que ε2 = 1− ω2

pe/ω
2) et où un électron

arrive avec une incidence normale sur ce milieu, on obtient une expression légèrement
différente du rayonnement émis dans le milieu 1 [33, 34] :

dE
dωdΩ = W (MP)

e−
√
ε1 cos2 θ

∣∣∣∣∣ (ε2 − ε1)(1− ε1β
2 − β

√
ε2 − ε1 sin2 θ)

(1− ε1β2 cos2 θ)(1 + β
√
ε2 − ε1 sin2 θ)(ε2 cos θ +

√
ε1ε2 − ε2

1 sin2 θ)

∣∣∣∣∣
2

(2.5)
L’émission dans le milieu 2 est obtenue en remplaçant β → −β, θ → −θ et ε1 
 ε2.
Une autre manière de voir l’émission cohérente de transition consiste à considérer la
particule non plus comme la source du rayonnement en elle-même, mais comme la source
de l’excitation du milieu dans lequel elle se déplace. Dans son sillage, la particule va
polariser le milieu tel que :

P (r, t) ' ε0χEe−(r, t) ' ε0

(
ε(ω)− 1

)
Ee−(r, t) (2.6)

Avec Ee−(r, t) le champ électrique de la particule incidence et χ la susceptibilité électrique
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Chapitre 2. Mécanisme de génération d’harmoniques en réflexion

du matériau. Cette polarisation P (r, t), dépendante du temps, va alors émettre une onde
électromagnétique. L’angle pour lequel l’émission est non nulle dépend de la vitesse de la
particule.

2.1.2 Émission Cohérente de Transition (CTR)

Si plusieurs électrons traversent l’interface avec des temps et des vitesses très diffé-
rentes, le champ électromagnétique total sera une somme des intensités émises individuel-
lement par chacun des électrons. On parle de rayonnement incohérent de transition (ITR).
Ainsi :

dEITR
dωdΩ ∝ e2

N∑
e−=1
|We−(β)|2 (2.7)

OùW e−(β) représente la densité spectrale d’énergie émise par un électron de vitesse β qui
traverse une interface. On comprend assez bien que la somme incohérente des émissions va
gommer la dépendance spatiale de l’émission d’une particule. Dans le cas où les électrons
présentent des vitesses similaires et traversent pratiquement aux mêmes instants l’interface,
on parle de rayonnement cohérent de transition (CTR). On remarque que la formule (2.1)
n’admet pas de dépendance en fréquence (dû au fait que l’interaction est considérée
instantanée). En pratique le spectre est dépendant des dimensions du système (largeur
temporelle du faisceau d’électrons par exemple). Dans le cas où une impulsion laser de
période T0 et de durée totale τ0 = NpT0 vient se réfléchir sur la surface avant d’un plasma,
on peut considérer Λ = αNp paquets qui vont traverser l’interface, avec α = 1 si le laser
arrive en incidence oblique (mécanisme de Brunel) ou α = 2 si le laser arrive en incidence
normale (mécanisme pondéromoteur). En première approximation, on peut décrire ces
électrons par une fonction f(t, x, β), une somme de« fonction porte » Π(t, x) de densité
ne, d’épaisseur d, qui se propage avec une vitesse β selon ex tel que :

f(t, x, β) =
Λ−1∑
ip=0

ne,ip
d

(
Θ(x− ip λ0 − βct)−Θ(x− d− ip λ0 − βct)

)
fip(β)

=
Λ−1∑
ip=0

ne,ipΠ(x− ipλ0, t)fip(β) (2.8)

Avec Θ la fonction de Heaviside, ip le i-ème paquet et fip une focntion de distribution de
la vitesse. L’émission cohérente sera alors de la forme :

dECTR
dωdΩ ∝ e2

∣∣∣∣∣
∫∫

ne,ipW
e−(β)Π(x− ipλ0, t)fip(β) eiωtdtdβ

∣∣∣∣∣
2

(2.9)

Dans le but de simplifier l’analyse, on va admettre, dans un premier temps, plusieurs
hypothèses. On considère d’abord que la distribution de vitesse à l’intérieur d’un paquet
est de la forme fip = δ(β − βp,ip) (électrons mono-cinétique). Ensuite tous les paquets ont
la même distribution de vitesse quand ils traversent l’interface (pas d’effet d’enveloppe).
Enfin, la charge ne varie pas d’un paquet à l’autre. Sous ces hypothèses l’émission cohérente
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2.1 Émission cohérentes par transition (Coherent Transition Radiation)

de transition sera égale à :

dECTR
dωdΩ ∝ e2n2

e,ip |We−(βp)|2
∣∣∣∣∣
∫ Λ−1∑

ip=0
Π(x− ipλ0, t) eiωtdt

∣∣∣∣∣
2

∝ e2n2
e,ip |We−(βp)|2|g̃(ω, x, β)|2

(2.10)
Ainsi, on voit que l’allure du spectre est directement donnée par la transformée de Fourier
g̃(ω, x, β) de f(t, x, β), appelé « facteur de forme » qui décrit le paquet d’électrons. Dans
notre cas, g̃(ω) = sinc(ω). On peut modéliser le faisceau d’électrons comme une série
temporelle de gaussiennes telle que :

f(t, x, β) =
Λ−1∑
ip=0

ne,ip e−(x−ipλ0−βct)2/(2σ2)fip(β) (2.11)

Avec ∆xFWHM = 2
√

2 ln 2σ. Une connaissance de la vitesse et de l’épaisseur du paquet
est nécessaire pour évaluer la cohérence temporelle de l’émission (en effet c∆t = ∆x/β,
donc un paquet plutôt grand, mais suffisamment rapide pourra être cohérent).

Figure 2.2 – Dépendance fréquentielle de l’émission cohérente de transition (CTR). (a)
Allure temporelle d’un paquet d’électrons ∝ exp(−t2/2σ2) où plusieurs σ sont explorés.
Dans le cas d’un paquet d’électrons tel que ∆x = 0.0125λ0 de largeurs à mi-hauteur et
β ≈ 0.5, alors ∆t ≈ 2.5 10−2 T0. (b) Spectres correspondants aux largeurs temporelles.
Plus le paquet est court, plus on se rapproche du cas limite de l’électron unique générant
du rayonnement par transition indépendant de ω. Dans le cas d’une suite de paquets de
largeurs à mi-hauteur ∆t ≈ 2.5 10−2 T0, on observe une série de pics harmoniques en gris.
L’intervalle entre les pics harmoniques est une mesure directe du « micro-bunching » des
électrons à la fréquence du laser.

On a tracé sur la figure 2.2 plusieurs transformées de Fourier du facteur de forme ainsi
défini. Comme attendu, le rayonnement cohérent de transition admet des pics d’intensité
tout les multiples de la fréquence des paquets qui traversent l’interface. Dans le cas de
la figure 2.2, on a choisi τ0 = 10T0 et α = 1 (incidence oblique). Le spectre admet un
maximum en ω = 0. Bien souvent, le rayonnement de transition est observé non pas
dans le domaine X-UV, mais THZ [35, 36, 37]. Dans le cas où σ → 0, le spectre devient
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Chapitre 2. Mécanisme de génération d’harmoniques en réflexion

constant et tend vers le spectre donné par la formule (2.1). En fait ce résultat reste vrai
parce que nous avons supposé l’absence de dispersion dans les vitesses à l’intérieur d’un
paquet [38, 39, 40]. Même en considérant des paquets infiniment localisés, la dispersion
des vitesses diminue la cohérence de l’émission. Enfin, le plasma ayant une densité finie,
une partie du signal de fréquence ω > ωpe/ cos θ pourra éventuellement se propager dans
le plasma.

2.2 Émission cohérente de sillage (Coherent Wake
Emission)

Dans le cas ou l’interface vide/plasma n’est pas abrupte, l’émission cohérente de
transition n’est plus efficace. Si le plasma présente un gradient de densité un autre phé-
nomène permet cependant de générer des harmoniques jusqu’à la fréquence plasma ωpe
en incidence oblique. C’est l’émission cohérente de sillage découverte en 2006 par Fabien
Quere, Cédric Thaury et al [41].

2.2.1 Grandes lignes du modèle CWE

L’émission cohérente de sillage (« Coherent Wake Emission ») est un processus
en trois étapes. (1) Lorsqu’un laser en incidence oblique vient exciter la surface d’un
plasma, il tire certains électrons vers le vide. Ces électrons vont alors replonger dans le
plasma en emportant avec eux une certaine quantité d’énergie dans le plasma (« Vacuum
Heating »). On a déjà évoqué ces électrons plus tôt : Ce sont les électrons de Brunel. Les
premiers électrons arrachés du plasma vont certes plus loin dans le vide, mais possèdent
une énergie cinétique supérieure aux électrons arrachés plus tard, qui reste proche de la
surface du plasma. Ainsi, en replongeant dans le plasma, les électrons éjectés plus tôt dans
le cycle rattrapent les électrons arrachés plus tard (figure 2.3a). (2) En pénétrant dans la
cible, les électrons de Brunel forment des pics de densités successifs qui excitent de façon
impulsionnelle des oscillations plasma de haute fréquence dans leur sillage (figure 2.3b).
(3) On rappelle que :

∇×∇×E + 1
c2
∂2E

∂t2
= −µ0

∂J

∂t
(2.12)

Pour une onde plane électromagnétique k est perpendiculaire à E. Si J à une composante
perpendiculaire à k on a une composante de E bien parallèle à J . Il y a une émission
d’une onde électromagnétique. Si l’interface vide/plasma est abrupte (plasma homogène),
les oscillations plasma ne peuvent pas générer d’impulsions lumineuses. Les oscillations
plasma électroniques sont toujours des ondes longitudinales (k ‖ J) et ne donnent pas lieu
à l’émission de lumière (le terme source de courant J est parallèle au champ E et donc à
k). Si le plasma présente un gradient de densité, l’interface vide/plasma est in-homogène
et E ne sera plus nécessairement.

52



2.2 Émission cohérente de sillage (Coherent Wake Emission)

Figure 2.3 – Excitation d’ondes plasma dans un gradient de densité. (a) Électrons de
Brunel créés sur la surface de densité critique nc cos2 θ et replongeant dans le plasma.
Ils emportent avec eux une partie de l’énergie du laser. Plus un électron part tôt, plus
il possède d’énergie (trajectoires rouges). Un électron extrait plus tard possède moins
d’énergie (trajectoires oranges/jaunes). Les particules se croisent à des instants différents
dans le plasma inhomogène et dessinent une caustique (pointillés bleus). (b) La caustique
(pointillés bleus), produite par les électrons de Brunel, représente la trajectoire d’une
surdensité de vitesse ' vp qui va exciter dans son sillage des ondes plasma. Dans le plasma
inhomogène, les fronts d’onde se courbent au court du temps. (c) Coupe de la densité
initiale du plasma. Il possède un gradient de densité de la forme ne = exp(x/L) avec
ici L = 0.02λ0. L’onde électromagnétique sera réfléchie à la densité ne = nc cos2 θ (ligne
pointillée). Le plasma devient homogène ici à ne = 100nc.

2.2.2 Précision sur les temps d’émission

Supposons que l’on peut considérer le paquet de charges créé pendant un cycle laser
comme une fonction δ arrivant en x, y au temps t0. La fonction t0(x, y) dépend de la
trajectoire selon ex du pic de charge dans le plasma. On fait l’hypothèse que ce paquet à
une vitesse uniforme vp suivant ex tel que l’on peut écrire la fonction t0 comme :

t0(x, y) = x

vp
+ y sin θ

c
(2.13)

Le terme y sin θ/c vient du fait que le plasma, dans la direction parallèle à la surface ey,
est excité avec un retard correspondant à la vitesse de phase de l’onde électromagnétique
dans cette direction. Cette équation décrit un plan de charge (en 3 dimensions) de vitesse
vp suivant ex et qui fait un angle θp = arctan(vp sin θ) avec la surface. Ce plan de charge
va exciter un courant tel que :

J = J(x, y, t)

cos θd
sin θd

0

 (2.14)
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Chapitre 2. Mécanisme de génération d’harmoniques en réflexion

La phase des oscillations plasma excitées dans le sillage de ce plan est donnée par [42, 43,
44, 45]

φ(x, t) = 0 pour t < t0(x, y)

φ(x, t) = ωpe(x)
(
t− t0(x, y)

)
∝ exp(x/2L)

(
t− t0(x, y)

)
pour t > t0(x, y) (2.15)

On obtient donc l’évolution en temps et en espace des oscillations plasma dans le gradient
de densité. Sur la figure 2.3b, on observe que les fronts d’onde des oscillations se courbent
dans la partie inhomogène du plasma, ce qui va permettre un couplage efficace entre les
ondes plasma et lumineuses. Pour que ce couplage soit efficace, il faut conserver l’énergie
et l’impulsion (équations de Manley-Rowe [46]) entre une onde électromagnétique (ω,k)
et une onde plasma (ωpe,kpe). En d’autres termes, il faut obtenir une résonance et un
accord de phase, respectivement ω = ωpe et k = kpe. D’après l’équation (1.27), dans un
plasma homogène, il y a résonance et accord de phase pour k = 0. En ce point, l’onde
électromagnétique ne se propage pas. Sa vitesse de groupe vg est nulle. Dans le cas d’un
plasma inhomogène cependant une onde lumineuse sortant du plasma avec un angle θ
possède un vecteur d’onde k = (−k cos θ,+k sin θ, 0). Or, le vecteur d’onde des oscillations
plasmas créées dans le sillage de la sur-densité possède également une composante selon
ey telle que ky,pe = (ωpe/c) sin θ. À la résonance, ω = ωpe et donc l’accord de phase suivant
ey est automatiquement vérifié. Il nous reste à considérer l’accord de phase suivant ex.
On se fixe en y = 0. Soit kx,pe :

kx,pe = ∂xφ = ω(x)
c

(
c(t− x/vp)

2L − c

vp

)
(2.16)

Au moment de l’émission le vecteur d’onde des oscillations plasmas est tel que kpe =
(0, ωpe(x) sin θ/c, 0), ce qui est précisément le vecteur d’onde locale d’une onde lumineuse
de fréquence ωpe(x) sortant du plasma avec un angle θ. kx est nul. kx,pe doit donc être
lui aussi nul. Ce qui correspond à des fronts d’onde normaux à la surface du plasma. On
définit ainsi le mouvement du point d’accord de phase où l’émission se produit. On trouve
la relation :

te = xe + 2L
vp

(2.17)

Pour une fréquence donnée ω, on détermine le point xe tel que ωpe(xe) = ω. Le point
d’émission se déplace dans le temps le long de la surface avec une vitesse de phase c/ sin θ,
identique au champ incident. En profondeur, on trouve :

x(1)
e = vpte − 2L (2.18)

On peut considérer directement l’onde réfléchie en imposant que kpe · ex = −ω cos θ. À la
résonance on impose que ω = ωpe et on obtient :

x(2)
e = vpte − 2L(1− vp cos θ) (2.19)
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2.3 Émission d’harmoniques par effet relativiste

Avec x(1)
e et x(2)

e la profondeur de l’émission lorsque l’on considère respectivement kpe·ex = 0
ou kpe · ex = −ω cos θ. Dans les deux cas, le point d’émission se situe plus en profondeur
dans le plasma (densité plus grande) à mesure que le temps passe comme illustré sur la
figure 2.4a. La fréquence de l’onde émise augmente ainsi. On remarque que la fréquence
maximale émise par ce processus est la fréquence plasma à partir de laquelle le plasma
devient homogène. On note aussi que plus l’intensité du laser incidente est importante,
plus la caustique, formée par les électrons de Brunel, plonge à l’intérieur du plasma
rapidemennt. Ainsi vp de la sur-densité est plus grande et les harmoniques sont émises
plus tôt dans le cycle [47]. Pour obtenir le spectre de l’émission CWE, il suffit alors
d’effectuer la transformée de Fourier 2D des courants définit par l’équation (2.15) et de
s’assurer que le signal coupe bien la droite d’équation k = ω cos θ comme sur la figure
2.4b et 2.4c [42, 44]. Enfin on notera qu’en incidence normale, le plan de charge excite
des courants seulement suivant ex, aucune onde plane ne peut alors être émise selon cette
direction.

Figure 2.4 – Émission CWE. (a) Localisation des évènements (xe, te) où l’émission
CWE a lieu en fonction du choix de kx pour l’accord de phase (kx = 0 droite en tirets,
kx = −ω cos θ droite en trait plein). La droite x(1)

e repère l’endroit où les fronts d’onde
des oscillations plasma sont perpendiculaires à la surface. (b) Transformée de Fourier
des courants transverses électroniques je,t ∝ ωpe(x) sinφ(x, t) dans le gradient de densité.
L’émission CWE est efficace si les harmoniques coupent la droite d’équation k = ω cos θ.
(c) Coupe de la transformée de Fourier des courants tel que kx = −ω cos θ. On remarque
que le spectre admet une coupure nette après la fréquence plasma.

2.3 Émission d’harmoniques par effet relativiste

Au delà de ILλ2
L ' 1018 W.cm−2, l’interaction laser-plasma change de nature. À de

telles intensités, la dynamique des électrons devient relativiste. La surface du plasma va
osciller très rapidement autour d’une position d’équilibre. C’est ce mouvement relativiste
de la surface qui va, permettre la génération d’harmoniques d’ordres élevés. Le champ
laser réfléchi va subir, entre autres choses, un effet Doppler causé par le mouvement de
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Chapitre 2. Mécanisme de génération d’harmoniques en réflexion

la surface du plasma. On s’intéresse donc au problème de la réflexion d’une onde par un
miroir ayant une vitesse proche de c.

2.3.1 Effet Doppler : Réflexion d’une onde E.M par un miroir
relativiste

Figure 2.5 – Décalage Doppler
subit par une onde plane lors de
sa réflexion sur un miroir en trans-
lation uniforme de vitesse v.

Soit une onde plane de longueur d’onde λ0 se réfléchissant avec un angle d’incidence
α sur un miroir en translation uniforme à la vitesse v. On considère deux fronts d’onde
successifs : Le premier se réfléchit en B à t = t0, alors que le second est encore en A (on a
donc AB = λ0). Comme le miroir est en mouvement, le second front d’onde ne se réfléchit
pas même endroit que le point, B mais au point A′. Si l’on suppose que cet évènement
se produit au temps t1, on relève sur la figure 2.5 que BA′ = v(t1 − t0)/ cos(θ). Le délai
entre les deux instants t0 et t1 s’évalue alors facilement en notant que AA′ = AB +BA′ :

c(t1 − t0) = λ0 + v(t1 − t0)
cos θ ⇔ t1 − t0 = λ0

c− v/ cos θ (2.20)

Durant le temps mis par le deuxième front d’onde pour atteindre le miroir, le premier
s’est propagé. Ainsi à t1, il se situe en B avec BB′ = c(t1 − t0). La longueur d’onde
du champ réfléchi, c’est-à-dire la distance entre les fronts d’onde en A′ et B′, est donc
λ0 = A′′B′ = A′′B′ +BB′ où A′′ est la projection de A′ sur (BB′). Par suite, en notant θ′
l’angle que fait le champ réfléchi avec la normale, on obtient :

λ = λ0
v cos(θ + θ′) + c cos θ

c cos θ − v (2.21)

On arrive à obtenir la formule du décalage en fréquence :

ω = ω0
1− 2β cos θ + β2

1− β2 (2.22)

On retrouve bien la formule de l’effet Doppler démontré pour la première fois par Einstein
en 1905 [48] et ce sans avoir utilisé les transformations de Lorentz. Finalement, dans la
limite ultra-relativiste où le miroir va dans la direction de l’observateur (β → −1) on
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2.3 Émission d’harmoniques par effet relativiste

obtient en incidence normale (θ = 0) l’expression :

ω

ω0
' (1− β)2

1− β2 = 1− β
1 + β

' 4γ2 (2.23)

Si on veut obtenir des fréquences ω � 2ω0 il faut que les vitesses soient très relativistes.
Dans le cas d’un mouvement oscillant avec une vitesse v variant continuellement, le miroir
va donc émettre une distribution continue de nouvelles fréquences.

On retrouve ce résultat dans le développement relativiste de l’effet Doppler. Dans
le référentiel de la source, deux fronts d’onde sont séparés d’une distance λ0 = 2πc/ω0.
Puisque le front d’onde se déplace à c, mais que la surface du miroir, elle, se déplace avec
une vitesse vx, la durée dans le référentiel du laboratoire, qui sépare l’arrivée des fronts
d’onde issus de la source laser à l’observateur (ici les électrons qui compose la surface du
miroir) est donné par :

t = λ0

c− vx
= 2π

(1− β)ω0
(2.24)

À cause de la dilatation du temps, la surface du miroir va réagir à une fréquence différente :

tM = t

γ
⇔ ωM =

√
1− β
1 + β

ω0 (2.25)

Le miroir, toujours en mouvement va alors être à son tour la source d’un signal à ωM que
l’observateur, qui fait face à l’électron, verra à cause du même effet Doppler comme :

ω =
√

1− β
1 + β

ωM ⇒
ω

ω0
= 1− β

1 + β
(2.26)

On notera que l’effet Doppler relativiste combine deux effets : L’invariance galiléenne des
longueurs qui fait intervenir la vitesse radiale (C’est cette invariance galiléenne qui permet
de décrire l’effet Doppler classique) et la dilatation du temps/ralentissement des horloges
qui fait intervenir la valeur de la vitesse totale, conséquence directe de l’invariance de la
vitesse de la lumière.

2.3.2 Aberration relativiste : « Relativistic Beaming »

Dans les faits, le phénomène est bien plus riche qu’une simple augmentation de la
fréquence. Il faut tenir en compte des transformations de l’espace-temps dans son intégra-
lité. Comme expliqué dans la figure 2.6, la prise en compte de l’aberration relativiste de la
lumière et de la transformation des champs(1) associée viennent compléter la description
de l’émission. Dans un référentiel R, une source S au repos envoie un photon dans la
direction θ. Dans le référentiel R′ cette source est en mouvement et envoie ce même photon

(1)Ces phénomènes sont parfois nommés « Relativistic Beaming », « Headlight Effect » ou encore
« Searchlight Effect »
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Chapitre 2. Mécanisme de génération d’harmoniques en réflexion

Figure 2.6 – Représentation du phénomène d’aberration relativiste. Une source en mou-
vement dans un référentiel R′ apparait sous un angle θ′ plus petit que l’angle θ sous lequel
elle apparait dans le référentiel R, où elle est considérée fixe.

dans la direction θ′ tel que :

tan θ′ = sin θ
√

1− β2

cos θ + β
(2.27)

Ainsi, l’angle sous lequel est vue une source en mouvement est plus petit que l’angle sous
lequel elle apparait dans le référentiel où elle est au repos. L’aberration, comme l’effet
Doppler, est un phénomène que l’on peut décrire dans le cas où v � c, mais qui est
modifié/s’accentue dans le cas relativiste. C’est une conséquence directe de la contraction
des longueurs. On peut décomposer la réflexion d’une onde plane sur un plasma de cette
façon (schématisée sur la 2.7) :

Soit un laser L de fréquence ω0 qui arrive sur un plasma avec un angle θ, comme
représenté sur la figure 2.7a et 2.7d. La source de la réflexion, un électron S, est en
mouvement rectiligne uniforme à la vitesse β par rapport à R. Son référentiel propre
est noté R′. La vitesse de la lumière étant la même dans tous les référentiels, l’angle
d’incidence du laser dans ce référentiel est θ′ � θ. Dans le cas ou β → 1, S voit un laser
sous θ′ → 0 (figure 2.7b et 2.7e). Sous l’effet de ce champ, la source S va émettre un
rayonnement dipolaire de fréquence ω1 � ω0 dans son référentiel comme illustré sur la
figure 2.7f. Ce rayonnement sera vu par un observateur face à lui, dans un référentiel au
repos R′′ ≡ R, à la fréquence ω2 > ω1 sous un angle θ′′. C’est le résultat obtenu plus
tôt, lors du développement des champs rayonnés par une particule relativiste. L’émission
électromagnétique est confinée dans la direction de la vitesse de la particule (figure 2.7g).
Chaque source à la surface du plasma, dans la direction ey, accuse un retard temporel
de phase dans son émission à cause de l’angle d’incidence du laser. Ce retard assure la
cohérence de l’émission dans la direction de réflexion (figure 2.7c).

2.3.3 Modèle de R. Lichters, J. Meyer-ter-Vehn, A. Pukhov

Dans les années 1990, Wilks et Bulanov [49, 50] observèrent la génération d’harmo-
niques lorsqu’une onde plane venait se réflechir sur un plasma sur-critique et sans gradient
de densité. Un peu plus tard en 1997, c’est Lichters qui associa l’oscillation relativiste
de la surface d’un plasma surcritique à cette génération d’harmonique [51, 52]. On se
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2.3 Émission d’harmoniques par effet relativiste

Figure 2.7 – Décalage Doppler et aberration relativiste associé au mouvement d’une
charge en mouvement uniforme qui rayonne. (a) Incidence dans dans le référentiel R.
(b) Le dipôle source S du phénomène de réflexion de vitesse β perçoit le laser plus bleu
qu’il ne l’est dans le laboratoire (effet Doppler du faisceau « rouge »). Laser sous un angle
d’incidence θ′ < θ (aberration relativiste). Dans son référentiel R′, il émet un rayonnement
dipolaire. (c) Un observateur dans le référentielR′′, confondu avecR, voit alors un faisceau
violet (effet Doppler de l’émission « bleu »), sous un angle θ′′ → 0. (d-e-f-g) Orientation
des rayons lumineux incidents et réflechis dans R et R′.

place dans le cas où une onde plane arrive avec un angle θ sur un plasma quasi-neutre,
au repos, de densité électronique ne > nc et sans gradient. On peut trouver un référentiel
inertiel noté RM , différent du laboratoire RL, tel que vRM

/vRL
= c sin θey, où l’onde plane

arrive en incidence normale sur le plasma. Dans ce référentiel qui se déplace parallèlement
à la cible, le plasma (les ions et les électrons) possède une vitesse de dérive telle que
vd/c = − sin θ suivant ey. La phase totale d’une onde φ est le produit scalaire du 4-vecteur
énergie/impulsion et du 4-vecteur espace-temps. Ce scalaire doit être conservé sous ce
changement de référentiel tel que :

φ = kµxµ = ω0t− k · r = ωM tM − kM · rM (2.28)

En imposant que la relation de dispersion doive être vérifiée dans ce référentiel (conserva-
tion de la norme du 4-vecteur énergie/impulsion kµkµ), on trouve que ωM = k0 cos θc =
ω0 cos θ. La norme du 4-vecteur courant devant elle aussi être vérifiée on trouve :

JµJµ = JM
µJMµ ⇔ neM = neL

cos θ (2.29)
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(a) Référentiel du Laboratoire RL (b) Référentiel mobile RM

Figure 2.8 – Représentation et comparaison des deux référentiels inertiels RL et RM (a)
Dans RL le laser arrive avec une incidence θ sur le plasma qui est au repos. (b) Dans RM ,
le laser arrive en incidence normale sur un plasma ayant une vitesse β = −sinθey

Un développement plus rigoureux des transformations sera effectué plus tard dans cette
thèse (voir §5.1).

2.3.3.a Grandes lignes du modèle ROM

Figure 2.9 – Représentation des densités
électroniques et ioniques dans le référentiel
mobile, pour le modèle ROM. Les ions dé-
rivent avec une vitesse J (i) = −Zenic sin θ =
−en0

ec sin θey. On modélise le plasma électro-
nique tel que ne(t) = n0

eΘ(x−X(t)), avec Θ
la fonction de Heaviside. Seuls les électrons
dans l’intervalle [X(t), X(t) + λs] oscillent
sous l’influence du champ laser et contribuent
au champ réfléchi.

L’idée de Lichters est donc de décrire la réflexion d’une onde électromagnétique sur
la surface d’un plasma décrit par l’équation :

ni(x, t) = Θ(x = 0) ; ne(x, t) = Θ(x−X(t)) (2.30)

Où Θ représente l’échelon de Heaviside et X(t) la position de la surface du plasma
électronique, comme sur la figure 2.9. Cette surface va osciller sous l’effet des champs.
Comme déjà expliqué dans la section précédente, en se plaçant toujours dans la « jauge
de Lorenz » tel que ∇ · A+ µ0ε0 ∂t φ = 0, on a :(

1
c2
∂2

∂t2
− ∂2

∂x2

)
A = J (2.31)

Ici J est constitué d’un ensemble de sources ponctuelles. Ce qui nous permet d’écrire,
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grâce aux fonctions de Green calculé plus tôt que :

A⊥(r, t) = A0,⊥ −
µ0

4π

∫
dV ′

∫
dt′ J⊥(r′, t′)
|r − r′|

Θ
(
t− t′ − |r − r

′|
c

)
= A0,⊥ −

µ0

4π

∫
dV ′

∫ t−|r−r′|/c

−∞
dt′ J⊥(r′, t′)
|r − r′|

Où A0,⊥ est la solution de l’équation différentielle sans le terme de courant source. Le
second terme quant à lui représente les champs qui sont créés par les courants transverses.
Comme on veut le champ E rayonné, perpendiculaire à ex, on sépare E en une composante
longitudinale E‖ et une composante transverse E⊥. Ainsi on a :

E⊥ =
(
− ∂A

∂t
−∇Φ

)
⊥

(2.32)

Comme le problème ne dépend que de la variable d’espace x (symétrie de translation),
on a ∇φ⊥ = 0 et donc E⊥ = −∂tA⊥. En intégrant par partie, on trouve l’expression des
champs :

E⊥(r, t) = µ0

4πc

∫
dV ′J⊥(r′, t− |r − r′|/c)

|r − r′|
(2.33)

Il nous faut alors expliciter ses courants transverses. Dans le référentiel dans lequel nous
sommes, les ions et les électrons ont une vitesse transverse. Cependant loin de la surface
et des perturbations du laser, le courant ionique est exactement compensé par le courant
électronique. De manière générale :

J⊥ = −eneve⊥ + enivi⊥ (2.34)

Avec ne, ni les densités d’électrons et d’ions et ve⊥ les vitesses transverses qui leurs sont
associées. Grâce à l’équation de Newton-Lorentz, en se souvenant de l’invariance en y et
z (onde plane), et que A est seulement transverse, on montre d’abord que :

dγ
dt = q

mc2

(
− vx

∂Φ
∂x
− v⊥ ·

∂A⊥
∂t

)
(2.35)

qui est l’évolution de l’énergie dans notre système. Puis :

dp‖
dt = q

(
− ∂Φ
∂x

+ v⊥ ·
∂A⊥
∂x

)
et dp⊥

dt = −q
(∂A⊥
∂t

+ vx
∂A⊥
∂x

)
(2.36)

Comme prévu, l’invariance par translation en (y, z) a pour conséquence que le moment
transverse est une quantité conservée, tel que :

p⊥(t) = mγv⊥ = −qA⊥ + p0
⊥ = −q

c
A⊥ −mc tan θey (2.37)

où on a choisi le champ A0
⊥ comme nul à l’instant initial. On peut alors écrire les courants
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transverses totaux comme :

J⊥(x, t) = −ec
(
ne(x, t)
γ(x, t)

(
a⊥(x, t)− tan θey

)
+ ni(x, t) sin θey

)
(2.38)

Avec a⊥ = eA⊥/mec. En utilisant l’expression introduite de p⊥(t) pour les électrons, on
peut calculer le facteur γe =

√
1 + p2

⊥,e + p2
‖,e tel que l’on trouve :

γe =
√√√√1 + (a− tan θey)2

1− β2
x,e

(2.39)

On voit immédiatement que les courants transverses vont répondre au champ laser avec
un facteur ne/γe. Ce facteur va pouvoir introduire de nouvelles fréquences en modifiant
temporellement l’amplitude du champ. La densité du plasma étant importante et l’interface
vide plasma étant raide, on peut raisonnablement penser que seule l’épaisseur de peau λp
contribue au champ rayonné tel que :

E⊥(x, t) ' µ0

∫ X(t′)+λp

X(t′)
J⊥

(
X(t− |X − x|/c), t− |X − x|/c)dx′

' µ0λpJ⊥
(
X(t− |X − x|/c), t− |X − x|/c) (2.40)

Où l’on a supposé encore une fois le caractère 1D du problème pour l’intégration. En
gardant à l’esprit que toutes les quantités sont évaluées au temps retardé et après un peu
d’algèbre on obtient :

E⊥(x, t) = − e

ε0

(
λpne

√
1− β2

x√
1 + (a⊥ − tan θey)2

(a⊥ − tan θey) + (X + λp)ni sin θey
)

(2.41)

Où βx ≡ Ẋ/c, la vitesse du miroir plasma en direction de l’observateur et où a⊥ est
uniquement dû au champ incident. Une des hypothèses fortes du modèle de R. Lichters est
de supposer que le mouvement de la surface est dominé par la dynamique imposée par le
laser incident (le champ de charge-espace n’est pas pris en compte). Elle est respectivement
∝ cos(2ωM t) ou ∝ cos(ωM t) si l’incidence est respectivement normale ou oblique. Ainsi :

X(t) = vx
ωM

cosωM t = c

ω0

2a0 sin θ√
1 + (2a0 sin θ)2

cosωM t (2.42)

Il faut maintenant évaluer la position du miroir non pas au temps t, mais au temps retardé
t′ défini tel que :

t′ = t− |x−X(t′)|
c

(2.43)

On peut positionner l’observateur en x = 0. Nous faisons face alors à une équation telle
que f(x) = x. Tout nombre réel a tel que f(a) = a est appelé point fixe de f pour obtenir
par récurrence la valeur du temps retardé et calculer le champ réfléchi comme sur la figure
2.10.
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Figure 2.10 – Calcul du champ réfléchi par le miroir plasma en utilisant le modèle ROM.
(a) Champ incident à θ = 45◦ sur un plasma tel que X(t = 0) = 0, avec une enveloppe
a = 3 exp(−t2/τ 2) et τ = 5fs. (b) Mouvement du miroir imposé par le champ incident
(gris) et mouvement du miroir vu par l’observateur (noir). (c) Champ réfléchit total (bleu)
ar(t) vu par l’observateur, et champ réfléchit filtré (violet) dans l’intervalle [15ωM , 60ωM ].
(d) Spectre harmonique du champ réfléchi normalisé à l’intensité I(ωM).

2.3.3.b Discussion et limites du modèle ROM

R. Lichters et al [51, 52] remarquent très bien que la surface du plasma n’oscille pas de
manière harmonique avec le laser. Les forces de rappel créées par le plasma, asymétriques
de part et d’autre du front ionique sont compliquées à évaluer analytiquement. Pour pallier
à cela, on peut de manière « ad-hoc » rajouter des oscillations à des fréquences à 2ωM
ou 3ωM , les amplitudes de ces oscillations étant à déterminer pour que le spectre soit en
accord avec les simulations. Ainsi, bien que ce modèle donne un sens physique à X(t), il
n’est pas possible de prédire l’allure du spectre (coupure, loi de décroissance).

Des travaux supplémentaires menés par S. Gordienko, G. Tsakiris et al [53, 54]
tendront plus tard à montrer que le mécanisme ROM admet une loi de décroissance en
intensité telle que I(ω) ∝ ω−5/2 avec une coupure à la fréquence ωco = 4γ2

max. Enfin dans
son article, R. Lichters dérive des règles de sélection, résumées dans le tableau (2.1), sur
les harmoniques émises en fonction de l’angle d’incidence et de la polarisation du laser.
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Laser incident Harmoniques Impaires Harmoniques Paires
Incidence Oblique

Linéaire s s p
Linéaire p p p

Incidence Normale
Linéaire Linéaire Aucune

Table 2.1 – Règles de sélection sur les harmoniques en fonction de la polarisation et de
l’angle d’incidence du laser. Extrait de [51].

2.3.4 Modèle de T. Baeva, S. Gordienko, A. Pukhov

En 2006, T. Baeva et al [5] viennent compléter les idées développées par S. V.
Bulanov et R. Lichters. Ils supposent qu’il existe un point XARP (t) de réflexion apparent
(« apparent reflection point ») où le champ électrique tangent à la surface du plasma
s’annulent.

2.3.4.a Grandes lignes du modèle BGP

Dans ce modèle, à la surface du plasma, la composante normale du vecteur de
Poynting S = Et(t,X(t)) ×B(t,X(t)) est nulle au point X(t) de réflexion pour tout t.
Cette relation se comprend très bien en termes de conservation d’énergie : Il existe un
point X(t) tel que le flux d’énergie électromagnétique entrant est exactement le même
que le flux de champ électromagnétique sortant. Ces conditions aux limites sont dites de
« Leontovich ». Le plasma ne stocke aucune énergie, il restitue instantanément ce que lui
fournit le champ incident. Le plasma est vu comme un miroir parfait. Il faut pour cela
que c/ω0 � c/ωpe. Le champ électrique de l’onde réfléchie à la surface du plasma est :

Erefl(t′, X(t′)) = −Einc(t′, X(t′)) (2.44)

Il s’ensuit alors que le champ réfléchi, mesuré par un observateur au temps t et en x, se
lit :

Erefl(t, x) = −Einc(t′, X(t′)) (2.45)

L’observateur étant placé en x = 0, on a t′ = t − X(t′)/c le temps retardé. Avec cette
hypothèse et dans la limite a0 � 1, T. Baeva et al dérivent analytiquement plusieurs
propriétés du spectre harmonique. D’abord il est montré que le spectre décroit comme une
loi de puissance n−8/3, avec n l’ordre harmonique. De plus, ils constatent que bien que les
électrons confinés dans l’épaisseur de peau possèdent une vitesse pratiquement toujours
égale à c (c’est pourquoi on impose ∀t : β2 = β2

x + β2
y), la surface du plasma, elle, atteint

des vitesses proches de c dans la direction de l’observateur, sous l’effet du champ laser, au
moment précis tg, ou la vitesse transverse des électrons vt = 0. En reprenant la formule
γs =

√
(1 + p2

y,s)/(1− β2
x,s), on voit bien qu’à partir du moment où p2

y,s s’annule, alors
β2
x,s → 1 est γs →∞. Autour de tg, on peut approximer la vitesse de la surface comme :

v(t) = v0(tg)− αω2
0(t− tg)2 (2.46)
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2.3 Émission d’harmoniques par effet relativiste

Où α désigne un paramètre numérique caractéristique de la trajectoire de X(t) et qui ne
dépend que de S = ne/a0. Le facteur γ(t) de la surface peut être exprimé tel que :

γ(t) ' γmax√
1 + γ2

maxαω
2
0(t− tg)2

avec γmax = 1√
1− v2

0(tg)/c2
(2.47)

Ainsi, les harmoniques les plus hautes sont générées pendant l’intervalle :

∆t ∝ 1
ω0

1√
αγmax

(2.48)

La longueur de l’impulsion rayonnée est estimée comme :

L ∝
(
c− v0(tg)

)
∆t ∝ c

ω0

1√
αγmax

(2.49)

Une impulsion de cette longueur contient alors par effet Doppler des fréquences ωc ∝
4γ2

maxc/L ∝
√
αγ3

maxω0. Ainsi le décalage en fréquence est plus important lors de la
réflexion sur un miroir accéléré (oscillant) que sur un miroir en translation uniforme
simplement à cause du confinement temporel de l’émission. Au-delà de cette fréquence de
coupure ωc, la décroissance du spectre suit une loi exponentielle. On pourra s’interesser
aux travaux de Hermann Minkowski, Max Born et Arnorld Sommerfeld sur les effets
de l’accélération en relativité restreinte. En particulier, la dilatation des temps est plus
importante dans le cas d’une accélération uniforme [55].

2.3.4.b Discussion et limites du modèle BGP

De prime abord, l’allure du spectre peut être obtenue à l’aide d’hypothèses minimales
sur le point de réflexion et de son comportement au voisinage de tg. L’allure du spectre
en loi de puissance est d’ailleurs en accord avec les résultats expérimentaux obtenus sur le
laser Vulcan par B. Dromey et al [56, 57, 9]. Ce modèle présente cependant deux faiblesses.
D’abord, comme on le verra plus loin, les champs ne sont pas nécessairement nuls au-
delà du point de réflexion. Il peut exister un champ transmis provenant de la surface
éclairée. De plus, sans même considérer de champs transmis (on pourrait naïvement
considérer qu’aucun champ n’est transmis), l’amplitude du champ incident n’est pas
toujours égale à celle du champ réfléchit comme le montre la figure 2.11 [42]. Au moment
de l’émission, l’amplitude de l’onde réfléchie est supérieure à l’amplitude incidente. La
relation constitutive du modèle n’est pas toujours vérifiée et le point X(t) n’existe pas
toujours. L’hypothèse sur l’équilibre instantané entre les flux d’énergie électromagnétique
entrant et sortant est alors bien trop contraignante. Ce même point X(t) n’est relié à
aucune grandeur physique et n’est pas prédit par le modèle. Par exemple |dX(t)/dt|< c
n’est pas imposé a priori. R. Lichters, lui, attachait le point de réflexion à la surface de
densité critique [58, 8].
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Figure 2.11 – Simulation « Particle-In-
Cell » sur la génération d’harmonique
via des effets relativistes. Une onde
plane d’amplitude A = 65a0 vient se
réflechir avec un angle de 45◦ sur un
plasma de densité électronique ne =
225nc présentant un gradient face avant
de L1 = λ0/20. (a) Champ transverse
incident et réflechi. (b) Intensité. On re-
marque que l’intensité (en rouge) n’est
pas égal à tout instant à l’intensité in-
cidente, superposé sur cette figure (en
bleu). Tirée de [44].

2.3.5 Modèle de A. Gonoskov

Dans son papier de 2011 puis de 2018 [6, 59], pour expliquer l’inégalité instantanée
des champs incidents et réfléchis, A. Gonoskov développe un nouveau modèle où une fine
couche électronique Ls � λ0 est enfoncée dans le plasma comme représenté sur la figure
2.12a, convertissant l’énergie laser en énergie cinétique, puis potentielle. À la manière d’un
ressort, cette énergie potentielle accumulée au cours du cycle sera par la suite relâchée en
énergie cinétique puis électromagnétique sous la forme d’impulsions XUV très courtes et
très intenses.

2.3.5.a Grandes lignes du modèle RES

On se place de nouveau dans le référentiel mobile, où le plasma, de densité élec-
tronique neM = neL/ cos θ possède une vitesse de dérive v = −c sin θey et où le laser
de fréquence ωM , polarisé suivant ey, arrive avec une incidence normale, suivant ex. Le
plasma étant globalement neutre initialement neM = ZniM , avec niM , la densité ionique
dans le référentiel mobile. Le modèle RES admet trois hypothèses fortes :

• Tout d’abord, à chaque instant, les électrons poussés par l’onde incidente à l’intérieur
de la cible forment une couche infiniment fine qui sépare le plasma ne contenant
plus que des ions, en amont de la sur-densité, du plasma « non perturbé », en aval
de la sur-densité.

• Ensuite, les électrons composant la sur-densité peuvent avoir des γ très différents,
mais bougent toujours dans la même direction. La dynamique ayant lieu dans le
plan définit par (ex, ey) et la dynamique étant relativiste, on notera β2

y ' 1− β2
x.

• Enfin, le mouvement de la sur-densité électronique et de la couche d’ions, en amont
de cette dernière, produit un rayonnement qui compense le champ incident de sorte
qu’il ne puisse pas se propager au delà d’une certaine valeur.
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Figure 2.12 – (a) Représentation des densités électroniques et ioniques dans le référentiel
mobile, pour le modèle RES. Les ions dérivent avec une vitesse J (i) = −Zenic sin θ =
−en0

ec sin θey. La sur-densité électronique dérive elle aussi. Les parties chargées du plasma
produisent un champ électromagnétique qui écrante le champ laser incident en profondeur
dans le plasma. Lors de l’enfoncement (étape 1 où « Push »), les électrons vont former
un pic de densité en xr. Le plasma accumule l’énergie provenant du laser incident sous
forme d’énergie potentielle électrostatique. Lors de l’étape 2 (où « Pull »), les électrons
s’avancent vers l’observateur tel que βx → 1. Les électrons à gauche de la sur-densité
(L), se font alors rattraper par les électrons à droite de la sur-densité (R). Cependant les
électrons (R) ne pourront pas dépasser les électrons (L) à cause de la conservation du
moment transverse. Ainsi lors de l’émission vers l’observateur en x = −∞, la sur-densité
électronique reste infiniment fine. (b) Pertinence des modèles ROM et RES. Sous la ligne
S = 5 pour des densités électroniques élevées ou faibles éclairements, on peut ne pas
considérer l’enfoncement électronique. Pour des éclairements et densités tels que S < 5,
l’énergie électrostatique accumulée par le plasma n’est plus négligeable, le modèle RES
devient alors plus pertinent. Tirées de [59].

On peut calculer les champs émis par la sur-densité électronique et illustrés sur la figure
2.13 à l’aide des formules de Lienart-Wiechert ou des équations de Maxwell dans le cas
de l’émission d’un plan de charge :

B(e) ∝ 2πσ βy
1− n · βx

ey ∝ 2πσ βy
1∓ βx

ey (2.50)

où σ = n0
eLxs/ cos θ est la densité surfacique de charge(2) et n le vecteur unitaire attaché

au plan de charge dans la direction des x positifs. De plus, le champ magnétique émis
par le courant d’ions en amont de la sur-densité peut être obtenu avec l’équation de
Maxwell-Ampère :

∇×B(i) = µ0J
(i) ⇔ −

∂B(i)
y

∂x
= µ0J

(i) ainsi B(i) ∝ tan θZn0
ix (2.51)

(2)On applique la conservation de la charge dans le pic de densité.
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L’hypothèse (3) du modèle impose que :

Binc +Brad = 0⇔ aL sin(t− xs
c

) = n0
eL tan θxs − 2π n

0
eL

cos θ
βy

1− βx
xs (2.52)

On a donc :

sin(t− xs
c

) = S

2 cos θ
(

sin θ − βy
1− βx

)
xs (2.53)

Dans la direction réfléchie, on trouve de la même manière le champ :

aL(tret = xs(t) + t) = aL
S

2 cos θ ( βy
1 + βx

− sinθ)xs(t) (2.54)

Ici, la dynamique de la sur-densité électronique est déterminée par l’équation :

dxs
dt = βx où xs(t = 0) = 0 (2.55)

Grâce à l’hypothèse ultra-relativiste qui fixe la vitesse des particules telles que β2
x+β2

y ' 1,
on se retrouve avec un système de 3 équations à 3 inconnues (βx, βy, xs), que l’on peut
résoudre au moins numériquement. En posant les variables u = βy/(1 − βx), η(τ) =
xsS/(2 cos θ), τ = tS/(2 cos θ) et les conditions initiales η(0) = 0 et u(0) = −c sin θ la
vitesse de dérive des électrons dans le référentiel mobile, on a :

sin
(

(η − τ)2 cos θ
S

)
= (sin θ − u)η (2.56)

dη
dτ = u2 − 1

u2 + 1 (2.57)

En dérivant alors la première équation par rapport à τ , on trouve un système autonome
d’équations différentielles du premier ordre :

du
dτ =

(u2 − 1)(sin θ − u)± 4 cos θS−1
√

1− η2(sin θ − u)2

η(u2 + 1) (2.58)

dη
dτ = u2 − 1

u2 + 1 (2.59)

On peut alors trouver les différentes valeurs de θ et S pour lesquelles ce système admet une
solution stationnaire puis en fixant ces deux paramètres on peut résoudre numériquement
ces deux équations et obtenir les trajectoires dans l’espace (η, u), comme sur la figure 2.13.
Les solutions stationnaires du système sont associées à des cycles limites stables, c’est
à dire que les trajectoires dans l’espace (η, u) forment une figure fermée. On remarque
que l’émission d’une impulsion correspond au croisement de la solution avec l’axe des
abscisses, c’est à dire u = 0, ou de manière équivalente à un changement de signe de la
vitesse transverse βy. À cet instant, u = 0 = et donc βx = ±1. Dans l’expression du champ
réfléchi, c’est βx = −1 qui rend l’expression singulière et qui caractérise l’émission.
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2.3 Émission d’harmoniques par effet relativiste

Figure 2.13 – Solution du système autonome (η, u) en fonction des paramètres S et θ. (a)
Sélection de trois couples de paramètres (1),(2) et (3) pour lesquels A. Gonoskov et al ont
calculé les fonctions (η, u), solutions du système d’équations (2.58) et (2.59). Le domaine
dans le coin inférieur droit, n’admet pas de cycles stables. (b) Solution du système pour
des paramètres S = 1 et θ = 0◦. Dans l’encart, il est représenté le champ réfléchi, calculé
en injectant cette solution dans l’équation (2.54). (c) Même chose pour S = 0.5 et θ = 20◦.
(d) Même chose pour S = 0.25 et θ = 60◦. Tirée de [6, 8].

2.3.5.b Discussion et limites du modèle RES

À la différence des deux modèles précédents, le modèle RES développé par A. Go-
noskov et al identifie précisément que l’émission dans la direction spéculaire se produit
pendant une toute petite fraction du cycle optique, là où les vitesses βy des électrons s’an-
nulent et βx = −1. Ainsi, l’énergie du laser incident, suffisamment grande pour enfoncer
les électrons en profondeur dans le plasma est d’abord convertie en énergie cinétique puis
progressivement en énergie potentielle à cause de la séparation de charge. Cette énergie
« stockée » est ensuite restituée sous la forme d’une impulsion ultra-brève au moment
précis où βx = −1 et βy change de signe. Ce modèle relâche ainsi la condition aux limites
de « Leontovitch » en n’imposant plus une balance instantanée des énergies. Cependant
il est toujours admis que l’onde incidente sera atténuée puis écrantée en profondeur dans
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Chapitre 2. Mécanisme de génération d’harmoniques en réflexion

le plasma de sorte qu’il existe bien un point où les champs transverses totaux sont nuls
à tous les temps. On se retrouve encore une fois avec l’impossibilité de voir un champ
rayonné par la sur-densité vers l’avant. Enfin ce modèle ne permet toujours pas de déduire
les amplitudes et les durées d’impulsions émises par le miroir. La condition β = c implique
par exemple qu’il existe un instant, lorsque βx(t) = 1, où le champ réfléchi va diverger.
De plus ce modèle insiste sur le fait que la sur-densité existe à chaque instant, ce qui
n’est pas évident a priori. Il vaudrait mieux connaître l’évolution de la sur-densité électro-
nique qui a été considérée, en l’état, comme infiniment fine. Dans son second article A.
Gonoskov étudie plus en détail la dynamique de la sur-densité et montre qu’à cause de la
conservation de l’impulsion transverse, les électrons composant la sur-densité finiront par
s’entasser quand ils seront envoyés dans le vide, sans jamais se croiser. Tout les électrons
tendent alors à avoir la même vitesse longitudinale et donc la même vitesse transverse.
Enfin, ce modèle a été développé pour expliquer des phénomènes tels que S . 5 comme
indiqué sur la figure 2.12b. L’amplitude laser doit être suffisamment grande pour pousser
les électrons en profondeur. Pour des éclairements de l’ordre de 5 a0 et des densités telles
que ne = 250 nc on a S ' 50. Ainsi, le modèle ne semble pas pertinent pour décrire
l’interaction entre un laser délivrant des éclairements de ∼ 1019 W.cm−2 et un plasma
formé sur une cible solide.
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Chapitre 3

Mécanisme de génération
d’harmonique en transmission

Dans le cas où l’épaisseur du plasma devient suffisamment faible, on observe la
présence d’harmoniques dans la direction de transmission. Une partie de l’énergie n’est
pas réfléchie. On peut alors se demander dans quelles mesures les mécanismes décrits
dans le chapitre précédent peuvent expliquer la présence d’un champ dans la direction de
transmission.

3.1 L’interaction laser-plasma sur feuille mince

On s’intéresse ici à l’interaction avec un plasma toujours sur-dense (ne � nc), mais
dont l’épaisseur est inférieure à la longueur d’onde λ0 du laser. Dans les études que nous
avons menées, la cible avait une épaisseur telle que d ∼ 250− 500 nm, soit entre un quart
et la moitié de la longueur d’onde. L’épaisseur de la cible reste donc bien supérieure
à la longueur de peau. En effet pour un plasma de densité ne ∼ 300nc (ωpe = 18ω0),
l’épaisseur de peau λs = 1/18λ0. À cause de l’éclairement du laser, on peut se demander
si le plasma ne deviendrait pas transparent. Cette transparence est induite par la masse
des électrons telle que me → γ̄me dans le cas où la physique est relativiste(1). Ainsi,
ωpe =

√
e2ne/(γ̄meε0) et donc nc → γ̄nc. Dans le cas d’une polarisation linéaire on a

γ̄ =
√

1 + a2
0/2. Dans le cas ou a0 ' 5, on trouve γ̄ ' 3.5. La densité critique et l’épaisseur

de peau sont alors respectivement de 3.5nc et
√

3.5ls (' 1/9.5λ0). Dans le cas où a0 ' 10,
on trouve γ̄ ' 7. La densité critique et l’épaisseur de peau sont alors respectivement de
7nc et

√
7ls (' 1/6.8λ0). Le plasma est toujours sur-dense et λs < d < λ0, même dans le

cas relativiste. Ainsi l’impulsion initiale, à la fréquence ω0, ne traverse pas la cible.

(1)Cette transparence induite porte le nom de « Relativistic Induced Transparency » (RIT)
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Chapitre 3. Mécanisme de génération d’harmonique en transmission

3.1.1 Le mécanisme CTR en transmission

Lorsqu’une particule relativiste traverse une interface plasma/vide brutale, avec un
angle d’incidence nul, elle émet un rayonnement de transition tel que :

dE
dωdΩ = W (MP)

e−
√
ε2 cos2 θ

∣∣∣∣∣ (ε1 − ε2)(1− ε2β
2 + β

√
ε1 − ε2 sin2 θ)

(1− ε2β2 cos2 θ)(1− β
√
ε1 − ε2 sin2 θ)(ε1 cos θ +

√
ε2ε1 − ε2

2 sin2 θ)

∣∣∣∣∣
2

(3.1)
Avec cette fois-ci ε2 = 1 et ε1 la permittivité diélectrique du plasma. De la même manière
que pour l’émission dans la direction de réflexion, c’est la transformée de Fourier du
facteur de forme du paquet d’électrons qui définira l’allure du spectre d’émission CTR. Un
observateur situé en θ = 0 n’observera pas de rayonnement cohérent (seulement la partie
incohérente). Si θ 6= 0 alors l’observateur enregistre un fort rayonnement THz, ainsi que
des harmoniques de la fréquence d’injection des paquets d’électrons (ω0 ou 2ω0 en fonction
de l’angle d’incidence du laser). Pour les fréquences ω > ωpe/ cos θ générés le rayonnement
cohérent prendra sa source à la fois de la traversée de la surface avant et de la surface
arrière par le micro paquet. Cependant, la dispersion en énergie au sein du micro paquet
limite drastiquement la fréquence la plus haute émise par mécanisme CTR. Ainsi, dans
notre cas on s’aperçoit que les fréquences émises par un mécanisme CTR sont telles que
ω � 10ω0 [38, 35, 36, 37].

3.1.2 Le mécanisme CWE en transmission

Dans le cas où il existe un gradient de densité sur la face arrière, de longueur carac-
téristique L2, le mécanisme CTR s’efface pour laisser la place au mécanisme CWE. En
effet, sur la figure 3.1 on note que la présence d’un gradient en face arrière s’accompagne
de l’émission d’harmoniques jusqu’à la fréquence de coupure ωco = ωpe, signature du méca-
nisme CWE. Cependant Thaury et al [44, 42] notèrent qu’il n’est pas possible d’obtenir de
l’émission harmonique dans le sillage d’une sur-densité sortant d’un plasma inhomogène
puisque, comme illustré sur la figure 3.2 les fronts d’onde des oscillations plasma ne sont
jamais perpendiculaires à la surface et la droite k = −ω cos θ, dans l’espace de Fourier, ne
croise jamais la zone dans laquelle les harmoniques sont générés efficacement.

George et al [60, 58] remarquèrent cependant que la traversée de ce gradient en face
arrière par une première sur-densité excite de manière impulsionnelle un courant de retour
qui, en replongeant dans le plasma, génère à son tour des oscillations dans le gradient
de densité desquelles s’ensuivent une émission par mécanisme CWE. En comparant les
spectres émis dans les directions de réflexion et de transmission sur la figure 3.3a, on re-
marque qu’ils possèdent la même dépendance spectrale en intensité : Pour des fréquences
telles que ω < ωpe l’intensité est pratiquement constante. Pour ω > ωpe, il n’y a plus
d’harmoniques. Teubner et al et Eidmann et al [61, 62] remarquèrent plus tôt expérimen-
talement la présence d’harmoniques dans la direction de transmission, comme illustré sur
la figure 3.3b, mais pour des gradients relativement plus longs (L1 = L2 = 0.1λ0). Teubner
et Eidmann attribuèrent l’émission d’harmoniques, pour ces longueurs de gradient, aux
produits de l’absorption résonnante.
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3.1 L’interaction laser-plasma sur feuille mince

Figure 3.1 – Génération d’harmoniques à l’aide d’une cible de densité ne = 110nc, dans
la direction transmise à faible éclairement (a0 = 0.5) en incidence oblique θ = 45◦. (a)
La cible d’épaisseur 0.1λ0 possède un gradient de densité sur sa face avant de longueur
caractéristique L1 = 0.02λ0 et un gradient de densité sur sa face arrière de longueur
caractéristique L2 = 0.01λ0. Des harmoniques telles que ω ∈ [ω0, ωco = ωpe], émises de
la face arrière, se propagent dans la direction transmise. (b) Lorsque L2 = 0, ces mêmes
harmoniques disparaissent. Seules subsistent des harmoniques peu intenses de fréquences
ω � 10ω0, potentiellement générées par mécanisme CTR. Tirée de [60, 58].

Figure 3.2 – Courants générés par le passage des électrons de Brunel à la sortie d’un
plasma. Ils traversent un gradient de densité présent sur la face arrière. (a) Allure spatio-
temporelle des courants. La flèche noire représente la propagation d’une sur-densité créée
par les électrons de Brunel. On remarque que les fronts d’onde ne sont jamais perpendicu-
laires à la surface du plasma. (b) Transformée de Fourier des courants. On remarque que
les harmoniques n’intersectent pas la droite k = −ω cos θ. Ainsi dans ce cas là, l’émission
par mécanisme CWE n’est pas efficace.
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Chapitre 3. Mécanisme de génération d’harmonique en transmission

Figure 3.3 – Simulation « Particle-in-Cell » de l’émission harmonique en face arrière
dans la direction de transmission pour différentes longueurs caractéristique de gradient
L2. (a) Lorsque L2 est suffisamment petit (∼ 0.01λ0) les oscillations dans le plasma
inhomogène (panneau supérieur : Champ Ex en niveaux de gris) sont d’abord excitées
par une sur-densité « sortante » qui n’est la source d’aucun rayonnement (trajectoires
rouges). Un courant de retour nait sur la surface arrière de la cible (trajectoires bleues)
et excite en « rentrant », de manière impulsionnelle, de nouvelles oscillations dans le
plasma inhomogène. Ces oscillations émettent alors des harmoniques via le mécanisme
CWE (pinceaux roses sur-imprimés, spectre dans le panneau inférieur). Figures tirées de
[60, 58]. (b) Observation de Teubner et Eidmann pour des gradients en face arrière de taille
L2 ∼ 0.1λ0. Sur le panneau supérieur, on voit l’évolution des courants jx siégeant dans
le plasma. Sur le panneau inférieur, spectres simulés (orange) dans la direction transmise
pour différentes valeurs de la densité plasma initiale (i) ne,0 = 84nc (ii) ne,0 = 27nc
(iii) ne,0 = 4.2nc. Le signal diminue brutalement lorsque ω > ωpe,0, sauf pour (iii) où le
signal provient essentiellement de la face avant (voir 3.1.3 : Les mécanismes relativistes en
transmission). La courbe en gris correspond aux résultats expérimentaux. Figures tirées
de [61, 62].
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3.1 L’interaction laser-plasma sur feuille mince

3.1.3 Les mécanismes Relativiste en transmission

L’idée d’un miroir est séduisante pour décrire le signal dans la direction spéculaire,
mais insuffisante pour expliquer le rayonnement dans la direction transmise. En effet,
lorsque le « miroir » se déplace vers le faisceau incident, le signal envoyé dans la direction
transmise tend vers 0 en amplitude (« Relativistic Beamlight Effect »).
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Figure 3.4 – Évolution spatio-temporelle de la densité électronique sur la face éclairée et
émission vers l’avant. (a) Trajectoires d’électrons injectés à grande vitesse (px > 5mec) par
effet pondéromoteur relativiste (laser en incidence normale avec a0 = 20) dans un plasma
de 800nc, d’épaisseur 200 nm et qui possède un gradient de densité linéaire L1 = 100
nm. (b) Lors de leur retour à grande vitesse dans le plasma, ces électrons sont associés
à un rayonnement XUV vers l’avant (bleu pour le plus intense). Figures extraites de
[9]. (c) Évolution spatio-temporelle des courants transverses sur la surface éclairée du
plasma de 80nc, d’épaisseur 400 nm et qui possède un gradient exponentiel de longueur
caractéristique L1 = 8 nm éclairé par un laser en incidence oblique tel que θ = 45◦,
d’amplitude a0 = 10. (d) Émissions XUV vers l’arrière et vers l’avant associées aux
courants transverses sur la surface éclairée du plasma. L’émission vers l’avant est associée
à une sur-densité électronique qui se déplace à grande vitesse vers l’intérieur du plasma.
Figures extraites de [60, 58].

Lorsque le « miroir » replonge dans la cible, la suite consécutive des effets Doppler
comptabilisés pour la réception d’un signal provenant de −∞ (« redshift ») et l’émission
d’un nouveau signal vers +∞ (« blueshift ») s’annulent consécutivement. Ainsi un obser-
vateur situé au delà de la cible ne recevra aucun signal puisque la ré-émission de la surface
à ω0, dans la direction de transmission, sera bloquée par le plasma qui ne laisse passer
que des fréquences ω > ωpe/ cos θ, avec θ l’angle d’incidence de l’onde plane de fréquence
ω. Pour que cet effet Doppler ne soit pas compensé, il faudrait qu’un faisceau arrive de
la face arrière de la cible. C’est ce qui est envisagé dans l’expérience du « Flying Mirror »
où deux faisceaux sont utilisés [63, 64, 65]. Dans le cas à un faisceau cependant, c’est im-
possible. Les modèles de « miroir oscillant » développés dans §2.3 admettent tous comme
hypothèse une réflexion totale de l’énergie incidente par le miroir et interdisent toute
émission de la face éclairée dans la direction de transmission, vers l’avant. Cependant cette
hypothèse est en désaccord avec de nombreux résultats de simulations et d’expériences où
des harmoniques XUV provenant de la surface éclairée sont observées dans la direction
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transmise.

En 2010, H. George [60, 58] souligna à l’aide de simulation PIC, que pour des
gradients de densité courts au niveau de la face éclairée (L1 = 0.01λ0), la surface avant
émet un rayonnement XUV dans la direction de transmission, comme illustré sur la figure
3.4d. Il remarque alors que les courants transverses au niveau de la face éclairée replongent
brutalement vers l’intérieur du plasma comme on peut le voir sur la figure 3.4c, et confirme
que cette émission est en partie due à un effet Doppler. En analysant le contenu spectral
du champ transmis, visible sur la figure 3.5b, il pointe le fait, prédit par R. Lichters [52],
que le plasma agit comme un filtre passe-haut et que seuls les harmoniques ω > ωpe/ cos θ
sont transmis.
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Figure 3.5 – Analyse spectrale des champs transmis extraits des simulations PIC 1D
dont sont issues respectivement les figures 3.4a, 3.4b et 3.4c, 3.4d. (a) Observation d’une
coupure basse fréquence à ω = ωpe et d’une diminution de l’intensité spectrale comme
une loi de puissance en n−4/3. Figure extraite de [9]. (b) Observation d’une coupure basse
fréquence à ω = ωpe/ cos θ pour le spectre des champs se propageant vers l’avant. Figure
extraite de [60, 58].

Dans le même temps, D. An der Brugge et A. Pukhov [66, 67] se sont intéressés à
décrire le champ émis dans la direction spéculaire avec un modèle 1D d’émission synchro-
tron cohérente par un paquet d’électrons. Ce modèle tente d’expliquer pourquoi l’équilibre
instantané en énergie entre le champ incident et réfléchi n’est pas observé dans certaines
conditions d’interaction et donc pourquoi il existe des différences entre la décroissance en
loi de puissance du spectre prévu par le modèle développé par Beava et al [5] et celles
observées. Une des propriétés de l’émission, ainsi décrite par D. An der Brugge et Pukhov,
est qu’elle possède un spectre harmonique qui décroit comme une loi de puissance n−4/3

en intensité.

C’est en utilisant cette perspective sur la génération d’harmoniques que Dromey
et al [9] pensent alors pouvoir décrire le rayonnement émit vers l’avant. Il s’agirait d’un
rayonnement qui prend sa source au niveau de la face éclairée. Suite à des simulations
numérique, en incidence normale, ils remarquent sur que des pics de densités de δ ∼ 10 nm
se forment au niveau de la surface éclairée et que ces derniers sont ensuite renvoyés
violemment dans le plasma (figures 3.4a et 3.4b). Sans s’intéresser plus au mécanisme
du rayonnement, ils remarquent en plus que le spectre du champ transmis à travers la
cible, visible sur la figure 3.5a, possède deux caractéristiques. D’abord le spectre possède
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une coupure basse fréquence identique à celle observée aussi par H. George. Seules les
harmoniques ω > ωpe sont transmises (ici θ = 0). Ensuite l’intensité spectrale semble
décroitre comme une loi de puissance en n−4/3, loi de puissance justement prédite par D.
An der Brugger et Pukhov. Ils attribuent donc le rayonnement observé en transmission
à une émission synchrotron cohérente qui aurait eu lieu au niveau de la face éclairée
lorsqu’un pic de densité plonge avec une vitesse proche de c dans le plasma.

Malheureusement le spectre expérimental présenté dans [9], repris dans la figure
3.6a, ne permet pas de conclure réellement quant à la provenance de l’émission. En effet
les simulations 1D de la figure 3.5a montrent clairement une coupure basse fréquence à
la fréquence plasma de la cible ωpe = 28ω0 (pour λ0 = 1µm), alors que le spectre de
l’expérimental présenté ne montre aucune coupure basse fréquence dans la direction de
transmission. En effet, le spectre expérimental n’est tracé que pour des fréquences ω > ωpe.

∗
∗

Figure 3.6 – Spectre expérimental en transmission d’une feuille de DLC (Diamond-Like
Carbon) de 200 nm d’épaisseur et tiré de [9]. (a) Spectre obtenu en transmission le long
de l’axe de propagation du laser (0 ± 50mrad). (b) Spectre obtenu hors de l’axe de
propagation du laser (entre 35 − 140mrad). On observe une diminution drastique du
signal harmonique quand ω < 26ω0, qui impliquerait selon [9] une densité solide de 625nc
avec λ0 = 1µm.
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Figure 3.7 – Interaction entre un laser en incidence oblique (a0 = 9 et θ = 45◦) et un
plasma de densité ne = 80nc, d’épaisseur 0.4λ0. Comparaison des spectres du champ émis
vers l’avant ou vers l’arrière en fonction de la longueur de gradient au niveau de la face
éclairée. (a) L1 = 0.01λ0, L2 = 0λ0. Du rayonnement XUV est généré sur la surface avant
de la cible tel que ω > ωpe/ cos θ se propage vers l’avant et traverse la cible. Une réémission
à ω0 est observé au niveau de la surface arrière, certainement due au mécanisme CTR.
(b) L1 = 0.06λ0, L2 = 0λ0. Aucun rayonnement XUV ne semble se propager vers l’avant.
Figures extraites de [60, 58].
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Enfin, H. George [60, 58] remarque que des gradients exponentiels plus longs (L1 =
0.06λ0) au niveau de la surface éclairée, comme illustrée sur la figure 3.7a et 3.7b réduisent
le signal émis vers l’avant jusqu’à l’éteindre. Cet effet est attribué à la force de rappel
électrostatique moins importante dans le cas des longs gradients. Les électrons ne sont
alors plus suffisamment rapides pour émettre vers l’avant.

3.2 Des résultats contradictoires sur UHI 100 : Vers
de nouveaux mécanismes

En faisant la synthèse des mécanismes d’émission vers l’avant, on s’attend alors à
observer des spectres présentant des structures assez différentes suivant que le laser arrive
en incidence oblique ou en incidence normale sur le plasma et que ce dernier présente un
gradient sur sa face éclairée et/ou arrière, de longueur respective L1 et L2 :

1. Dans le cas où le laser arrive avec un angle d’incidence θ = 0, aucun harmonique issu
du mécanisme CWE n’est attendu quelque soit la longueur de L2 (Ces fréquences
sont interdites, car les courants dans le plasma sont parallèles à la direction d’ob-
servation (J‖n‖ex). Si L1 est suffisamment petit, comme illustré par [60, 58], alors
on observera des harmoniques intenses tels que ω > ωpe. Quelques harmoniques de
faible intensité proche de ω0 peuvent à priori être présente grâce au mécanisme CTR.

2. Dans le cas où le laser arrive avec un angle d’incidence θ 6= 0 et si L2 n’est pas
nul on pourra observer des harmoniques CWE jusqu’à ωpe dans la direction de
transmission. Si L1 est suffisamment petit [60, 58] alors on observera simultanément
des harmoniques tels que ω > ωpe/ cos θ.

Par construction, il existerait ainsi une zone « sombre » dans le spectre, vierge de tout
rayonnement harmonique < ωpe lorsque θ = 0 et ∈ [ωpe, ωpe/ cos θ] lorsque θ 6= 0. On peut
définir cette zone pour des paramètres expérimentaux bien déterminés. On notera que le
contraste du laser utilisé doit être « suffisamment bon » pour que les gradients L1 et L2
soient suffisamment court le temps de l’interaction avec l’impulsion principale.

Pour vérifier cette prédiction, des expériences sur feuilles minces ont été réalisées
avec le laser UHI100 par A. Denoeud et L. Chopineau. Ces derniers ont étudié l’interaction
d’un laser d’amplitude a0 ' 5− 10, d’une durée de 25fs, en incidence oblique θ = 60◦ sur
une feuille d’aluminium et de Mylar. Dans le cas où le laser d’amplitude a0 � 1 arrive
avec un angle d’incidence θ = 60◦ sur du Mylar ou de l’aluminium (ωpe ' 16 − 20ω0)
on définit cette zone comme l’intervalle [16ω0, 32ω0] ou [20ω0, 40ω0] respectivement. En
faisant varier le gradient de densité sur la surface avant, ces derniers retrouvent une
longueur optimale pour L1 ' 0.08λ0 telle que l’émission dans la direction spéculaire
soit maximale. Cependant, pour ces valeurs de L1, aucun harmonique en transmission
n’est observé. Ce résultat expérimental est en adéquation avec les prédictions et résultats
numériques de H. George [60, 58] présentés sur la figure 3.8. Lorsque L1 → 0λ0, le
signal harmonique dans la direction spéculaire devient moins intense cependant on voit
apparaitre un signal dans la direction de transmission. Sans connaître spécifiquement la
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taille caractéristique du gradient arrière L2 qui doit rester suffisamment petite sur le temps
de l’interaction (la longueur de Debye λDe est faible et la vitesse d’expansion ionique de
l’ordre de cs = 0.2nm.fs−1), on observe sur la figure 3.8 des harmoniques de fréquence
ω < ωpe que l’on pourrait attribuer dans un premier temps au mécanisme CWE décrit
plus haut.

Une chose plus étonnante réside dans la présence d’harmoniques, ω > ωpe mais telle
que ω < ωpe/ cos θ = 32ω0. Ces résultats contradictoires montrent qu’il n’existe pas de
« zones sombres » dans le spectre tel que, pour un intervalle de fréquence donné, défini
par les caractéristiques du système, le rayonnement soit nécessairement nul. Comme les
harmoniques ω < ωpe/ cos θ ne peuvent traverser la cible, elles sont très certainement
générées sur la face arrière. Le mécanisme CWE n’étant valable que pour des fréquences
ω < ωpe, il nous faut chercher d’autres mécanismes capable d’aboutir à l’émission d’ondes
électromagnétiques en face arrière dans la direction de transmission.

Figure 3.8 – Résultats expérimentaux de l’interaction entre un laser d’amplitude a0 = 5
en incidence oblique θ = 60◦ et une feuille mince de Mylar de ∼ 200 nm d’épaisseur
(ωpe ' 16ω0). (a) Spectre du rayonnement dans la direction spéculaire pour L1 ' 0.08λ0.
C’est l’optimum expérimental pour la génération d’harmonique lorsque la dynamique est
relativiste. (b) Spectre du rayonnement dans la direction de transmission pour L1 ' 0.0λ0.
On observe des harmoniques telles que ω < ωpe qui peuvent être potentiellement générées
par le mécanisme CWE. Cependant aucun mécanisme n’explique actuellement la présence
d’harmonique tel que ω > ωpe et ω < ωpe/ cos θ. (c) Coupe à α = 0, définit comme la
direction de réflexion/transmission, des spectres normalisés en réflexion et en transmission,
pour L1 = 0.08λ0 et L1 = 0.0λ0 respectivement.
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Nous nous proposons dans la suite de ce manuscrit d’étudier numériquement, à l’aide
d’un code Particle-In-Cell, l’interaction laser-plasma dans les conditions de l’expérience
ci dessus. Nous essayerons alors d’isoler le rayonnement issu de la face arrière de celui en
provenance de la face éclairé pour pouvoir ensuite étudier en détail les trajectoires des
électrons au moment de l’émission XUV. En particulier, nous utiliserons les formules de
Lienard et Wiechert afin de décortiquer la dynamique électronique et d’isoler le phénomène
responsable de l’émission.
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Chapitre 4

Description cinétique de l’interaction
laser-plasma

Comme on a pu le voir précédemment, il existe une grande variété de plasmas qui ont
tous des caractéristiques très différentes. On peut cependant les scinder en deux grandes
catégories. Pour cela, il suffit de comparer les énergies d’interaction potentielle entre deux
électrons ou encore entre un électron et un ion, avec l’énergie thermique. La longueur de
Landau λLd correspond à la distance sur laquelle l’énergie thermique d’agitation égalise
l’énergie d’interaction coulombienne. On a :

kBT = e2

4πε0λLd
↔ λL = e2

4πε0kBT
(4.1)

Dans notre cas, il n’est pas nécessaire de résoudre les interactions qui lient chacune des
particules du plasma. Dans nos régimes d’interaction le laser va chauffer le plasma à des
températures de l’ordre de 10−2 − 1 keV. Ainsi λL � λD qui est la distance à laquelle
une densité de charge ne se fait finalement écranter par les autres ensembles de charges
qui l’entourent. Les électrons bougent autours de ions avec suffisement d’énergie cinetique
pour que les évènement de recombinaison par exemple soient négligeable. Un « modèle
à N corps » où l’on considérerait les interactions particule-particule n’est pas un modèle
pertinent [68].

Cependant, les plasmas que l’on considère ne sont pas non plus à l’équilibre locale
thermodynamique pendant une interaction avec un laser intense. La seule connaissance
de la vitesse moyenne, de la température et de la densité de particules, comme en hydro-
dynamique, n’est pas suffisante. Localement, le plasma peut être constitué de particules
aux vitesses très différentes. En particulier, il est nécessaire de résoudre et de connaître
les trajectoires des particules pour étudier des phénomènes comme l’émission cohérente
par effet de sillage. La « description fluide » n’est pas adaptée pour rendre compte des
phénomènes que l’on veut étudier.
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4.1 Système d’équations de Vlasov-Maxwell

Considérons un ensemble de Np particules ponctuelles soumises à des forces exté-
rieures. Soit le Lagrangien L(qi, q̇i, t) = T − V et l’Hamiltonien(1) H(qi, pi, t) = T + V
de ce système, où qi, q̇i et pi ≡ ∂L/∂q̇i sont respectivement les positions, les vitesses
et les impulsions généralisées des Np particules. On peut définir une fonction, appelée
« fonction de distribution à N particules », qui décrit cet ensemble à tous les instants dans
l’espace des phases à l’aide d’une collection de taille N de position et d’impulsion (qN , pN)
indépendantes les unes des autres :

fN(qN ,pN , t) = 1
Np

N∑
p=1

δ(q − qp(t)) δ(p− pp(t)) (4.2)

Le nombre total de particules composant le système à un temps donné est défini par :

Np =
∫∫ +∞

−∞
f(q,p, t) dq dp =

∫
V
f(q,p, t) dV (4.3)

Où dq dp ≡ dV est un élément de volume dans l’espace des phases. La conservation du
nombre de particules dans V dans le temps impose que :

dNp

dt =
∫
V

∂f

∂t
dV +

∮
S
Jϕ · dS = 0 (4.4)

Avec Jϕ = fVϕ, le vecteur densité de courant dans l’espace des phases, Vϕ = (q̇, ṗ) et
S la surface sous-tendue par le volume V . D’après le théorème de Green-Ostrogradsky
(flux-divergence), on peut réécrire cette équation comme :

dNp

dt =
∫
V

(
∂f

∂t
+∇q,p · Jϕ

)
dV =

∫
V

(
∂f

∂t
+∇q,p · (fVϕ)

)
dV (4.5)

L’intégrande doit s’annuler puisque le volume est arbitrairement grand. Il nous faut
alors calculer le terme ∇q,p · (fVϕ). L’analyse vectorielle nous donne ∇q,p · (fVϕ) =
Vϕ · ∇q,p f + f∇q,p · Vϕ. Soit S l’action qui caractérise l’état de notre système et son
évolution :

S(q,p) =
∫

dt L(q, q̇, t)
∫

dt
(
p · q̇ −H(q,p, t)

)
(4.6)

En appliquant le principe de moindre action δS = 0, on obtient les équations de Hamilton :

q̇i = +∂H
∂pi

ṗi = −∂H
∂qi

(4.7)

(1)L’Hamiltonien est la transformée de Legendre du Lagrangien soit H = pq̇ − L
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En utilisant ces deux dernières égalités sur ∇q,p · (fVϕ) on obtient :

Vϕ · ∇q,p f + f∇ · Vϕ = Vϕ · ∇q,p f +
∑
i

∂2H

∂qi∂pi
− ∂2H

∂pi∂qi
= Vϕ · ∇q,pf (4.8)

On retrouve le théorème de Liouville(2) :

df
dt = ∂f

∂t
+ ∂f

∂r

dr
dt + ∂f

∂p

dp
dt = 0 avec dp

dt = q(E + v ×B) et dr
dt = p

γm
(4.9)

C’est l’équation de Vlasov. Les interactions entre particules n’existent qu’au travers d’un
potentiel ϕ moyen créé par l’ensemble particules du plasma et/ou par un champ exté-
rieur. L’équation reste valide tant que les effets collectifs l’emportent sur les interactions
« particule-particule ». Si la fonction de distribution ne peut être décrite par une Maxwel-
lienne on adoptera une « description cinétique » plutôt qu’une « description hydrodyna-
mique », c’est à dire que l’on devra résoudre l’équation de Vlasov plutôt que de de calculer
les moments de la fonction de distribution [69]. Comme dp/dt dépend de E et de B, on
doit aussi résoudre les équations de Maxwell (dans le vide avec sources) :

(a) Maxwell-Gauss : ∇ · E = %

ε0
(c) Maxwell-Faraday : ∇×E = −∂B

∂t (4.10)
(b) Maxwell-Thomson : ∇ · B = 0 (d) Maxwell-Ampère : ∇×B = µ0J + µ0ε0

∂E

∂t

D’où on déduit l’équation de conservation de la charge à partir de l’équation (4.10.a) et
(4.11.d) :

∂%

∂t
+∇ · J = 0 (4.11)

On définit la densité de charge et de courant comme :

%(r, t) =
∑

s≡espèces
qs ρs(t, r) (4.12)

J (r, t) =
∑

s≡espèces
qs ρs(t, r)vs(t, x) (4.13)

Ou à l’aide de la fonction de distribution :

%(r, t) =
∑

s≡espèces
qs

∫ +∞

−∞
fs(r,p, t) dp (4.14)

J (r, t) =
∑

s≡espèces
qs

∫ +∞

−∞
vs(t, x)fs(r,p, t) dp (4.15)

Si les interactions « particule-particule » ne sont plus négligeables cependant, le terme
de droite dans l’équation de Vlasov n’est plus nul. On ajoute de manière « ad-hoc » des

(2)La fonction de distribution est constante le long de n’importe quelle trajectoire de l’espace des phases.
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termes supplémentaire pour, par exemple, décrire les collisions ou la diffusion :

df
dt = ∂f

∂t
+ ∂f

∂r

dr
dt + ∂f

∂p

dp
dt =

(
∂f

∂t

)
coll

+
(
∂f

∂t

)
diff

(4.16)

4.2 La méthode « Particle-in-cell » (PIC)

(a) Ordre 0 : « Top Hat » (b) Ordre 1 : « Triangle » (c) Ordre N : « Spline »

Figure 4.1 – Fonction définissant la forme des macro-particules. L’ordre définit le nombre
de convolutions de la fonction de Heavyside avec elle-même. L’intégrale sous la courbe
vaut 1. Plus l’ordre est grand, plus la macro-particule s’étale sur des points de grille.

Pour obtenir l’évolution de la fonction de distribution, il nous suffirait alors de dis-
crétiser l’espace des phases et de résoudre la dynamique de cette fonction. En pratique,
dans le cas général où f est une fonction à sept dimensions cette méthode est très compli-
quée à mettre en œuvre. Elle n’est utilisable que pour étudier, sur des temps courts, des
problèmes à trois ou quatre dimensions (une dimension pour l’espace et deux ou trois pour
les vitesses). Une approche plus économique consiste à ne plus considérer l’évolution tem-
porelle de cette fonction de distribution, mais plutôt l’évolution d’un nombre important
de macro-particules, éléments discrets de la fonction de distribution et qui représente un
ensemble de particules contenues dans un petit volume de l’espace des phases. On résout
donc l’équation de Vlasov en approchant la fonction de distribution avec une somme de
macro-particules :

f(r,p, t) ≡
N∑
p=1

wp S(r − rp(t)) δ(p− pp(t)) (4.17)

Où wp = ns
(
xp(t = 0)

)
/Ns

(
xp(t = 0)

)
est un poids numérique, S(r) est la fonction de

forme de la macro-particule (un spline), illustré sur la figure 4.1 centrée sur la position
de la macro-particule rp(t). Ns est le nombre de particule par espèce et ns la densité par
espèce. Enfin δ(p) est la distribution de Dirac sur les impulsions. On insert alors l’équation
(4.17) dans l’équation de Vlasov (4.9) et, en considérant que toutes les macro-particules
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n’interagissent pas directement les unes des autres on obtient le système dynamique :

drp
dt = vp (4.18)

dpp
dt = qs

Ep + vp ×Bp

 (4.19)

Ainsi la méthode « PIC » consiste obtenir la trajectoire d’une macro-particule, régie par
les mêmes lois que celles suivit par une particule ponctuelle dans un champ extérieur
moyen. Les champs électriques et magnétiques qui apparaissent dans l’équation (4.19)
sont les champs calculés sur une grille, interpolés à la position de la particule [68, 70] :

F p =
∫
S(r − rp)F (r)dr ∀F ∈ {E,B} (4.20)

On intègre alors numériquement les équations (4.18) et (4.19) en connaissant les champs
à la position de la macro-particule §(4.2.2.a). Bien que les trajectoires de ces macro-
particules puissent prendre n’importe quelle valeur dans l’espace des phases (les variables
xi et pi sont continues), les champs, eux, sont définis sur une grille spatiale et sont
calculés en intégrant les équations de Maxwell sur cette même grille. Les deux principales
méthodes numériques utilisées dans notre domaine pour les calculer sont à différences
finies, « Finite Difference Time Domain » (FDTD) ou Pseudo-Spectrales, « Pseudo-Spectral
Time-Domain »/« Pseudo-Spectral Analytical Time-Domain » (PSTD/PSATD).

Le code PIC Smilei [70] utilisé tout au long de cette thèse repose sur la méthode
FDTD. Différents schémas numériques, que nous verrons un peu plus bas §(4.2.2.c), ont été
développés pour discrétiser et intégrer les équations de Maxwell. Chacun de ces algorithmes
suit sa propre condition de Courant-Friedrich-Lewy (CFL) qui assure sa stabilité.

4.2.1 Initialisation de la simulation

Avant de résoudre la simulation au cours du temps, il est nécessaire d’initialiser
correctement le système en décrivant la fonction de distribution de chaque espèce à
l’instant initial fs(t = 0, r,p). Ainsi à t=0, il faut d’abord définir le profil spatial de la
densité de charge ρs = qsns pour l’ensemble des espèces présentes. On décrit le profil des
moments en définissant la température fs(Ts) de l’espèce centré sur une vitesse moyenne
〈vs〉. Les Ns macro-particules de l’espèce, qui discrétisent la fonction de distribution,
sont alors positionnées dans la simulation de telle manière à ce que fs(t = 0, r,p) soit
correctement décrite.

Les densités totales de charge ρ(t = 0, r) et de courant J (t = 0, r) sont alors
projetés sur la grille et les champs électriques à t = 0 sont calculés en résolvant l’équation
de Poisson, ou de manière similaire l’équation de Maxwell-Gauss (4.10.a).

Enfin, pour parfaire la description de l’état initial de la simulation, des champs F
peuvent être introduits à t = 0.

Il convient ici de préciser que, pour éviter toute incohérence avec la boucle PIC
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à venir, et pour s’assurer de la stabilité de l’ensemble de la simulation, les impulsions
et les courants doivent être calculés pour le demi-instant précédent l’instant initial, soit
t = −1/2.

4.2.2 La boucle PIC

Figure 4.2 – La boucle de l’algorithme PIC

Après l’initialisation, la boucle PIC, définie sur un pas de temps, peut commencer.
Elle se compose de 4 étapes successives : (a) Interpoler les champs électromagnétiques
sur la position de chaque macro-particule ; (b) Résoudre numériquement les équations
(4.19) et (4.18) et calculer ainsi les nouvelles vitesses {vp} et positions {rp} de toutes
les macro-particules ; (c) Projeter la nouvelle distribution de charge ρs et de courant js
pour toutes les espèces sur la grille ; (d) Résoudre numériquement (4.10.c) et (4.11.d) pour
obtenir les nouveaux champs électromagnétiques sur la grille. Ces 4 étapes sont résumées
sur la figure (4.2). Nous allons décrire brièvement les étapes (b) et (d) qui entraine la
discrétisation du temps et de l’espace respectivement. Pour une description plus profonde,
on pourra se référer à l’ouvrage de Birdsall and Langdon [68].

4.2.2.a Les pousseurs de particules

Dès lors que les champs électromagnétiques sont connus à la position de chaque macro-
particule, nous pouvons calculer leurs nouveaux moments et leurs nouvelles positions. Soit
rnp et pnp respectivement la position et l’impulsion de la particule p au pas de temps n. Et
soit En

p et Bn
p les champs électrique et magnétique au pas de temps n interpolés sur la

position de la particule p. On calcule les moments pn+1/2
p et les positions rn+1

p tels que :

pn+1/2
p = pn−1/2

p + qs∆t
En

p +
vn+1/2
p + vn−1/2

p

2 Bn
p

 (4.21)

rn+1
p = rnp + ∆t

pn+1/2
p

γp
(4.22)
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On remarquera que ces deux équations différentielles du premier ordre sont décalées
d’un demi-pas de temps. Cette méthode numérique, dite « leapfrog », est une méthode
explicite du second ordre qui contrairement à une méthode d’Euler traditionnelle est stable
pour décrire les mouvements oscillatoires du moment où ∆t ≤ 2/ω [68]. Cependant, une
application stricto sensu de cet algorithme ne permet pas de résoudre convenablement
le mouvement d’une particule dans un champ magnétique. Par exemple, une particule
chargée avec une vitesse initiale dans un champ magnétique uniforme gagne de l’énergie.
Or la force exercée par le champ magnétique sur la particule ne fournit, en réalité, aucun
travail. Boris [71], Vay [72] et Higuera [73] proposèrent des formulations alternatives
de cette méthode numérique assurant une description satisfaisante des trajectoires des
macro-particules relativistes dans des champs électromagnétiques.

Par exemple, Boris propose d’appliquer pendant la moitié d’un pas de temps le
champ électrique, puis d’effectuer la rotation complète due au champ magnétique, et enfin
d’appliquer pendant l’autre moitié du pas de temps de nouveau le champ électrique.

4.2.2.b La déposition des charges et des courants

Avant de résoudre les équations de Maxwell sur la grille, il faut mettre à jour les
valeurs prises par les termes sources sur cette même grille, c’est-à-dire déposer/projeter les
densités de charge % et de courant J sur la grille après avoir déplacé les macro-particules.
Bien que la charge soit conservée au cours du temps dans l’espace continue, elle ne l’est
pas dans un espace discrétisé [74]. L’erreur accumulée à chaque pas de temps entraine par
suite des résultats non physiques. Cependant, résoudre l’équation (4.10.a) à chaque pas
de temps et appliquer une correction aux champs [75] (« Boris Correction »/« Divergence
Cleaning ») serait bien trop couteux, car l’équation est non locale dans le sens où il faut
connaître la distribution de charge partout dans le domaine simulé pour trouver la solution
de l’équation. J. Villasenor, O. Buneman puis T. Esirkepov [76, 77] proposèrent alors de
vérifier l’équation de continuité (4.11) localement pour s’assurer de la conservation de la
charge dans l’ensemble de l’espace simulé au cours du temps. Les densités de courant, dans
la dimension de la grille, sont calculées à partir du flux des charges à travers les bords de
chaque cellule. Ainsi on 2D, on trouve :

(Jx,p)n+1/2
i+1/2,j = (Jx,p)n+1/2

i−1/2,j + qwp
∆x
∆t (Wx)n+1/2

i+1/2,j (4.23)

(Jy,p)n+1/2
i,j+1/2 = (Jy,p)n+1/2

i,j−1/2 + qwp
∆y
∆t (Wy)n+1/2

i,j+1/2 (4.24)

Où W n+1/2
x et W n+1/2

y sont des coefficients calculés à partir des positions xn+1
p et xnp ,

comme expliqué dans [77]. Pour les dimensions non simulées (et qui ne possèdent pas de
grille), on procède à une simple projection des courants :

(Jz,p)i,j = qwpvp

∫
S(r − rp)dr (4.25)
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Figure 4.3 – (a) Représentation de la grille spatiale utilisée dans le solver proposé par Yee
[78]. Les densités de charge ρ se situent aux nœuds des cellules. Les courants et les champs
électriques au centre de chacune des arrêtes d’une cellule. Les champs magnétiques enfin se
situent au centre de chaque face d’une cellule. On remarque par exemple que la circulation
d’un champ E le long des arrêtes d’une face est lié à un champ B perpendiculaire à cette
même face. (b) Position des coefficients sur la grille permettant de discrétiser l’opérateur
∇ dans l’équation (4.27). Dans le cas où F représente le champ Bz, les lignes horizontales
correspondent au champ Ex, les lignes verticales au champ Ey.

4.2.2.c Les schémas FDTD

La méthode FDTD est souvent utilisée dans les codes PIC pour résoudre les équations
de Maxwell. Différents schémas ont été développés au cours du temps, chacun présentant
des caractéristiques différentes, particulièrement en ce qui concerne la dispersion numérique
des ondes électromagnétiques dans le vide. Nous allons ici décrire brièvement la méthode
FDTD et en présenter quelques versions. Comme l’équation (4.11.b) ne dépendent physi-
quement pas du temps, et que la méthode de Esirkepov [77] vu dans la section précédente
§(4.2.2.b s’occupe ce conserver localement la charge, il n’est pas nécessaire de les résoudres
à chaque pas de temps. On se concentre alors sur les équations (4.10.c) et (4.11.d) que
l’on réécrit :

∂B

∂t
= −∇×E (4.26)

∂E

∂t
= +∇×B −J (4.27)

On se contentera par la suite de ne considérer que le plan 2D (ex, ey). Quelque soit le
schéma numérique utilisé, on discrétise l’équation (4.26) toujours de la même façon pour
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rester cohérent avec la méthode développée par [77], telle que :

(Ex)n+1
i+1/2,j − (Ex)ni+1/2,j

∆t = +
(Bz)n+1/2

i+1/2,j+1/2 − (Bz)n+1/2
i+1/2,j−1/2

∆y − (jx)n+1/2
i+1/2,j (4.28)

(Ey)n+1
i,j+1/2 − (Ey)ni,j+1/2

∆t = −
(Bz)n+1/2

i+1/2,j+1/2 − (Bz)n+1/2
i−1/2,j+1/2

∆x − (jy)n+1/2
i,j+1/2 (4.29)

Où ∆t, ∆x et ∆y sont les pas de temps et d’espace suivant ex et ey. n représente l’indice
du pas de temps. i et j sont respectivement les positions indexées sur la grille 2D (ex, ey).
L’intégration en temps des champs utilise aussi un algorithme de type « leapfrog ». On
discrétise alors l’équation (4.27) telle que :

(Bz)n+1/2
i+1/2,j+1/2 − (Bz)n−1/2

i+1/2,j+1/2

∆t = + αy
(Ex)ni+1/2,j+1 − (Ex)ni+1/2,j

∆y − αx
(Ey)ni+1,j+1/2 − (Ey)ni,j+1/2

∆x

+ βyx
(Ex)ni+3/2,j+1 − (Ex)ni+3/2,j

∆y + βyx
(Ex)ni−1/2,j+1 − (Ex)ni−1/2,j

∆y

− βxy
(Ey)ni+1,j+3/2 − (Ey)ni,j+3/2

∆x − βxy
(Ey)ni+1,j−1/2 − (Ey)ni,j−1/2

∆x

+ δy
(Ex)ni+1/2,j+2 − (Ex)ni+1/2,j−1

∆y − δx
(Ey)ni+2,j+1/2 − (Ey)ni−1,j+1/2

∆x
(4.30)

La figure 4.3b représente la position de chaque coefficient sur la grille lorsque Bz joue le
rôle du champ F . Le choix de ces coefficients se fait de manière à ce que le schéma soit
stable [79]. On résume dans le tableau (4.1) la liste de ces coefficients qui aboutissent à
des solvers stables différents.

Schéma αx αy βxy βyx δx δy ∆t/∆x
Yee [78] 1 1 0 0 0 0 1/

√
2

CK [80] 1− β 1− β β/2 β/2 0 0 1/
√

2− 4β
Cowan [81, 82] 1− 1/4(δ/∆y)2 1− 1/4(δ/∆x)2 1/8(δ/∆y)2 1/8(δ/∆x)2 0 0 1
Lehe [83, 84] 1− 2βxy − 3δx 1− 2βyx − 3δy 1/8(∆x/∆y)2 1/8 δx0 0 1/

√
1− 4δx0

Table 4.1 – Valeurs prises par les paramètres définissant différents solver de Maxwell.
On pose δ = min(∆x, ∆y). β et δx0 sont respectivement introduits dans [80] et [83, 84].
Tableau tiré de [79]. Le rapport ∆t/∆x (dernière colonne) doit être inférieur ou égal au
nombre donné.

La stabilité des schémas numériques cités précédemment peut s’évaluer en considé-
rant une onde plane que l’on discrétise en temps et en espace, de la forme :

F = F0 exp
(
 (ωt− k · r)

)
→ (F )ni,j = F0 exp

(
 (ω n∆t− kx i∆x− ky j∆y)

)
(4.31)
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En insérant l’équation (4.31) dans les équations (4.26) et (4.27), on trouve [85, 79] :

sin2(ω∆t/2)
∆t2 = sin2(kx∆x/2)

∆x2

[
αx + 2βxy cos(ky∆y) + δx

(
1 + 2 cos(kx∆x)

)]
+ sin2(ky∆y/2)

∆y2

[
αy + 2βyx cos(kx∆x) + δy

(
1 + 2 cos(ky∆y)

)]
(4.32)

Dans le cas où ∆x, ∆y et ∆t tendent vers 0, au premier ordre, on obtient :

ω2 = k2
x(αx + 2βxy + 3δx) + k2

y(αy + 2βyx + 3δy) (4.33)

Pour respecter la relation de dispersion des ondes électromagnétiques dans le vide, on
impose que :

αx + 2βxy + 3δx =1 (4.34)
αy + 2βyx + 3δy =1 (4.35)

Pour assurer la stabilité du schéma numérique, ω doit être réelle. La condition de Courant
(Courant-Friedrichs-Lewy) est donc donnée en imposant :

sin2
(
ω

∆t
2
)
≤ 1 (4.36)

Sur la grille MAX(k∆) = π. Si une onde se propage suivant l’axe ex ou ey, on trouve :

∆t2 ≤ MIN
(

∆x2/(αx + 2βxy − δx), ∆y2/(αy + 2βyx − δy)
)

(4.37)

Au contraire, si une onde se propage suivant la diagonale, on trouve :

∆t2 ≤
(αx − 2βxy − δx

∆x2 + αy − 2βyx − δy
∆y2

)−1
(4.38)

Ainsi, en utilisant (4.34) et (4.35), le schéma est stable tant que :

∆t ≤ MIN
( ∆x√

1− 4δx
,

∆y√
1− 4δy

,

√
1− 4βxy − 4δx

∆x2 + 1− 4βyx − 4δy
∆y2

−1)
(4.39)

Dans le cas du schéma de Yee ∀β, δ = 0 et αx, αy = 1. On retrouve donc la condition CFL
standard ∆t = ∆x/

√
2. Dans le cas de schémas plus avancés tels que ∀δ = 0, la condition

CFL dépend des paramètres βxy et βyx. Si ∆x = ∆y, on retrouve la condition CFL du
schéma de Cole-Karkkainen, ∆t = ∆x/

√
2− 4β, avec βxy = βyx = β/2. D’autres schémas

ont été développés en utilisant une grille telle que ∆x 6= ∆y. On retrouvera l’ensemble
des conditions CFL à respecter dans le tableau (4.1). En utilisant l’équation (4.32), on
retrouve l’expression de la vitesse de phase des ondes électromagnétiques :

vφ = 2
∆t
√
k2
x + k2

y

arcsin
(

∆t

√√√√sin2(kx∆x/2)
∆x2 Ax + sin2(ky∆y/2)

∆y2 Ay

)
(4.40)
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Où on a posé :

Ax = αx + 2βxy cos(ky∆y) + δx
(
1 + 2 cos(kx∆x)

)
(4.41)

Ay = αy + 2βyx cos(kx∆x) + δy
(
1 + 2 cos(ky∆y)

)
(4.42)

La vitesse de phase des ondes est dépendante de la fréquence et de sa direction de propa-
gation. Le « vide numérique » est dispersif et anisotrope. Ces propriétés ont été discutées
dans [86, 79, 8]. Les figures (4.5a), (4.5b), (4.5c) et (4.5d) illustrent ces propriétés pour
les schémas de Yee, Cole-Karkkainen, Cowan et Lehe. Par exemple le schéma numérique
de Yee est non dispersif suivant la diagonale de la grille. À l’inverse, les schémas Cole-
Karkkainen et Cowan sont non dispersif suivant les axes de la grille. On remarque par
ailleurs que pour tout les schémas cités précédents la vitesse de phase est telle que vφ ≤ 1.
Pour le schéma de Lehe, toutes les directions sont dispersives. Une direction est "privilé-
giée" telle que vφ ≥ 1. On va voir par la suite qu’en choisissant d’autres coefficients, nous
pouvons modeler un schéma avec des caractéristique différentes moins anisotrope et moins
dispersif pour une gamme de fréquence donnée.

Figure 4.4 – Carte des vi-
tesses de phase pour différents
schémas numériques. Le minimum
de l’échelle de couleur est tracé
en ligne pointillée. Différentes
courbes de niveau (traits pleins
et tirets) sont représentées pour
aider le lecteur à apprécier l’évo-
lution de l’échelle de couleur.

(a) Schéma de Yee tel que
∆t/∆x = 1/

√
2. (b) Schéma de

Cole-Karkkainen tel βxy = βyx =
0.25 et ∆t/∆x = 1. (c) Schéma
de Cowan tel que βxy = βyx =
0.125 et ∆t/∆x = 1. (d) Schéma
de Lehe avec ∆t/∆x = 1/

√
2

qui est la condition de Courant
lorsque le schéma est à 3 dimen-
sions. En 2d, le schéma de Lehe
se confond avec le schéma de Co-
wan avec une condition de Cou-
rant ∆t/∆x = 1.

4.3 Présentation succincte du code PIC Smilei

Le code PIC Smilei utilisé au cours de cette thèse vient compléter la luxuriante
forêt des codes particulaires existants. Smilei est développé par plusieurs laboratoires
sur le plateau de Saclay (LULI, LPP, LRR, Maison de la Simulation, LIDYL...), se
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concentrant au choix sur les aspects numériques ou physiques. Sa proximité géographique
et son libre accès aux sources en font un choix pertinent pour étudier l’interaction laser-
plasma. Écrit en C++(3), le code est particulièrement adapté aux présents calculateurs
hautes performances, comme ceux du CINES, et à leurs futurs développements. Smilei est
utilisé pour étudier des problèmes physiques variés comme ceux des chocs astrophysiques,
l’accélération d’électrons en plasma sous critique ou encore la génération d’harmoniques
sur cible solide.

4.3.1 La stratégie de parallélisation

Figure 4.6 – Boîte de simulation contenant 960 cellules (petits carrés gris). Ces cellules
sont uniformément réparties en 32 patches (grands carrés gris). Les patches sont distribués
à 5 domaines différents représentés ici en jaune, vert, bleu, rouge et violet. Au cours de la
simulation, les domaines s’échangeront des patches pour équilibrer leurs charges de travail
respectives. Leurs tailles n’est donc pas fixé.

La méthode PIC, associé aux schémas numériques FDTD présentés précédemment,
est intrinsèquement adaptée aux stratégies de parallélisation contemporaines puisqu’elle
s’appuie sur des calculs locaux. La stratégie de parallélisation la plus robuste et promet-
teuse est basée sur la décomposition en domaine de la simulation.

Comme illustré dans la figure (4.6), la simulation est donc divisée en plusieurs petites
régions appelées « patches ». Ces patches se partagent entre plusieurs plus grands domaines.
Chacun de ces domaines est associé à un « processus ». Lorsqu’une particule traverse la
frontière entre deux domaines (par exemple la frontière entre le domaine vert et bleu), les
processus (vert et bleu) communiquent entre eux et échangent les informations relatives
à la particule, comme sa position et son impulsion. Les champs électromagnétiques à
la frontière de chaque domaine sont eux aussi échangés. Chaque processus s’occupe des
patches qui lui sont alloués en répartissant ses unités de calculs sur les « tâches » à
accomplir. Il y a autant de tâches que de patches.

Idéalement, on associe un processus à un processeur. Le processeur alloue une tâche
à un de ses coeurs. Sur la figure (4.7), le processeur 1, associé au processus A, s’occupe

(3)Ce n’est pas le choix de tous les codes précités.
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du domaine rouge. Il alloue ses coeurs (1,2,3,4) aux tâches (a,b,c,d) puis (e,f). Lorsqu’un
coeur à fini de s’occuper d’un patch (une des tâches du processus est terminée), il s’occupe
immédiatement d’un autre patch de son domaine, sans attendre les autres coeurs du
processeur. Ainsi, sur la (4.7), les coeurs (3,4) du processeur 2 ont terminé de s’occuper
des tâches (c,d) du processus B. Ils s’attèlent donc aux tâches (e,f). À la fin de chaque
itération (la réalisation d’une boucle PIC pour l’ensemble des patches du domaine) les
processus s’attendent et échangent les informations nécessaires avec les processus mitoyens
pour entamer une prochaine boucle.

A la fin d’un nombre de pas de temps défini par l’utilisateur, si un processus a été
trop long pour accomplir toutes ses tâches, il peut céder un ou plusieurs de ses patches aux
processus voisins pour équilibrer la charge de travail de l’ensemble. Ainsi, dans l’idéal, tous
les processus terminent une itération au même instant et tous les coeurs sont constamment
occupés. On trouvera une explication plus détaillée de cette balance dynamique de charge
dans l’article de J. Dérouillat [70].

Pour faire communiquer les processus entre eux, Smilei utilise l’interface de program-
mation applicative « Message Passing Interface » (MPI). Les « patches » qui se partagent
la même mémoire locale (les tâches associées à un processus se partagent la mémoire
allouée au processus) sont traités grâce à l’interface de programmation applicative « Open
Multi-Processing » (OpenMP).

Enfin, Smilei exploite depuis peu les capacités de vectorisation des nouveaux proces-
seurs. Ainsi N instructions identiques pour un jeu de donnée de longueur N (un vecteur)
se réduit à 1 instruction. On parle de parallélisation « Single Instruction on Multiple Data »
(SIMD) par opposition au fonctionnement traditionnel « Multiple Instructions Multiple
Data » (MIMD) des processeurs.

4.3.2 Les diagnostics et le post-traitement

Les données produites par une simulation PIC ne peuvent pas toujours être stockées
dans leur intégralité. Smilei propose diverses façons, appelées « diagnostics », d’extraire
les données pertinentes à une simulation et de les stocker dans des fichiers au format
« HDF5 »(4). Ces fichiers HDF5 pourront ensuite être lus et manipulés à l’aide d’une
interface python et d’un module, attaché au code, du nom de « Happi ». On peut lister
ici succinctement les capacités de diagnostic du code :

- Scalar : Le diagnostic le plus simple consiste à obtenir la valeur d’une quantité
intégrée sur l’ensemble de la boîte à chaque itération. On pourra par exemple obtenir
l’énergie cinétique moyenne des macro-particules, l’énergie contenue dans les champs
etc.

- Field : On pourra obtenir les quantités calculées/projetées sur la grille servant de
support aux schémas FDTD. Ainsi les cartes de champs E, B, ainsi que J et % sont
directement accessibles.

(4)Hierarchical Data Format version 5.
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Figure 4.7 – Illustration de la parallélisation dans Smilei. Les processeurs 1 et 2 se par-
tagent deux processus associés à 2 domaines (ici le domaine rouge et bleu). Les processeurs
répartissent leurs coeurs (1-2-3-4) pour accomplir chaque tâche du domaine. Le domaine
rouge possède 6 patches (a-b-c-d-e-f) : Il faut que les 4 coeurs se partagent 6 tâches.
Dès qu’un coeur a terminé sa tâche (barre de progression blanche complètement rempli),
il passe à la suivante sans attendre que les autres coeurs aient terminé.Par exemple, le
processeur 1 fait travailler ses coeurs sur les tâches (a),(b),(c),(d) du processus A. Les
tâches (e) et (f) attendent qu’un coeur se libère pour être "pris en charge". Les tâches
(c) et (d) du processus B ont été complétées. Les tâches (e) ef (f) de B sont alors "pris
en charge". Il restera a s’occuper de (g). À la fin d’une boucle PIC, comme les processus
ne partagent pas leurs données (la mémoire est associée au processus) ils s’attendent et
échangent des données nécessaires avant de passer à l’itération suivante.

- Probe : Si on s’intéresse à l’allure des champs E, B à des endroits précis de
la simulation, il est plus commode de définir une grille plus petite. L’utilisateur
peut définir une série de points (un point unique, une ligne, une carte formant un
parallélogramme ou un volume parallélépipédique) sur lesquels seront interpolés
les champs E, B, ainsi que J et %. Par exemple, en 2D, on peut obtenir la carte(
t, f(x, y)

)
des champs, où f(x, y) définit une ligne dans le plan de simulation.

- Trajectory : Les macro-particules de la simulation peuvent être toutes ou en par-
tie suivies pendant une durée spécifique de la simulation. Ainsi l’utilisateur peut
connaître la position et la vitesse des macro-particules dans le temps. Il peut aussi
obtenir les champs interpolés sur ces mêmes macro-particules.

- Binning : Pour obtenir des données moyennées sur les macro-particules, il est
souvent plus utile de définir en amont un histogramme sur lequel sera déposé une
quantité ayant trait aux espèces présentes dans la boîte. L’utilisateur peut définir
lui-même la quantité à projeter et un nombre arbitraire d’axes à l’histogramme.
Ainsi pour obtenir un espace des phases on peut définir deux axes (ri, pi) dessinant
une grille sur laquelle sera projeté le poids wp de l’ensemble des macro-particules
des espèces sélectionnées.
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- Screening : Si les macro-particules croisent une ligne (2D) ou une surface (3D), on
peut de la même façon que le Binning faire un histogramme sur une quantité prédé-
finie de ces macro-particules. On peut par exemple obtenir les angles d’éjections des
macro-particules arctan(py/px), lorsque ces dernières traverses un plan suffisamment
loin des champs (absence de force).

L’ensemble de ces diagnostics se complètent et parfois se recoupent. Ainsi, en 2D, l’utili-
sateur peut définir une espèce neutre qu’il place le long d’une courbe s(x, y). Il est alors
possible de reproduire le résultat de Probe en utilisant Trajectory.

Une utilisation intensive des diagnostics peut rallonger considérablement les temps de
simulations. Chaque diagnostique possède un argument « every » pour définir la fréquence
d’écriture des données. Pour ne pas nuire aux performances, il est conseillé de ne pas
écrire trop régulièrement dans les fichiers, mais plutôt d’écrire d’un seul coup un bloc de
données gardé en mémoire. Smilei offre la possibilité à l’utilisateur de le faire.

4.3.3 Le fichier d’entrée

Bien que Smilei soit écrit en C++, les fichiers d’entrés sont écrit en Python. Le
fichier d’entrée contient ainsi plusieurs fonctions dont les paramètres seront utiles pour
décrire la simulation :

- Pour démarrer une simulation, il est nécessaire que ce fichier contienne la fonction
Main() dont les arguments servent entre autres choses à définir les dimensions de la
boîte de simulation (1D,2D,3D), la résolution en temps et en espace ou bien encore
le schéma FDTD utilisé.

- On pourra écrire dans le fichier d’entrée une ou plusieurs fonctions Species() pour
ajouter des macro-particules à la simulation.

- Des fonctions comme Laser(), Laser1D(), LaserGaussian2D() ou LaserGaussian3D()
permettent d’injecter un laser sur le bord gauche ou droit de la simulation (extrémités
de l’axe ex).

- Enfin les fonctions LoadBalancing(),Vectorisation() permettent d’affiner la stra-
tégie de parallélisation.

L’ensemble des diagnostiques cités précédemment sont accessible via les fonctions DiagScalar(),
DiagFields(), DiagProbe(), DiagTrackParticles(), DiagParticleBinning() et DiagScreen().
Enfin entre chaque « bloc », il est possible de définir tout ce qui peut être utile aux argu-
ments de chacune des fonctions. Enfin, on peut utiliser l’ensemble des modules pythons
(par exemple Numpy ou ‘Scipy).
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Chapitre 5

Les simulations 2D dans Smilei :
Méthodes, limitations

Bien que les simulations 1D présentent déjà un éventail de phénomènes physiques
et soient numériquement très accessibles, on peut se questionner sur la pertinence des
résultats sous cette hypothèse. Certains phénomènes physiques, comme les instabilités
plasma, nécessitent la description d’un plus grand nombre de dimensions. Cependant,
augmenter le nombre de dimensions à résoudre peut induire de forts biais numériques,
qu’il faut maîtriser voir supprimer pour éviter de détériorer la résolution du cas. On
s’appliquera ici à décrire les caractéristiques numériques des simulations 2D effectuées
avec Smilei.

5.1 Le référentiel mobile ou « Boosted-Frame » 2D
dans Smilei

Pour rendre les calculs théoriques plus simples ou les simulations numériques plus
abordables, les problèmes d’interaction laser-plasma sont parfois résolus dans un référentiel
différent de celui du laboratoire. En 1983 A. Bourdier [87] proposa de résoudre analyti-
quement la propagation d’une onde plane électromagnétique, en incidence oblique, dans
un plasma sous dense. Pour cela, il se place dans un référentiel inertiel où l’onde arrive
en incidence normale. Ce référentiel s’appuie sur le phénomène d’aberration relativiste,
comme montré sur la figure (5.1) et développé plus tôt dans ce manuscrit §(2.3.2).

Dans le référentiel du laboratoire (L), on considère une onde plane de fréquence
ω(L) en incidence oblique sur un plasma de densité électronique n(L)

e . On note θ(L)
i l’angle

d’incidence dans ce référentiel. On peut trouver, comme sur la figure (5.1b) un référentiel
inertiel, noté (M), se déplaçant à la vitesse vM/L = βcey par rapport à (L), tel que
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Figure 5.1 – Illustration du phénomène d’aberration relativiste dans le référentiel mobile.
(a) Un laser de fréquence ω(L) arrive avec un angle θi sur le plasma au repos. (b) Dans le
référentiel mobile tel que vL/M = βey, le laser arrive en incidence normale sur le plasma
en mouvement.

θ
(M)
i = 0. On note la transformation de Lorentz correspondante comme :ω

(M)

k(M)
x c
k(M)
y c

 =

 γ 0 −γβ
0 1 0
−γβ 0 γ

 ·
ω

(L)

k(L)
x c
k(L)
y c

 (5.1)

On développe alors chaque composante. En posant β = sin θ(L)
i et γ = 1/ cos θ(L)

i , on
obtient : 

ω(M) = γ
(
ω(L) − βk(L)

y c
)

k(M)
y c = γ

(
k(L)
y c− βω(L)

)
k(M)
x c = k(L)

x c

⇔


ω(M) = ω(L)/γ

k(M)
y = 0
k(M)
x = k(L) cos θ(L)

i

(5.2)

Dans le référentiel (M), le laser est vu comme une source mobile de vitesse vs =
− sin θ(L)

i cey. La fréquence reçue est décalée vers le rouge. C’est l’effet « Doppler trans-
verse » conséquence directe du ralentissement des horloges dans le référentiel mobile. Dans
ce même référentiel, le plasma dérive lui aussi avec une vitesse v = − sin θ(L)

i cey. Le
4-scalaire JµJµ étant un invariant, on trouve :

JµJµ = JM
µJMµ ⇔ n(M)

e = n(L)
e

cos θ(L)
i

(5.3)

La transformation de Lorentz appliquée au tenseur de Maxwell F µ
ν permet de trouver les

nouvelles amplitudes E0 et B0 des champs dans le référentiel mobile [20] :
E(M)
x = γ

(
Ex + cβBz

)
E(M)
y = Ey

E(M)
z = γ

(
Ez − βcBx

)
= 0
= E0 cos θ(L)

i

= 0
et


B(M)
x = γ

(
Bx − βEz/c

)
B(M)
y = By

B(M)
z = γ

(
Bz + βEx/c

)
= 0
= 0
= E0 cos θ(L)

i /c

(5.4)
L’amplitude des champs est donc réduite d’un facteur γ−1. Cependant l’amplitude norma-
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lisée a0 = eE/mωc demeure inchangée. Pendant l’interaction, la surface du plasma devient
une source secondaire. Dans le référentiel mobile, les ondes réfléchies et transmises sont
toujours colinéaires à ex. On se replace dans le référentiel du laboratoire en effectuant la
transformation de Lorentz inverse. Cette fois-ci, la surface du plasma est une source secon-
daire qui se déplace avec une vitesse vs = βcey. Un observateur placé dans le référentiel
(L) voit deux ondes se propager respectivement à θr et θt par rapport à la normale à la
cible, comme illustrée sur la figure (5.2).

Figure 5.2 – Passage du référentiel mobile au référentiel du laboratoire. (a) La surface
du plasma émet 2 ondes, dans la direction de réflexion et de transmission, normales à
la surface du plasma. (b) Dans le référentiel du laboratoire, la surface du plasma est
vu comme une source mobile de vitesse vs = βcey. À cause du phénomène d’aberration
relativiste, les deux ondes se propagent à des angles θr = −θi et θt = θi dans ce référentiel.

Le référentiel mobile, pour des dimensions supérieures à 1, dans son implémentation
la plus simple et économique, présente quelques désavantages numériques :

- La physique mis en jeu étant ultra-relativiste, la vitesse des sources à la surface du
plasma tend vers c pendant toute la durée de l’interaction (hypothèse vérifiée dans
les simulations). En particulier, périodiquement, des paquets d’électrons tels que
ne,paquet > nc possèdent une vitesse tel que ve,paquet → c ex. De plus, un plasma dérive
le long de ey. On va voir dans la section suivante §(5.2) qu’il est nécessaire de disposer
d’un schéma numérique tel que la vitesse de phase des ondes électromagnétiques
soit ≥ c à tout les angles pour éviter l’apparition d’instabilités numériques et de
rayonnement non physique.

- Le laser et ses harmoniques se propageront préférentiellement suivant ex. Un schéma
numérique FDTD comme celui de Yee n’est alors pas idéal puisqu’il est non dispersif
seulement sur la diagonale. On discutera d’un schéma peu dispersif, plutôt isotrope,
à la section §(5.3.1).

- Enfin, les plasmas issus de solides possèdent des densités électroniques très impor-
tantes (' 600nc dans le référentiel mobile). Il nous faut une grille spatiale suffisam-
ment fine pour résoudre la longueur de Debye λDe correctement et des pas de temps
suffisamment petit pour résoudre les oscillations plasmas de fréquence ' ωpe. On
évite ainsi d’autres instabilités numériques dues à la discrétisation de l’espace et du
temps que l’on étudiera brièvement à la section §(5.3.7) [68].
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Pour résoudre au mieux la physique quelle que soit la configuration (dans le référentiel
mobile ou le référentiel du laboratoire), il nous faut développer quelques outils dans Smilei
pour s’assurer de résolution satisfaisante de la physique.

5.2 Plasma à la dérive et instabilité Cherenkov nu-
mérique

L’instabilité Cherenkov numérique (« Numerical Cherenkov Instability ») est une
instabilité numérique bien connue dans les simulations PIC. On la rencontre principalement
lorsqu’un flot de macro-particules dépasse la vitesse de phase numérique c(ω, k) des ondes
dans le vide ou dans le plasma. Dans l’espace de Fourier une émission par effet Cherenkov
se produit lorsque l’hyperplan J̃(ω,k) croise l’hyperplan d’équation ω = kc(ω,k).

À cause de de la discrétisation en temps et en espace de la simulation, des modes
de la densité de courant J̃(ω,k) → J̃(ω,k,m), issus des zones de Brillouin différentes
de la principale, peuvent à leur tour croiser l’hyperplan ω = kc(ω,k). C’est un effet de
repliement ou « aliasing ». On parle parfois de « Grid Numerical Cherenkov Instability »
pour distinguer l’effet du mode m = 0 des autres modes sur la simulation.

Figure 5.3 – Illustration dans l’espace (ω, kx, ky) de l’instabilité Cherenkov numérique
dans le cas ou la méthode numérique est non dispersive à tous les angles. (a) Les surfaces
rouge et bleu définis par ω±light = ±kc ne croisent jamais le plan noir définit par ωpart =
vpart kx. Il n’y a pas d’instabilité liée au rayonnement Cherenkov pour le mode m = 0. (b)
Les surfaces rouge et bleu définis par ω±light = ±kc croisent respectivement les plans noirs
définit par ωpart(m) = vpart (kx ± 2π/∆x) pour m = ±1. Il y a donc bien une instabilité
liée à l’effet Cherenkov pour des modes m 6= 1.

Pour illustrer notre propos, on considère un faisceau de particules tel que βpart =
0.9999 ex. Dans l’espace de Fourier (ω, kx, ky) on représente ce faisceau par un plan défini
par ωpart = vpart kx. La lumière, elle, définit un cône dont la surface est définie par
ω±light = ±kc. Dans le cas d’un schéma numérique non dispersif, le plan ωpart ne croisera
jamais le cône ωlight comme cela est représenté sur la figure 5.3a. Cependant, dans un espace
discrétisé, les modes m 6= 0 de J̃(ω,k,m), représentés par des plans ωpart(m) = vpart k

′
x,

avec k′x = kx + m2π/∆x et m ∈ Z, croisent bien le cône ω±light comme représenté sur la
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figure (5.3b). Ces modes génèrent du rayonnement par effet Cherenkov. Ainsi même la
méthode pseudo-spectrale(1), pourtant non dispersif, il existe des instabilités numériques
dues à l’effet Cherenkov.

Figure 5.4 – Projection dans les plans (kx, ky) et (ω, kx) des figures (5.3a) et (5.3b). (a)
Intersections des surfaces définies par ωlight = ± kc et ωpart(m) = vpart (kx ±m2π/∆x),
avec m = {0, 1, 2, 3}. On note que le mode m = 0 n’admet aucune intersection avec les
surfaces ω±light puisque le schéma numérique considéré n’est pas dispersif. (b) Projections
des plans de courant dans le plan (ω, kx). Il y a instabilité Cherenkov numérique si les
droites sont dans la zone grise.

On a illustré sur la figure 5.4a la projection dans le plan (kx, ky) des intersections
entre les surfaces définit par ω±light = ±kc et les surfaces ωpart,m de l’ensemble des modes
m ∈ [−3,+3] de J̃(ω,k,m). Dans le plan (ω, kx), ces intersections correspondent aux
endroits où la projection des surfaces de courants se situe dans la zone grise de la figure
5.4b, représentant les modes électromagnétiques pour ky∆y/π ∈ [0.5, 1]. Pour des schémas
numériques standards, comme celui de Yee représenté sur la figure 5.5, la vitesse de phase
numérique des ondes s’écarte très vite de c sur les axes. Ainsi les macro-particules peuvent
artificiellement dépasser la vitesse de la lumière dans le vide. Le modem = 0 de J̃(ω,k,m),
croise alors les plans ω±light, devenant ainsi la source principale de l’instabilité numérique.

(1)abrégé dans la littérature PSATD pour « Pseudo-Spectral Analytical Time Domaine »
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Figure 5.5 – Illustration dans l’espace (ω, kx, ky) de l’instabilité Cherenkov numérique
dans le cas ou la méthode numérique est dispersive suivant les axes de la grille (schéma de
Yee). (a) Les plans rouge et bleu définis par ωlight = ±kc(ω, k) croisent le plan noir définit
par ωpart = vpart kx. Il y aura une forte émission électromagnétique liée à l’effet Cherenkov
numérique pour le mode m = 0. (b) Les plans rouge et bleu définis par ωlight = ±kc(ω, k)
croisent respectivement les plans noirs définit par ωpart(m) = vpart (kx ± 2π/∆x), pour
m = ±1. Il y a toujours une instabilité liée à l’effet Cherenkov pour des modes m 6= 1.

Figure 5.6 – Projection dans les plans (kx, ky) et (ω, kx) des figures (5.5a) et (5.5b).
(a) Intersections des surfaces définies par ωlight = ± kc(ω, k) et ωpart(m) = vpart (kx ±
m2π/∆x), pour m = {0, 1, 2, 3}. On note que le mode m = 0 intersecte cette fois-ci
les surfaces ω±light puisque le schéma numérique considéré, celui de Yee, est dispersif sur
les axes. (b) Projections des surfaces de courant dans le plan (ω, kx). Il y a instabilité
Cherenkov numérique si les droites sont dans la zone grise. Le mode m = 0 pénètre dans
cette zone pour kx∆x/π � 0.1.

5.3 Schéma FDTD paramétrique d’ordre 4

Comme cela a été discuté dans la section §(4.2.2.c), la discrétisation de l’espace
et la résolution des équations de Maxwell sur une grille modifient la vitesse de phase
des ondes dans le vide en fonction de leurs directions de propagation (anisotropie) et de
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Figure 5.7 – Exemple de configuration d’une simulation dans le référentiel du laboratoire
et le référentiel mobile. (a) Un laser (rouge) arrive sur la cible avec un angle d’incidence θi.
Il se propage suivant ex. Bien que le faisceau transmis (bleu) se propage lui aussi suivant
ex, le faisceau réfléchi (violet) ne peut se propager suivant ex ou ey sauf dans le cas ou
θi = 45◦. Dans le cas où θi = 60◦, on a θ1 = 30◦ et θ2 = 60◦. Ce qui n’est ni optimal pour
un schéma de Yee ou CKC. (b) Dans le référentiel mobile, la réflexion et la transmission
se font bien suivant ex. Cependant dans le cas du référentiel mobile un plasma sur-dense
dérive le long de l’axe perpendiculaire à celui de la propagation des ondes. Il faut être le
moins dispersif possible selon ex pour décrire correctement la propagation des ondes et
garder une vitesse de phase vφ & c dans toutes les directions pour éviter de rencontrer les
instabilités Cherenkov.

leur fréquence (dispersion). La stratégie habituellement adoptée consiste choisir un axe
principal pour lequel la relation de dispersion des ondes dans le vide ne sera pas modifiée.

Ainsi, jusqu’à présent, le schéma de Yee était choisi dans le cas où le laser et ses
harmoniques se propagent suivant un angle de θ = 45◦ sur la grille. La propagation des
ondes était alors plutôt mal décrite dans le cas où elle se faisait suivant les axes de la grille.
Les hautes fréquences finissaient par accumuler un retard très important par rapport aux
basses fréquences (déphasage) [8]. De plus comme vφvg = c2, la vitesse de groupe sera elle
aussi modifiée, entrainant une variation de la CEP (« Carrier-Envelope Phase ») et un
étalement temporel du signal [8].

Dans le cas où le laser et ses harmoniques se propagent à θ = 0◦ (suivant les axes de
la grille), on choisissait un schéma de Cole-Karkkainen-Cowan. C’est sur la diagonale que
la propagation des ondes est alors mal décrite.

5.3.1 Schéma numérique modifié de type 1 : Contrôler la disper-
sion

Dans le cadre de la génération d’harmoniques sur cible solide, que ce soit dans
le référentiel du laboratoire ou le référentiel mobile comme illustré sur la figure 5.7, il
n’est pas aisé de choisir le schéma FDTD adéquat puisque les signaux électromagnétiques
peuvent à priori se propager dans toutes les directions. Il nous faut fixer les paramètres
{α, β, δ} différemment de ce qui a été fait jusqu’à présent pour rendre le schéma le plus
isotrope et le moins dispersif possible. D’après l’équation (4.39) et en supposant la grille
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Figure 5.8 – Carte de la vitesse de phase pour le nouveau schéma FDTD d’ordre élevé
en ayant fixé le rapport ∆t/∆ = 1/

√
2. (a) Carte de vitesse de phase pour δ = −1/4.

La vitesse de phase vφ � 1. Le schéma se rapproche d’un schéma de Lehe symétrisé. (b)
Carte de vitesse de phase pour δ = −A/4 et A = 0.25. ∀k∆ ≤ π/2 le schéma est isotrope
et non dispersif. Dans les deux cas, le schéma est non dispersif sur la diagonale (vφ = 1).

uniforme, on a :

∆t ≤ MIN
( ∆√

1− 4δ
,

∆√
2

1√
1− 4β − 4δ

)
⇔ ∆

∆t ≥ MAX
(√

1− 4δ,
√

2
√

1− 4β − 4δ
)

(5.5)
On trouve alors que :

δ ≥
(

1−
( ∆

∆t
)2
)
/4 et β ≥

(
1− 1

2
( ∆

∆t
)2
− 4δ

)
/4 (5.6)

Pour supprimer toute dispersion sur la diagonale, de la même façon que le schéma de Yee,
on impose la condition CFL ∆t ≤ ∆/

√
2. On obtient alors pour les coefficients δ et β :

δ ≥ −1/4 et β ≥ −δ (5.7)

Comme illustré sur la figure 5.8a, dans le cas où δ = −0.25, la vitesse de phase vφ sur
les axes devient supraluminique, de telle sorte que vφ � 1.2 et max(vφ) ' 1.42c. Cette
propriété est intéressante puisque ce schéma supprime de fait le rayonnement Cherenkov
du mode m = 0 des densités de courant (le schéma de Lehe, avec un choix différent de
coefficients, supprime l’instabilité Cherenkov sur un axe seulement). Cependant vφ s’écarte
dangereusement de l’unité et le schéma reste très dispersif. Pour éviter un tel écart à la
constante c, il convient de faire tendre δ → 0. On fixe arbitrairement ce paramètre tel
que :

δ = −A4 avec A ∈]−∞, 1[ (5.8)

Sur la figure 5.8b, on choisit A = 0.25 tel que ∀ k∆ ≤ 0.5π la vitesse de phase vφ
ne s’écarte pas à plus de 1% de l’unité. Sur la figure 5.9 on montre que ∀ k∆ ≤ 0.5π ce
nouveau schéma est bien plus réaliste que les schémas de Yee et Cole-Karkkainen-Cowan
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qui eux s’écartent à plus de 3% de l’unité. Il est pratiquement sans dispersion (' 1‰ de
c, ce qui est très raisonnable pour les temps et distances que nous regardons). De plus,
comme illustré sur la figure 5.8b, ce schéma est pratiquement isotrope (toujours pour des
valeurs k∆ ≤ 0.5π).

Figure 5.9 – Comparaison du schéma FDTD modifié avec les schémas classiques de Yee
et Cole-Karkkainen-Cowan. (a) Le schéma de Yee est non dispersif sur la diagonale, mais
la vitesse de phase chute rapidement sur les axes tel que pour k∆ = π/2, on a vφ = 0.94c.
(b) Le schéma CKC est non dispersif sur les axes de la grille, mais la vitesse de phase chute
sur la diagonale telle que pour k∆ = π/2, on a vφ = 0.97c. (c) Schéma FDTD modifié
à δ = −1/16. Ce schéma est non dispersif sur la diagonale. L’ordre élevé du schéma lui
permet d’être supraluminique sur les axes tels que pour k∆ = π/2, on a vφ = 1.005c. Le
schéma demeure donc très peu dispersif en pratique, sauf pour des fréquences proches de
la fréquence de Nyquist telle que vφ ≤ 0.98 c si k∆/π ≥ 0.68. En fixant δ = −0.3/4, on a
max(vφ) = 1.02. De plus vφ ≤ 0.98 si k∆/π ≥ 0.78.

Figure 5.10 – Illustration dans l’espace (ω, kx, ky) de l’instabilité Cherenkov numérique
dans le cas du schéma FDTD modifié. (a) Les plans rouge et bleu définis par ωlight =
±kc(ω, k) croisent le plan noir définit par ωpart = vpart kx plus loin que pour le schéma
de Yee. Il y aura une émission électromagnétique liée à l’effet Cherenkov numérique
pour le mode m = 0 que l’on pourra éventuellement filtrer. (b) Les plans rouge et
bleu définis par ωlight = ±kc(ω, k) croisent respectivement les plans noirs définit par
ωpart(m) = vpart (kx ± 2π/∆x), pour m = ±1. Il y a toujours une instabilité liée à l’effet
Cherenkov pour des modes m 6= 1.
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En fixant A = 0.3, la vitesse de phase maximale ne dépasse toujours pas 2% de la
vitesse de la lumière (vφ ≤ 1.02c) et s’effondre à des fréquences légèrement plus hautes
sur l’axe tel que ∀ k∆/π ≤ 0.78 : vφ ≥ 0.98c. On illustre, sur les figures 5.10 et 5.11,
les conséquences de ce nouveau schéma sur l’instabilité Cherenkov : L’instabilité pour le
mode m = 0 est repoussée au delà de k∆/π ≥ 0.5.

On notera que seul un schéma spectral/PSATD [86] permet de supprimer presque
complètement la dispersion tout en assurant une isotropie, elle aussi, quasi-parfaite. En
pratique, on va voir qu’il n’est pas nécessaire cependant d’être aussi rigide sur l’absence
de dispersion dans le schéma. De plus, pour de nombreux codes PIC, il est plus évident
de modifier des coefficients dans un schéma FDTD déjà implémenté.

Figure 5.11 – Projection dans les plans (kx, ky) et (ω, kx) des figures 5.10a et 5.10b.
(a) Intersections des surfaces définies par ωlight = ± kc(ω, k) et ωpart(m) = vpart (kx ±
m2π/∆x), pour m = {0, 1, 2, 3}. On note que le mode m = 0 intersecte cette fois-ci
les surfaces ω±light au delà k∆/π ≥ 0.5 puisque c(ω, k) < c pour des valeurs de k∆/π
supérieures à 0.5. (b) Projections des surfaces de courant dans le plan (ω, kx). Il y a
instabilité Cherenkov numérique si les droites sont dans la zone grise. Le mode m = 0
pénètre dans cette zone pour kx∆x/π ≥ 0.5.

5.3.2 Schéma numérique modifié de type 2 : Contrôler l’instabi-
lité Cherenkov

On peut constater avec l’équation (5.5) qu’éloigner β de la valeur −δ revient à
s’écarter de la condition CFL pour le schéma numérique. De manière plus générale, s’écarter
des valeurs minimales pour les coefficients {δ, β} du schéma permet de réduire la vitesse de
phase sur les axes et/ou la diagonale. Ainsi, grâce à cela, en choisissant une autre condition
CFL, on peut définir de nouveaux coefficients pour le schéma FDTD, qui possède les mêmes
caractéristiques que le schéma précédent – à savoir une faible dispersion dans toutes les
directions pour k∆ ≤ 0.5π et des vitesses vφ ≥ 1. Pour supprimer toutes les instabilités
Cherenkov des modes m 6= 0 [88, 89], on impose la condition δt ≤ ∆/2. On obtient alors :

δ ≥
(

1− 4
)
/4 et β ≥

(
1− 2− 4δ

)
/4 (5.9)
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Les vitesses de phase sont visibles sur la figure 5.12a. On constate que pour ∀ k, la vitesse
de phase est supérieure à c. Ainsi, l’instabilité Cherenkov pour m = 0 est, elle aussi,
supprimée. Cependant avec ce choix de coefficients, le schéma est très dispersif. On peut
cependant, à partir de là, réduire les vitesses vφ en appliquant un facteur numérique à
chacun des coefficients tel que par exemple :

δ0 = 0.110 δCFL et β0 = −0.150
(

1− 2− 4δ0

)
/4 (5.10)

Les vitesses de phases sont visibles sur la figure 5.12b. On remarque alors que la vitesse de
phase est maintenue à vφ ' 1 de manière isotrope pour tout les k∆ ≤ π/2. On verra par la
suite que ce schéma est très avantageux puisqu’avec un filtrage adéquat des courants, on
peut supprimer complétement l’instabilité Cherenkov numérique, quelque soit le mode m.
Ensuite, les harmoniques ne subiront aucune dispersion jusqu’à la moitié de la fréquence
de Nyquist quelque soit leur direction de propagation. Dans le cas d’un plasma à la densité
solide c’est la résolution de la fréquence de Debye qui est limitante et nous sommes souvent
bien obligé d’avoir des résolutions telles que ∆ ' λ0/256.

Figure 5.12 – Carte de la vitesse de phase pour le nouveau schéma FDTD d’ordre élevé
en ayant fixé le rapport ∆t/∆ = 1/2. (a) Coefficient fixés à leurs minima autorisés par la
condition CFL. (b) Avec des paramètres superieur aux minima autorisés par la condition
CFL.

5.3.3 Test du schéma numérique modifié : Aspect général des
simulations de test et discussion autour du chauffage nu-
mérique

Pour évaluer l’impact de ce schéma FDTD modifié sur une simulation PIC, nous
simulons, à titre d’exemple, l’écoulement d’un plasma d’électron/ion de densité 10nc ou
500nc d’épaisseur T = 400nm à bord raide, tel que les gradients de densité L1 et L2
soient nuls. Ce plasma dérive suivant ey à des vitesses proches de c. On fixe le facteur de
Lorentz respectivement à γe,10 = 100 et γe,500 = 2. On fixe la température des électrons
respectivement à Te,10 = 100 eV et Te,500 = 1 keV. Un fond d’ion neutralisant dérive avec
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les électrons. Le domaine de simulation lui est fixé à S = Lx × Ly = 6.5× 5λ0. La maille
spatiale est fixée tel que ∆x = ∆y = ∆ = λ0/128 ou ∆ = λ0/256 de telle sorte que :

λDe =
√
ε0kBTe
nee2 = 1

2π

√√√√kBTe[mec
2]

ne[nc]
→ ∆ ' 11λ(10)

De et ∆ ' 12λ(500)
De (5.11)

Ainsi, le bruit d’auto-chauffage demeure négligeable sur le temps de simulation [68, 8, 19]
(c’est à dire sur 46.5T0). Enfin ∆t = ∆/

√
2 qui est la condition CFL pour le schéma de

Yee et le schéma modifié. On dispose aléatoirement 20 macro-particules par maille et par
espèce. L’ordre de projection et d’interpolation est 4. On présente sur la figure (5.13) la
position de chaque élément, en particulier des diagnostics qui nous permettront d’étudier
le système. On impose des conditions de type « Silver-Müller » sur les bords gauche et
droit du domaine, pour éventuellement injecter un champ électromagnétique.

Figure 5.13 – Présentation du domaine
de simulation utilisé pour tester le schéma
FDTD modifié. On dispose un plasma à une
distance de 3λ0 du bord gauche d’épaisseur
T = 0.5λ0 = 400 nm. Ce plasma dérive sui-
vant ey avec une énergie de γmec

2 ∈ {2, 100}.
La résolution spatiale du domaine est choisie
de telle manière à ce que λDe � 15∆. On
enregistre au cours du temps les signaux élec-
tromagnétiques qui passent par les « Probes »
(1,2) et (3). On enregistre aussi l’évolution
spatio-temporelle du plasma et des champs
à la surface à l’aide du « Binning » et de la
« Probe » (4). Initialement, aucun laser n’est
injecté par le bord gauche pour séparer les ef-
fets de l’écoulement et des champs extérieurs.

5.3.4 Décalage vers les hautes fréquences du mode m=0 de l’in-
stabilité Cherenkov numérique

On remarque sur les figures 5.10 et 5.11 que le schéma FDTD modifié permet
théoriquement, en fonction du paramètre δ, de repousser au delà de k∆/π ≥ 0.5 l’instabilité
Cherenkov numérique du mode m = 0 de la densité de courant. C’est ce qui est observé
sur la figure 5.14a. Le schéma de Yee étant très dispersif sur les axes, un plasma de 10nc
qui dérive sur la grille avec une énergie cinétique de Ek = 100mec

2 rayonne par effet
Cherenkov numérique. Ce rayonnement est présent pour de petites valeurs de k∆/π tel
que la physique peut s’en trouver sévèrement altérée. Avec le schéma modifié tel que
δ = −0.25/4 et β = −δ, la vitesse de phase des ondes dans le vide est c & 1 jusqu’à
k∆/π ≥ 0.5. Ainsi l’instabilité Cherenkov numérique, provoquée par le mode 0 de la
densité de courant, est repoussée au-delà de cette valeur. On remarque cependant que les
petites valeurs de k∆/π accusent tout de même un chauffage certainement non physique.
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Figure 5.14 – Transformée de Fourier spatiale de Bz à t = 46.5T0. (a) Comparaison
de |B̃z(kx, ky)|2 pour le schéma de Yee et le schéma modifié pour ne = 10nc et Ek =
100mec

2. On remarque que le schéma FDTD modifié repousse bien le rayonnement par
effet Cherenkov au delà de k∆/π = 0.5. (b) Comparaison de |B̃z(kx, ky)|2 pour le schéma
de Yee et le schéma modifié pour ne = 500nc et Ek = 2mec

2. Le mode 0 de l’instabilité
est de fait repoussé proche de la fréquence de Nyquist. Les instabilités dues aux modes
ωpart(m) = vpart (kx ±m2π/∆x) pour m = {2, 3} ne sont plus négligeable.

Pour des énergies de dérive plus modérée telle que Ek = 2mec
2, l’instabilité Cheren-

kov, pour le mode 0 de la densité de courant, est repoussé de fait loin dans le spectre comme
illustré sur la figure 5.14b. Cependant, pour des densités plasma plus importantes, telles
que ne = 500nc, le repliement spectral du mode 0, ainsi que les modes 2 et 3 deviennent
suffisamment intenses pour chauffer le plasma et modifier la physique. Encore une fois,
pour le schéma non standard, ces instabilités numériques sont repoussées proche de la
fréquence de Nyquist. On a représenté sur la figure 5.15 la position des intersections entre
les plans ωlight = ± kc(ω, k) et ωpart(m) = vpart (kx ± m2π/∆x), pour m = {0, 1, 2, 3},
lorsque la vitesse de dérive du plasma est de vp = 0.86c (γ = 2).

Figure 5.15 – Projection dans les plans (kx, ky) de l’intersection des surfaces définies par
ωlight = ± kc(ω, k) et ωpart(m) = vpart (kx ±m2π/∆x), pour m = {0, 1, 2, 3}. (a) Schéma
de Yee avec une vitesse de dérive du plasma de vp = 0.86c (γ = 2). (b) Schéma modifié
avec une vitesse de dérive du plasma de vp = 0.86c (γ = 2).
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5.3.5 Suppression raisonnable de l’instabilité Cherenkov et de
la dispersion : Le lissage des courants

On a vu dans la section précédente que le schéma FDTD modifié permettait de
repousser la grande majorité des instabilités Cherenkov numériques à des fréquences
plus grandes que k∆/π = 0.5. Cette propriété intéressante nous permet d’envisager des
méthodes de filtrage spatiales pour nous en débarrasser complètement sans pour autant
altérer négativement la physique aux basses fréquences. On utilise pour cela un filtre sur
les courants dont le noyau (matrice de convolution) à une dimension est donné par :

Kf (α) =
(

4(1− α)/2, 4α, 4(1− α)/2
)

(5.12)

En posant α = 0.5, on retrouve le noyau du filtre binomial [90] tel qu’à une dimension, on
a :

Jfi =
(1

4
1
2

1
4

)
·

Ji−1
Ji
Ji+1

→ Jfi = Ji
2 + Ji−1 + Ji+1

4 (5.13)

En utilisant le produit tensoriel, on trouvera le noyau à 2 dimensions :

Kf (α = 0.5) =

1/4
1/2
1/4

⊗ (1
4

1
2

1
4

)
= 1

16

1 2 1
2 4 2
1 2 1

 (5.14)

Ce filtre supprime les hautes fréquences et peut être employé n fois à la suite. Pour rendre
la coupure en fréquence plus abrupte on peut ajouter une étape de compensation au
filtrage [90], étape qui consiste à appliquer une fois un filtre tel que αc = n− nα+ 2α. On
décide pour la suite d’appliquer le filtre binomial 3 fois avant de rendre la coupure plus
abrupte telle que :

Jf = Kf (αc) ∗
[
Kf (α) ∗

[
Kf (α) ∗

[
Kf (α) ∗ J)

]]]
(5.15)

Dans le cas où J(x) ∝ ekx, on note J̃(k) ∝ g(k) ekx, avec g(k) la réponse impulsionnelle
du filtre. On a représenté sur les figures 5.16a et 5.16b g(k) pour plusieurs valeurs de n,
avec ou sans étape de compensation. Dans le cas où ∆ = λ0/128, on a kmax = 64k0. On
remarque qu’avec une étape de compensation, les courants tels que k ≤ 0.2kmax . 12k0
sont inchangés.

On a représenté sur la figure 5.17 l’effet d’un filtrage des courants. Pour des plasmas
peu denses, mais dont la vitesse de dérive est proche de c, les instabilités Cherenkov
sont bien mieux maîtrisées et le chauffage du plasma est reporté avec le schéma modifié,
comme illustré sur la figure 5.18a. Une ou deux étapes supplémentaires de filtrage semblent
nécessaires pour faire disparaître complètement ces instabilités. Avec le schéma de Yee,
cela serait impossible puisque l’instabilité commence pour des valeurs k∆/π → 0. Dans le
cas de plasma plus dense, mais avec des vitesses de dérive plus modestes, les instabilités
Cherenkov sont complètement maîtrisées avec le schéma modifié, de telle sorte que le
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Figure 5.16 – Réponse impulsionnelle de filtre binomial pour n passage(s). (a) Sans étape
de compensation K(αc). (b) Avec étape de compensation K(αc). On note que l’application
du filtre K(αc) permet de sauvegarder un peu mieux les courants basse fréquence de telle
manière à ce que le signal ne sera que très peu modifié pour k∆/π ≥ 0.2.

plasma ne chauffe même plus comme on peut le voir sur la figure 5.18b. Le schéma de Yee
lui reste instable.

Figure 5.17 – Transformée de Fourier spatiale de Bz à t = 46.5T0 avec trois passages
du filtre binomial et une étape de compensations. (a) Comparaison de |B̃z(kx, ky)|2 entre
le schéma de Yee et le schéma modifié pour ne = 10nc et Ek = 100mec

2. On remarque
que le schéma FDTD modifié avec filtrage réduit fortement les instabilités Cherenkov. (b)
Comparaison de |B̃z(kx, ky)|2 entre le schéma de Yee et le schéma modifié pour ne = 500nc
et Ek = 2mec

2. Les instabilités dues aux modes ωpart(m) = vpart (kx ± m2π/∆x) pour
m = {2, 3} ne sont toujours pas négligeable dans le cas de Yee, en particulier à cause
d’un couplage au niveau de la fréquence plasma kp =

√
500 ' 0.18. Le schéma modifié lui

semble débarrassé de toutes instabilités.

117



Chapitre 5. Les simulations 2D dans Smilei : Méthodes, limitations

Figure 5.18 – Émission électromagnétique du plasma pour les différents cas tests pré-
cédents. On compare pour chaque cas l’influence du schéma numérique (Yee/Modifié) et
du filtrage spatial des courants. (a) On remarque que sans filtrage le schéma modifié ne
diminue que très peu l’énergie rayonnée par le plasma dérivant dans la simulation à des
vitesses proches de c. Sans être complètement supprimée, l’émission due à l’instabilité Che-
renkov est maîtrisée avec l’utilisation conjointe du filtrage et du schéma modifié. (b) Pour
des plasmas très denses, mais moins rapides, il n’y a plus d’émission électromagnétique
avec l’utilisation conjointe du filtrage et du schéma modifié.

5.3.6 Chauffage numérique dû à l’instabilité Cherenkov pour un
plasma dense avec un schéma numérique de Cole-Karkainnen-
Cowan

On pourrait se demander, à juste titre, si l’utilisation d’un schéma numérique de
type Cole-Karkainnen-Cowan (CKC) demeure envisageable pour des simulations dans le
référentiel mobile. Bien qu’il soit non dispersif sur les axes à la limite CFL, le schéma de
CKC s’utilise en pratique à ∆t ' 0.98−0.99∆tCFL c’est-à-dire à ∆t = 0.98−0.99∆. Dans
ce cas, le schéma numérique devient aussi dispersif sur les axes et pour des particules telles
que vp → c, on peut retrouver une émission électromagnétique parasite à cause de l’effet
Cherenkov numérique ou dans des cas plus graves, une instabilité. La figure 5.19a montre
en effet que les plans ωlight = ± kc(ω, k) et ωpart = vpart kx se croisent pour des valeurs
de k∆/π → 0. Dans le cas où le plasma dérive avec une vitesse plus petite un filtrage de
courant, devrait à priori suffire à maîtriser l’instabilité comme on peut le voir sur la figure
5.19b.

Cependant, comme illustré sur la figure 5.20, l’utilisation d’un schéma de CKC
reste instable à la limite CFL [88, 89], même avec un filtrage. En effet, on observe sur
la figure 5.21a, que l’instabilité Cherenkov est déclenchée par les modes m > 0 de la
densité de courant. On note d’ailleurs un point chaud lorsque la droite d’équation ω2

light =
k2c2(ω, k) + ω2

pe croise la droite d’équation ωpart = vpart(m) (kx ±m 2π/∆x), avec m > 0.
Proche de la CFL, il n’y a pas d’instabilité Cherenkov déclenchée par le mode m = 0.

Lorsque l’on choisit une résolution temporelle telle que ∆t = ∆/2, parfois appelé
« Magical Timestep » [88, 89], on supprime l’instabilité déclenchée par les modes m > 0
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Figure 5.19 – Projection dans le plan (kx, ky) des intersections des surfaces définies par
ωlight = ± kc(ω, k) et ωpart(m) = vpart (kx ±m2π/∆x), pour m = {0, 1, 2, 3} en utilisant
un schéma CKC proche de la limite CFL, ici ∆t = 0.98∆tCFL. (a) La vitesse de dérive
du plasma s’approche de la vitesse de la lumière dans le vide, vp → c. (b) La vitesse de
dérive du plasma est plus basse, telle que vp = 0.86c (γ = 2).

de la densité de courant. Cependant, comme le montre les figures 5.20 et 5.21b, un
rayonnement par effet Cherenkov demeure pour m = 0, le schéma étant devenu dispersif
sur les axes à force de s’éloigner de la limite CFL.

Enfin, les figures 5.20 et 5.21c indique que le schéma modifié ne voit aucune instabilité
numérique déclenchée, que ce soit par les modes m = 0 ou m > 0 de la densité de courant.
Il semble donc convenir bien mieux qu’un schéma de CKC standard pour des simulations
dans le référentiel mobile.

Figure 5.20 – Énergie électromagné-
tique émise par un plasma dérivant
avec une énergie Ek = 2mec

2 suivant
l’axe ey pour trois schémas numériques
différents : Schéma de CKC à ∆t =
0.98∆ (limite CFL), schéma de CKC à
∆t = 0.5∆ (MT) et le schéma modifié
à ∆t = 0.98∆/

√
2.
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Figure 5.21 – Transformée de Fourier de Bz(t, y) en x = 1, position de « Probe » (2).
Un plasma de ne = 100nc et Ek = 2mec

2 dérive au milieu du domaine de simulation. La
droite en pointillés correspond à la droite d’équation ωpart = vpart kx (a) |B̃z(w, ky)|2 pour
le schéma CKC et ∆t = 0.98∆. L’instabilité Cherenkov numérique est déclenchée par les
modes m > 0 de la densité de courant, principalement lorsque la droite d’équation ω2

light =
k2c2(ω, k) + ω2

pe croise la droite d’équation ωpart = vpart (kx ±m 2π/∆x) (flèche blanche).
(b) |B̃z(w, ky)|2 pour le schéma CKC et ∆t = 0.5∆. L’instabilité Cherenkov numérique est
déclenchée par le modem = 0 de la densité de courant, lorsque la droite d’équation ωlight =
±kc(ω, k) croise la droite d’équation ωpart = vpart kx (flèche blanche). (c) |B̃z(w, ky)|2 pour
le schéma modifié et ∆t = 0.98∆/

√
2. L’instabilité Cherenkov numérique est absente.

5.3.7 Le miroir plasma dans le référentiel mobile

Jusqu’à présent, le plasma s’écoulait sans perturbations extérieures le long de l’axe
ey. Ce nouveau schéma semble d’ores et déjà plus stable que les schémas FDTD classiques.
On peut se demander si l’interaction du plasma avec un laser est bien décrite par le
nouveau schéma. En particulier, on regarde l’allure du spectre électromagnétique produit
par l’oscillation de la surface plasma. Pour cela, un fait interagir un laser de fréquence
ωM = ω0/2 et un plasma d’électron/ion de densité nM = 2n0 = 200nc d’épaisseur
T = 5.5λ0 avec un gradient de densité, sur la face éclairée, tel que L1 ' 0.08λ0. Ce plasma
dérive suivant ey avec une vitesse vp ' 0.86c, c’est-à-dire γe = 2. On fixe la température
des électrons respectivement à Te = 1 keV. Un fond d’ion neutralisant dérive avec les
électrons. Le domaine de simulation lui est fixé à S = Lx × Ly = 6.5× 10.5λ0. La maille
spatiale est fixée tel que ∆x = ∆y = ∆ = λ0/128 de telle sorte que ∆ ' 15.6λDe. Enfin
∆t = ∆/

√
2 qui est la condition CFL pour le schéma modifié. On dispose aléatoirement

20 macro-particules par maille et par espèce. L’ordre de projection et d’interpolation est
4. On présente sur la figure 5.22 les principaux résultats.

La figure 5.22a illustre le mouvement de la surface au cours du temps. Lorsque le
plasma (en rouge) est tiré par le champ incident et lorsque la vitesse de la surface tend
vers c, des harmoniques du laser incident sont émises et des impulsions attosecondes (en
violet) se propagent dans le vide. On a tracé le spectre du rayonnement sur la figure
5.22b entre les harmoniques 20 et 60. On rappelle que les harmoniques tels que ω ≥ 32
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Figure 5.22 – Illustration d’une simulation laser-plasma 2D, dans le référentiel mobile.
(a) Émission d’impulsion attosecondes. (b) Spectre du rayonnement réfléchi. (c) Courant
jy des électrons. (d) Courant jx des électrons. L’émission des impulsions attosecondes
coïncide avec les instants où jy → 0.
se propagent bien dans la boîte, mais possède une vitesse de phase erronée à cause de la
dispersion numérique du schéma pour de valeurs de k∆/π ≥ 0.5. Sur les figures 5.22c et
5.22d sont représenté les courants jx et jy des électrons. On remarque que l’émission de
l’impulsion attoseconde se produit au moment même ou jy → 0 et donc où jx/ne → c. À
ce moment-là, l’accélération responsable de l’émission électromagnétique est centripète.

Bien que la physique semble être correctement décrite, la densité du plasma a été
fortement réduite. En effet, un solide irradié par un laser présente des densités électroniques
n0 ' 300nc. On simule donc un plasma d’électron/ion de densité nM = 2n0 = 600nc.
Avec la même résolution spatiale, on fixe la température des électrons respectivement à
Te = 10 keV pour résoudre correctement la longueur de Debye, telle que ∆ ' 8.59λDe. On
s’aperçoit cependant que le plasma chauffe et que la simulation est numériquement instable.
En faite, les densités plasma importantes nous obligent à mieux mailler temporellement
notre simulation pour résoudre la fréquence plasma ωpe. Ainsi il est généralement admis
que ∆tωpe ' 0.2 assure la stabilité de la simulation [68].

On a donc réalisé, au total trois simulations, telle que ∆ ∈ {λ0/128, λ0/256, λ0/512},
ce qui correspond à ∆t ∈ {T0/181, T0/362, T0/724}. Les valeurs de ∆/λDe et ∆ωpe sont
respectivement de {8.59, 4.29, 2.14} et {0.85, 0.42, 0.21}. Dans le dernier cas, on observe
sur la figure 5.23 que le plasma ne chauffe plus de manière déraisonnable. La physique
semble bien décrite.

La figure 5.24 montre que le bruit dans les impulsions attosecondes sont très dé-
pendantes de ce chauffage numérique. Une mauvaise résolution de la fréquence plasma
entraine l’extinction du spectre harmonique. Le chauffage numérique dû à une mauvaise
résolution de la longueur de Debye n’est pas forcement celui qui importe sur nos temps
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Figure 5.23 – Évolution au cours du temps de l’énergie cinétique du plasma, de densité
600nc, (a) et de l’énergie électromagnétique (b) dans le domaine de simulation pour trois
résolutions temporelles ∆t ∈ {T0/181, T0/362, T0/724}. On remarque que le chauffage
numérique disparaît lorsque ∆ωpe ' 0.2.

d’interaction. Finalement, l’allure du spectre, avec un plasma à densité réduite, semble
très proche du spectre à la densité du solide. On pourra donc se contenter de simulation
moins gourmande en ressource pour illustrer correctement la physique de la surface du
miroir.

Figure 5.24 – Évolution du spectre des champs réfléchis pour ∆ωpe ∈ {0.85, 0.42, 0.21}.
La mauvaise résolution temporelle de la simulation vis-à-vis de période plasma entraine un
chauffage numérique qui détériore grandement le spectre ré-émis. (a) Pour ∆ωpe ' 0.85
le spectre ne s’étend pas plus loin que l’harmonique 20. Il existe un point chaud sur
la carte (k, ω), repéré par la flèche blanche. (b) Pour ∆ωpe ' 0.42 le spectre s’étend
jusqu’à l’harmonique 50. Il existe toujours un point chaud sur la carte (k, ω). (c) Pour
∆ωpe ' 0.21, le spectre atteint l’harmonique 90. Il n’y a plus de points chauds sur la carte
(k, ω).
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Figure 5.25 – Modification du paramètre β du schéma modifié pour reproduire la disper-
sion d’un schéma CKC sur la diagonale. Éloigner β de sa valeur minimale fait chuter la
vitesse de phase sur la diagonale. Dispersion évaluée pour ∆t = ∆/

√
2.

5.3.8 Influence de l’anisotropie dans un schéma type CKC pour
la génération d’harmoniques

Dans le référentiel mobile, l’incidence du laser est normale et les champs laser et
réfléchis se propagent sur les axes de la grille. On peut se demander quel est l’effet
de l’isotropie du schéma dans un tel cas. Le schéma de Cole-Karkaïnnen-Cowan étant
instable proche de la limite CFL ou bien dispersif sur les axes pour ∆t = ∆/2, on change
le paramètre β du schéma FDTD modifié de manière à reproduire la dispersion d’un
schéma CKC sur la diagonale seulement. Ainsi on fixe δ = −0.225/4 et β = −1.8δ. Dans
la première moitié de la zone de Brillouin, illustré sur la figure 5.25, le schéma modifié
reproduit à 0.78% d’erreur relative le schéma de CKC proche de la limite CFL.

La figure 5.26 montre que le spectre à ky = 0 est très peu modifié, bien qu’à haute
fréquence, les pics harmoniques sont moins bien dessinés (perte de contraste) dans le
cas du schéma anisotrope. Dans le cas du schéma de Yee, visiblement instable, les pics
harmoniques sont même très bruités. Le spectre 2D |B̃z(ω, ky)|2 fait ressortir des signaux
visiblement non physiques pour ky ' 4k0, des « satellites », repérés par des flèches blanches
dans le cas du schéma anisotrope. Ainsi, même dans le référentiel mobile, l’isotropie du
schéma numérique semble bénéfique.
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Figure 5.26 – Illustration de l’effet de l’anisotropie dans le schéma FDTD modifié. (a)
Le schéma est isotrope (δ, β) = (−0.225/4,+0.225/4). (b) Le schéma est anisotrope
(δ, β) = (−0.225/4,+0.225/4×1.8). Des satellites apparaissent lorsque ky ' 4k0. (c) Dans
le schéma à Yee, les satellites semblent moins prononcés. On note que le plasma semble
chauffer numériquement (instable). (d-e-f) Allure du spectre en ky = 0 pour les trois
schémas numériques. Dans le cas du schéma anisotrope, le contraste des pics harmoniques
est moins bon.

5.3.9 Le miroir plasma dans le référentiel du laboratoire

C’est dans le référentiel du laboratoire que la propriété d’isotropie du schéma est
la plus utile. Comme évoqué par G. Blaclard [86] la dispersion numérique des schémas
standards dévie angulairement les harmoniques de leur direction de propagation théorique.
Le vide semble posséder un indice optique différent pour chaque fréquence. Par conséquence
les harmoniques sont émises dans des directions différentes. Cet effet est néfaste pour
l’étude des harmoniques après qu’elles se soient propagées dans le domaine de simulation
puisqu’elles ont été émises dans une direction différente de ce qui est prévu théoriquement.

Pour valider les propriétés d’isotropie du schéma modifié, on simule un plasma
d’électron/ion de densité n0 = 100nc qui possède un gradient sur sa face éclairée telle que
L1 ' 0.08λ0. On fixe la température électronique à Te = 1 keV. Les ions sont froids et
infiniment lourds. Le laser d’amplitude a0 = 10, de fréquence ω0 et dont le waist w = 3λ0,
arrive sur la cible avec un angle θ = 60◦. L’enveloppe temporelle est assumée être un sin2.
Le domaine de simulation lui est fixé à S = Lx × Ly = 40× 40λ0. La maille spatiale est
fixée tel que ∆x = ∆y = ∆ = λ0/128 tel sorte que ∆ ' 11λDe. On fixe ∆t = ∆/

√
2,

la condition CFL le schéma modifié, tel que ∆tωpe ' 0.34. On dispose aléatoirement 20
macro-particules par maille et par espèce. L’ordre de projection et d’interpolation est 4.
Le domaine de simulation est représenté sur la figure 5.27a.

Le laser incident se propage sur l’axe ex. Cependant le signal réfléchi dans la direction
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spéculaire se propage avec un angle θg = −60◦ par rapport à ex. On compare sur les figures
5.27d et 5.27e le spectre du signal réfléchi, à une distance l = 25λ0 ' 0.5zr, pour une
simulation réalisée avec le schéma de Yee et le schéma modifié.

Figure 5.27 – Simulation 2D de l’interaction laser-plasma dans le référentiel du laboratoire.
(a) Le laser, d’amplitude a0 = 10, vient se réfléchir avec un angle d’incidence θ = 60◦ sur
un plasma très dense (100nc). La direction spéculaire forme un angle θg = 60◦ avec l’axe
ex. Cette configuration n’est pas idéale pour un schéma de Yee ou CKC. (b) Instantanné
de la surface du plasma pendant l’interaction. (c) Évolution temporelle de la surface
du plasma, pendant l’interaction, au point focal. (d) Spectre 2D |Bz(θ, ω)|2 du faisceau
réfléchis lorsque le schéma de Yee est utilisé. (e) Spectre 2D |Bz(θ, ω)|2 du faisceau réfléchis
lorsque le schéma modifié est utilisé. On remarque que même pour de petites résolutions,
l’isotropie et l’absence de dispersion pour k∆/π ≤ 0.5 du schéma modifié permet une
description fidèle et réaliste du contenu harmonique.

Sans surprise, le schéma de Yee présente une déviation du signal en fonction de l’ordre
harmonique. Comme évoqué dans [86], il faudrait une résolution d’au moins λ0/322 pour
obtenir une déviation des harmoniques inférieures à 5 mrad. Le schéma modifié lui présente
une dispersion quasi nulle jusqu’à 2πfN/2 = 128ω0/4, avec fN la fréquence de Nyquist.
Cette propriété du schéma modifié permet d’envisager des scénarios de simulation à bas
coup de temps de calcul sans avoir à choisir de direction privilégiée, ce qui est beaucoup
moins contraignant dans le design du domaine de simulation.

Ce schéma FDTD modifié semble ainsi être une alternative sérieuse (non un rem-
plaçant) aux schémas numériques PSTD/PSATD qui sont, dans nos conditions, soumis
aux mêmes contraintes de temps et d’espace que les schémas FDTD plus classiques
(∆tωpe ' 0.2, ∆/λDe ' 10, etc.). Les schémas PSTD/PSATD demeurent plus couteux
pour une même résolution de temps et d’espace.
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Chapitre 6

Diagnostic numérique pour les
champs électromagnétiques rayonnés
à l’infini

6.1 Cinématique à 3 dimensions d’espace

On a vu précédemment qu’avec l’aide des fonctions de Green nous trouvions les
solutions retardées des équations d’onde ∂α∂αAµ = µ0J

µ :

Φ(r, t) = 1
4πε0

∫
dV ′ 1
|r − r′|

[ρ(r′, t′)]ret (6.1)

A(r, t) = µ0

4π

∫
dV ′ 1
|r − r′|

[J(r′, t′)]ret (6.2)

avec dV ′ = d3r′ et t′ = t−|r−r′|/c. Les crochets []ret autour des sources sert à le rappeler.
On peut établir le même résultat pour les champ E et B grâce aux équations de Maxwell
de telle sorte que :

E(r, t) = 1
4πε0

∫
dV ′ 1
|r − r′|

[−∇′ρ− 1
c2
∂J

∂t′
]ret (6.3)

B(r, t) = µ0

4π

∫
dV ′ 1
|r − r′|

[∇′ × J ]ret (6.4)

En prenant garde au faite que [∇′f ]ret 6= ∇′[f ]ret(1), on explicite les dérivées partielles
spatiales pour trouver les formules de Jefimenko qui généralisent les lois statiques de

(1)[∇′f ]ret représente le gradient de f par rapport à r′ pour t′ constant. Cependant ∇′[f ]ret représente le
gradient de f par rapport à r′ pour x et t fixe. De la même manière [∂t′f ] représente la dérivée temporelle
de f à x′ constant, alors que ∂t′ [f ] représente la dérivée temporelle de f pour x et t constant.
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Coulomb et Biot-Savard [20] :

E(r, t) = 1
4πε0

∫
d3r′ [ρ]ret

n

R2 +
[
∂ρ

∂t′

]
ret

n

cR
−
[
∂J

∂t′

]
ret

1
c2R

(6.5)

B(r, t) = µ0

4π

∫
d3r′ [J ]ret ×

n

R2 +
[
∂J

∂t′

]
ret
× n

cR
(6.6)

Figure 6.1 – Représentation des champs instantanés E et B produit par une particule
en mouvement rectiligne uniforme. Le long de sa trajectoire le vecteur de Poynting S =
(E × B)/µ0 est non nul de la même manière qu’il est non nul autour d’une boucle de
courant. Inspirée de [].

On peut montrer (en prenant encore une fois un certain nombre de précautions quant
aux dérivées partielles) que l’équation (6.5) peut se mettre sous une forme différente
[91, 92, 93, 22] :

E(r, t) = 1
4πε0

∫
d3r′ [ρ]ret

n

R2 +

Loi d’Ohm locale︷ ︸︸ ︷(
[J ]ret · n

)
n+ n× n× [J ]ret
cR2︸ ︷︷ ︸

Rayonnement zone de champ proche

+ n× n× ˙[J ]ret
c2R︸ ︷︷ ︸

Rayonnement à∞

(6.7)

Sous l’intégrale, [∂t′f ]ret = ∂t[f ]ret []. Cette formulation présente l’avantage de lever l’am-
biguïté sur la nature transverses, des champs électromagnétiques rayonnés à l’infini sans
faire appel à une condition de jauge particulière(2). Les variations de courant transverse
sont les seules à présenter une dépendance en 1/R :

E∞⊥ (r, t) = − 1
4πε0c2

∫
d3r′

1
R

[
∂J⊥
∂t′

]
ret

avec J⊥ = J − (J · n)n (6.8)

Dans le membre de droite de l’équation (6.7) on identifie deux termes de rayonnement dans
la zone de champ proche. La figure 6.1 illustre l’existence de ce rayonnement de champ

(2)La gauge de Coulomb utilise une construction mathématique, la décomposition de Helmholtz, qui
sépare les composantes rotationnel et irrotationnel de J . Elles sont notées improprement J⊥ et J‖. Ce
n’est pas la convention utilisée ici.
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proche pour une particule en mouvement rectiligne uniforme. Le long de la trajectoire, le
vecteur de Poynting S = (E ×B)/µ0 n’est pas nul.

En partant de l’équation 6.5, dans le cas d’une charge ponctuelle animée d’un
mouvement quelconque, tel que ρ(r′, t′) = qδ(r − r0(t′)) et J(r′, t′) = ρv(t′), on trouve :

E(r, t) = q

4πε0

{[
n

κR2

]
ret

+ ∂

c∂t

[
n

κR

]
ret
− ∂

c2∂t

[
v

κR

]
ret

}
(6.9)

avec κ = (1−n·v). Cette équation permet d’arriver aux formules de Feynman et Heaviside
[20, 94] (dont les nombreuses formes ont été discuté dans [95]). Elle est équivalente aux
résultats établis à l’aide des potentiels par Liénard et Wiechert. En effet, en partant tou-
jours du principe que le champ électromagnétique rayonné à l’infini est dû à l’accélération
des charges Erad

⊥ = −∂tA⊥ :

E∞⊥ (r, t) = − 1
4πε0c2

∂

∂t

∫
d3r′

[
J⊥
R

]
ret

= − 1
4πε0c2

∂

∂t

[
J⊥
κR

]
ret

(6.10)

En se plaçant suffisamment loin pour que n ne varie pas et que les variations de R dans
le temps soient négligeables (rayonnement à l’infini) :

E∞⊥ (r, t) ∝ − 1
κR

[
a⊥

κ
+ v⊥(n · a)

κ2

]
ret

avec ∂

∂t
= ∂t′

∂t

∂

∂t′
= 1
κ

∂

∂t′
(6.11)

La formule (6.11) met en évidence le phénomène d’aberration relativiste. En effet le
terme de rayonnement (le champ électrique perpendiculaire à la ligne de vue) n’est plus
simplement dépendant de l’accélération transverse. Pour peu que la vitesse transverse de
la particule ne soit pas nulle, une accélération longitudinale participe au rayonnement. On
peut réécrire (6.11) tel que :

E∞⊥ (r, t) = − q

4πε0c

1
κR

[
β̇⊥κ

κ2 −
β⊥κ̇

κ2

]
ret

= − q

4πε0c

1
κR

∂

∂t′

[
β⊥

κ

]
ret

(6.12)

= + q

4πε0c

1
κR

∂

∂t′

[
n× n× β

κ

]
ret

(6.13)

Comme expliqué par Feynman [94] et calculé par Lienard et Wiechert, le fait d’intégrer
spatialement la densité de charge, de courant ou une quantité source « s » qui se déplace
en direction d’un observateur revient à corriger cette valeur par un facteur 1/κ. Ainsi :

E∞⊥ (r, t) = q

4πε0c

1
κR

∂

∂t′

[
n× n× β

κ

]
ret

= q

4πε0c

∫
d3r′

1
R

∂

∂t′

[
n× n× β

κ

]
ret

(6.14)

Avec E∞LW (r, t) le champ rayonné à l’infini, calculé à partir des potentiels de Lienard et
Wiechert on ré-exprime Erad

⊥ (r, t) :

E∞⊥ (r, t) '
∫

d3r′
[
κErad

LW

]
ret

(r′, t) =
∫

d3r′
[
S
]
ret

(6.15)

La source S ≡ κELW (r, t) à sommer le long d’une droite de pente ±1 sur un diagramme
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de Minkowski (ct, x) n’est donc plus seulement composé des accélérations transverses (3).
Notons au passage que, contrairement au cas ou β � c, le diagnostique est anisotrope.
Ainsi on sommera sur des droites de pente +1 lorsque n = +ex et sur des droites de pente
−1 lorsque n = −ex.

6.2 Cinématique à 3 dimensions dans le cas particu-
lier d’un plan de courant infini et transverse à la
direction d’observation

On a vu plus tôt dans ce manuscrit que la solution pour les champs transverses dans
le cas où A, J ou E ne dépendent que de (x, t) est donnée par :

E⊥(x, t) = − 1
4πε0c

∫
dx′ [J⊥]ret (6.16)

On remarque que les champs transverses rayonnés à l’infini sont ceux donnés par la loi
d’Ohm locale autour de la trajectoire de la particule (qui varie en 1/R2 dans le cas ou
cette dernière est ponctuelle dans un espace à 3 dimension). Dans cette nouvelle géométrie
contrainte, où les particules sont assimilées à des plans de charge et courant, nous perdons
la notion de champ proche et de champ lointain(4). Tout les champs rayonnés se propagent à
l’infini. C’est le cas notamment du champ longitudinal coulombien. On remarque qu’il n’est
plus possible de lier directement l’accélération des particules à l’onde électromagnétique.
Cependant, on remarque dans le cas d’une particule (considérée comme infini dans ses
dimensions transverses) que :

∂E

∂t
(x, t) = − q

4πε0c

∂

∂t

[
β⊥
κ

]
ret

= q

4πε0c

1
κ

∂

∂t′

[
n× n× β⊥

κ

]
ret

(6.17)

On retrouve ainsi les formules de Lienard et Wiechert, sans la dépendance en R. C’est
dans le front d’onde que se situe l’information sur l’accélération. La figure 6.2 illustre cela :

On fait apparaître une particule initialement au repos. Elle subit une accélération ay
au temps t0 qui l’amène à avoir une vitesse vy. Elle est ensuite considérée en mouvement
rectiligne uniforme le long de ey. Le champ coulombien longitudinal commence par se
propager le long de x à l’apparition de la particule. Les champs transverses se propagent
dès la mise en mouvement de la particule. L’onde transverse est ensuite constante ∀ 0 <
x < c(t− t0)(5).

Le champ enregistré par un détecteur à l’infini (là où la particule ne peut plus être
considéré comme un plan) est intimement lié à l’accélération de la charge représentée par
le front de l’onde émise dans la simulation. Très loin de la source, et si la particule change

(3)En physique lorsque β � c, on sait que le rayonnement est nul dans la direction de l’accélération
(formule de Larmor), ce n’est plus vrai en physique relativiste.

(4)Parfois appelé respectivement zone de Fresnel et abusivement zone radiative.
(5)On ne regarde que ce qui se passe d’un côté de la particule, cependant le champ Ey est symétrique

vis à vis du plan de courant.
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Figure 6.2 – Lien entre le champ enregistré dans une simulation PIC généré par un plan
de courant infini et le champ 3D réellement enregistré sur un détecteur x→∞. Le plan
est subitement acceléré à la vitesse vy. Les champs transverses sont en rouge. Les champs
longitudinaux en bleu. On retrouve l’information sur l’acceleration dans le front de l’onde
plane.

de vitesse au cours du temps c’est la succession des fronts d’onde qui constituera l’émission
électromagnétique sur un hypothétique détecteur à l’infini, c’est à dire l’endroit où ∂tE⊥
n’est pas nul. Les spectres des "champ de vitesse" et "champ d’accélération" admettent
une dépendance simple : Dans l’espace de Fourier, TF

(
∂tE

)
(x0, t) = −iωẼ(x0, ω), où x0

est la position du détecteur.

On peut donc savoir, à posteriori, sur une carte (t, x), précisément à quelle position
dans l’espace-temps les particules qui compose le plasma rayonne à l’infini.

6.3 Dynamique

Pour obtenir les champs rayonnés par une particule (ou une macro-particule) ac-
célérée, il nous faut donc connaître sa vitesse et son accélération. D’un point de vue
cinématique a = dv/dt. Cependant, il peut-être utile de relier directement l’accélération
à la force que la particule subit. Le principe fondamentale de la dynamique stipule que :

dp
dt = f = m0γ̇v +m0γa⇔ a = f − γ̇v

m0γ
(6.18)

On voit qu’une particule qui reçoit ou perd de l’énergie est accéléré dans toutes les
directions où sa vitesse n’est pas nul. La particule qui reçoit ou perd de l’énergie change de
référentiel inertiel et la dilatation des temps s’applique alors sur l’évaluation des vitesses.
On peut ré-écrire la source S du rayonnement en fonction de sa vitesse et des forces qui
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s’exerce sur elle :

S =
(
a⊥
κ

+ n · a
κ2 v⊥

)
= 1
m0γκ2

(
(f⊥ − γ̇v⊥)κ+ n · (f − γ̇v)v⊥

)
(6.19)

= 1
m0γκ2

(
κf⊥ ± f‖v⊥ − γ̇v⊥(κ± v‖)

)
(6.20)

Le signe dépend de la projection de f ou v sur n. Comme la force qui s’exerce sur la
particule est électromagnétique on sait que γ̇ = qE · v. Une charge rayonne alors :

Erad
⊥ (x, t) = q2

4πε0c2

∫
dx′ (1∓ v‖)f⊥ ± f‖v⊥

qm0γ(1∓ v‖)2 − v⊥(E · v)
m0γ(1∓ v‖)2 (6.21)

Dans le cas d’un « miroir » pour lequel on ne prend pas en compte la dynamique
transverse des particules qui le compose, on a :

Erad
⊥ (x, t) = q

4πε0c2

∫
dx′ f⊥

m0γ(1∓ v‖)
⇔ ∂Arad

⊥
∂t

(x, t) = − q

4πε0c2

∫
dx′ dp⊥/dt′

m0γ(1∓ v‖)
(6.22)

En faisant l’hypothèse que à chaque instant, v2 = v2
‖ + v2

⊥ ne varie pas (hypothèse ultra
relativiste), on a γ̇ = 0 et par conséquent :

∂Arad
⊥
∂t

(x, t) = − q

4πε0c2

∫
dx′dv⊥dt ⇔ Arad

⊥ (x, t) = − q

4πε0c2
v⊥

1∓ v‖
≡ E1D (6.23)

On retrouve la formule avancée par Gonoskov [6, 59] dans le modèle RES, où le potentiel
vecteur A est improprement remplacé par E.
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Chapitre 7

Génération d’harmoniques lors de
l’interaction d’un laser sur une
feuille mince en incidence normale

Comme nous avons eu l’occasion d’en discuter dans la première partie de ce manuscrit,
il est à priori admis l’existence de trois mécanismes permettant de générer des harmoniques
dans le faisceau transmis :

- L’émission cohérente synchrotron (CSE) qui se produit au niveau de la sur-
face éclairée lorsque les électrons de la face avant replongent brutalement dans le
plasma. Ils expérimentent une accélération transverse vis-à-vis de leurs vitesses. Les
fréquences ω � ωpe/ cos θ sont réfléchis.

- L’émission cohérente de transition (CTR) qui se produit au niveau des sur-
faces éclairées et arrière lorsque les électrons passent l’interface vide/plasma et
plasma/vide. Au niveau de la face avant, les fréquences ω � ωpe/ cos θ sont réfléchis.
Pour être efficace, l’interface vide/plasma doit être aussi abrupte que possible.

- L’émission cohérente de sillage (CWE) qui se produit au niveau de la face
arrière lorsqu’un gradient de densité électronique est excité par un paquet d’électrons
provenant lui aussi de la face arrière et qui s’enfonce dans le plasma. Les fréquences
produites par ce mécanisme sont inférieures à ωpe.

Cependant, ces trois mécanismes réunis ne suffisent pas à expliquer la présence d’harmo-
niques ∈ [ωpe, ωpe/ cos θ] dans les spectres expérimentaux du faisceau transmis. Il existerait
ainsi un quatrième mécanisme non étudié et documenté jusqu’à présent, capable à minima
de générer ces fréquences.

Pour simplifier notre étude, nous allons considérer, dans un premier temps, qu’une
onde plane, polarisée suivant ey et qui se propage suivant ex, arrive sur la cible avec
un angle d’incidence nul. Expérimentalement difficile à mettre en œuvre, cette situation
demeure théoriquement intéressante et plus simple à analyser. En incidence normale, le
mécanisme CWE ne contribue à priori pas au rayonnement [42]. Comme cela semble avoir
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été démontré dans les études précédentes [60, 9, 96], seules les harmoniques de fréquence
ω ≥ ωpe produites au niveau de la face éclairée devrait être présente dans le signal transmis,
indiquant (de faite) que la production d’un rayonnement par transition est inefficace.

Nous allons montrer avec ce qui suit que ces conclusions sont incomplètes et qu’elles
sont dues aux restrictions géométriques imposées à la simulation.

7.1 Simulation 1D3V

On étudie d’abord le rayonnement obtenu à la suite d’une simulation où l’ensemble
{ρ,J ,E,B} ne dépend que de (x, t). Ainsi ∇⊥F = 0∀t, avec ∇⊥ ≡ {∂y, ∂z} et F une
quantité scalaire ou vectorielle quelconque. En d’autres termes, on impose une symétrie
de translation pour les dimensions transverses.(1)

La cible est un plasma de densité nmax
e,0 , d’épaisseur T et qui présente un gradient

exponentiel en face avant et arrière de taille caractéristique L1 et L2. Les ions et les
électrons qui le composent sont des plans de telle sorte que seule la direction normale à la
cible soit cohérente pour le rayonnement électromagnétique émis par le plasma, comme
illustré sur la figure 7.1a. Sur la figure 7.1b, les accélérations sont représentées par une flèche
verte le long de la trajectoire d’un électron et permettent de distinguer les mécanismes
qui contribuent aux champs réfléchis et transmis.

Figure 7.1 – Représentation schématique de l’interaction laser/plasma en incidence
normale. Les émissions ont lieu sur la surface éclairée et arrière. (a) Vue en coupe. (b)
Vue dans le plan (ex, ey). On a représenté la trajectoire hypothétique d’un électron issu
de la surface éclairée par le laser incident. Dans le cas d’un plan de courant parallèle à ey,
seule la direction θ = 0 est cohérente pour le rayonnement. Le champ réfléchi est composé
des fréquences induites par le mécanisme ROM ainsi que des fréquences ω ≤ ωpe induites
par le mécanisme CSE. Le champ transmis est composé des hautes fréquences produites
par CSE, ainsi que de celles issues, à priori, du mécanisme CTR.

(1)Ces simulations sont abusivement appelées "simulations 1D". Mais il n’existe pas d’onde électroma-
gnétique dans un espace à 1 dimension.
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On résume les paramètres physiques et numériques de la simulation dans le tableau
7.1. La densité du plasma est celle du Mylar ou de l’Aluminium complètement ionisé par
un laser de 800 nm. Pour simplifier l’étude, les ions sont considérés comme infiniment lourd
(ions immobiles). Bien que la fréquence plasma soit suffisamment résolue (ωpe∆t ' 0.1), la
longueur de Debye ne l’est pas initialement (initialisation froide du plasma). On s’assurera
donc que pendant la simulation, au cours de l’interaction laser-plasma, le plasma devienne
assez chaud pour que λDe soit résolu et qu’aucun chauffage numérique ne vienne altérer
les résultats.

Données Physiques
A Durée nmax

e,0 T L1 L2 T ◦

10 a0 20T0 400nc 0.5λ0 0.01λ0 0.00λ0 10−12 keV

Données Numériques
Schéma
num. Tsim Lsim ∆x c∆t PPM Ions mobiles

Yee 26.5T0 6.5λ0 λ0/1024 0.95λ0/1024 2000 Non

Table 7.1 – Résumé des caractéristiques physiques et numériques de la simulation.

Figure 7.2 – Étude du champ transverse Ey(x, t). (a) Évolution spatiale et temporelle
du champ transverse électromagnétique Ey dans le domaine de simulation. L’échelle de
couleur a été multipliée par 100 sur la partie droite (lorsque x > 0.25λ0) pour faire
apparaitre le champ transmis. (b-c) Champ Ey respectivement réfléchis et transmis.

7.1.1 Analyse spectrale des champs réfléchis et transmis

Nous commençons notre étude avec une simple étude spectrale des champs incidents
et transmis par le plasma. La figure 7.2a représente l’évolution spatiale et temporelle du
champ Ey dans le domaine de simulation. Les figures 7.2b et 7.2c sont les champs Ey
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réfléchis et transmis enregistrés à ±2λ0 des faces éclairées et arrière respectivement. On
remarque d’abord que le champ transmis est pratiquement 100 fois plus faible que le
champ réfléchit.

On a représenté sur la figure 7.3b et 7.3d les spectres Ẽy(ω) des champs réfléchis et
transmis. Comme on s’y attend, seules les harmoniques impaires sont présentes du fait de
l’incidence normale. De plus, seules les harmoniques au delà de ωpe = 20 sont observables
dans le champ transmis. Le champ haute fréquence transmis tire très certainement son
origine de la face éclairée. La face arrière ne semble pas émettre puisqu’aucun signal n’est
observé lorsque ω < ωpe. On note au contraire que le spectre du champ réfléchi ne s’étend
guère au delà de ωpe. On comprend cette corrélation en étudiant la transformée de Fourier
7.4a de la figure 7.2a.

Figure 7.3 – Harmoniques dans les champs réfléchis et transmis. (a-b) Champ réfléchi
Ey(t) et sa transformée de Fourier Ẽy(ω). (c-d) Même chose pour le champ transmis. On
remarque qu’il n’y a aucun signal sous ωpe dans le champ transmis.

On observe assez clairement sur 7.4a que les fréquences ω > ωpe naissent sur la
face éclairée et ne subissent aucune modification d’intensité au cours de la traversée de
la surface arrière. On filtre plusieurs gammes harmoniques afin de superposer les trains
d’impulsions attoseconde avec les densités électroniques sur les figures 7.4b, 7.4c et 7.4d.
En rouge on représente le signal tel que ω ∈ [2, 14], en bleu ω ∈ [6, 18] et enfin en violet
ω ∈ [24, 36].

Tout d’abord, on observe assez clairement sur la figure 7.4c que le signal rouge
(basse fréquence) semble être issu du mécanisme ROM : Ce sont les électrons extraits
du plasma, à la surface, qui émettent le signal harmonique. Le train d’impulsion violet
(haute fréquence) traverse le plasma avec une vitesse de groupe vg < c et présente un
retard de quelques attosecondes avec la sortie du jet d’électron qui semble lui avoir donné
naissance au niveau de la surface éclairée via le mécanisme CSE. Enfin, le signal bleu
(moyenne fréquence) ne semble pas être émis par le mécanisme ROM. En effet il présente
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Figure 7.4 – Représentation des trains d’impulsion attoseconde pour plusieurs gammes
spectrales : En rouge, ω ∈ [2, 14]. En bleu, ω ∈ [6, 18]. En violet, ω ∈ [24, 36]. (a) Trans-
formée de Fourier Ẽy(x, ω) de 7.3a. (b) Superposition des trains d’impulsion attoseconde
et des densités électroniques (échelle de gris, logarithmique). (c-d) Zoom successif de (a).
Pour obtenir les enveloppes, seule la partie positive de la transformée de Fourier a été
filtrée. Il faut donc multiplier les champs obtenus par 2 et les intensités (échelle de couleur
rouge, bleue et violette) par 4 pour obtenir la bonne valeur numérique.

un léger retard avec le signal rouge et apparait quand les électrons replongent dans le
plasma. Comme nous sommes en incidence normale, ce train d’impulsion ne peut pas être
dû au mécanisme CWE. En faite, ce sont à priori les fréquences créées par le mécanisme
CSE qui ne peuvent pas pénétrer dans le plasma. Elles sont donc réfléchies par le plasma,
à la surface.

7.1.2 Les courants transverses comme sources du rayonnement
et limitations dans l’étude en transmission pour des plas-
mas sur-critique

Pour les simulations PIC dont les quantités ne dépendent que d’une seule dimension
spatiale (ici x), un des principaux diagnostiques pour l’émission d’une onde électromagné-
tique consiste à analyser les courants transverses retardés [44, 58, 97]. On a vu plus tôt
dans ce manuscrit, en posant tret = t− x0/c, que :

E∞y (x0, t) = − 1
4πε0c

∫ x0

−∞
dx′ [Jy]ret (7.1)
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avec x0, la position du détecteur et E∞y le champ transverse suivant ey rayonné à l’infini.
On montre avec la figure 7.5 que cette méthode ne fonctionne que pour des plasmas
sous-critique et qu’elle ne s’applique pas aisément à la physique étudiée dans ce manuscrit.

À partir de la carte des courants électroniques transverses sur la figure 7.5a, on
calcule le champ transmis. Pour chaque point (x0 = 1, t) sur le détecteur, on somme
l’ensemble des courants transverses sur le segment de pente 1 tel que x < x0 et qui
intersecte (x0, t). On calcule la transformé de Fourier du champ rayonné ainsi retrouvé
(courbe bleue sur la figure 7.5c).

Une seconde méthode, similaire, consiste à calculer dans un premier temps la trans-
formée de Fourier 2D de la figure 7.5a. Pour obtenir le contenu harmonique du champ
transmis, il suffit de prendre le spectre sur la droite d’équation ω = −kc (courbe orange
sur la figure 7.5c).

Figure 7.5 – Méthode des courants retardés. (a) Carte (x,t) des courants transverses
jy. Le champ Ey enregistré en (x0 = 1, t0) serait la somme des courants sur le segment
de pente 1 qui passe par le point (x0 = 1, t0) tel que x < x0. (b) Transformée de Fourier
j̃y(kx, ω) de jy(x, t). (c) Spectres du champ transmis en utilisant le champ calculé en (a)
- bleu - ou directement en prenant le spectre sous la ligne pointillée blanche d’équation
ω = −kc sur la figure (b) - orange.

Dans les deux cas, le spectre obtenu n’est pas celui escompté. La limitation majeure
de cette technique, développée dans [44, 58] et utilisé par exemple dans [97], réside dans
l’épaisseur du plasma compte tenu de sa densité. En effet, le signal et les sources ne peuvent
pas être considérés comme étant dans le vide. On voit bien, sur la figure 7.5b, qu’il existe
une source harmonique sur la droite d’équation ω = nkc avec n =

√
1− (ωpe/ω)2 qui est

la signature d’une onde électromagnétique qui se propage dans un plasma et qui excite
sur son passage les électrons du plasma sur-critique. On montre que la source du champ
Ey transmis se situe bien sur la face éclairée, mais que le rayonnement produit sur cette
surface se propage de proche en proche dans le plasma avant d’émerger de l’autre coté au
niveau de la face arrière.

On illustre ce phénomène avec la figure 7.6, en calculant la transformée de Fourier
1D j̃y(x, ω). Le contenu harmonique des sources sur la surface éclairée du plasma, tracé sur
les figures 7.6b et 7.6c, ne correspond pas au spectre du champ transmis de la figure 7.3d.
Contrairement au contenu harmonique des sources situées sur la face arrière du plasma,
tracé sur les figures 7.6e et 7.6f.
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Figure 7.6 – Transformée de Fourier 1D j̃y(x, ω) des courants transverses jy(x, t) . (a)
Carte (x, ω) des courants transverses. (b-c-d-e-f) Coupes à différentes profondeurs dans
le plasma, respectivement 0λ0 (surface éclairée), 0.05λ0 (épaisseur de peau), 0.25λ0 (milieu
de la cible), 0.45λ0 (une épaisseur de peau avant la face arrière), 0.5λ0 (face arrière).

On décide alors de filtrer spatialement les courants transverses pour ne prendre en
compte que les courants tel que x ∈ [0.45λ0, 0.55λ0] comme illustré sur la figure 7.7a. En
faisant cela, on assume que c’est une fine couche de plasma (d’une épaisseur de peau) sur
la face arrière qui serait la source du champ enregistré. Sur la figure 7.7b, On représente
j̃fy (kx, ω) la transformée de Fourier 2D de jy(0.45 < x < 0.55λ0, t) ≡ jfy (x, t). En prenant
le spectre sous la droite d’équation ω = −kc (figure 7.7c), on retrouve le spectre du champ
Ey transmis.

Figure 7.7 – Méthode des courants retardés en ne tenant compte que des courants
transverses tel que jfy (x, t). (a) Illustration du filtrage spatial. La courbe noire représente
l’hypergaussienne ayant servi pour le filtrage. En bleu, la densité électronique initiale
normalisée. (b) Transformée de Fourier j̃fy (kx, ω). On trace en pointillé la droite d’équation
ω = −kc. (c) Spectre sous la droite d’équation ω = −kc. On retrouve le spectre du champ
transmis.

La figure 7.8 montre bien que les courants sur la face éclairée reproduisent bien le
spectre du champ Ey réfléchi. La figure 7.9, quant à elle, illustre le fait que ce sont les
courants retardés au niveau de la face arrière qui reproduisent le spectre du champ Ey
transmis. Le spectre obtenu en considérant les courants sur la face éclairée semble éloigné
du spectre du champ détecté, alors que c’est sur cette même face que l’interaction a lieu.
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On a montré qu’il n’était pas évident de faire le lien entre les courants retardés et
le champ transmis. Le contenu harmonique, produit par les courants sources sur la face
éclairée, est fortement modifié lors de la propagation du champ dans le plasma. Le seul
lien direct possible consiste a considérer la face arrière comme une source secondaire du
rayonnement.

En plus de cette difficulté, les courants transverses ne renseignent pas, à priori,
sur le mécanisme d’émission. En effet, nous ne savons pas quelle force est à l’origine de
l’accélération des électrons et donc, du rayonnement. Nous allons par la suite utiliser les
formules de Lienard et Wiechert pour obtenir davantage de renseignements.
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*

Figure 7.8 – Sources pour le champ réfléchi. On filtre les courants transverses sur
la face éclairée pour ne garder que les sources x ∈ [−0.1, 0.1]λ0 tel que j̃fy (kx, ω) ≡
TF2D [jy(−0.1 < x < +0.1, t)]. (a) Illustration du filtrage spatial. La courbe noire re-
présente l’hypergaussienne ayant servi pour le filtrage. En bleu, la densité électronique
initiale normalisée. (b) Spectre du champ Ey réfléchi à x0 = −0.1λ0 (ligne pointillée grise
sur 7.8a). (c) Spectre obtenu le long de la droite ω = +kc de j̃fy (kx, ω).

*

Figure 7.9 – Sources pour le champ transmis. On filtre les courants transverses sur
la face éclairée pour ne garder que les sources x ∈ [−0.1, 0.1]λ0 tel que j̃fy (kx, ω) ≡
TF2D [jy(−0.1 < x < +0.1, t)] (courbes rouges) ou bien on filtre les courants transverses
sur la face arrière pour ne garder que les sources x ∈ [+0.45,+0.55]λ0 tel que j̃fy (kx, ω) ≡
TF2D [jy(+0.45 < x < +0.55, t)] (courbes verte). (a) Illustration du filtrage spatial.
La courbe noire représente l’hypergaussienne ayant servi pour le filtrage. En bleu, la
densité électronique initiale normalisée. (b) En rouge : Spectre du champ Ey transmis à
x0 = +0.1λ0 (ligne pointillée grise sur 7.9a). En vert : Spectre du champ Ey transmis à
x0 = +0.55λ0. (c) En rouge : Spectre obtenu le long de la droite ω = −kc de j̃fy (kx, ω)
pour un filtrage spatial de la face avant. En vert : Spectre obtenu le long de la droite
ω = −kc de j̃fy (kx, ω) pour un filtrage spatial de la face arrière.

*
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7.1.3 Les champs produits par une accélération : Analyse avec
les formules de Lienard et Wiechert

Dans la partie précédente (à la section §6.2) nous avons vu qu’il était possible de
faire apparaitre les formules de Lienard et Wiechert pour les champs rayonnés dans le cas
particulier d’un plan de courant :

E∞⊥ (x0, t) = − 1
4πε0c

∫ x0

−∞
dx′ [J⊥]ret ⇔

∂E∞⊥
∂t

(x, t) = q

4πε0c

1
κ

∂

∂t′

[
n× n× β

κ

]
ret

(7.2)

Ainsi, en partant de ce constat, nous pouvons établir une carte κE∞LW (x, t) tel que :

∂E∞⊥
∂t

(x0, t) = q

4πε0c

∫ x0

−∞
dx′ ∂

∂t′

[
n× n× β

κ

]
ret

=
∫ x0

−∞
dx′

[
κE∞LW

]
ret

(7.3)

De la même manière qu’avec les cartes de courants, pour obtenir ∂tE∞⊥ (x0, t) au point
x0 il suffit de sommer les contributions de κE∞LW(x, t) situées sous le segment de pente
±1 qui intersecte le plan de détection en x0 au temps t. C’est ce qui est représenté sur
la figure 7.10 pour l’émission dans la direction spéculaire (figure 7.10a) et la direction de
transmission (figure 7.10b). On parlera génériquement dans la suite de ce manuscrit de
"sources κE∞LW retardées" pour différencier cette méthode de celle courants transverses
retardés.

Figure 7.10 – Carte (x, t) de κE∞LW · ey. Les encarts supérieurs représentent les densités
électroniques initiales ainsi que l’hypergaussienne servant de filtre spatial pour les spectres
de la figure 7.11. (a) Carte pour les champs émis dans la direction spéculaire. (b) Carte
pour les champs émis dans la direction de transmission. Les flèches représentent des droites
de pentes ±1 servant à calculer le champ réfléchis ou transmis respectivement.
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Pour produire ces cartes on a enregistré la trajectoire (x, y), les moments (px, py) ainsi
que les champs ressentis Ex, Ey, Bz de 50% des particules présentes dans la simulation pour
pouvoir recalculer en "post-processing" les termes présents dans les formules de Lienard et
Wiechert. Il n’existe, actuellement, aucun module dans Smilei capable de le faire pendant
la simulation. Il est donc nécessaire de disposer d’une mémoire suffisante pour utiliser
cette méthode qui utilise plusieurs To de données.

Figure 7.11 – Spectre des champs obtenus en réflexion (←) ou en transmission (→) à
l’aide des cartes (x, t) de κErad

LW · ey de la figure 7.10. (a) En filtrant la face éclairée de
la carte 7.10a. (b) En filtrant la face éclairée de 7.10b. (c) En filtrant la face arrière de
7.10b.

De la même manière qu’avec les cartes de courant on filtre spatialement les contri-
butions de la face avant et arrière à l’aide d’une hypergaussienne de demi largeur ∆ =
0.05λ0 (1λp) centrée sur la face avant en x = 0λ0 ou arrière en x = 0.5λ0. Le filtrage est
représenté sur les encarts supérieurs de la figure 7.10. On trace les spectres des champs
ainsi obtenu sur la figure 7.11.

On note sur la figure 7.11a que, après avoir filtré la face éclairée, le spectre du
champ réfléchi est bien reproduit. Il n’y a pas de différence avec la méthode des courants
retardés. On remarque qu’il en est autrement pour les champs transmis. Contrairement à
la méthode des courants retardés, la figure 7.11b (où on garde seulement les contributions
de la face éclairée) fait apparaitre clairement un spectre que l’on peut relier directement
avec celui de la figure 7.11c (où on garde seulement les contributions de la face arrière).
On delà de ωpe, les deux spectres sont identiques. Le contenu harmonique est apparu sur
la face éclairée et s’est propagé dans le plasma. La surface arrière, source secondaire du
rayonnement, réémet les fréquences ω > ωpe. Les fréquences ω < ωpe sont réfléchies par le
plasma et disparaissent donc entre la figure 7.11b et 7.11c.

Pour s’assurer que le filtrage spatial n’induit aucun biais dans les résultats, on a
calculé le spectre de la figure 7.11b avec différentes largeurs d’hypergaussienne (∆ ∈
{0.025λ0, 0.05λ0, 0.1λ0}). Les résultats de ces filtrages, tracés sur la figure 7.12b sont
comparés aux spectres F̃ (x = x0, ω) du champ F (x, t) = [Ey(x, t)+Bz(x, t)]/2, sur la figure
7.12c, qui se propage vers l’avant, respectivement en x = x0 ∈ {0.025λ0, 0.05λ0, 0.1λ0},
c’est à dire juste à la droite de chaque hypergaussienne (comme représenté sur la figure
7.12a). Le spectre au-delà de ωpe semble à chaque fois très bien reproduit. Des différences
subsistent entre les figures 7.12b et 7.12c pour les fréquences ω < ωpe. Pour x0 = 0.025λ0,
les basses fréquences de F ne sont pas totalement filtrées. Ce n’est le cas qu’au bout de
2λp.

147



Chapitre 7. Génération d’harmoniques lors de l’interaction d’un laser sur une feuille mince en incidence
normale

Figure 7.12 – Spectre du champ transmis au niveau de la face éclairée. (a) Illustration
du filtrage spatial. Les spectres F̃ (x0, ω) se calculent à droite de l’hypergaussienne. (b)
Spectre obtenu avec la carte (x, t) de κE∞LW ·ey pour différentes largeurs d’hypergaussienne.
(c) Spectre F̃ (x0, ω) pour différents x0 : 0.025λ0 (bleu), 0.05λ0 (orange), 0.1λ0 (vert).

Pour confirmer les études précédentes sur le mécanisme CSE, on sépare les contribu-
tions de chaque champ dans l’accélération des plans d’électrons. On recalcule les cartes
κE∞LW (x, t) en ne tenant compte que de Ex ou Ey ou enfin Bz. On compare de la même
façon que précédement les spectres issus des sources au niveau la face éclairée (figure
7.13a) et les spectres issus des sources au niveau de la face arrière (figure 7.13b).

Sur la figure 7.13a il est clair que les harmoniques ω > ωpe sont produites conjoin-
tement par les champs Ey et Bz. Le champ Ex quant à lui produit principalement des
harmoniques pour des fréquences ω < ωpe. Sur la face arrière, le champ Ex ne joue plus
aucun rôle, ce sont principalement les champs Ey et Bz qui accélèrent les électrons dans
le plasma pour permettre la propagation de l’onde jusqu’à sa sortie.

Figure 7.13 – Spectres des champs transmis obtenus avec les cartes κE∞LW · ey en ne
tenant compte que des champs Ex (bleu), Ey (vert) ou Bz (rouge). (a) Spectre obtenu en
sélectionnant seulement les courants au niveau de la face éclairée. (b) Spectre obtenu en
sélectionnant seulement les courants au niveau de la face arrière.
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Comme le mécanisme CSE est intimement lié à l’existence d’un paquet dense d’élec-
trons qui plonge dans le plasma, on calcule de nouveau finalement les cartes κE∞LW · ey
en ne sélectionnant que les particules telles que px > 0.25mec. En faisant cela, supprime
la réponse du plasma - écrantage - dans l’émission vers l’avant (et donc la réflexion des
fréquences ω < ωpe) puisqu’on supprime la cible qui présente des impulsions px < 0.25mec.
Le résultat de ce filtrage est visible sur la figure 7.14. On repère l’harmonique ω = 30ω0
par une droite verticale, ainsi que η = 10−4 par une droite horizontale pour servir de guide
lors de l’analyse.

Figure 7.14 – Spectres des champs transmis, au niveau de la face éclairée, obtenus avec
les cartes κE∞LW · ey en ne gardant que les contributions des particules avec px > 0.25mec.
(a) Spectre obtenu prenant en compte tout les champs. (b) Spectre obtenu en tenant
compte seulement de Ex. (c) Spectre obtenu en tenant compte seulement de Bz. (d)
Spectre obtenu en tenant compte seulement de Ey.

Nous constatons que dans notre régime d’interaction que, pour les particules rapides,
le champ Ex semble produire autant d’harmoniques que le champ Bz ou Ey. Jusqu’à
présent, le rayonnement vers l’avant était simplement attribué au champ transverse Ey ou
Bz [98].
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7.1.4 Les courants transverses des particules après qu’elles aient
quitté la face éclairée

Jusqu’à présent nous nous sommes contenté d’analyser le rayonnement provenant
de la surface éclairée, se propageant dans le plasma et qui sera finalement détecté en
x→∞. Nous avions constaté grâce à la figure 7.4 qu’aucun nouveau signal ne semblait
être émis sur la face arrière et que en particulier, les impulsions attosecondes provenant de
la face éclairée semblait être bien dissocié temporellement des jets d’électrons relativistes.
Pourquoi ces jets n’émettent-ils pas ? Ne sont-ils plus accélérés ?

On peut comprendre cette absence d’émission en analysant la figure 7.15. Tout
d’abord on montre avec les figures 7.15a et 7.15b que les champs transverses détectables
au delà du plasma correspondent majoritairement aux champs hautes fréquences provenant
de la face éclairée. En réponse au passage d’une onde et d’un paquet d’électrons, la surface
arrière (avec px ' 0) semble émettre elle aussi un champ à la fréquence plasma.

Figure 7.15 – Carte (x, t) de champs et de courants électroniques. On repère le passage
d’un jet d’électron sur la face arrière en lui accolant une droite de pente +1. Les échelles
de couleurs sont volontairement saturées. (a) Carte du champ Ey. (b) Carte du champ
Bz. (c) Carte de courant jx. (d) Carte de courant jy.

Les figures 7.15c et 7.15d montre que les jets d’électrons (jx < 0) ne présentent, à
priori, aucun courant jy net en émergeant du plasma. Ainsi d’après l’équation (7.1) il
semble évident que les jets ne sont la source d’aucun rayonnement sur la face arrière du
plasma. L’espace des phases représenté sur la figure 7.16 confirme bien cela : Il n’y a qu’en
surface que les électrons possèdent une impulsion py significative (dû au laser). Les jets
d’électrons, dès leur entrée dans le plasma, ne possèdent aucune impulsion transverse.
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Figure 7.16 – Espace des phases lors de la traversée de deux jets d’électrons. (a-b-c)
Espace (x, px) aux temps t ∈ {14.25, 14.50, 14.75}T0. (d-e-f) Espace (x, py) aux temps
t ∈ {14.25, 14.50, 14.75}T0

7.1.5 Conclusions sur les simulations 1D3V

Bien qu’il soit admis que les électrons, au niveau de la face éclairée, soit la source
d’un rayonnement X-UV, il n’est pas évident de mettre en lumière le mécanisme exact
d’émission. Les courants localisés sur la face avant ne permettent pas d’obtenir un spectre
harmonique suffisamment proche de celui détecté. En plus de cela, ces mêmes courants
ne nous renseignent pas sur les champs accélérateurs à l’origine du rayonnement. Les
cartes κE∞LW obtenus grâce aux formules de Lienard et Wiechert semblent montrer que
les champs Ex jouent un rôle eux aussi dans l’émission vers l’avant contrairement à ce qui
avait pu être avancé dans [9, 96, 98].

Finalement lorsque les jets traversent la face arrière, ces derniers ne possèdent aucune
vitesse transverse. Ce résultat est en adéquation avec la conservation du moment canonique
transverse initiale dans le cas d’une symétrie par translation suivant e⊥. Ainsi, les électrons
ne sont la source d’aucun rayonnement électromagnétique. Seule la surface arrière (avec
px ' 0) ré-émet, à la manière d’un dipôle, ce qui a pu lui être transmis.

7.2 Simulation 2D3V

On étudie maintenant le rayonnement obtenu à la suite d’une simulation où l’en-
semble {ρ,J ,E,B} dépend de (x, y, t). On impose ∂zF = 0∀t.

La cible est un plasma de densité nmax
e,0 , d’épaisseur T et qui présente un gradient
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exponentiel en face avant et arrière de taille caractéristique L1 et L2. Les ions et les
électrons qui le compose sont des fils de longueur infinie suivant ez. La cible présente une
symétrie de translation le long de ey. L’onde incidente est toujours plane et arrive avec
un angle d’incidence θ = 0 sur le plasma, de telle sorte que toujours seule la direction ex
soit la seule direction de propagation cohérente pour les ondes électromagnétiques.

On résume les paramètres physiques et numériques de la simulation dans le tableau
7.2. La densité du plasma est celle du Mylar ou de l’Aluminium complètement ionisé par
un laser de 800 nm.

Données Physiques
A TL nmax

e,0 T L1 L2 T ◦

10 a0 20T0 400nc 0.5λ0 0.01λ0 0.00λ0 10−12 keV

Données Numériques
Schéma
num. Tsim Lsim ∆x ∆y c∆t PPM Ions

mobiles
Modifié 26.5T0 6.5× 20λ2

0 λ0/256 λ0/256 λ0/512 100 Non

Table 7.2 – Résumé des caractéristiques physiques et numériques de la simulation.

7.2.1 Onde plane polarisé dans le plan de simulation

Initialement, au vu de la symétrie par translation du système suivant la direction ey,
on pourrait s’attendre à ce que cette simulation soit identique en tout point aux simulations
précédentes. De manière assez surprenante, ce n’est pas le cas. La figure 7.17 l’illustre de
deux façons. Tout d’abord, le champ Ey(x = 2λ0, t) enregistré à x0 = 2λ0 après la face
arrière du plasma présente de nouvelles structures comme on peut le voir sur la figure
7.17a. À chaque demi-période, on observe un pic en amplitude, alternativement positive
puis négative, qui n’existe pas dans les simulations 1D3V précédentes. La présence de ces
pics semble se traduire dans l’espace de Fourier par l’apparition de fréquences ω < ωpe
dans Ẽy(x = 2λ0, ω) tracé sur la figure 7.17b. Ces fréquences ne peuvent évidemment pas
provenir de la face éclairée du plasma, puisqu’elles auraient été réfléchies en suivant les
lois de Snell-Descartes.

Pour mieux comprendre l’origine de ces harmoniques nous allons dans un premier
temps localiser précisément dans l’espace et le temps l’émission avant de l’étudier à l’aide
de la méthode des courants retardés et des cartes κE∞LW.

7.2.1.a Étude spatio-temporelle de l’émission harmonique

On localise avant toute chose l’émission électromagnétique dans l’espace et le temps à
l’aide de la figure 7.18. On calcule le champ F (x, t) = [Ey(x, t) +Bz(x, t)]/2 se propageant
vers l’avant et on sélectionne, dans l’espace de Fourier, 3 plages de fréquences dans son
spectre F̃ (x, ω) afin de superposer les trains d’impulsions attosecondes avec la carte de
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Figure 7.17 – Champ transverse Ey dectecté à x = 2λ0 de la face arrière du plasma.
(a) Ey(x = 2λ0, t) moyenné sur 20λ0 suivant ey. (b) Transformée de Fourier 1d Ẽy(x =
2λ0, ω). On remarque l’apparition de fréquences sous ωpe absentes des simulations 1D3V
précédentes. On a comparé les résultats obtenus en utilisant le schéma 2D de Yee (bleu)
et le schéma modifié (rouge). Les résultats sont similaires.

densité électronique ne(x, t). Avec une fenêtre de demi-largeur ∆ = 6ω0, on sélectionne
les 3 fréquences centrales telles que ω ∈ {8ω0, 12ω0, 30ω0} respectivement représentées
en rouge, bleu et violet sur les figures 7.18b, 7.18c et 7.18d. Pour les intensités relatives
entre chaque sélection, on se référera à la figure 7.17.

Figure 7.18 – Évolution spatio-temporelle des trains d’impulsion attoseconde. (a) Repré-
sentation de F̃ (x, ω), transformée de Fourier 1D de F (x, t) = [Ey(x, t)+Bz(x, t)]/2. (b-c-d)
Superpositions des trains d’impulsion attosecondes avec les densités électroniques ne(x, t)
en échelle de gris. On a sélectionné les fréquences ∈ [2ω0, 14ω0] en rouge, ∈ [6ω0, 18ω0] en
bleu et ∈ [24ω0, 36ω0] en violet. Seules les harmoniques ω > ωpe traversent la cible. Les
harmoniques ω < ωpe sont générées au niveau de la face arrière.
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On confirme dans un premier temps les résultats obtenus précédemment : Les harmo-
niques de fréquence ω > ωpe proviennent essentiellement de la face éclairée puisque aucune
variation d’intensité η(x, ω) n’est visible sur la figure 7.18a pour ces fréquences au niveau
de la face arrière situé en x = 0.5λ0. Dans l’espace réelle (x, t) les trains d’impulsions ,
relatifs à ces harmoniques, présentent toujours une vitesse de groupe vg < 1 et se retrouve
décalé temporellement de quelques attosecondes, lors de la traversée de la face arrière,
avec les jets d’électrons (mesurable sur la figure 7.18d).

À priori, à la lecture de 7.18a les fréquences ω < ωpe ne traversent pas le plasma.
On observe une augmentation brutale de η(x, ω) au niveau de la face arrière, signe que
les basses fréquences sont générées à cet endroit. Dans l’espace réelle (x, t) on remarque
(particulièrement sur la figure 7.18c) que l’émission lumineuse se superpose à la traversée
de la face arrière par les jets d’électrons.

À l’échelle de l’impulsion laser, les hautes fréquences ω > ωpe, principalement émises
au début de l’interaction, sont bien séparées des basses fréquences ω < ωpe. En effet, ces
dernières apparaissent majoritairement après que le maximum de l’impulsion ait atteint
la cible à t = 13T0.

7.2.1.b Étude de l’espace des phases

On étudie l’espace des phases (x, px) et (x, py) des électrons du plasma aux alentours
de t = 16.25T0, lorsqu’un jet traverse la face arrière et semble émettre une impulsion
composée de fréquences ω < ωpe.

Les figures 7.19a, 7.19b et 7.19c confirment bien qu’un paquet dense d’électrons
traverse la face arrière de la cible avec des impulsions pouvant atteindre px > 10mec.
Cette caractéristique est très importante pour assurer la cohérence du rayonnement. À
l’échelle d’une période, les deux jets présentent des impulsions px similaires.

Bien que les impulsions longitudinales px semblent être très proche de celles obtenues
avec les simulations 1D3V , les impulsions py sont manifestement différentes. Elles ne sont
pas nulles. Il semble, d’après les 7.19d, 7.19e et 7.19f, qu’au delà de la surface éclairée, le
plasma soit chaud, présentant des impulsions py ∈ [−2.5mec,+2.5mec].

Pour qu’il y ait une émission lumineuse nous pouvons adopter, comme nous l’avons
fait jusqu’à présent, 2 points de vue : La présence d’un courant transverse jy net non nul
ou bien alors une variation ∂tjy elle aussi non nul et qui implique la présence d’un champ
accélérateur ou une variation de densité.

La figure 7.20 nous permet de constater que, sur la face arrière du plasma, seul le
champ Ex présente une valeur non négligeable (Ex ≥ 2.5 a0) lorsque les jets d’électrons
traversent la surface arrière. Il est 100 fois supérieur aux champs transverses Ey et Bz

(' 0.03 a0) qui sont visiblement générés à postériori. On constate à l’aide des figures 7.20a
et 7.20b une nouvelle fois que les pics du champ transverse, générés au niveau de la face
arrière, sont bien corrélés aux jets.

On a filtré sur la figure 7.20c et 7.20d les électrons possédant un moment px ≥ 1.
Il n’est pas évident de constater la présence d’un courant net pour les particules les plus
rapides. Pour cela, nous aurons recours aux cartes de courant.
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Figure 7.19 – Espace des phases. (a-b-c) Espace (x, px) dans lequel on observe la
formation de jets (2 jets par périodes) similaires aux simulations précédentes. (d-e-f)
Espace (x, py) dans lequel on note que le plasma n’est plus froid, contrairement aux
simulations 1D3V précédentes. Particulièrement, les jets ne présentent plus une impulsion
transverse py nulle au moment de la traversée de la face arrière.

Figure 7.20 – Superposition des espaces des phases (x, px) et (x, py) avec les champs Ex,
Ey et Bz. (a-b) Espaces des phases (x, px). (c-d) Espaces des phases (x, py). On constate
que seul Ex prend des valeurs non négligeables au niveau de la face arrière. Pour des
raisons de lisibilité, le champ Ex a été multiplié par 2. Les champs transverses Ey et Bz

par 20. Le champ longitudinal Ex est 100 fois supérieur aux champs transverses.
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7.2.1.c Étude des courants transverses

Figure 7.21 – Carte de courant transverse (x, t) et champ rayonné calculé à l’aide
de la méthode des courants retardés. (a-b) Cartes de courants issu de Smilei
(ParticleDiagnostics) avec 2 échelles de couleur (facteur 10) pour faciliter la com-
paraison avec les simulations 1D3V . (c) Champ rayonné calculé à partir de la carte de
courant, filtré à l’aide d’une hypergaussienne représenté en (a). La courbe bleue correspond
au champ retrouvé à l’aide de la carte de courant calculé au cours de la simulation (en
prenant en compte tous les macro-électrons). La courbe rouge, elle, correspond au champ
retrouvé à l’aide d’une carte de courant calculé une nouvelle fois après la simulation en
ayant suivit seulement 2% des macro-électrons.

C’est en analysant la figure 7.21 que l’on peut affirmer qu’il existe bien un courant
électronique net au niveau de la face arrière du plasma et qu’il est visiblement bien la source
des pics en amplitude dans le champ transmit. La figure 7.21a reprend la même échelle
de couleur que la figure 7.15d soulignant un peu plus la différence entres les simulations
1D3V et 2D3V même dans le cas d’une symétrie de translation suivant ey. On calcule
le champ transmis à l’aide de la méthode des courants retardés après avoir appliqué un
filtrage spatial représenté à l’aide d’une ligne en pointillé sur la figure 7.21a.

On a suivi pendant toute la durée de la simulation 2% des macro-électrons pour
lesquels on a recalculé une carte de courant similaire à 7.21a (soit pour environ 4 millions
d’électrons). Le champ calculé à partir des électrons sélectionnés est visible sur la courbe
rouge de la figure 7.21c. Après avoir appliqué un facteur de normalisation α ' 0.3, on
constate que le champ est identique à celui calculé à l’aide de la carte de courants issus
de la simulation, qui elle prend en compte tous les électrons (courbe bleue).

Finalement, pour isoler le rayonnement produit par la cible (px ' 0mec) et celui
produit par les jets on a calculé les champs rayonnés en ne sélectionnant que les courants
issus des particules les plus rapides (tel que px > 1mec). On voit sur la figure 7.22b que
seuls les pics demeurent. Un indice supplémentaire indiquant que c’est bien des jets que
provient le rayonnement.
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Figure 7.22 – Carte des courants transverses jy(x, t) en ne prenant en compte que les
électrons avec px > 1mec. Le filtrage spatial est identique à la figure 7.21. (a) Carte de
courant. (b) Champ rayonné calculé à partir des courants transverses filtrés. En bleu, le
champ calculé à l’aide de la carte de courant issu de la simulation. En rouge le champ
calculé à partir des 2% d’électrons selectionnés aléatoirement. Seuls les pics subsistent.

7.2.1.d Étude via les formules de Lienard et Wiechert

De la même manière que pour les simulations 1D3V de la section §7.1, les courants
transverses, ne renseignement pas toujours correctement sur les mécanismes à l’origine du
rayonnement. On a donc besoin encore une fois des formules de Lienard et Wiechert pour
mettre en lumière les processus d’accélération. On calcule une carte κE∞LW · ey, visible sur
la figure 7.23a, à l’aide des particules sélectionnées aléatoirement au cours de la simulation.
De la même manière qu’avec les courants, on filtre spatialement les sources en appliquant
une hypergaussienne à la carte.

On compare le champ obtenu via les formules de Lienard et Wiechert avec celui
enregistré au cours de la simulation en x = 2λ0 à l’aide des figures 7.23b et 7.23c res-
pectivement. Les deux résultats sont très proches. En particulier on reproduit les pics en
amplitude, repérés par les lignes grises horizontales. Pour avoir une idée précise de quel
champ accélérateur produit quels effets, on sépare artificiellement les contributions en
recalculant les cartes κELW en ne tenant compte que d’un seul des champs Ex, Bz ou Ey.
Les résultats sont visibles sur les figures 7.24. On a tracé sur les figures 7.24d, 7.24e et 7.24f
les champs obtenus à partir des sources retardées. Sur chacune de ces figures apparait, en
gris, le champ total obtenu à la figure 7.23b (c’est à dire en prenant en compte tout les
champs).

Il est facile de constater à partir des figures 7.24d, 7.24e et 7.24f que c’est le champ
Ey qui produit les oscillations rapides entre les pics en amplitude. Ces oscillations sont
très certainement dues à la réponse du plasma suite à la traversée des jets d’électrons
et des champs électromagnétiques produits sur la face avant. Lors du passage des jets
d’électrons au niveau de la face arrière, les pics en amplitude semblent être décrits par
une combinaison d’accélérations causées à la fois par Ex, Ey et Bz.

En faite, il se trouve que les champs Ey et Bz se compensent justement à ces
instants, laissant Ex décrire seul les pics en amplitude dans le champ transmis. En effet,
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Figure 7.23 – Carte κELW · ey et calcul du champ rayonné à partir des sources retardées.
(a) Représentation (x, t) des sources à partir des formules de Lienard et Wiechert. On a
tracé en pointillé l’hypergaussienne utilisée pour le filtrage spatial des sources. (b) Champ
calculé à partir des sources retardées. (c) Champ Ey(x = 2λ0, t) enregistré pendant la
simulation.

Figure 7.24 – Cartes κELW · ey en ne prenant en compte qu’un seul champ accélérateur
et champ transmis calculé à l’aide des sources retardées. (a) Seul Ex est pris en compte.
(b) Seul Bz est pris en compte. (c) Seul Ey est pris en compte. (d-e-f) Champs calculés
à l’aide des cartes (a-b-c) respectivement filtrées spatialement.

en combinant les cartes 7.24b et 7.24c on calcule la carte κE∞LW en prenant en compte à
la fois Ey et Bz. Le résultat est visible sur la figure 7.25b et montre bien que les jets ne
semblent plus rayonner. On a tracé sur la figure 7.25d le champ émis vers l’avant, calculé
à partir de cette nouvelle carte, et sur lequel on constate un défaut dans la description
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exactement au moment du passage des jets. Ces défauts sont repérés par des flèches noires.

Pour appuyer ce résultat on termine par calculer les cartes κE∞LW seulement pour les
électrons des jets, c’est-à-dire ceux présentant une impulsion px > 1,mec. Le résultat est
visible sur la figure 7.26. Pour ces particules, les contributions du champ Bz et Ey (figures
7.26c et 7.26d) se compensent parfaitement. C’est le champ Ex seul (figure 7.26b) qui
décrit toujours les pics en amplitude dans le champ généré vers l’avant. Il est intéressant
de noter que si les champs transverses Bz et Ey avaient une réelle importance dans le
processus de rayonnement, c’est sur les particules avec les px les plus grands que l’effet
serait éventuellement le plus marquant (rayonnement type "synchrotron"). Il n’en est
manifestement rien.

Figure 7.25 – Cartes κE∞LW · ey obtenu en combinant les champs accélérateurs et champ
calculé à partir des sources retardées. (a) Carte obtenue en utilisant seulement Ex. (b)
Carte obtenue en utilisant Ey et Bz. (c) En rouge : Champ calculé à partir de (a). En gris,
le champ total. (d) En rouge : Champ calculé à partir de (b). En gris, le champ total.

7.2.2 Rayonnement cohérent par freinage des électrons relati-
vistes : Le "Coherent Plasma Braking Radiation" ou "Co-
herent Plasma Bremsstrahlung"

Au vu des analyses précédentes, il semblerait que ce soit le champ Ex parallèle à la
direction d’observation qui soit la cause du rayonnement transmis observé. Le phénomène
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Figure 7.26 – Carte κE∞LW · ey obtenu pour les particules présentant des px > 1mec.
On filtre spatialement les sources, de la même manière que les cartes précédentes, pour
ne tenir compte que des sources surfaciques. (a) Carte (x, t) des sources. (b) En bleu :
Contribution du champ Ex. (c) En rouge : Contribution du champ Bz. (d) En vert :
Contribution du champ Ey. Sur les panels (b-c-d), on tracé en gris le champ transmis
calculé en prenant en compte tous les champs accélérateurs.

est purement relativiste puisqu’il ne peut pas être décrit par les formules de Larmor dans
le cas ou v � c. En effet dans le cas non relativiste on a :

S ∝ q2

4πc |n× n× β̇|
2 ⇔ dP

dΩ = q2

4πc
sin2 θ

c2 a2 (7.4)

Avec θ l’angle entre l’accélération et la direction d’observation. Si on pose a = −e/meExex,
on voit immédiatement qu’aucun signal n’est à priori émis suivant ex. Il en va autrement
lorsque les particules présentent une vitesse proche de c. On a vu plus tôt que dans le cas
relativiste le champ transverse rayonné à l’infini s’exprime tel que :

E∞⊥ (r, t) = − q

4πε0c

[
a⊥

κ2 + v⊥(n · a)
κ3

]
ret

(7.5)

Dans le cas ou n ≡ ex et où E∞⊥ ≡ Ey, on note :

Ey(r, t) = − q

4πε0c

[
ay

(1− vx)2 + vyax
(1− vx)3

]
ret

(7.6)

On constate immédiatement, grâce au second terme du membre de droite, qu’une accéléra-
tion suivant ex contribue bien au champ transverse Ey rayonné. Ce phénomène purement
cinématique est lié à la déformation de l’espace-temps causée par une vitesse non nulle
suivant ey. C’est l’aberration relativiste.

Cependant le terme de gauche dans le membre de droite contribue lui aussi au
rayonnement. En effet, d’après le principe fondamental de la dynamique relativiste, on a,
pour une particule de charge q et de masse m0 :

dp
dt = f = m0γ̇v +m0γa⇔ a = f − γ̇v

m0γ
(7.7)
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On constate que le travail d’une force modifie les accélérations telles que, en ne tenant
compte que du champ Ex, on trouve pour un électron :

ax = −eEx
1− v2

x

meγ
= −eEx

(1− vx)(1 + vx)
meγ

et ay = +eExvxvy
meγ

(7.8)

Bien que le champ soit suivant ex, l’électron subit une accélération transverse. Cet effet
dynamique peut s’interpréter en termes de référentiel inertiel et "d’horloge accélérée".
On suit un électron dont le 4-vecteur énergie-impulsion est (E1, p

x
1 , p

y
1, 0) attaché à un

référentiel R1 de vitesse (vx1 , v
y
1) par rapport à RL. L’électron subit un boost suivant ex

et passe du référentiel R1 au référentiel R2 de telle sorte que ṗx = −eEx définit le passage
entre les deux référentiels inertiels. Les transformations de Lorentz admettent py2 = py1.
Ainsi γ2v

y
2 = γ1v

y
1 . Comme γ a changé, vy doit lui aussi changer. Lorsque l’électron sort du

plasma, il est brutalement freiné par le champ de rappel Ex et sa vitesse suivant ex diminue
brutalement, son énergie également. L’électron se retrouve dans un nouveau référentiel
R2 de vitesse (vx2 , v

y
2) par rapport à RL. vy2 6= vy1 simplement à cause de la perte d’énergie.

py reste constant, mais pas vy.

En injectant les expressions de ax et ay dans les formules de Lienard et Wiechert,
on obtient la valeur du champ rayonné :

Ey(r, t) = + e

4πε0c

[
eExvy
meγ

(
vx

(1− vx)2 −
1 + vx

(1− vx)2

)]
ret

(7.9)

En simplifiant les dépendances en vx, on trouve finalement :

Ey(r, t) = − e

4πε0c

[
evy
meγ

Ex
(1− vx)2

]
ret

= − e2

4πε0c

[
vyEx
meγκ2

]
ret

(7.10)

Ainsi, il apparait alors assez naturel qu’un plan de courant puisse émettre un rayonnement
électromagnétique même si il n’existe qu’un champ accélérateur parallèle à la direction
d’observation (et par symétrie nécessairement perpendiculaire au plan). Ce champ accélé-
rateur, ici Ex, est utilisé principalement pour accélérer des ions via le mécanisme TNSA
("Target Normal Sheath Acceleration") connu depuis une trentaine d’années. Bien que de
nombreuses études semblent avoir été menées pour augmenter la valeur du champ longi-
tudinal Ex, aucune ne semble s’être intéressée au rayonnement produit par les paquets
d’électrons quittant la cible.

On peut résumer le mécanisme en quelques étapes : D’abord, on génère de jets d’élec-
trons par chauffage J ×B ou "Chauffage Brunnel". À la suite de cela, il se crée un champ
de rappel charge-espace Ex de plusieurs TV au niveau de la face arrière de la cible lorsque
les premiers électrons quittent le plasma. Finalement, les jets d’électrons suivants émettent
un train d’impulsions attosecondes dont l’intensité dépend, d’une certaine manière, du
rapport py/px et, de façon plus directe, du champ Ex.

161



Chapitre 7. Génération d’harmoniques lors de l’interaction d’un laser sur une feuille mince en incidence
normale

Figure 7.27 – Illustration du mécanisme
"Coherent Plasma Breamsstrahlung" : Après
que le laser incident ait envoyé des électrons
hors du plasma, un champ électrostatique de
rappel se forme sur les faces avant et arrière
de la cible. Ce champ électrostatique exerce
une force de rappel Fx sur les jets suivants
qui quittent le plasma telle que leur énergie
cinetique Ek diminue. Leurs moments py non
nul, les électrons sont alors accélérés suivant
ax et ay. Ils émettent un rayonnement cohé-
rent suivant ex sous la forme d’une impulsion
attoseconde.

7.2.3 Onde plane polarisé hors du plan de simulation

Comme on peut donc le constater dans l’équation (7.10), l’émission X-UV dépend
en partie de la distribution des vitesses dans le jet d’électrons sources. On comprend alors
un peu mieux pourquoi pour des simulations 1D3V aucun champ n’était émis : py/px = 0.
Pour renforcer cette constatation, on a réalisé deux simulations dans lesquelles le laser
se trouve être polarisé linéairement suivant Ez, donc hors du plan de simulation. Dans
une de ces deux simulations, le plasma est artificiellement chauffé à une température de
10 keV soit un peu près 2% de Ee = mec

2.

La figure 7.28 compare les champs transmis Ez(x = 2λ0, t) produit suite à l’interac-
tion avec le plasma respectivement froid ou chaud. Sur la figure 7.28a on remarque que de
la même manière que pour les simulations 1D3V , le champ rayonné ne semble contenir
que des hautes fréquences. Le spectre bleu sur la figure 7.28c confirme ce résultat : Le
signal contient essentiellement des fréquences ω > ωpe. Lorsque le plasma est chaud, on
retrouve sur la figure 7.28b la structure basse fréquence observée dans les simulations
2D3V précédentes : Il existe deux pics en amplitude par période, ou bien positif, ou bien
négatif. Le spectre orange sur la figure 7.28c montre l’apparition de fréquences ω < ωpe.

Figure 7.28 – Champs Ez(x = 2λ0, t) et spectre dans le cas d’un plasma respectivement
froid ou chaud. (a) Plasma initialisé à 10−12 keV. (b) Plasma initialisé à 10 keV. (c)
Spectre dans le cas du plasma froid (bleu) et chaud (orange).
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En s’intéressant à l’espace des phases (x, pz) pour ces deux simulations, on remarque
grâce à la figure 7.29, que les particules les plus rapides (px > 1mec) présente un courant
net transverse pz bien plus important (∼ 100 fois) dans le cas où le plasma est artificielle-
ment chauffé. Ce qui semble cohérent avec les spectres où la différence d’efficacité est de
∼ 1002 = 104.

Par rapport aux simulations 1D3V précédentes, on constate que le spectre, obtenu à
l’aide d’un plasma froid, présente tout de même un signal harmonique très faible lorsque
ω < ωpe. Cela reste cohérent avec ce que nous apprend l’espace des phases . En effet la
vitesse transverse des électrons traversant la face arrière n’est pas totalement nulle.

Figure 7.29 – Espace des phases (x, py) lorsque px ≥ 1mec. (a) Dans le cas du plasma
froid initialisé à 10−12 keV. (b) Dans le cas du plasma chaud initialisé à 10 keV.

7.2.4 Conclusions sur les simulations 2D3V
Nous venons de voir qu’il était possible de générer un signal harmonique intense au

niveau de la face arrière du plasma grâce au champ de rappel Ex, créé suite à la traversée
de plusieurs jets d’électrons relativistes. Les cartes κE∞LW apporte des informations per-
tinentes, nous permettant de discriminer les champs accélérateurs susceptibles d’initier
le rayonnement. En particulier, nous pouvons couper artificiellement la contribution de
certains champs accélérateurs et en observer directement la conséquence en comparant le
résultat obtenu avec le champ transmis.

Cependant, cette méthode nécessite actuellement d’enregistrer une très grande quan-
tité de données (supérieur au To) qui limite le nombre de macro-particules auxquelles
nous pouvons appliquer ce diagnostic. Les résultats souffrent certainement d’un manque
de statistique.

7.3 Conclusion du Chapitre
Bien que le problème admette une symétrie par translation le long des directions

transverses ey et ez, nous avons mis en évidence qu’il était nécessaire de simuler, à minima,
le plan de polarisation du laser pour obtenir des résultats physiques satisfaisants. En effet,
le plasma présente une distribution dans l’espace des phases très différentes entre les
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simulations 1D3V et 2D3V . En particulier, le chauffage du plasma pour des simulations
2D3V permet aux jets d’électrons relativistes d’acquérir un courant transverse net, source
d’un rayonnement harmonique au niveau de la face arrière du plasma.

Ce rayonnement harmonique, seulement explicable dans le cadre de la relativité
restreinte, apparait au moment ou les électrons émergent du plasma et son brutalement
freiné par le champ de rappel Ex présent au niveau de la face arrière et qui s’étend sur
quelques λ0 derrière la cible. On parlera dans la suite de ce manuscrit de CPB pour
"Coherent Plasma Breamsstrahlung" ou "Coherent Plasma Braking radiation". On peut
légitimement se demander si le rayonnement persiste dans le cas d’une incidence oblique,
dans ce cas-là, il pourrait expliquer l’émission d’harmonique dans la gamme de fréquences
∈ [ωpe, ωpe/ cos θ]. C’est ce que nous allons étudier dans le prochain chapitre.
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Chapitre 8

Génération d’harmoniques lors de
l’interaction d’un laser sur une
feuille mince en incidence oblique

Pour faire le lien avec la campagne d’expérience menée au cours de ma thèse avec le
laser UHI100, il est nécessaire d’étudier la réponse du plasma dans le cas d’une incidence
oblique. Dans l’optique de comparer nos résultats aux simulations du chapitre précédent,
et particulièrement aux simulations 1D effectuées aux cours des 20 dernières années
[60, 9, 96] on réalise dans un premier temps les simulations dans le référentiel boosté avant
de comparer les résultats à une simulation 2D dans le référentiel du laboratoire.

8.1 Référentiel mobile : Incidence à 60°

La cible est un plasma de densité nmax
e,0 , d’épaisseur T et qui présente un gradient

exponentiel en face avant et arrière de taille caractéristique L1 et L2. La cible présente
une symétrie de translation le long de ey. L’onde incidente est toujours plane, p-polarisée,
arrivant avec un angle d’incidence θ = 60◦.

Dans le référentiel boosté, on fait dériver le plasma avec une vitesse β = − sin 60◦ ey
(ce qui correspond à γ = 2). Dans ce référentiel inertiel le plasma présente une densité plus
grande que dans le référentiel du laboratoire telle que n(b)

e,0 = γne,0. Le laser, de fréquence
ω

(b)
0 = ω0/γ, voit son amplitude diminuée d’un facteur 1/γ.

On résume les paramètres physiques et numériques de la simulation dans le tableau
8.1. La densité du plasma est celle du Mylar ou de l’Aluminium complètement ionisé
par un laser de 800 nm. Comme on a pu le constater précédemment, il est important de
simuler le plan de polarisation du laser. Les schémas numériques FDTD classiques de
"Yee" ou de "Cowan" ne permettent pas de réaliser ces simulations à cause principalement
de l’instabilité Cherenkov numérique. On tire alors avantage du schéma modifié développé
plus tôt dans ce manuscrit qui nous permet sans difficulté de simuler un plasma de 800nc
qui dérive avec une énergie cinétique Ek = 2mec

2.
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Données Physiques - Laboratoire
A ω TL nmax

e,0 T L1 L2 T ◦

10 a0 ω0 20T0 400nc 0.5λ0 0.00λ0 0.00λ0 10−12 keV

Données Physiques - Référentiel Inertiel β = − sin 60◦ ey
A ω TL nmax

e,0 T L1 L2 T ◦

5 a0 0.5ω0 40T0 800nc 0.5λ0 0.00λ0 0.00λ0 10−12 keV

Données Numériques
Schéma
num. Tsim Lsim ∆x ∆y c∆t PPM Ions

mobiles
Modifié 53T0 6.5× 20λ2

0 λ0/256 λ0/256 λ0/512 100 Non

Table 8.1 – Résumé des caractéristiques physiques et numériques de la simulation.

Dans la suite de ce manuscrit on notera T (b)
0 , ω

(b)
0 , λ

(b)
0 respectivement la période,

pulsation et longueur d’onde du laser dans le référentiel boosté. Les temps seront mesurés
en unités de T (b)

0 . Les distances quant à elle seront en unités λ0 puisque la dimension ex
n’est pas affecté par la contraction des longueurs.

8.1.1 Étude spatio-temporelle de l’émission harmonique

À l’aide de la figure 8.1 On étudie d’abord dans le domaine spatio-temporel le champ
Ey ré-émit par le plasma. On s’attend à ce que, dans le cas du rayonnement CPB, l’émission
harmonique au niveau de la face arrière soit fortement corrélée aux jets d’électrons.

On remarque tout d’abord sur la figure 8.1a que le champ Ey(x = 2λ0, t) est
complètement asymétrique par rapport à 0. On retrouve seulement des pics négatifs
en amplitude tout les cycles. On note un maximum d’amplitude à t = 12T (b)

0 tel que
A(b) = 0.75 a0, soit A = 1.5 a0 dans le référentiel du laboratoire. Cela représente un facteur
6 en amplitude (et donc 36 en intensité) par rapport à l’incidence normale. Cela représente
∼ 15% de l’amplitude du laser sur une fraction du cycle optique.

La figure 8.1b nous présente Ẽy(x, ω), l’évolution spatio-spectrale du champ trans-
verse Ey(x, t). On rappelle qu’en incidence oblique on peut découper le signal harmonique
en trois grands domaines spectraux :

- ω ∈ [0ω0, ωpe = 20ω0] : Pour ces fréquences, le plasma est opaque. Aucun signal
produit sur la face éclairée ne peut traverser la cible. Au niveau de la face arrière, on
peut détecter un signal produit par CWE à la condition, nécessaire, qu’il existe un
gradient sur la face arrière. Comme il nous est impossible de contrôler ce gradient,
on partira du principe qu’il existe, à priori, des harmoniques CWE produites jusqu’à
ω = 20ω0.

- ω ∈ [ωpe = 20ω0, ωpe / cos θ = 40ω0] : Pour ces fréquences, le plasma est tou-
jours opaque. Aucune harmonique CSE ne peut être détecté en transmission. De plus
aucune harmonique CWE ne peut être produite puisque le domaine se trouve au
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delà de ωpe. Jusqu’à présent, aucune harmonique n’était observé expérimentalement
et numériquement. Or la figure 8.1b montre qu’il existe bien un signal non nul dans
ce domaine. Le mécanisme CPB semble tout indiqué pour justifier la présence du
signal.

- ω ∈ [ωpe / cos θ = 40ω0,∞[ : Au delà de ω = 40ω0 le plasma devient transparent,
les fréquences créés sur la face éclairée peuvent traverser le plasma. On observe
d’ailleurs une baisse de l’intensité spectrale dans le signal réfléchi corrélé avec la
transmission vers l’avant.

Sur les figures 8.1c, 8.1d et 8.1e, on a superposé les impulsions attosecondes avec
les densités électroniques pour 3 gammes de fréquences, respectivement 10± 9ω0 (rouge),
30± 9ω0 (bleu) et 50± 9ω0 (violet).

Sur la figure 8.1c on note que les basses fréquences, produites de part et d’autre de
la cible, semblent être émises par des particules rapides sortant du plasma, mais qui ne
semble pas être issu du même jet, puisqu’ils accusent un retard de T (b)

0 /2. On élimine ainsi
l’émission par le mécanisme CWE qui se produit toujours après l’excitation d’un gradient
de densité par un paquet d’électrons pénétrant dans le plasma.

Sur la face éclairée, les particules, appartenant au premier jet extrait du plasma,
rayonnent d’abord dans la direction spéculaire (mécanisme ROM). Elles replongent ensuite
dans la cible en émettant vers l’avant un signal harmonique dont une partie est réfléchie et
une autre transmise, comme on peut le constater sur les figures 8.1d et 8.1e (mécanisme
CSE). Le signal transmis, visible en violet sur la figure 8.1e, possède dans le plasma une
vitesse de groupe vg < c qui appuie le fait que c’est bien une onde qui se propage dans un
plasma sur-critique. Lorsque le signal émerge du plasma, il accuse un très léger retard par
rapport à la sortie du jet dont il est issu.

L’émission par le second jet de particules ne semble ni pouvoir s’expliquer par le
mécanisme ROM, ni par le mécanisme CSE. En effet, la figure 8.1d montre que le signal
produit par ce jet, émis seulement dans la direction transmise, apparait comme non nul
une fois seulement que le jet ait pénétré dans le plasma. Sur la figure 8.1b, des harmoniques
semblent d’ailleurs bien présentes dans le plasma entre ωpe et ωpe / cos θ alors qu’aucun
signal n’est censé pouvoir s’y propager. On remarque sur la figure 8.1d que cet apparent
signal se propage avec une vitesse vg ∼ c, proche de la vitesse du jet, ce qui est à priori
impossible dans le cas d’une onde électromagnétique qui se déplacerait dans le plasma
sur-critique. Il semblerait que le jet de particule excite sur son passage des fréquences
ω > ωpe. Après avoir dépassé la surface arrière, un pinceau lumineux, tel que vg = vφ = c,
semble se détacher du jet qui freiné par le champ de rappel Ex se propage avec une vitesse
vx < c.

On a superposé, sur la figure 8.2, le champ Ey(x = 2.5λ0, t) (en gris) avec les
impulsions attosecondes issues de la sélection de plusieurs gammes spectrales. On remarque
que les impulsions composées des harmoniques ω < ωpe / cos θ sont localisées au niveau
des pics en amplitudes du champ. En particulier, sur la figure 8.2e, les harmoniques telles
que ωpe < ω < ωpe / cos θ sont générées à l’aide des premiers jets d’électrons. On distingue
seulement 6 impulsions sur les 20 cycles initiaux du laser. D’après la relation d’incertitude
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Figure 8.1 – Étude spatio-temporelle et spatio-spectrale du champ transverse Ey. (a)
Champ Ey enregistré à 2λ0 après la cible la cible. (b) Ẽy(x, ω) la transformée de Fourier
1D de Ey(x, t). (c-d-e) Superposition des densités électroniques avec les impulsions at-
tosecondes issues de la sélection des harmoniques 10 ± 9ω0 (rouge), 30 ± 9ω0 (bleu) et
50± 9ω0 (violet).

temps-fréquence, on a :

∆t∆f ≥ 1
4π ⇔ ∆t ≥ 1

2∆ω

⇔ ∆t ≥ 1
40
T0

2π ' 0, 01 fs (8.1)

Où T0 ' 2.66 fs. En pratique, on verra dans la suite de ce manuscrit que l’impulsion
attoseconde générée en face arrière est 10 fois plus longue que le minimum théorique.

Enfin, les impulsions transmises et produites au niveau de la face éclairée par le
mécanisme CSE sont décalées d’un demi cycle T (b)

0 /2 et ne sont donc définitivement pas
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situé au niveau des pics en amplitude du champ. Les impulsions sont visiblement ∼ 10
fois moins intenses que celles générées sur la face arrière.

Figure 8.2 – Superposition du train d’impulsion attoseconde avec le champ Ey(x =
2.5λ0, t) pour différents filtrage. (a-b-c) Représentation du filtrage harmonique, respec-
tivement ω ∈ [0, 20ω0] ; [20ω0, 40ω0] ; [40ω0, 20 60ω0]. (d-e-f) Corrélation entre les im-
pulsions attosecondes et les pics d’amplitude de Ey(x = 2.5λ0, t) L’échelle de gauche est
celle de l’amplitude du champ total A(b). L’échelle de droite est celle de l’intensité des
impulsions attoseconde. Comme seule la moitié du spectre a été sélectionné, il convient
de multiplier la valeur numérique par 4.

Bien que l’ensemble des harmoniques ω < ωpe / cos θ ne semble pas être dû au
mécanisme CWE, mais plutôt toutes générés par le mécanisme CPB, nous devons étudier
plus en détail, par la suite, les courants transverses ainsi que manipuler les formules de
Lienard et Wiechert pour confirmer notre intuition.

8.1.2 Étude de l’espace des phases

Pour avoir une première idée de la distribution de vitesse des jets d’électrons et des
champs accélérateurs agissant sur ces derniers on superpose les espaces des phases (x, px)
et (x, py) avec les champs pour deux instants différents (t = 9.5T (b)

0 et t = 10.0T (b)
0 ) lorsque

les jets traversent la face arrière (figure 8.3). On remarque que, contrairement à l’incidence
normale, il existe un champ magnétique non nul au niveau de la face arrière. Ce champ
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magnétique est en partie due au boost appliqué au plasma pour changer de référentiel
inertiel. La séparation de charge à l’origine du champ Ex produit aussi un champ Bz

dans le référentiel boosté. Loin de la cible Ey et Bz convergent, décrivant alors le champ
électromagnétique émit dans la direction de transmission.

Figure 8.3 – Superposition des espaces des phases (x, px) et (x, py) avec les champs Ex,
Ey et Bz aux moments ou les jets d’électrons émergent de la face arrière. (a-b) Espace
(x, px) aux instants t = 9.5T (b)

0 et t = 10T (b)
0 . (c-d) Espace (x, py) aux instants t = 9.5T (b)

0

et t = 10T (b)
0 pour les particules avec px > 2mec. Les champs électriques et magnétiques

ont été artificiellement multipliés par 4 pour des raisons de visibilité.

Pour obtenir les champs dans le référentiel du laboratoire on utilise les formules de
transformation relativiste des champs perpendiculaire au boost :

E⊥ = γ
(
E

(b)
⊥ + v ×B(b)

)
et B⊥ = γ

(
B

(b)
⊥ − v ×E(b)/c2

)
(8.2)

Avec vy = −c sin θ ey ' −0.86c ey et γ = 2 dans notre cas. On trouve finalement au
niveau de la face arrière à x = 0.5λ0 pour Ex :

Ex = 2
(
E(b)
x − 0.86cB(b)

z

)
' 2.85 a0 (8.3)

et pour Bz :

Bz = 2
(
B(b)
z − 0.86cE(b)

x /c2
)
' −1.8 a0 (8.4)

Ainsi, que ce soit dans le référentiel boosté ou dans le référentiel du laboratoire, le champ
électrique et magnétique sont du même ordre de grandeur (mais de signe différent) et rien
ne semble interdire une émission de type CSE, en particulier pour les particules les plus
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rapides, sur la face arrière. Les espaces des phases ne sont pas suffisants pour décrire le
mécanisme précisément.

8.1.3 Courants retardés et formules de Lienard et Wiechert

Au cours de la simulation, on a suivi aléatoirement, de nouveau, 2% des macro-
électrons présent dans le domaine. On compare, dans un premier temps, la carte de courant
jy(x, t) calculée au cours de la simulation avec la carte re-calculé en "post-processing" à
l’aide des macro-électrons sélectionnés. En particulier, la figure 8.4 compare la valeur
du champ calculé à partir des courants retardés en sélectionnant seulement les électrons
tels que px > 1mec et x > 0.45λ0. On ne tient compte ainsi que de la contribution
des jets et on supprime artificiellement la contribution du plasma. Le champ obtenu est
positif à chaque instant et présente des pics similaires à ceux présents dans le champ
Ey(x = 2.5λ0, t) enregistré au cours de la simulation. Les deux méthodes semblent donner
des résultats très similaires.

Comme il existe à priori une séparation de charge et donc un courant non nul au
niveau de la surface du plasma, nous pourrions corriger le champ obtenu par une valeur
Estat
y ' jy(px ' 0, x ∈ [0.45λ0, 0.5λ0]). Les contributeurs de ce courant net, les ions,

ajouteraient une composante négative au champ, lui permettant de ne plus être monopole.

Figure 8.4 – Méthode des courants retardés dans le cas du référentiel boosté. (a) Carte
de courant électronique jy issue de Smilei (ParticleBinning). Seuls les électrons qui
respectent la condition px > 1 ont été comptabilisé. (b) Champ calculé à partir de la
carte en (a) à l’aide de la méthode des courants retardés. Seuls les électrons qui respectent
x > 0.45λ0 ont été pris en compte. La courbe bleue correspond au champ calculé à l’aide
de la carte calculé au cours de la simulation. La courbe verte correspond au champ calculé
à l’aide des macro-électrons sélectionnés.

Pour confirmer que les sursauts en amplitude proviennent bien du mécanisme CPB,
on calcule une carte κE∞LW pour les particules telles que px > 1mec. Cette carte, visible
sur la figure 8.5a, nous permet de calculer les champs transmis à partir de la méthode des
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sources retardées. Là encore, nous avons seulement pris en compte les sources telles que
x > 0.45λ0. Le résultat est visible sur la figure 8.5b. Les pics en amplitude, particulièrement
ceux avant t = 11.5T (b)

0 semblent moins bien résolu, sans doute à cause du faible nombre
de particules avec lequel la carte κE∞LW · ey est calculée. On retrouve cependant ces pics
un peu plus tard.

Figure 8.5 – Méthode des sources retardées dans le référentiel boosté. (a) Carte κE∞LW ·ey
produite en ne prenant en compte que les électrons avec px > 1mec parmi les 2% de macro-
particule suivit au cours de la simulation. (b) Champ calculé à partir des sources retardées.
Seules les sources situées en x > 0.45λ0 ont été comptabilisées.

Il nous suffit maintenant de calculer le champ rayonné en ne tenant compte que d’un
seul champ accélérateur à la fois. Le résultat est visible sur la figure 8.6, ou on a tracé en
gris, sur chacun des encarts le champ calculé sur la figure 8.5b. Là encore, on remarque à
l’aide de la figure 8.6a que c’est le champ accélérateur Ex qui reproduit particulièrement
bien, à lui seul, le champ total rayonné. Même dans le cas où les particules affiche un
moment px > 1mec, le champ Bz contribue peu au signal transmis, comme le montre la
8.6b. Finalement, le champ Ey annule une partie de la contribution de Bz comme on peut
le constater grâce à la figure 8.6c.

C’est donc bien, là encore le champ de rappel Ex qui permet de générer le signal
au niveau de la face arrière du plasma. Le mécanisme CPB est donc toujours présent
en incidence oblique et se voit être le seul mécanisme capable d’expliquer la présence
d’harmonique entre ωpe et ωpe / cos θ.

8.2 Résultats dans le référentiel du laboratoire (E
dans le plan de simulation)

On étudie maintenant l’émission harmonique dans le référentiel du laboratoire en
montrant dans un premier temps que l’étude dans le référentiel boosté est bien équiva-
lente en termes de résultat. Souvent plus couteuses, les simulations dans le référentiel du
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Figure 8.6 – Champ calculé à partir des sources retardées. Un seul champ accélérateur
est pris en compte à chaque fois pour calculer le rayonnement. (a) Champ accélérateur Ex
en bleu. (b) Champ accélérateur Bz en rouge. (c) Champ accélérateur Ey en vert. Pour
(a-b-c) seules les sources situées en x > 0.45λ0 ont été comptabilisées.

laboratoire demeurent indispensables dès lors qu’il s’agit d’étudier, par exemple, les effets
d’une tache focale finie (force pondéromotrice, divergence harmonique).

On tire là encore avantage du schéma numérique FDTD, développé plus tôt dans
ce manuscrit, isotrope et non dispersif jusqu’à la moitié de la fréquence de Nyquist. Ici
les faisceaux se propagent selon ex et à 60◦, ce qui ne convient jusqu’à présent à aucun
schéma numérique classique.

8.2.1 Onde plane dans le référentiel du laboratoire

La cible est un plasma de densité nmax
e,0 , d’épaisseur T et qui présente un gradient

exponentiel en face avant et arrière de taille caractéristique L1 et L2. Elle est inclinée de
−30◦ par rapport à ex, l’axe de propagation du laser, de telle sorte que l’angle d’incidence
soit de 60◦. L’onde incidente est une "pseudo" onde plane, présentant un profil d’intensité
plat sur 20λ0 (hypergaussienne) de telle sorte que ex demeure potentiellement la seule
direction de propagation cohérente pour les ondes électromagnétiques.

On résume les paramètres physiques et numériques de la simulation dans le tableau
8.2. La densité du plasma est celle du Mylar ou de l’Aluminium complètement ionisé par
un laser de 800 nm.

Données Physiques
A TL nmax

e,0 T L1 L2 T ◦

10 a0 20T0 400nc 0.5λ0 0.01λ0 0.00λ0 10−12 keV

Données Numériques
Schéma
num. Tsim Lsim ∆x ∆y c∆t PPM Ions

mobiles
Modifié 65T0 45× 45λ2

0 λ0/256 λ0/256 λ0/512 20/100 Non

Table 8.2 – Résumé des caractéristiques physiques et numériques de la simulation.
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Figure 8.7 – Présentation d’une
boite de simulation typique. À
cause de la géométrie, les dimen-
sions du domaine de simulation
sont bien plus grandes que dans
le cas des simulations dans le réfé-
rentiel boosté. Beaucoup plus de
particules sont à priori nécessaires
également. On notera que dans ce
référentiel, tous les électrons ne
quittent pas la cible ni au même
instant ni à la même position x ce
qui rend plus difficile le diagnos-
tique pour l’émission.

On compare les résultats obtenus dans les cas où le nombre de macro-particules par
maille est respectivement de 20 ou 100. Sur la figure 8.8 on trace le champ Ey enregistré
en x = 45λ0, sur le bord droit du domaine de simulation. Plus précisément, on a fait la
moyenne le long de ey. Le champ semble assez proche de celui enregistré dans le référentiel
boosté. En effet, on observe de la même manière des pics en amplitude à la fin de chaque
cycle (notés "ii" sur la figure 8.8b), qui peuvent atteindre Ey & 1.2 a0. Ces pics sont
précédés d’un plus petit sursaut (notés "i" sur la figure 8.8b). On estime la durée des pics
"ii" inférieure au quart de la période laser. On constate que le champ semble décrit de la
même manière, quel que soit le nombre de macro-particules par cellule.

Figure 8.8 – Moyenne du champ Ey(x = 45λ0, y, t) le long de ey. (a) En rouge, le champ
enregistré lorsque la simulation compte 100 particules par maille. En bleu, le champ lorsque
la simulation compte 20 particules par maille. On a tracé en noir, le filtre temporel utilisé
pour calculer le spectre. (b) Zoom sur t ∈ [5T0, 10T0]. On remarque que le champ est très
similaire, quel que soit le nombre de particules par cellule.

On filtre temporellement le champ Ey(x = 45λ0, y, t) comme illustré sur la figure
8.8a et on étudie alors les spectres Ẽy(θ, ω) [8]. Sur la figure 8.9 on situe immédiatement la
fréquence plasma initiale ωpe ' 20ω0 ainsi que ωpe / cos 60◦ = 40ω0 la fréquence à partir
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de laquelle le plasma devient transparent. Les spectres des figures 8.9a et 8.9b, à priori
identique, sont en faite très différent au delà de ωpe.

On illustre en effet particulièrement bien sur les figures 8.9c et 8.9d que le signal
disparait dans le cas où on place peu de particules par maille (ici seulement 20). On
observe nettement une augmentation du bruit numérique sur la figure 8.9c qui masque
les harmoniques. On voit sur la figure 8.10 que les premières harmoniques, jusqu’à ωpe ne
subissent aucune dégradation contrairement au signal au delà de ωpe.

Finalement, au vu des champs tracés sur la figure 8.8 et des spectres tracés sur
la figure 8.9 on confirme bien que l’onde plane dans le référentiel du laboratoire donne
bien des résultats équivalents à ceux du référentiel boosté dans le cas où on initialise le
plasma avec suffisamment de particules par mail. Ici on a une macro-particule de densité
400nc/100 = 4nc, ce qui semble déjà beaucoup.

Figure 8.9 – Spectre Ẽy(θ, ω) [8]. (a) Spectre du champ < Ey(x = 45λ0, y, t) >y obtenu
dans le cas où il n’y a que 20 particules par maille. (b) Spectre du champ < Ey(x =
45λ0, y, t) >y obtenu dans le cas où il y a 100 particules par maille. (c) Zoom de (a) pour
étudier les harmoniques ω ∈ [20ω0, 40ω0]. (d) Zoom de (b) pour étudier les harmoniques
ω ∈ [20ω0, 40ω0].

8.2.2 Faisceau gaussien

En partant des simulations effectuées dans la section précédente, §8.2.1, on peut isoler
l’effet d’une tâche focale fini sur la génération. En effet, on a vu que l’émission dépendait
beaucoup de la vitesse transverse vy. Dans le cas d’un faisceau gaussien d’amplitude
A ' 10 a0 et présentant un waist w ' 3 ou 4λ0, les électrons peuvent être éjectés très
rapidement hors des zones de forte intensité à cause de la force pondéromotrice. Leurs
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Figure 8.10 – Spectre le long de
θ = 90◦ pour la simulation à 100
particules par cellule (rouge) et 20
particules par cellule (bleu). Dans
le cas où il n’y a pas assez de par-
ticules, le bruit numérique devient
manifestement plus grand que le
signal.

vitesses vy sont alors drastiquement modifiées et il nous est à priori impossible de savoir
si le mécanisme CPB va s’en retrouver positivement ou négativement impacté.

8.2.2.a Comparaison ions fixes, ions mobiles

Dans les simulations qui vont suivre, on fixe le nombre de particules par cellule et
par espèce à 100. Le laser est un faisceau gaussien de waist w = 3λ0. On étudie, dans le
même temps l’effet du mouvement ionique. Ainsi on compare deux simulations telles que
mi =∞ etmi = 2×1836me respectivement. On change l’épaisseur de la cible pour obtenir
le meilleur signal possible entre ωpe et ωpe / cos θ. On résume l’ensemble des simulations
effectuées dans le tableau 8.3.

La figure 8.12 présente les spectres Ẽy(θ, ω) obtenus à la suite de ces simulations.
Dans le cas mi = ∞, les figures 8.12a et 8.12c permettent de constater que le signal
entre ωpe et ωpe / cos θ est toujours présent, malgré l’existence d’une tâche focale finie.
Sommée sur θ = ±2◦ l’intensité spectrale semble même identique à celle enregistrée avec
les simulations "pseudo" onde plane. Seule la divergence à l’air d’être affectée comme le

Figure 8.11 – Présentatioon du
domaine de simulation dans le cas
de l’interaction du plasma avec
un faisceau de waist w ' 3 3λ0.
Cette simulation permet d’appré-
cier des effets comme celui-là force
pondéromotrice (due au gradient
d’intensité) ou de l’enfoncement
ionique (dans le cas des ions mo-
biles). Enfin, la dimension finie de
la tâche focale permet d’apprécier
la divergence naturelle de l’émis-
sion en face arrière.
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Données Physiques
mi A TL nmax

e,0 T/λ0 L1/λ0
∞ 10 a0 20T0 300nc 0.125 / 0.250 /0.500 / 1.000 0.01

2× 1836me 10 a0 20T0 300nc 0.125 /0.250 / 0.500 / 1.000 0.01

Table 8.3 – Résumé des simulations 2D dans le référentiel du laboratoire effectué avec
une tâche focale finie (w = 3λ0). Le gradient sur la face arrière est initialement nul L2 = 0.
Enfin, le plasma est initialisé froid (T ◦i = 10−12 keV). On a écrit en gras l’épaisseur de la
cible utilisée pour obtenir un signal optimal lorsque les ions sont mobiles ou immobiles.

Figure 8.12 – Analyse spectrale du champ transmis dans le cas ou le laser incident
présente une extension transverse fini, ici w = 3λ0. (a-b) Intensité spectrale η(θ, ω)
respectivement dans le cas ou les ions sont fixes ou mobiles. (c-d) Somme des intensités
spectrales suivant θ sur 4◦ (θ = 89◦ ± 2◦).

montre la figure 8.13a.

Lorsque les ions sont mobiles (mi = 2 × 1836me), on note immédiatement que
l’épaisseur de la cible, initialement fixée à T = 0.5λ0 dans ce manuscrit, a du être divisé
par 2. Ainsi, le signal entre ωpe et ωpe / cos θ est optimal pour des cibles de l’ordre de
200 nm. Ce résultat semble tout à fait en adéquation avec les résultats expérimentaux
obtenus avec le laser UHI100 pour lesquels des cibles de Mylar et d’Aluminium d’épaisseur
250 nm ont été utilisée. Cependant, sur la figure 8.13b, on constate que malgré les faibles
divergences harmoniques apparentes, le signal est plus bruité que dans le cas mi = ∞,
rendant l’analyse moins aisée.

8.2.2.b Divergences harmoniques

On étudie finalement la divergence de harmoniques observées sur la figure 8.13b dans
le cas où le faisceau laser gaussien présente un waist w = 3λ0 et où les ions de la cible sont
mobiles. Sur la figure 8.14a on a tracé l’ensemble des divergences pour les harmoniques
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Figure 8.13 – Analyse spectrale du champ transmis. Zoom entre les harmoniques ω =
15ω0 et ω = 35ω0. (a) Dans le cas des ions infiniment lourds. (b) Dans le cas mi =
2× 1836me.

entre ω = 17ω0 et ω = 27ω0. Pour chaque harmonique, en notant ωn = nω0, on a :

In(θ) =
ωn+0.5ω0∑
ωn−0.5ω0

I(ω, θ) (8.5)

On note que toutes les harmoniques ont la même allure une fois normalisée. Ainsi on peut
sans mal faire une moyenne pour en mesurer une divergence "globale". C’est ce qui est
représenté sur la figure 8.14b. On trouve une largeur à mi-hauteur naturelle de 15.6 mrad
ce qui correspondrait à un waist de wn ' 0.85× 15.6 ' 13.26 mrad. Cette valeur semble
bien inférieure à celles des harmoniques ROM qui varient entre 40 et 100 mrad en fonction
de la taille du gradient de densité L1 sur la face éclairée (respectivement entre L1 = 0.00λ0
et L1 = 0.08λ0) [8].

Figure 8.14 – Étude des divergences harmoniques pour les harmoniques générés par CPB,
tel que ω ∈ [17ω0, 27ω0]. (a) Divergence individuelle. (b) Divergence moyennée sur les
harmoniques ω ∈ [17ω0, 27ω0].

En faite, on peut obtenir des harmoniques ROM aussi peu divergente en manipulant
le front d’onde laser dans le but de compenser la divergence naturelle qu’implique le
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mécanisme. Expérimentalement, on défocalise le laser. Cette méthode est particulièrement
utile dans le cas d’un pre-plasma plus long comme L1 = 0.08λ0, lorsque la divergence est
très grande (optimum de génération ROM, lorsque AL ' 5 a0) [8]. On peut à juste titre
se demander l’effet qu’aurait une telle technique sur la distribution en vitesses des jets
d’électrons et donc sur l’intensité et la divergence du signal généré par CPB.

8.3 Prospection du signal dans d’autres régimes d’in-
teractions

Un des principaux problèmes dans l’étude du mécanisme CPB provient du fait qu’il
n’est pas le seul mécanisme à produire un rayonnement en transmission. Pour la même
gamme spectrale, le mécanisme CSE produit un signal harmonique souvent plus intense.
Cependant, les impulsions résultantes traversent un plasma qui demeure très dispersif
pour ces dernières. Une des façons de se débarrasser de ce signal consiste à augmenter
l’angle d’incidence de tel sorte que la valeur ωpe / cos θ augmente. Pour un plasma de
densité initiale ne = 400nc, le plasma devient transparent à partir de l’harmonique ω ∼
40, 60 ou 115ω0 pour des angles d’incidence respectivement égaux à θ = 60◦, 70◦ ou 80◦.
Soit un facteur de ∼ 5.75 par rapport à la fréquence plasma. Dans le cas de matériaux plus
dense comme l’or, que l’on peut espérer ioniser presque totalement avec les nouveaux laser
de puissance, nous aurions un plasma de densité initial ne = 2500nc, soit une fréquence
ωpe ' 50. Avec un angle d’incidence θ = 80◦, nous pourrions en théorie produire des
harmoniques jusqu’à la fréquence ω ' 280ω0, c’est-à-dire des impulsions X.

Cette section a pour but d’illustrer la faisabilité de ce procédé en apportant une
première étude qualitative de la génération par "Coherent Plasma Bremstrahlung" dans le
référentiel boosté pour des intensités lasers et des densités plasma plus conséquentes que
celles étudiées jusqu’à présent.

8.3.1 Maintien du paramètre "S" constant

Le paramètre de similarité S = ne/A est un nombre important quand il s’agit de
décrire un mécanisme dans le domaine de l’interaction laser-plasma. En particulier, pour
décrire les harmoniques ROM, S � 1 dans le cas du modèle RES (interaction avec un
plasma peu dense) et S � 1 dans le modèle BGP (interaction avec un plasma très dense).
Dans notre cas, jusqu’à présent S = 400nc/10 a0 = 40.

Dans ce qui va suivre, on multiplie ne et A par 2, de tel sorte que S soit invariant. La
dynamique en surface est alors inchangée et on devrait continuer, sans le moindre doute,
à observer des harmoniques générées au niveau de la face arrière grâce au mécanisme
CPB. Cependant la fréquence plasma est dorénavant de ωpe ' 28ω0 et avec un angle
d’incidence de 60◦, nous devrions observer lesdites harmoniques seules jusqu’à ω = 56ω0.
Soit une trentaine d’harmonique plutôt que 20 avec l’Aluminium ou le Mylar. On résume
l’ensemble des paramètres de la simulation dans le tableau 8.4.
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Données Physiques - Laboratoire
A ω TL nmax

e,0 T L1 L2 T ◦

20 a0 ω0 20T0 800nc 0.5λ0 0.01λ0 0.00λ0 10−12 keV

Données Physiques - Référentiel Inertiel β = − sin 60◦ ey
A ω TL nmax

e,0 T L1 L2 T ◦

10 a0 0.5ω0 40T0 1600nc 0.5λ0 0.00λ0 0.00λ0 10−12 keV

Données Numériques
Schéma
num. Tsim Lsim ∆x ∆y c∆t PPM Ions

mobiles
Modifié 53T0 6.5× 20λ2

0 λ0/256 λ0/256 λ0/512 100 Non

Table 8.4 – Résumé des caractéristiques physiques et numériques de la simulation.

Dans le référentiel boosté la densité du plasma qui dérive sera de n(b)
e = 1600nc. Ainsi

c’est toujours grâce au schéma FDTD développé au cours de cette thèse que cette étude
préliminaire est possible, les instabilités Cherenkov numériques étant très bien maîtrisées,
tout en garantissant le moins de dispersion numérique possible.

Sur la figure 8.15, on filtre successivement les harmoniques ω ∈ [2ω0, 26ω0],[30ω0, 54ω0]
et [60ω0, 84ω0] pour superposer les impulsions attosecondes avec le champ total. De la
même manière que les simulations précédentes, les harmoniques entre ωpe et ωpe / cos θ
sont situées au niveau des premiers cycles, comme l’illustre la figure 8.15e. On observe une
impulsion attoseconde telle que I = 4× 4.5 · 10−4 a2

0 entouré de deux satellites plus petits
d’intensité inférieure à I < 2× 4.5 · 10−4 a2

0. Les impulsions composées des harmoniques
ω > ωpe / cos θ, visibles sur la figure 8.15f, apparaissent plus tard et sont 10 fois moins
intenses.

On a vu tout à l’heure que les impulsions attosecondes étaient peu divergentes. Elles
sont aussi très courtes. On mesure sur la figure 8.16 la durée temporelle de l’impulsion
générée autour de t ∼ 8/T (b)

0 . En filtrant les harmoniques ω ∈ [30ω0, 54ω0] on obtient des
impulsions de l’ordre de ∼ 110as. Bien entendu, on aimerait que l’impulsion atteigne seule-
ment une dizaine d’attosecondes pour pouvoir espérer sonder par exemple les mouvements
des électrons de valence autour d’un atome.

8.3.2 Simulation type "ELI"/"Apollon"

On pousse un peu plus loin les simulations pour prévoir ce qu’il serait envisageable
d’obtenir avec un laser comme Apollon, d’une durée de 15 fs et présentant une amplitude
crête d’environ A = 60 a0. Pour des éclairements laser aussi grands (I ' 1022W.cm−2), des
cibles composées d’or sont presque totalement ionisées et affiche une densité de ne ∼ 2500nc
(c’est-à-dire ωpe ∼ 50ω0) avec un rapport Z/A ∼ 0.35 (les ions sont donc plus lourds que
pour un plasma d’Aluminium ou de Mylar). Avec de telles conditions expérimentales on
calcule S = 2500nc/60 a0 ∼ 42. On ne change donc pas fondamentalement la dynamique
de la face éclairée et nous devrions, comme précédemment, observer des harmoniques
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8.3 Prospection du signal dans d’autres régimes d’interactions

Figure 8.15 – Filtrage du champ transmis et superposition des impulsions attosecondes
avec le champ transmis. (a-b-c) En gris : Spectre total. Illustration de la sélection des
harmoniques pour les gammes ω ∈ [2ω0, 26ω0],[30ω0, 54ω0] et [60ω0, 84ω0] respectivement
en rouge,bleu et violet. (d-e-f) En gris (échelle de gauche) : Champ total. Dans le référentiel
boosté les amplitudes sont divisées par deux. Ainsi on atteint dans le référentiel du
laboratoire des amplitudes A ' 2 a0. Respectivement en rouge, bleu et violet (échelle de
droite) les impulsions attosecondes.

Figure 8.16 – Zoom sur l’im-
pulsion enregistrée à t ∼ 8/T (b)

0 .
En gris le champ total (échelle
de gauche). L’échelle pour les im-
pulsions (à droite) est normalisée.
L’unité de mesure est reprise dans
la légende supérieure pour chaque
gamme harmonique. On mesure la
durée de l’impulsion après avoir
sélectionné les harmoniques ω ∈
[30ω0, 54ω0] (courbe bleue) on ob-
tient des impulsions de l’ordre de
∼ 110as.

d’ordre élevées, générées par "Coherent Plamsa Bremsstrahlung jusqu’à l’harmonique
ω ∼ 100ω0 (8 nm).

On compare les résultats obtenus avec ou sans gradient. On augmente d’un facteur
2 la résolution de la simulation. Pour maintenir une densité/particule suffisamment basse
(∼ 10nc), on place 500 particules par cellule et par espèce. L’ensemble des paramètres
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numériques et physiques sont résumés dans le tableau 8.5.

Données Physiques - Laboratoire
A ω TL nmax

e,0 T L1 L2 T ◦

60 a0 ω0 10T0 2500nc 0.5λ0 0/0.01λ0 0.00λ0 10−12 keV

Données Physiques - Référentiel Inertiel β = − sin 60◦ ey
A ω TL nmax

e,0 T L1 L2 T ◦

30 a0 0.5ω0 20T0 5000nc 0.5λ0 0/0.01λ0 0.00λ0 10−12 keV

Données Numériques
Schéma
num. Tsim Lsim ∆x ∆y c∆t PPM Ions

mobiles
Modifié 26.5T0 6.5× 1λ2

0 λ0/512 λ0/512 λ0/1024 500 Non

Table 8.5 – Résumé des caractéristiques physiques et numériques de la simulation.

Sur la figure 8.17, qui représente le champ < Ey(x = 5.5λ0, t) >y moyenné suivant
ey et enregistré à 2λ0 derrière la cible, on constate que les pics en amplitude sont de
plus en plus marqués. Ces flashs atteignent des amplitudes de l’ordre de A(b) ∼ 2a0, soit
A ∼ 4a0 dans le référentiel du laboratoire. C’est 5% de l’amplitude laser maximale. On
constate sur la figure 8.17b que la présence d’un tout petit gradient sur la face éclairée ne
change pas dramatiquement l’allure du champ transmis. On note cependant l’apparition
de pics d’amplitude positive (repérés par des flèches) corrélée avec l’apparition d’un signal
au delà de ωpe / cos θ comme on peut le constater sur la figure 8.19.

Figure 8.17 – Champ < Ey(x = 5.5λ0, t) >y moyenné suivant ey et enregistré à 2λ0
derrière la cible. (a) Dans le cas où L1 = 0.00λ0. (b) Dans le cas où L1 = 0λ0.01. On
note que l’instant t = 4T (b)

0 correspond à ce qui s’est produit au cours du second cycle
du laser. Dans le cas où L1 n’est pas nul, l’émission par mécanisme CSE apparait et se
manifeste par des pics d’amplitude positifs dans le champ. Enfin on a représenté les deux
hypergaussiennes servants pour le filtrage temporel pour l’étude de l’émission harmonique.
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8.3 Prospection du signal dans d’autres régimes d’interactions

Les spectres de la figure 8.18 sont obtenus en filtrant temporellement le champ
transmis à l’aide de deux hypergaussiennes différentes représentées en noir sur la figure
8.17. Les spectres 8.18a et 8.18b sont obtenus en analysant la première moitié du champ
(hypergaussienne en trait plein). Les spectres 8.18c et 8.18d sont obtenus en analysant la
seconde moitié du champ (hypergaussienne en pointillé). Le signal harmonique pour les
harmoniques entre 50ω0 et 100ω0 semble bien mieux défini et la décroissance du spectre
régulier dans la première partie de l’impulsion. On observe clairement les harmoniques
dans le cas où le gradient L1 est nul.

Figure 8.18 – Étude fréquentielle du champ transmis sans ou avec un gradient sur la
face éclairée, respectivement tracé en rouge et bleu (L1 = 0.01λ0). (a-b) En étudiant la
première partie du champ (filtrage du champ avec l’hypergaussienne en trait plein). (c-d)
En étudiant la seconde partie du champ (filtrage du champ avec l’hypergaussienne en
pointillé.)

On s’intéresse finalement à la durée des impulsions attosecondes. En sélectionnant
les harmoniques telles que ω ∈ [0ω0, 100ω0], on observe sur la figure 8.19 une impulsion
d’environ 120 as et d’intensité I ∼ 4a2

0. Aucun changement ne semble donc observé par
rapport au cas précédent malgré l’apparition de nouvelles fréquences. Dans le cas ou L1
est nul et en sélectionnant 200 harmoniques telles que ω ∈ [0ω0, 200ω0], on obtient une
impulsion d’environ 80 as.
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8.4 Conclusion du Chapitre

On a vu au cours de ce chapitre que le champ de rappel (souvent identifié à Ex
tout au long de ce manuscrit) était un champ accélérateur à partir duquel il était possible
de générer des impulsions brèves et intenses dont le spectre s’étend bien au delà de la
fréquence plasma ωpe. En particulier, en incidence oblique l’intensité spectrale n’est pas
nul entre ωpe et ωpe / cos θ. Ce chapitre complète donc les études précédemment menées
sur les feuilles minces par Teubner et Eidmann [61, 62], Thaury et al. [43, 99], George et
al. [58] ou bien encore Droomey et al. [9, 96, 98], et vient apporter, en particulier, des
informations supplémentaires sur les processus de génération relativiste d’harmonique en
face arrière.

Par la suite, il est intéressant, et je pense nécessaire, d’implémenter dans Smilei la
possibilité de produire, au cours de la simulation, des cartes κE∞LW de façon à étudier de
manière plus systématique le rayonnement produit par un système de charge sans être
contraint de sélectionner (pour des raisons de temps de simulation et d’espace mémoire)
a priori un nombre limité de macro-particules. Ces cartes apportent une vision nouvelle
sur les processus d’émission en identifiant clairement les champs électromagnétiques res-
ponsables de l’accélération d’une particule.

Enfin, on a vu que la « production numérique » de ces harmoniques nécessitait,
entre autres, un nombre de macro-particules par maille plutôt conséquent pour obtenir un
rapport « signal/bruit » satisfaisant. Bien que peu gourmande dans le référentiel boosté, ces
simulations numériques peuvent se révéler très couteuses dans le référentiel du laboratoire.
La vectorisation, récemment implémentée dans Smilei, devrait permettre de surmonter
en partie ce problème.

Figure 8.19 – Train d’impulsion attoseconde créé par "Cohérent Plasma Bremstrahlung".
(a) Superposition du champ et du train d’impulsions attosecondes obtenu en sélectionnant
les harmoniques telles que ω ∈ [0ω0, 100ω0]. (b) Zoom sur l’impulsion à t ∼ 6T (b)

0 . On
estime sa durée à 120 as.
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Discussion : Conclusions et
perspectives

La génération d’harmoniques due au champ E de charge-espace au niveau de la
surface arrière de la cible est quelque chose de plutôt inattendu et ce pour plusieurs
raisons.

Tout d’abord l’émission du train d’impulsion attoseconde s’explique uniquement
dans le cadre de la relativité restreinte. Notre intuition reste très attaché à une vision
plus classique de la physique tel que v � c et nous peinons à percevoir l’ensemble des
implications de l’effet Doppler et de l’abberration relativiste. Par conséquent, nos prévisions
sont souvent erronées.

Ensuite, il n’existe à ma connaissance aucune étude expérimentale, numérique ou
théorique sur le rayonnement au niveau de la surface arrière dans nos conditions. On
trouve ainsi beaucoup de résultats suite aux expériences TNSA des trente dernières années
s’intéressant à un rayonnement de freinage thermique, appelé "Thermal Breamsstrahlung"
[100, 101], mais rien qui soit directement lié aux jets d’électrons naturellement créés lors
de l’interaction laser plasma par chauffage Brunnel ou J×B. De plus, les simulations PIC
des dernières années, menées par plusieurs équipes affirmaient qu’il n’existait aucun signal
entre ωpe et ωpe / cos θ, et que le plasma agissait bien comme un pur filtre passe-haut dans
le cas d’une incidence oblique, sans gradient face arrière [52, 58, 9].

Ainsi, nous nous sommes attaché dans ce manuscrit à montrer que ces conclusions
étaient incomplètes et qu’il n’était pas toujours possible, de considérer une symétrie de
translation pour décrire le système laser-plasma, en ce même en incidence normale. À
ce titre, les simulations 1D3V apparaissent aujourd’hui comme trop naïves pour décrire
convenablement la génération d’harmoniques XUV.

Les études préliminaires de ce manuscrit mérite d’être complétées. Le mécanisme
de génération est intrinsèquement lié au rapport py/px et au champ E de charge espace.
Il existe quelques études qui ont récemment montrées qu’il était possible d’augmenter
significativement ce champ de charge-espace à l’aide de cibles structurées [102], de mousses
proches de la densité critique sur la face éclairée [103] ou bien encore en séparant le
laser incident en deux plus petits faisceaux, interagissant avec le plasma avec des angles
d’incidence ±θ [104]. En plus d’augmenter le champ au niveau de la surface arrière
ces techniques pourraient avoir un impact direct sur la distribution des vitesses des
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jets d’électrons modifiant directement l’efficacité de la génération par "Coherent Plasma
Bremsstrahlung".

On peut aussi imaginer qu’une cible mince présentant deux surfaces non parallèles
(comme un coin) pourrait permettre de séparer angulairement le signal produit au niveau
de la face avant par "Coherent Synchrotron Radiation" et celui créé sur la face arrière par
"Coherent Plasma Bremsstrahlung". En effet, le signal CSE émergeant du plasma aura
potentiellement tendance à se rapprocher de la normale de la face arrière (loi de Snell
Descartes tel que n1 < 1 et n2 = 1), alors que le signal CPB, lui aura tendance à s’en
éloigner (En considérant que les électrons ont une vitesse v < c dans le plasma, c’est
comme si le signal passait d’un milieu n1 > 1 à un milieu n2 = 1).
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Annexes

Rappel sur les fonctions de Green

Soit L un opérateur différentiel linéaire, on défini la fonction de Green G(x, x′)
comme :

LG(x, x′) = δ(x− x′) (8.6)

Soit l’équation différentielle LΨ(x) = f(x), en utilisant la fonction de Green on trouve :∫
LG(x, x′)f(x′)dx′ =

∫
δ(x− x′)f(x′)dx′ = f(x) (8.7)

Comme L est linéaire et agit seulement sur x, on peut réécrire l’équation différentielle
précédente comme :

LΨ(x) = L
∫
G(x, x′)f(x′)dx′ ⇔ Ψ(x) =

∫
G(x, x′)f(x′)dx′ (8.8)

On peut donc trouver Ψ, si les sources f et la fonction de Green G sont connues. C’est
bien souvent la difficulté. Cependant, les solutions aux limites ainsi que les symétries
permettent bien souvent trouver G. Dans le cas des équations d’onde, on pose :(

1
c2
∂2

∂t2
−4

)
G(r − r′, t− t′) = δ(r − r′)δ(t− t′) (8.9)

De manière assez évidente, G représente le potentiel rayonné par une source parfaitement
localisée dans le temps et dans l’espace. Qualitativement on peut deviner la forme de
la fonction G(r − r′, t − t′). En effet en raison de l’invariance de l’espace par rotation
la fonction G, comme sa source, doit être a symétrie sphérique et ne dépendre que de
la distance |r − r′|. Comme nous voulons décrire des ondes qui se propage à la vitesse
fini c, la fonction G doit décrire une onde sphérique, divergente de la source situé en r′
ayant émis en t′. Ainsi G(r− r′, t− t′) ∝ δ(|r− r′| − c(t− t′))/r. Pour tenir compte de la
causalité et assurer que G est nulle à tout les instants précédent l’origine des temps, on
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lui adjoindra la fonction de Heaviside Θ(t− t′). Ainsi on a :

G(r − r′, t− t′) ∝ Θ(t− t′)
r

δ(t− t′ − |r − r′|/c)
c

(8.10)

On notera que la fonction δ est non nulle pour t − t′ = |r − r′|/c > 0. Ainsi donc la
fonction de Heaviside Θ(t− t′) vaut 1.

Développement détaillé sur des potentiels et champs
de Lienard-Wiechert

Développement des potentiels

Soit ρ(r, t) = eδ(r − rp(t)) et j(r, t) = ev(t)δ(r − rp(t)) les densité de charge et
de courant d’une particule ponctuelle en mouvement, composantes du 4-vecteur courant
Jµ = (cρ, j) et soit Aµ = (Φ/c, A) le 4-vecteur potentiel. On dispose de l’équation d’onde
in-homogène ∂α∂αAµ = µ0J

µ, que l’on peut écrire explicitement :

�

(
Φ/c
A

)
=
(
cρ
j

)
⇔

(
1
c2
∂2

∂t2
−4

)(
Φ/c
A

)
=
(
cρ
j

)
(8.11)

En utilisant la fonction de Green :

G(r − r′, t− t′) = 1
4π|r − r′|δ

(
t− t′ − |r − r

′|
c

)
(8.12)

et en posant :

f(t′) = t′ − t+ |r − r
′|

c
(8.13)

On trouve :

Φ(r, t) = e

4πε0

∫
dV ′

∫
dt′ 1
|r − r′|

δ
(
r′ − rp(t′)

)
δ
(
f(t′)

)

A(r, t) = µ0e

4π

∫
dV ′

∫
dt′ v′

|r − r′|
δ
(
r′ − rp(t′)

)
δ
(
f(t′)

)

En intégrant sur le volume et en posant cette fois ci :

f(t′) = t′ − t+ |r − rp(t
′)|

c
(8.14)
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On obtient :

Φ(r, t) = e

4πε0

∫
dt′ 1
|r − rp(t′)|

δ
(
f(t′)

)

A(r, t) = µ0e

4π

∫
dt′ v′

|r − rp(t′)|
δ
(
f(t′)

)

On peut alors pousser encore plus loin l’expression des potentiels en sachant que :∫
g(t′)δ

(
f(t′)

)
dt′ =

∫
g(t′)δ

(
f(t′)

) 1∣∣∣∣∣∂f∂t′
∣∣∣∣∣
df = g(t′)∣∣∣∣∣∂f∂t′

∣∣∣∣∣
f=0

(8.15)

Et en utilisant le fait que n(t′) = (r − rp(t′))/|r − rp(t′)|, on a :∣∣∣∣∣∂f∂t′
∣∣∣∣∣ = 1− n(t′) · vp(t′)

c
= 1− n(t′) · β(t′) (8.16)

Comme f(t′) doit être prit en zero, on a la relation :

t = t′ + |r − rp(t
′)|

c
⇒ dt = (1− n(t′) · β(t′))dt′ (8.17)

On trouve donc les potentiels :

Φ(r, t) = e

4πε0

1
1− n(t′) · β(t′)

1
|r − rp(t′)|

= e

4πε0

1
κ(t′)

1
R(t′)

A(r, t) = µ0e

4π
1

1− n(t′) · β(t′)
v(t′)

|r − rp(t′)|
= µ0e

4π
1

κ(t′)
v(t′)
R(t′)

Avec R(t′) = |r − rp(t′)|, la distance qui sépare l’observateur et la source au moment
de l’émission, et κ = 1− n(t′) · β(t′). Ce sont les potentiels de Lienard-Wiechert, créés
par une charge en mouvement (arbitraire) et qui ont été formulé voilà plus de 200 ans.
Ils est important de noter que ces potentiels doivent être évalué en t′ et non au temps
d’observation t, et cela, à cause de la célérité finie de la lumière.

Dérivation des champs

On peut alors dériver les champs de ces potentiels, enregistré à la position r et au
temps t :

E(r, t) = −1
c

∂A

∂t
−∇Φ (8.18)
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Cependant les potentiels sont des fonctions implicites de r et de t, il est donc plus pratique
d’utiliser les expressions intégrales. En utilisant le fait que ∇ ≡ n∂R :

∇Φ = e

4πε0

∫
n
∂

∂R

[
1
R
δ
(
f(t′)

)]
dt′ = − e

4πε0

∫ n

R2 δ
(
f(t′)

)
− n

cR

d
df δ

(
f(t′)

)
dt′

= − e

4πε0

(
n

κR2 + 1
cκ

d
dt′

n

κR

)

Ou nous avons utilisé l’intégration par partie suivante :∫
g(t′) d

df δ
(
f(t′)

)
dt′ =

∫ g(t′)
df/dt′

d
dt′ δ

(
f(t′)

)
dt′

= −
[

1
df/dt′

d
dt′

(
g(t)

df/dt′

)]
f(t′)=0

= −
[

1
κ(t′)

d
dt′

(
g(t′)
κ(t′)

)]
f(t′)=0

De manière similaire on trouvera :

∂A

∂t
= e

4πε0

1
cκ

d
dt′

β

κR
(8.19)

Ce qui nous permet d’écrire :

E(r, t) = e

4πε0

(
n

κR2 + 1
cκ

d
dt′
n− β
κR

)
f(t′)=0

(8.20)

Le dernier effort du développement consiste à dériver correctement les quantité n et κR.
Tout d’abord le n change en direction seulement si la particule à une vitesse perpendiculaire
à R :

dn = −v ⊥
R

dt′ (8.21)

(a) (b)

Figure 8.20 – (a) Une charge (en bleu) se déplaçant à une vitesse v dans l’espace repérée
par un observateur (en rouge). (b) La variation de n ne dépend que de la vitesse de la
particule perpendiculaire à R, le vecteur séparant la source de l’observateur.

190



De plus :

d
dt′

1
κR

= − 1
(κR)2

d
dt′

(
(1− n · β)R

)

= − 1
(κR)2

(
v⊥ · β − (n · β̇)R− c(1− n · β)n · β

)

= − c

(κR)2

(
β2 − n · β − R

c
(n · β̇)

)

On obtient donc l’expression totale des champs créés par une charge en mouvement
arbitraire, vu par un observateur en r, à l’instant t :

E(r, t) = e

4πε0

(
1− β2

κ3R2 (n− β) + 1
cκ3R

n×
(

(n− β)× β̇
))

f(t′)=0
(8.22)

La première partie de cette expression ∝ 1/R2 est le champs proche de « Coulomb »
prenant en compte les effets relativistes qui pourrait subviendraient si β → 1. Cependant
ils ne contribuent pas à l’énergie rayonnée à l’infini. On trouve donc :

Erad(r, t) = e

4πε0c

(
1
κ3R

n×
(

(n− β)× β̇
))

f(t′)=0
; Brad(r, t) =

(
n×Erad

c

)
f(t′)=0

On montre ici que pour qu’une particule puisse rayonner, la charge doit être accélérée. On
peut préciser la formule du champ E, dans le cas ou l’on s’intéresse à une onde plane. Dans
la suite on omettra de dire que les expressions qui dépendent de t doivent être évaluer de
tel manière à ce f vérifie f(t′) = 0, c’est à dire que les quantités doivent toujours être
évalué au temps retardé. Soit dV = R2drdΩ avec dΩ = sin θ dθ dφ, l’énergie rayonnée par
unité de volume est :

dE(t) = ε0

2 |Erad|2dV

= ε0

2
e2

16π2ε2
0c

2

∣∣∣∣∣n×
(

(n− β)× β̇
)∣∣∣∣∣

2

κ6 dr dΩ

L’évaluation de dr = cdt se fait simplement en considérant la relation entre dt et dt′ :

dr = cdt′(1− n · β) (8.23)

La puissance rayonnée P(t′) = dE(t′)/dt′ se note donc :

dP(t′) = 1
2ε0c

e2

16π2

∣∣∣∣∣n×
(

(n− β)× β̇
)∣∣∣∣∣

2

κ5 dΩ (8.24)
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Champs rayonnés quand une particule change de vitesse brutale-
ment

Si l’on veut connaître le contenu spectral du rayonnement alors il nous faut passer
dans le domaine de Fourier tel que :

E(r, ω) =
∫ +∞

−∞
E(r, t) eiωtdt

= e

4πε0c

∫ +∞

−∞

n×
(

(n− β)× β̇
)

κ3R
eiωtdt (8.25)

En assumant que l’on regarde le rayonnement à l’infini tel que r � rp et en utilisant la
relation entre t et t′ on trouve :

E(r, ω) = e

4πε0c

e iωr/c
r

∫ +∞

−∞

n×
(

(n− β)× β̇
)

κ2 e iω(t′ − n · rp/c)dt′ (8.26)

Comme n peut être considéré comme constant dans le cas où r � rp on peut réexprimer
l’intégrande tel que :

n×
(

(n− β)× β̇
)

κ2 = d
dt′
n× (n× β)

κ
(8.27)

Et on trouve en intégrant par partie :

E(r, ω) = − iωe

4πε0c

e iωr/c
r

∫ +∞

−∞
n× (n× β) e iωt

′(1− n · β)dt′

= − iωe

4πε0c

e iωr/c
r

∫ +∞

−∞
β × n e iωt

′(1− n · β)dt′ (8.28)

Avec n×(n×β) = β⊥ = β×n. Toutes les dérivées temporelles contenues dans l’expression
de E(r, t) sont remplacées par des facteurs iω dans l’espace de Fourier. La dépendance
explicite en β̇ disparait. Ainsi une connaissance précise de la trajectoire de la particule
« suffit » à expliquer le rayonnement. β(t) doit varier pour avoir obtenir une émission
à l’infini. On reconnait ici le résultat obtenu en résolvant directement les équations de
Maxwell inhomogène dans la jauge transverse (ou « jauge de Coulomb ») :

E(r, ω) = iω

4πε0c

e iωr/c
r

∫∫ +∞

−∞
J⊥ e i(ωt

′ − (ω/c)n · rp)dV dt′ (8.29)

Avec J/c = −eβpδ(r − rp). Un cas simple consiste à décrire la création où l’annihilation
d’une particule à l’instant t′0. Ainsi à t′0 la particule va subir une accélération infiniment
localisée dans le temps, respectivement parallèle ou antiparallèle à la vitesse, tel que :

β̇ = ±βδ(t′ − t0) (8.30)
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La vitesse de la particule passe instantanément de 0→ β (signe +, création) ou alors de
β → 0 (signe −, annihilation). Pour un « évènement de création » à t0 = 0, on évalue
alors l’intégrale précédente tel que :

E(r, ω) = − iωe

4πε0c

e iωr/c
r

β sin θ
∫ +∞

0
e iωt

′(1− β cos θ)dt′ (8.31)

On reconnaît ici la transformé de Fourier de la fonction de Heaviside. Ainsi :

dE = 1
4πε0c

ω2e2

16π2β
2 sin2 θ

∣∣∣∣∣
∫ +∞

0
e iωt

′(1− β cos θ)dt′
∣∣∣∣∣
2

dωdΩ

= 1
4πε0c

e2

16π2
β2 sin2 θ

(1− β cos θ)2 dωdΩ (8.32)

Ce raisonnement est utilisé pour expliquer, par exemple, le rayonnement qui existe lors
d’une « désintégration beta », lorsqu’un électron énergétique est soudainement éjecté d’un
noyau atomique avec un neutrino. Si de −∞ → 0 la particule avait aussi eu la vitesse β
(la particule existe à tout instant, pas de création), le rayonnement aurait été nul. On va
voir que ce genre de construction permet d’expliquer l’émission de rayonnement par des
charges qui change brutalement de vitesse. Ainsi de manière plus générale, on considère
un ensemble d’électron {j} qui à t0 = 0 change de vitesse βj,1 → βj,2. On peut écrire :

β(t) = β1

(
1−Θ(t)

)
+ β2Θ(t) (8.33)

Ce changement de vitesse soudain entraine une émission électromagnétique. Dans la limite
où ωt′(1− n · β)� 1 ou si ω → 0 :

dE = 1
4πε0c

1
16π2

∣∣∣∣∣∑
j

ej

(
βj,2 × n

1− n · βj,2
− βj,1 × n

1− n · βj,1

)∣∣∣∣∣
2

dωdΩ (8.34)
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Titre: Étude théorique et numérique de la génération d’harmoniques XUV à l’aide de laser ultra-intenses sur
feuilles minces
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Résumé: Lors de la focalisation d’un laser femtosec-
onde ultra-intense (Iλ2

0 > 1016 W.cm−2) sur un solide, le
champ laser incident est suffisamment intense pour ioniser
presque totalement la cible dès le début de l’impulsion.
Ainsi la plus grande partie du laser est réfléchis dans la
direction spéculaire par le plasma dense créé jusqu’alors :
C’est un miroir plasma. Le champ laser ultra-intense ac-
célère les électrons à la surface alors qu’ils sont extraits du
plasma à des vitesses proche de c. À chaque période laser,
les électrons sont ainsi la source d’un rayonnement de très
haute fréquence, pouvant s’étendre jusqu’à l’extrême ul-
traviolet voir jusqu’au domaine X. Cette périodicité dans
la génération se traduit par la l’apparition d’un spectre
d’harmoniques de la fréquence laser ω0. Les électrons sont
finalement renvoyés dans le plasma avec des vitesses très
proche de la vitesse de la lumière. Bien que les mécanismes
de génération dans le domaine XUV soient bien identifiés
en réflexion aujourd’hui peu d’études ont été menées pour
comprendre d’où pouvait provenir le rayonnement émis
dans la direction de transmission.
L’objectif de cette thèse est de mieux comprendre
l’interaction laser-plasma dans le cas où l’épaisseur de la
cible est de l’ordre de la longueur d’onde. En particulier,
on étudiera dans l’émission le rôle des jets d’électrons rela-
tivistes, renvoyés dans le plasma, lorsque ces derniers tra-

versent la face arrière de la cible.
La première partie de ce manuscrit s’intéresse aux mé-
canismes déjà identifiés pour expliquer la génération
d’impulsions XUV dans la direction spéculaire. On se de-
mande alors dans quelles mesures ces modèles sont insuff-
isants pour décrire le rayonnement émis dans la direction
de transmission.
La seconde partie de ce manuscrit s’intéresse aux méth-
odes FDTD (Finite Difference Time Domain) utilisées
dans les codes “Particle-in-Cell”, en particulier à deux
effets numériques induits par cette méthode et poten-
tiellement néfastes pour les simulations : La dispersion
numérique et l’instabilité Cherenkov numérique. On essay-
era ici d’apporter une amélioration aux algorithmes clas-
siques diminuant l’impact de la dispersion et de l’instabilité
Cherenkov sur les résultats.
Enfin on identifiera un tout nouveau mécanisme de ray-
onnement XUV cohérent : Le rayonnement cohérent par
freinage plasma. Lorsque les électrons quittent le plasma,
un champ de charge espace de plusieurs TV apparait sur la
surface arrière. Ce champ de freinage longitudinal accélère
transversalement les jets d’électrons relativistes créés par
les cycles optiques suivants. Ces jets émettent alors des
impulsions lumineuses d’une centaine d’attoseconde.

Title: Theorical and numerical studies of XUV harmonics generation on thin targets under ultra-intense laser
illumination
Keywords: Plasma, Laser, Thin target, Electrodynamics, Special relativity, X-UV Harmonics
Abstract: When focusing an ultra-intense femtosec-
ond laser pulse (Iλ2

0 > 1016 W.cm−2) onto a solid, the
incident laser field is sufficiently high to ionise almost
entirely the target at the very beginning of the pulse.
Thus the most part of the laser field is reflected in the
specular direction by the overdense plasma created un-
til then : This is what we call a plasma mirror. The
electrons, accelerated by the ultra-intense laser field,
are pulled out of the plasma with speeds which are
almost equal to the speed of light c. For each laser
period, electrons are the sources of a high-frequency
radiation that can extend to the Extreme Ultra Violet
or X domains. This periodicity in the generation pro-
cess leads to the emergence of a harmonic spectrum
of the laser frequency ω0. Eventually, electrons are
pushed back into the plasma with speeds always very
close to c. Even though mechanisms of the XUV radia-
tion are well known in the specular direction today, too
few studies were conducted to understand generations
process in the transmitted direction.
The objective of this PhD thesis is to deepen un-
derstanding the laser-plasma interaction for the case
where the target thickness is of the wavelength order.
In particular, we will study the role of relativistic elec-
trons jets in the forward radiation, when they fly across

the target rear side.
The first part of this manuscript will essentially deal
with the already well-known mechanisms which ex-
plain the radiation in the specular direction. We can
wonder to what extent these models are not sufficient
to describe the forward radiation, in the transmitted
direction.
The second part of this manuscript deal with FDTD
methods (Finite Difference Time Domain) in use in
the "Particle-in-Cell" codes, especially two numerical
effects induced by these methods potentially harm-
ful for simulations in order to achieve physical results
with meaning : Numerical dispersion and Numerical
Cherenkov Instabilities. We will try to make an im-
provement to the algorithms in order to mitigate these
two annoying effects.
Eventually, we will identify a new coherent XUV radia-
tion mechanism : The coherent plasma bremsstrahlung
or coherent plasma braking radiation. When electrons
leave the plasma, a several TV space-charge field ap-
pear on the target rear side. This braking longitudinal
field accelerate electrons jets transversally which was
created by next optical cycles. These jets radiate in-
tense light pulses of hundreds attoseconds.
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