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Résumé

La fusion par confinement inertiel (FCI) par laser en attaque directe a pour
but d’imploser une cible de deutérium-tritium avec un ensemble de faisceaux la-
ser afin de générer des réactions de fusion nucléaire. Pour minimiser l’ablation du
combustible lors de l’implosion, la cible est recouverte d’une couche de plastique (gé-
néralement du polystyrène qui est un matériau diélectrique), appelée ablateur, d’une
dizaine de micromètres d’épaisseur. L’implosion est optimisée par la mise en forme
spatiale et temporelle de l’impulsion laser, notamment grâce à une pré-impulsion,
d’une centaine de picosecondes. Cependant, l’interaction entre cette pré-impulsion et
l’ablateur peut donner lieu à des inhomogénéités spatiales de densité et de pression
à la surface de l’ablateur (phénomène d’empreinte laser), menant à des instabilités
Rayleigh-Taylor réduisant l’efficacité d’implosion de la cible. En particulier, il a été
montré expérimentalement que l’état initial solide de l’ablateur peut amplifier ces
inhomogénéités. Par ailleurs, les codes d’hydrodynamique radiative dédiés à la si-
mulation de la FCI supposent que la cible, et notamment l’ablateur, est dans un
état plasma initialement.

L’objectif de cette thèse est ainsi de modéliser la transition de l’état solide vers
l’état plasma d’un ablateur en polystyrène induite par une pré-impulsion laser ca-
ractéristique de la FCI. Pour cela, les variations de la densité d’électrons libres, de la
température électronique et de la température du réseau ou des ions lors de l’évolu-
tion de l’état de la matière ont été décrites, incluant la fragmentation du polystyrène.
L’évolution de la densité électronique repose principalement sur la photo-ionisation,
l’ionisation par impact, et la relaxation électronique. L’évolution des températures
est régie par l’absorption laser et le transfert d’énergie des électrons vers le réseau
ou les ions selon l’état solide ou plasma de l’ablateur. Ces deux processus étant dus
aux collisions électroniques, elles ont été décrites en détail. Ce modèle de transi-
tion solide-plasma a ensuite été couplé à l’équation d’Helmholtz via la permittivité
diélectrique de l’ablateur afin d’introduire une dimension d’espace et de décrire la
propagation laser. Les cas d’un ablateur homogène et d’une mousse (permettant
de minimiser l’effet d’empreinte laser) ont été étudiés. Les résultats montrent que
l’échelle temporelle caractéristique de transition du solide au plasma est de l’ordre
de la centaine de picosecondes, ce qui n’est pas négligeable vis-à-vis des échelles de
temps de la FCI. On montre également que l’énergie laser transmise dans ces pre-
miers instants pourrait modifier l’état interne de la cible.

Mots-clés : Fusion par confinement inertiel, transition solide-plasma, modélisa-
tion, empreinte laser, collisions électroniques
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Abstract

Laser direct-drive inertial confinement fusion (ICF) aims at imploding a deute-
rium tritium target with a large number of laser beams in order to create nuclear
fusion reactions. To minimize the fuel ablation, the target is coated with a plastic
layer (usually polystyrene which is a dielectric material), named ablator, which its
thickness is about several tens of micrometers. The implosion is optimized with the
spatial and temporal shaping of the laser pulse, in particular with a pre-pulse which
the duration is about one hundred of picoseconds. However, the interaction between
this pre-pulse and the ablator can create spatial inhomogeneities of density and
pressure at the surface of the ablator (this is the so-called laser imprint process) lea-
ding to Rayleigh-Taylor instabilities lowering the efficiency of the target implosion.
In particular, it has been shown experimentally that the initial solid state of the
ablator can amplify these inhomogeneities. In addition, the hydrodynamic radiative
codes dedicated to ICF simulation assume that the target, including the ablator, is
in a plasma state initially.

The goal of this thesis is thus to model the transition from the solid state to
the plasma state of a polystyrene ablator induced by a laser pre-pulse caracteristic
of ICF. To do so, the variations of the free electron density and the variations of
electron and lattice/ion temperatures are described, including the polystyrene frag-
mentation. The evolution of the electron density is mainly based on photo-ionisation,
impact ionisation and electron recombination. The evolution of the temperatures is
driven by the laser absorption and the energy transfer from the electrons to the
lattice or the ions depending on the solid or plasma state of the ablator. These two
processes are due to electron collisions which are desbribed in detail. This modeling
of the solid-to-plasma transition is then coupled to the Helmholtz equation through
the dielectric permittivity of the ablator in order to add one spatial dimension and
described the laser propagation. The cases of homogeneous ablator and foam (en-
abling to mitigate the laser imprint) have been studied. The results show that the
caracteristic timescale of the solid-to-plasma transition is about one hundred of pi-
coseconds which is not negligible compared the timescales of ICF. We also show that
the laser energy that is transmitted at the early time could modify the internal state
of the target.

Keywords : Inertial confinement fusion, solid-to-plasma transition, modeling,
laser imprint, electron collisions
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Introduction

Tout comme le froid le plus âpre venait de Niflheimr, tout ce qui était
orienté vers le monde de Múspell était brûlant et clair, mais dans Gin-
nungagap, c’était comme un constant temps doux, et alors le courant
brûlant rencontra le givre, en sorte que cela fondit et dégoutta, et de ces
gouttes d’eau froide jaillit la vie par la force qui provoquait la chaleur
brûlante, et cela devint une figure humaine, et il s’appela Ymir

Edda de Snorri - Gylfaginning
Snorri Sturluson

La fusion par confinement inertiel (FCI) qui correspond au contexte de cette
thèse a pour objectif d’utiliser des lasers pour faire imploser une cible dans le but
d’atteindre les conditions de pression et de température nécessaires pour générer
des réactions de fusion nucléaires [1]. Les lasers couramment utilisés sont constitués
d’une impulsion principale ayant une durée d’une dizaine de nanosecondes et une in-
tensité d’environ 1015 W.cm−2. Cette impulsion principale est précédée de plusieurs
pré-impulsions communément appelées pickets par anglicisme ayant une durée ty-
pique d’une centaine de picosecondes et une intensité d’environ 1014 W.cm−2 [2].
La cible, dont la taille typique est de l’ordre du millimètre, est classiquement un
mélange de deutérium et de tritium contenu dans un micro-ballon en plastique, qui
est un matériau diélectrique et qui est généralement du polystyrène, appelé ablateur
[3, 4]. L’interaction du premier picket avec la cible va faire passer l’ablateur de l’état
solide initial à l’état plasma. Le plasma en surface va se détendre et un choc va être
généré dans l’ablateur initiant l’implosion de la cible. Cependant, le profil spatial du
laser n’est pas parfaitement homogène mais comporte localement des sur-intensités
couramment appelées speckles par anglicisme. Ces speckles vont induire des inho-
mogénéités de densités à la surface de l’ablateur affectant la détente du plasma et
les chocs dans ce dernier car l’ablation du polystyrène sera plus importante là où le
laser est plus intense. C’est le phénomène d’empreinte laser [5]. Ces inhomogénéités
de densités peuvent être ensuite amplifiées lors de l’implosion de la cible par des
instabilités hydrodynamiques ce qui va nuire à l’efficacité de l’implosion [6, 7, 8]. Il
apparaît alors nécessaire de décrire précisément l’ensemble des processus physiques
impliqués dans le phénomène d’empreinte laser afin de pouvoir trouver les solutions
permettant de le minimiser voire de le supprimer.

Pour pouvoir trouver ces solutions, des simulations reproduisant l’implosion de
la cible induite par les lasers sont réalisées avec des codes d’hydrodynamique ra-
diative qui reposent sur un certain nombre d’hypothèses. En particulier, ces codes
numériques supposent que l’ablateur est initialement à l’état plasma et opaque. Ils
négligent donc le comportement solide initial de l’ablateur et sa transition solide-
plasma induite par le laser. En négligeant le comportement solide initial, ils ne
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prennent pas non plus en compte le phénomène de shinethrough qui correspond à
la propagation du laser à l’intérieur de la cible durant les premiers instants d’in-
teraction car l’ablateur en polystyrène est initialement transparent [9]. Or, il a été
suggéré récemment lors de la comparaison des fluctuations des vitesses de chocs
dans l’ablateur obtenues numériquement à celles observées expérimentalement que
la transition solide-plasma pouvait avoir une influence sur la formation et la propa-
gation des chocs à travers l’ablateur et donc sur l’implosion de la cible [10]. En effet,
les résultats des simulations n’ont été en accord avec les observations expérimentales
seulement après une modification ad hoc de la modélisation de l’énergie laser absor-
bée dans les codes numériques pour rendre compte de la transition solide-plasma.
Dès lors, il apparaît nécessaire de disposer d’un modèle décrivant la transition solide-
plasma de l’ablateur pour pouvoir l’inclure dans les codes hydrodynamiques radiatifs
dédiés à la FCI.

Ainsi, cette thèse a pour but de modéliser la transition solide-plasma induite par
laser d’un ablateur en polystyrène. Cette modélisation est destinée à être ensuite
implémentée dans les codes hydrodynamiques radiatifs. Afin de présenter les travaux
réalisés dans ce but, ce manuscrit est composé de quatre chapitres organisés de la
manière suivante :

• Chapitre 1 : il revient en détail sur le contexte de cette thèse et est organisé
à la manière de poupées russes. Après un bref rappel historique de la FCI,
nous présentons son principe général puis les obstacles actuels avec notamment
l’empreinte laser que l’on décrit dans le détail ainsi que les techniques qui
existent à l’heure actuelle permettant de le réduire. Nous développons enfin
les raisons qui font que la transition solide-plasma apparaît aujourd’hui comme
un processus nécessaire à prendre en compte.

• Chapitre 2 : il donne une vue d’ensemble des processus physiques et chimiques
nécessaires à la description de la transition solide-plasma. Les processus les plus
importants à prendre en compte sont tout d’abord identifiés dans une phéno-
ménologie de la transition solide-plasma. Il apparaît qu’ils sont au nombre de
trois : ce sont la génération d’électrons libres, le chauffage de l’ablateur et la
propagation du laser dans l’ablateur et les théories décrivant chacun de ces
trois processus sont ensuite présentées.

• Chapitre 3 : il présente deux modèles décrivant la transition solide-plasma en
prenant en compte la génération d’électrons libres et le chauffage de l’ablateur.
Le premier modèle, que je n’ai pas développé mais que je me suis néanmoins
réapproprié en y apportant quelques légères modifications, pose les bases de
la modélisation de la transition solide-plasma. Le deuxième modèle, que j’ai
développé pendant ma thèse, s’appuie sur le premier et représente en ce sens
une version améliorée de la modélisation de la transition solide-plasma. Cer-
tains processus physiques pris en compte dans le premier modèle voient leur
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description améliorée et de nouveaux processus physiques et chimiques sont
pris en compte.

• Chapitre 4 : il présente les résultats obtenus lorsque la propagation du laser
est désormais prise en compte. Deux cas distincts sont étudiés. Le premier
cas correspond à l’étude de la transition solide-plasma induite par un laser
se propageant dans un ablateur homogène, c’est-à-dire entièrement constitué
de polystyrène, ce qui correspond à un ablateur standard. Le deuxième cas
correspond à l’étude de la transition solide-plasma induite par un laser se
propageant dans une mousse, c’est-à-dire un milieu inhomogène constituée
d’une alternance de parois en polystyrène et de pores vides. L’intérêt porté
aux mousses vient du fait qu’elles se révèlent être une piste prometteuse pour
réduire l’empreinte laser.

Enfin, l’ensemble des résultats dressés au cours de cette thèse sont résumés dans la
conclusion où des perspectives de ces travaux sont proposées. Différentes annexes
viennent compléter ce manuscrit fournissant principalement les démonstrations ma-
thématiques d’expressions présentées dans les Chapitres 2 et 3.
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Chapitre 1. De la fusion par confinement inertiel à la transition solide-plasma

Chapitre 1

De la fusion par confinement inertiel
à la transition solide-plasma

Si sauvage qu’elle soit par nature, la guerre reste liée à la chaîne des fai-
blesses humaines ; et personne ne sera donc surpris par la contradiction
qui apparaît ici, l’homme cherche et crée le danger tout en le redoutant.

De la guerre
Karl Von Clausewitz

Sommaire
1.1 Contexte historique . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 7

1.2 Différents schémas d’attaque . . . . . . . . . . . . . . . . . 8

1.3 Principe général de la FCI en attaque directe . . . . . . 9

1.4 Les principaux obstacles . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 14

1.5 Empreinte laser . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 17

1.5.1 Mécanismes physiques impliqués dans l’empreinte laser . . 18

1.5.1.1 Formation des modulations . . . . . . . . . . . . 19

1.5.1.2 Amplitude initiale des perturbations . . . . . . . 19

1.5.1.3 Amplification des modulations . . . . . . . . . . 21

1.5.2 Réduction de l’empreinte laser . . . . . . . . . . . . . . . 21

1.5.2.1 Optimisation des lasers . . . . . . . . . . . . . . 22

1.5.2.2 Optimisation des cibles . . . . . . . . . . . . . . 26

1.6 Importance de la transition solide-plasma . . . . . . . . . 30

1.7 Synthèse . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 32

5



Chapitre 1. De la fusion par confinement inertiel à la transition solide-plasma

Objectif et organisation du chapitre

La transition solide-plasma d’un ablateur en polystyrène induite par laser s’ins-
crit dans le contexte général de la fusion par confinement inertiel (FCI) par laser
en attaque directe. Le but de ce chapitre est de replacer la transition solide-plasma
par rapport à ce contexte général qu’est la FCI. Il est ainsi organisé à la manière de
poupées russes en partant du cadre général de la FCI pour amener progressivement
la problématique de la transition solide-plasma. Nous commencerons tout d’abord
par rappeler très brièvement le contexte historique de la FCI dans la Section 1.1. La
FCI pouvant se faire suivant différents schémas d’attaque, ces schémas seront pré-
sentés dans la Section 1.2. La Section 1.3 sera consacrée à la présentation du principe
général de la FCI par laser en attaque directe, cadre dans lequel cette thèse s’inscrit.
Les principaux obstacles existants à l’heure actuelle pour ce schéma d’attaque seront
présentés dans la Section 1.4. La section 1.5 sera consacrée à l’étude de l’empreinte
laser qui représente un de ces challenges. Enfin, la transition solide-plasma, qui est
un des processus physiques impliqués dans l’empreinte laser, sera présentée dans la
Section 1.6. La Section 1.7 clora ce chapitre en résumant les éléments importants
qui y auront été présentés.
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Chapitre 1. De la fusion par confinement inertiel à la transition solide-plasma

1.1 Contexte historique

La recherche en FCI a toujours été liée à la recherche militaire car elle a des
applications dans le domaine de la défense et plus précisément dans le domaine de
la dissuasion nucléaire [11, 12]. En effet, ce qui se passe lors d’une expérience de FCI
est globalement similaire à ce qui se passe au coeur d’une bombe thermonucléaire.
Cependant, la FCI a également des applications dans le civil notamment dans le
domaine de l’astrophysique de laboratoire [13, 14, 15, 16] ainsi que dans le domaine
de la production d’énergie [17, 18, 19, 20, 21] et constitue en ce sens une méthode
alternative à la fusion par confinement magnétique qui est l’autre voie principale
envisagée pour faire de la fusion nucléaire sur Terre [22].

Les premiers travaux sur la fusion nucléaire remontent aux débuts des années
1920 dans le domaine de la recherche fondamentale et aux débuts des années 1940
avec le développement des armes thermonucléaires [23] (le premier essai au monde
d’une arme thermonucléaire est réalisé par les Etats-Unis le 1er novembre 1952 sous
le nom de code Ivy Mike). La fusion dans les armes thermonucléaires est toutefois
déclenchée par une bombe à fission et correspond de plus à une fusion nucléaire non
controllée. Il faudra attendre le début des années 1960 pour que s’impose l’utilisation
de lasers afin de déclencher une fusion thermonucléaire controllée marquant ainsi le
début de la FCI. On pourra noter les travaux de Kidder, Nuckolls et Colgate aux
Etats-Unis [1, 24] ainsi que ceux de Sakharov, Basov et Krokhin en URSS [25, 26].
Cependant, ces travaux restent secrets aussi bien dans le bloc de l’Ouest que dans le
bloc de l’Est et il faudra attendre le début des années 1970 pour qu’une déclassifica-
tion soit entamée avec la présentation de Basov en 1971 [24] et la publication d’un
article dans Nature par Nuckolls et al [1]. Aux débuts des années 1980, l’approche
actuellement qualifiée de standard et qui sera présentée dans la Section 1.2 était
déjà clairement définie et les principales difficultés identifiées.

Depuis, des progrès considérables ont été accomplis notamment grâce à la mon-
tée en puissance des supercalculateurs (leur puissance est passée de 1 GFlop/s en
1984 [27] à 440 PFlop/s en 2020 [28], soit une multiplication par un facteur 400 000
000 de la puissance des supercalculateurs en moins de 40 ans). Les supercalculateurs
ont en effet permis de simuler de manière toujours plus précise les processus phy-
siques de la FCI. Cependant, des efforts doivent encore être faits, l’ignition, seuil
à partir duquel on récupère plus d’énergie que ce qu’on injecte, n’étant toujours
pas atteinte à l’heure actuelle. On pourra notamment mentionner l’échec de l’US
National Ignition Campaign (NIC) en 2012 qui n’est pas parvenue à atteindre l’ig-
nition sur le NIF [29, 30], cette campagne résultant pourtant d’une collaboration
entre le Lawrence Livermore National Laboratory (LLNL), le Los Alamos National
Laboratory (LANL), le Sandia National Laboratory (SNL), General Atomics (GA),
le Laboratory for Laser Energetics (LLE) et le Plasma Science for Fusion Center
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du Massachusetts Institute of Technology (MIT) à laquelle le Naval Research Labo-
ratory (NRL), le Commissariat à l’Energie Atomique et aux Energies Alternatives
(CEA) et l’Atomic Weapons Establishment ont également contribué [31]. Pour au-
tant, cet échec n’a pas marqué la fin de la FCI. La preuve en est de l’expérience
conduite sur le NIF le 8 août 2021 où une énergie de 1.3 MJ a été produite par les
réactions de fusion nucléaire, soit environ 70% de l’énergie laser injectée qui était
de 1.9 MJ [32]. Bien que l’ignition ne fût pas atteinte, cette expérience marque une
nouvelle étape.

1.2 Différents schémas d’attaque

La FCI a pour but de comprimer à l’aide de lasers une cible sphérique qui est
un micro-ballon en plastique, généralement du polystyrène, rempli d’un mélange
de deutérium et de tritium pour atteindre les conditions en température et densité
nécessaires à la génération de réactions de fusion nucléaire. L’approche standard de
la FCI repose aujourd’hui principalement sur deux schémas d’attaque :

• l’attaque directe où les lasers sont directement focalisés sur la cible pour la
comprimer

• l’attaque indirecte où les lasers sont focalisés sur un holraum, une cavité consti-
tuée d’un matériau à numéro atomique élevé comme de l’or par exemple,
convertissant l’énergie laser en un rayonnement X qui permettra ensuite de
comprimer la cible

cible

faisceaux laser

cible

faisceaux laser

rayons X

holraum

(a) Attaque directe (b) Attaque indirecte

Figure 1.1 – Les deux schémas d’attaque de la FCI.
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Ces deux schémas d’attaque sont illustrés sur la Figure 1.1. L’attaque indirecte a
l’avantage de permettre une compression de la cible plus uniforme que l’attaque
directe, la cible "baignant" dans le rayonnement X. Cependant, elle a l’inconvénient
d’induire une énergie totale absorbée par la cible plus faible que pour l’attaque
directe car une partie de l’énergie laser est perdue lors de sa conversion en rayon-
nement X. Ces deux schémas ont fait l’objet d’un très grand nombre de travaux de
recherches. On peut noter l’article de revue de Lindl [3] publié en 1995 et celui de
Craxton et al [4] publié en 2015 qui donnent un résumé de nos connaissances sur la
FCI respectivement en attaque indirecte et en attaque directe.

En plus de ces deux schémas d’attaque, deux méthodes d’allumage, qui corres-
pond à la génération des premières réactions de fusion nucléaire, ont été développées
[33]. Ces deux méthodes sont :

• l’allumage rapide qui consiste à comprimer une cible avec un premier laser
puis à l’allumer en chauffant le centre de la cible avec un deuxième laser plus
court et beaucoup plus intense que le premier, de type PETAL par exemple
[34, 35, 36]

• l’allumage par choc qui consiste à comprimer une cible avec un premier laser
puis à l’allumer en augmentant la pression à l’intérieur de la cible grâce à un
choc formé par un deuxième laser plus court et plus intense que le premier
[37, 38, 39]

A la différence des schémas conventionnels d’attaque directe et d’attaque indi-
recte où la compression et le chauffage de la cible sont obtenus à l’aide d’un seul et
même laser, deux lasers différents sont utilisés dans les schémas d’allumage rapide
et d’allumage par choc [33]. Ceci permet de diminuer l’énergie qui doit être apportée
par le premier laser mais le deuxième laser doit être très intense, entre 1015 W.cm−2

et 1019 W.cm−2. L’attaque indirecte, l’allumage rapide et l’allumage par choc ne
seront pas détaillées davantage, nous nous limitons à mentionner leur existence et
expliquer très brièvement leur principe, car cette thèse s’inscrit dans le contexte
de la FCI en attaque directe dont le principe général est détaillé dans la section
suivante.

1.3 Principe général de la FCI en attaque directe

Cette section a pour but de présenter le principe général de la FCI en attaque
directe, cadre dans lequel s’inscrit cette thèse. Comme expliqué précédemment, ce
schéma d’attaque consiste à focaliser un ensemble de faisceaux laser sur une cible
afin de la comprimer pour atteindre les conditions de température et de densité
nécessaires pour générer des réactions de fusion nucléaire. La Figure 1.2 montre
le schéma d’une cible et le profil temporel d’intensité d’un laser utilisés sur le la-
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Figure 1.2 – Schéma d’une cible et profil de l’intensité laser exprimée en 1014

W.cm−2 en fonction du temps exprimé en ns. CD représente l’ablateur, DT ice
correspond au DT cryogénique solide et DT gas au DT gazeux. Cette cible et ce
laser sont typiques de ceux employés dans les expériences de FCI en attaque directe
au LLE. Cette figure correpond à la Figure 7 de l’article de S. X. Hu et al [40].

ser OMEGA. Ce laser situé au Laboratory for Laser Energetics (LLE) à Rochester
aux Etats-Unis est dédié à la FCI en attaque directe. Le profil temporel laser est
composé de trois pré-impulsions, communément appelées pickets, d’une centaine de
picosecondes chacune, précédant une impulsion principale qui a une durée d’une
dizaine de nanosecondes. L’intensité des pickets est d’environ 1014 W.cm−2 tandis
qu’elle est d’environ ×1015 W.cm−2 pour l’impulsion principale. Ces pickets per-
mettent d’augmenter ainsi la compressibilité de la cible grâce à la génération de
plusieurs chocs dans la cible [41, 42, 43] et grâce à la diminuation de l’adiabat α
[44], grandeur qui caractérise l’entropie de la cible. Il est important d’avoir un adia-
bat le plus faible possible, il a notamment été montré que l’énergie minimum pour
allumer la cible Emin évolue comme Emin ∝ α1.88 [45, 46]. De nos jours, ces pickets
font partie intégrante des impulsions lasers des grandes installations telles que le
NIF ou OMEGA [2, 47, 48]. Ces pickets étant les premières impulsions laser avec
lesquelles la cible interagit, leurs profils devront être les plus lisses possibles afin de
minimiser l’empreinte laser. La cible est quant à elle typiquement constituée d’une
coquille de deutérium-tritium (DT) cryogénique à l’état solide remplie de DT gazeux
et recouverte d’une fine couche de plastique appelée ablateur, le plastique étant du
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polystyrène dans beaucoup de design de cibles. Cet ablateur est donc un matériau
diélectrique et a une taille typique de l’ordre de la dizaine de micromètres, la taille
totale de la cible étant de l’ordre du millimètre.

(a) Absorption du laser par l’ablateur et
génération des chocs

(b) Expansion de l’ablateur et compres-
sion de la cible

(c) Formation du point chaud et allu-
mage du DT

(d) Combustion du DT et explosion de
la cible

Figure 1.3 – Les quatre grandes étapes de la FCI en attaque directe. Les anneaux
rouge, bleu foncé et bleu clair représentent respectivement l’ablateur, le DT solide
et le DT gazeux. L’anneau orange représente le plasma en expansion. La bille jaune-
orange représente le point chaud. Les flèches violettes représentent les faisceaux laser,
les flèches rouges représentent l’expansion du plasma et les flèches bleues représentent
la compression de la cible.

Quatre grandes étapes, illustrées sur le Figure 1.3, peuvent être identifiées lors
de l’implosion d’une cible en attaque directe :

• l’absorption du laser par l’ablateur et la génération de choc
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• la compression de la cible due à l’expansion de l’ablateur

• la formation d’un point chaud conduisant à l’allumage de la cible

• la combustion du DT et l’explosion de la cible

Au début de l’interaction entre le laser et la cible, l’ablateur va absorber l’énergie du
laser, voir Figure 1.3 (a), ce qui va conduire à une augmentation de sa température
le faisant passer de l’état solide à l’état plasma. Ce chauffage va induire une augmen-
tation de la pression et le plasma se trouvant en surface de l’ablateur va se détendre.
Ce chauffage va également induire l’excitation d’ondes sonores ce qui va créer un
choc dans l’ablateur, c’est la séparation hydrodynamique [49]. Trois surfaces délimi-
tant quatre zones caractéristiques vont alors apparaître comme illustré sur la Figure
1.4. La première est la surface critique caractérisée par une densité électronique ne
égale à la densité critique ncr correspondant à la densité maximale d’électrons pour
laquelle un laser peut se propager. La deuxième est le front d’ablation marquant le
début de la diminution de la densité électronique due à l’expansion du plasma. La
troisième est le front de choc correspondant au front de propagation du choc alimenté
par le chauffage laser. Le laser va alors se propager et être absorbé dans la zone sous-
critique jusqu’à la surface critique. L’énergie laser absorbée est ensuite transportée
par conduction thermique de la surface critique jusqu’au front d’ablation, cette zone
étant appelée la zone de conduction. Au front d’ablation, l’énergie laser permettra
d’une part d’alimenter l’ablation de l’ablateur, et donc l’expansion du plasma, et

Front
de choc

Front
d’ablation

Surface
critique

Solide
au repos

Solide
sous choc

Zone
de conduction

Zone
sous-critique

T

ne

Laser

Figure 1.4 – Variations de densité électronique ne et de température T lors la
phase de compression de la cible et d’expansion de l’ablateur. La zone sous-critique
est caractérisée par ne < ncr. L’ensemble zone de conduction + zone sous-critique
constitue la couronne. Les échelles ne sont pas respectée par souci de clarté.
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d’autre part de continuer l’excitation des ondes sonores et donc l’entretien de choc.
Jusqu’à présent, la cible n’implose pas car la poussée créée par la détente de

l’ablateur n’est pas encore suffisamment intense pour mettre la cible en mouvement.
Cependant, l’ablateur et le DT solide vont subir une première compression à cause
des chocs qui les traversent. Ces chocs vont se propager jusqu’à l’interface entre
le DT solide et le DT gazeux. Lorsqu’ils traversent cette interface, une partie des
chocs va être transmise dans le DT gazeux et l’autre partie va être réfléchie sous
forme d’onde de raréfaction qui va se propager jusqu’au front d’ablation. L’arrivée
de l’onde de raréfaction au front d’ablation marquera alors le début de l’implosion de
la cible qui sera ensuite entretenue par effet fusée, voir Figure 1.3 (b). A la manière
des gaz qui s’échappent d’une fusée permettant son envol, l’éjection de matière à
la surface d’ablation devient suffisamment puissante pour permettre l’entretien de
l’implosion de la cible. En effet, le laser est mis en forme temporellement pour que
l’impulsion principale arrive au début de l’implosion de la cible comme on peut le
voir sur la Figure 1.5.

Figure 1.5 – Evolution temporelle du diamètre de la cible illustrant son implosion
en fonction des chocs générés par le laser. Le profil temporel du laser est rappelé
pour montrer la génération des chocs en fonction de l’intensité du laser. Cette figure
correspond à la Figure 3-3 de l’article de Craxton et al [4].

Les chocs transmis dans le DT gazeux vont se propager jusqu’au centre de la
cible où ils rebondiront sur eux-mêmes, l’implosion étant sphérique. Dès lors, les
chocs vont se propager en sens inverse vers l’extérieur de la cible. En atteignant la
coquille qui est en train d’imploser, ils vont rebondir dessus. S’ensuit alors une série
de rebonds des chocs sur eux-mêmes au centre de la cible et contre le DT solide ce
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qui constitue la phase de décélération de la cible. Lorsque la cible a complètement
décéléré, elle atteint alors son stade de compression maximale. Si sa température et
sa densité sont suffisamment élevées pour pouvoir vaincre la barrière coulombienne
et compenser les pertes d’énergie par rayonnement, des réactions de fusion nucléaires
vont pouvoir avoir lieu marquant l’allumage de la cible. Cette phase constitue alors
la phase de formation du point chaud et est illustrée sur la Figure 1.3 (c). L’ignition,
c’est-à-dire le moment où l’énergie produite par les réactions de fusion nucléaire est
supérieure à l’énergie laser injectée, est alors atteinte si la température et la densité
sont plus grandes que la température et la densité minimales requises par le critère
de Lawson définissant le seuil d’ignition. Globalement, pour une cible constituée de
DT, la température minimale de la cible est d’environ 10 keV et la densité minimale
est d’environ 300 g.cm−3 [50]. De plus, ces conditions de température et de densité
doivent se maintenir pendant plusieurs dizaines de picosecondes. L’énergie libérée
par les premières réactions de fusion dans le point chaud doit avoir le temps de se
déposer dans la coquille beaucoup plus dense permettant de déclencher une réaction
en chaîne. Une onde de combustion va alors apparaître et se propager dans la coquille
ce qui entraînera la combustion de la cible. En parallèle de cette onde de combustion,
la cible explosera à cause des chocs qui ont rebondi sur eux-mêmes. Cette phase est
illustrée sur la Figure 1.3 (d).

L’ensemble de ces processus constitue le principe général de la FCI en attaque
directe dans un fonctionnement idéal. Cependant, à chacune de ces étapes, plusieurs
obstacles apparaissent conduisant à une dégradation de l’efficacité de l’implosion
de la cible. Nous allons donc présenter l’ensemble de ces obstacles dans la section
suivante ce qui nous permettra d’introduire le processus d’empreinte laser.

1.4 Les principaux obstacles

On a vu dans la section précédente qu’une implosion de cible en FCI en attaque
directe pouvait être décomposée en quatre étapes distinctes. La Figure 1.6 montre les
principaux processus physiques problématiques pour chacune de ces quatre étapes.
Le but de cette section est de présenter ces processus. Nous verrons alors qu’une ma-
jorité de ces processus sont une conséquence de l’empreinte laser qui sera présentée
dans le détail dans la section suivante.

Comme on peut le voir sur la Figure 1.6(a), trois processus physiques problé-
matiques apparaissent au début de l’interaction entre le laser et la cible. Ces trois
processus sont :

• l’empreinte laser

• l’instabilité Richtmyer-Meshkov

• le feedout
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(a) Absorption laser

ablateur

DT solide

DT gazeux

Laser

Empreinte laser

Feedout

Instabilité Richtmyer-Meshkov

(b) Implosion de la cible

couronne

ablateur
DT solide
DT gazeux

La
ser

Convergence
Instabilités paramétriques

Instabilité Rayleigh-Taylor
Instabilité Rayleigh-Taylor

(c) Allumage de la cible

point chaud
DT gazeux
DT solide

couronne
Laser

Mélange du DT

Non formation du point chaud

(d) Combustion de la cible

combustible
brulé

DT solide

couronne

propagation de la combustion

Figure 1.6 – Schéma des principaux problèmes, apparaissant en rouge, en fonction
des quatre grandes étapes de la fusion par confinement inertiel par laser en attaque
directe. Cette figure s’inspire de la Figure 2-1 apparaissant dans l’article de Craxton
et al [4].

Lors de la mise en forme du laser, des modulations d’intensité sont générées dans le
profil spatial du laser, ce sont les speckles qu’on détaillera dans la Section 1.5.2.1,
qui vont alors induire des modulations de densité à la surface de l’ablateur. Ce pro-
cessus est appelé empreinte laser, ou bien laser imprint par anglicisme. Nous ne
détaillerons pas plus l’empreinte laser ici, la Section 1.5 est consacrée à ce sujet. Ces
modulations de densité vont jouer le rôle de germes pour l’instabilité Rayleigh-Taylor
et vont également induire des chocs avec des fronts de propagation modulés. Si les
modulations des fronts de choc sont suffisamment grandes, une instabilité hydrody-
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namique de type Richtmyer-Meshkov pourra se développer lors de la propagation
du choc dans l’ablateur [51, 52]. En effet, le temps de propagation du choc dans
l’ablateur est suffisamment long, de l’ordre de la nanoseconde, pour que l’instabilité
Richtmyer-Meshkov puisse se développer [53]. Le développement d’une telle instabi-
lité modifiera alors l’état de la cible ce qui pourra dégrader sa symétrie ainsi que son
intégrité et alimenter l’instabilité Rayleigh-Taylor lors de son implosion. Dans les
deux cas, le passage de l’instabilité Richtmyer-Meshkov conduira à une réduction de
l’efficacité de l’implosion de la cible. Enfin, même si les modulations du front de choc
sont suffisamment faibles pour éviter le développement de l’instabilité Richtmyer-
Meshkov, elles restent problématiques car quand le choc arrivera à l’interface entre le
DT solide et le DT gazeux, les modulations du front de choc vont être "imprimées"
sur la surface interne du DT solide créant ainsi des modulations de densités. C’est
le phénomène de feedout [54, 55]. Comme à la surface de l’ablateur, ces modulations
de densités pourront jouer le rôle de germes pour l’instabilité Rayleigh-Taylor.

Lors de l’implosion de la cible, trois processus problématiques peuvent apparaître
comme on peut le voir sur la Figure 1.6 (b). Ces trois processus sont :

• les instabilités paramétriques

• l’instabilité Rayleigh-Taylor

• la convergence

Les instabilités paramétriques regroupent toutes une classe d’instabilités qui naissent
du couplage entre l’onde laser et les modes propres du plasma dans la couronne. Ces
instabilités sont problématiques car elles peuvent entraîner une perte d’énergie laser,
un préchauffage de la cible ou une génération d’électrons chauds [56]. Parmi les plus
importantes et les plus problématiques pour la FCI, on peut citer (i) l’instabilité Ra-
man (SRS), (ii) l’instabilité Brillouin (SBS), (iii) l’instabilité de décomposition en
deux plasmons (TPD), (iv) l’instabilité de transfert d’énergie entre faisceaux croisés
(CBET) et (v) la filamentation laser [56]. L’instabilité Rayleigh-Taylor correspond à
une croissance exponentielle des modulations de densités [57, 58, 59]. Cette instabi-
lité de type hydrodynamique peut se développer lors de l’accélération de la cible au
début de son implosion en amplifiant les modulations de densité existant à la surface
de l’ablateur (créées par l’empreinte laser). Elle peut également se développer lors
de la décélération de la cible à la fin de son implosion en amplifiant les modulations
de densité existant sur la surface interne du DT solide (créées par le feedout). Dans
les deux cas, l’instabilité Rayleigh-Taylor peut déformer la cible conduisant à une
dégradation de l’efficacité de l’implosion. Enfin, l’implosion de la cible doit se faire
de manière uniforme et converger vers son centre. Plusieurs facteurs peuvent s’op-
poser à la convergence de la cible. Tout d’abord, il y a l’instabilité Rayleigh-Taylor
qui peut rendre la compression de la cible non uniforme comme précisé précédem-
ment. Il y a ensuite l’instabilité Richtmyer-Meshkov qui, en dégradant la structure
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interne de la cible, peut induire localement des inhomogénéités de densité. Enfin, il
y a l’éclairement de la cible, c’est-à-dire la répartition des lasers à la surface de la
cible, qui peut induire des modulations de densité à grande échelle à la surface de la
cible. Ces modulations peuvent venir d’un mauvais recouvrement des faisceaux laser
mais également de modulations d’intensité à grande échelle dans le profil spatial du
laser.

A la fin de l’implosion, lorsque la cible est comprimée au maximum, deux pro-
blèmes essentiellement peuvent surgir, comme illustré sur la Figure 1.6 (c) :

• le mélange entre le DT solide et le DT gazeux

• la non formation du point chaud

Principalement engendré par le développement des instabilités hydrodynamiques, le
DT solide peut se mélanger au DT gazeux réduisant alors l’efficacité de l’implosion
de la cible [60, 61, 62]. La non formation du point chaud résulte généralement d’une
mauvaise implosion ne permettant pas d’obtenir les conditions nécessaires en tem-
pérature et densité. En plus du mélange entre le DT solide et le DT gazeux, ceci
peut également être dû à une implosion non convergente ou au développement des
instabilités hydrodynamiques.

Enfin, si on parvient à allumer la cible, l’énergie dégagée par les réactions de
fusion dans le point chaud doit pouvoir se propager et atteindre le DT solide, là où
se concentre la majorité du combustible. Cependant, la propagation de cette onde de
combustion se fait en même temps que le rebond de la cible. L’onde de combustion
doit donc se propager dans la cible plus rapidement que le rebond de la cible et être
supersonique ce qui nécessite de brûler suffisamment de combustible.

Au final, on observe que l’empreinte laser est l’un des processus critiques pour
la fusion par confinement inertiel en attaque directe. L’empreinte laser génère des
modulations de densités à la surface de l’ablateur au début de l’interaction entre
le laser et l’ablateur qui peuvent engendrer des instabilités hydrodynamiques telles
que l’instabilité Rayleigh-Taylor et l’instabilité Richtmyer-Meshkov, ces instabilités
pouvant elles-mêmes engendrer un mélange entre le DT solide et le DT gazeux.
L’ensemble de ces processus réduit l’efficacité de l’implosion de la cible ce qui peut
empêcher d’atteindre les conditions de températures et de densité nécessaires à son
allumage. La section suivante est donc consacrée à l’étude de l’empreinte laser et
nous permettra d’amener l’importance de la transition solide-plasma de l’ablateur.

1.5 Empreinte laser

Comme on l’a vu dans la section précédente, l’empreinte laser est particulière-
ment problématique car elle peut engendrer des instabilités hydrodynamiques qui
réduiront l’efficacité de l’implosion voire empêcher l’allumage de la cible. Il apparaît

17



Chapitre 1. De la fusion par confinement inertiel à la transition solide-plasma

nécessaire de minimiser le plus possible ce phénomène afin de réduire son influence
sur la dynamique ultérieure de la cible. La section 1.5.1 sera donc consacrée à la des-
cription des phénomènes physiques associés à l’empreinte laser. Nous présenterons
ensuite dans la section 1.5.2 les techniques qui ont été mises en place dans le but
de réduire l’empreinte laser, tant du côté de l’optimisation des lasers que du côté de
l’optimisation des cibles.

1.5.1 Mécanismes physiques impliqués dans l’empreinte laser

Les premiers travaux sur l’empreinte laser ont été rapportés par Ishizaki et Nishi-
hara [5, 63] ainsi que Goncharov [64]. Comme on l’a vu dans la Section 1.3, durant
les premiers instants d’irradiation laser, la détente du plasma formé en surface va
induire la formation de chocs dans l’ablateur qui vont se propager vers l’intérieur
de la cible. Comme le profil spatial du laser possède des modulations d’intensité,
les speckles qui seront détaillés dans la Section 1.5.2.1, la détente du plasma et la
formation du choc ne vont pas se faire de la même manière selon l’intensité laser.
Ceci est illustré sur la Figure 1.7. Les modulations d’intensité laser vont entraî-
ner des modulations d’absorption laser qui vont créer des modulations de pression
d’ablation (pression au front d’ablation) conduisant à la formation de modulations
de vitesse d’ablation (vitesse définie à partir du rapport entre le taux de masse abla-
tée et la densité du DT solide) débouchant au final à la création de modulations de

Laser δI < 0

Laser δI = 0

Laser δI > 0A (δPa > 0)

B (δPa < 0)

Front
de choc

Front
d’ablation

Surface
critique

Solide
non choqué

Solide
choqué

Zone
de conduction

Zone
sous-critique

δvx

δvx

δvy

δvy

δvy

δvy

Figure 1.7 – Illustration de l’empreinte laser. Cette figure est refaite à partir de
celle apparaissant dans l’artice de Craxton et al [4].

18



Chapitre 1. De la fusion par confinement inertiel à la transition solide-plasma

densité au front d’ablation. Cette section a pour but de présenter la formation et le
développement de ces modulations.

1.5.1.1 Formation des modulations

A cause des modulations d’intensité existant dans le laser, l’absorption laser ne
sera pas spatialement uniforme ce qui va créer des modulations d’énergie absorbée.
Ces modulations d’énergie absorbées vont ensuite être transportées par transport
thermique dans la zone de conduction jusqu’au front d’ablation où elles induiront
des modulations de pression d’ablation. Ainsi, là où le laser est plus (respectivement
moins) intense, l’énergie laser absorbée sera plus (respectivement moins) importante
et la pression d’ablation plus (respectivement moins) grande. Ceci est illustré sur la
Figure 1.7. Ainsi, les modulations de pression d’ablation δPa seront d’autant plus
grandes que les modulations d’intensité laser δI seront grandes. Ceci peut effecti-
vement se voir à travers la loi d’échelle de la pression d’ablation en fonction de
l’intensité laser Pa ∝ Iα avec α globalement entre compris 0 et 1 et dont la valeur
dépend notamment du mécanisme d’absorption laser et de la géométrie du problème
[65, 66, 67]. Classiquement, on a α = 2/3. La perturbation δPa va à son tour créer
une perturbation de vitesse de choc δvx, la vitesse du choc étant fonction de la ra-
cine carré de la pression d’ablation [68]. Ainsi des chocs plus rapides seront lancés
aux endroits où l’intensité laser sera plus importante, et inversement. Les endroits
associés à des intensités plus ou moins importantes étant associés à une ablation
respectivement plus ou moins importante, la propagation plus rapide ou plus lente
des chocs va venir s’ajouter à une ablation respectivement plus ou moins efficace ce
qui va accroître la perturbation δvx. Parallèlement, le choc perturbé va induire un
déplacement transverse de matière associée à une perturbation de vitesse δvy des
zones où les chocs sont rapides vers les zones où les chocs sont plus lents. Ce flux
de matière va alors créer une baisse de la pression derrière le front des chocs rapides
entraînant un gradient de pression positif du front de choc vers le front d’ablation.
Ceci va entraîner une accélération du front d’ablation vers le front de choc et am-
plifier la perturbation. A l’inverse, là où le choc se propage moins rapidement, une
surpression va apparaître derrière le front de choc. Un gradient de pression néga-
tif du front de choc vers le front d’ablation va apparaître mais entraînant ici un
ralentissement du front d’ablation.

1.5.1.2 Amplitude initiale des perturbations

Il apparaît ainsi que les modulations d’intensité laser vont induire des modu-
lations de densité à la surface de la cible, plus précisément au front d’ablation, à
cause de chocs générés plus ou moins intenses selon les modulations d’intensité. Ces
modulations de densité au front d’ablation sont caractérisées par une amplitude ini-
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tiale, c’est à dire au début de l’accélération de la cible pendant son implosion, qui
s’écrit de la manière suivante [4, 64] :

ηinit =
δI

I
∆0 (0.4 + 0.1k∆0) (1.1)

avec ∆0 l’épaisseur initiale de l’ablateur et k le nombre d’onde de la perturbation.
On observe alors que l’amplitude des modulations va être différente suivant l’ordre
de grandeur de k∆0, en particulier si k∆0 � 1 ou k∆0 � 1. On peut dès lors
distinguer trois catégories de perturbations :
• les modulations à petite échelle : l� ∆0

• les modulations à moyenne échelle : l ≈ ∆0

• les modulations à grande échelle : l� ∆0

où l = 2π/k correspond à la taille caractéristique de la perturbation.
On voit alors que les modulations à petite échelle sont caractérisées par une

amplitude qui sera d’autant plus grande que la perturbation sera petite. Pour ces
modulations, on a en effet k∆0 � 1 soit ηhyd → 0.1k∆2

0δI/I. Cependant, il est
possible que ces modulations soient atténuées voire lissées dans la zone de conduction
si cette dernière a globalement une taille supérieure ou égale à l permettant ainsi dans
ce cas de limiter voire d’empêcher le développement d’instabilités hydrodynamiques
[1, 4]. Pour les modulations à moyenne échelle, l’amplitude sera moins grande que
celle associée aux modulations à petite échelle. Cependant, ces modulations seront
trop grandes pour être lissées dans la zone de conduction. Pour les modulations à
grande échelle, on a k∆0 � 1 soit ηhyd → 0.4∆0δI/I. Ces modulations sont donc
associées à une faible amplitude mais ne pourront pas être atténuées dans la zone de
conduction. Au final, les modulations d’intérêt pour l’empreinte laser, c’est à dire
celles qui permettent le développement d’instabilités hydrodynamiques, sont celles à
moyenne échelle mais également à petite échelle, la zone de conduction pouvant ne
pas être suffisamment grande pour pouvoir les lisser entièrement. En effet, le faible
taux de croissance des modulations à grande échelle permet de ne pas les considérer
du point de vue de l’empreinte laser. Ces modulations ne doivent cependant pas
être totalement négligées car elles peuvent donner naissance à une distorsion de la
cible au cours de son implosion qui devient alors non-symétrique réduisant de fait
son efficacité. Les modulations d’intérêt pour l’empreinte laser sont donc celles qui
vérifient l . ∆0, c’est à dire celles dont la taille caractéristique est inférieure ou
équivalente à la taille de l’ablateur. L’ablateur ayant une épaisseur d’une dizaine de
micromètres, il apparaît que les modulations d’intérêt pour l’empreinte laser sont
celles créées par les speckles. Comme on le verra dans la Section 1.5.2.1, les speckles
sont des modulations d’intensité laser qui ont une taille caractéristique de l’ordre du
micromètre. Les modulations de densité créées par les speckles ont donc la même
taille et satisfont parfaitement le critère l . ∆0.
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1.5.1.3 Amplification des modulations

Lors de l’accélération de la cible pendant son implosion, les modulations au
front d’ablation vont pouvoir être amplifiées par l’instabilité Rayleigh-Taylor. De
nombreux travaux ont été réalisés pour déterminer le taux de croissance de ces
modulations, et ainsi quantifier le développement de l’instabilité Rayleigh-Taylor.
De manière générale, le taux de croissance peut s’écrire de la manière suivante [69] :

η = α
√
kg − βkVa (1.2)

avec α et β des coefficients qui rendent compte du transfert thermique, g la gra-
vité effective modélisant l’accélération ou la décélération de la cible et Va la vitesse
d’ablation. Il apparaît ainsi que le taux de croissance va augmenter avec la gravité
effective et donc plus l’accélération sera forte, plus l’instabilité pourra se développer.
Une accélération lente de la cible permettrait ainsi de diminuer le développement
de l’instabilité. Cependant, elle entraînerait également une compression moins effi-
cace pouvant empêcher l’allumage de la cible. Il apparaît également que le taux de
croissance décroît avec la vitesse d’ablation. Une vitesse d’ablation élevée réduirait
donc le développement des instabilités hydrodynamiques. Cependant, une vitesse
d’ablation plus grande nécessiterait une pression d’ablation plus grande et donc une
absorption laser plus importante et ainsi un laser plus intense [70]. Cependant, un
laser plus intense pourra conduire à des instabilités paramétriques plus importantes.
A titre d’exemple, le taux de croissance de la diffusion Raman est proportionnel à
vosc et le taux de croissance de la diffusion Brillouin est proportionnel à v

2/3
osc où

vosc ∝ EL est la vitesse d’oscillation des électrons dans le champ laser EL [71].
Au final, une diminution du premier terme ou une augmentation du deuxième

terme dans l’équation (1.2) conduira à une diminution du développement de l’in-
stabilité Rayleigh-Taylor mais pourra conduire à une augmentation d’autres phé-
nomènes pouvant compromettre l’ignition. Il apparaît donc nécessaire de trouver
des solutions permettant de réduire le développement de l’instabilité sans toute-
fois amplifier d’autres processus pouvant empêcher d’atteindre la FCI. L’une de ces
solutions est la réduction de l’empreinte laser qui vise à réduire les modulations
d’intensité laser afin de minimiser voire d’empêcher la formation de modulations de
densité, et ainsi limiter le développement des instabilités hydrodynamiques. La sec-
tion suivante vise à présenter les méthodes qui ont été développées jusqu’à présent
dans ce but.

1.5.2 Réduction de l’empreinte laser

Comme exposé précédemment dans la Section 1.4, l’empreinte laser peut générer
des germes pour les instabilités hydrodynamiques qui, en se développant, vont dé-
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grader l’efficacité de l’implosion de la cible. Diverses techniques ont alors été mises
en place dans le but de réduire ce processus. Ces techniques reposent principalement
sur :

• le lissage laser, c’est à dire l’optimisation des lasers pour les rendre les plus
lisses possibles et donc réduire au maximum les modulations d’intensité

• le design des cibles, c’est à dire leur optimisation pour les rendre moins sen-
sibles aux modulations d’intensité laser

Ces deux méthodes d’optimisation des lasers et des cibles vont être présentées res-
pectivement dans la Section 1.5.2.1 et dans la Section 1.5.2.2.

1.5.2.1 Optimisation des lasers

Le laser possédant des modulations d’intensité, il est généralement admis que ces
modulations d’intensité sont acceptables si la moyenne des modulations ne dépasse
pas 1% de l’énergie laser moyenne [72], la moyenne des modulations étant donnée
par [72] :

σ =

√√√√∑
l 6=0

Gl

∣∣∣∣ElE0

∣∣∣∣2 (1.3)

Le facteur Gl représente la configuration géométrique du système laser ce qui inclut
notamment le nombre de faisceaux laser, leur orientation et la différence d’énergie
entre les faisceaux. Le facteur El/E0 représente le rapport d’énergie pour chaque
faisceau. Les techniques de réduction de l’empreinte laser mises en place en FCI
ont alors majoritairement visé à réduire ce facteur dans le but de créer des profils
spatiaux d’intensité les plus lisses possibles. Parmi ces différentes techniques d’opti-
misation lasers, on peut citer :

• l’utilisation de lames de phase

• l’incohérence spatiale induite

• le lissage par dispersion spectrale

De par leur importance et leur utilisation répandue, ces trois techniques vont être
décrites dans la suite de cette section. On peut également mentionner le lissage
par polarisation où le laser est scindé en deux composantes à l’aide d’un matériau
biréfringent qui ne seront alors pas focalisées au même endroit et induiront donc un
étalement du speckle et donc une diminution des inhomogénités en intensité [73, 74].

Lames de phase

L’utilisation de lames de phase a été proposée par Kato et Mima [75] dans le
but de réduire les aberrations de phase du laser accumulées dans les chaînes ampli-
ficatrices puis amplifiées lors de la focalisation du laser sur la cible. En effet, il a
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été constaté que les modulations de phase pouvaient entraîner des modulations d’in-
tensité [4]. Une illustration schématisant leur fonctionnement est donnée en Figure
1.8.

Figure 1.8 – Schéma du principe de fonctionnement des lames de phase. Ce schéma
a été extrait de l’article de revue de Craxton [4].

Les lames de phase sont constituées d’éléments de taille finie d introduisant un
déphasage φ. En passant au travers, le laser va être divisé en une multitude de
sous-faisceaux de taille d et possédant un déphasage φ qui sont ensuite focalisés
sur la cible. Ceci va permettre d’une part de diminuer la taille caractéristique des
modulations d’intensité car la taille d des éléments est bien plus petite que la taille
des aberrations. D’autre part, la diffraction du laser en sortie dans la lame de phase
permet d’obtenir de grandes tâches focales dont la taille caractéristique est de l’ordre
de λLf/D avec f la focale de la lentille etD la taille de la lame de phase. Ceci permet
ainsi d’obtenir des tâches focales de 500 µm dans des conditions typiques de la FCI.
Cependant, les lames de phase présentent deux défauts. Le premier est la perte
d’énergie laser par diffraction à cause de la taille finie des éléments. Cependant, ce
défaut peut être résolu en utilisant des lames de phase continues [76]. Le deuxième
défaut est la formation de speckles qui sont des modulations d’intensité caractérisées
par une taille moyenne de l’ordre de λLf/D, soit de l’ordre du micromètre dans des
conditions typiques de la FCI. Ces speckles sont créés par les interférences induites
par la superposition des sous-faisceaux laser pendant leur focalisation sur la cible. Ils
sont donc responsables de l’empreinte laser car ce sont eux qui créent les modulations
de densité jouant le rôle de germes pour l’instabilité Rayleigh-Taylor (voir Section
1.5.1.1). Bien que les speckles ont une taille suffisamment petite devant la taille de
la cible, et ne dégradent donc pas la convergence de la cible, ils restent suffisamment
grands pour ne pas être lissés par conduction thermique dans la zone de conduction
(voir Figure 1.7 et Section 1.5.1.2). De plus, ils ont une intensité moyenne de l’ordre
de ±14% par rapport à l’intensité laser moyenne et ne sont donc pas négligeables
vis-à-vis de l’équation 1.3. Cependant, malgré la formation des speckles, les lames
de phase sont devenues la norme sur les grandes installations laser comme au NIF
[77].
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Incohérence spatiale induite

L’incohérence spatiale induite a été developpée dans le but de lisser temporel-
lement le profil d’intensité laser sur la cible [78]. Un schéma du fonctionnement de
l’incohérence spatiale induite est fourni sur la Figure 1.9.

Figure 1.9 – Schéma du principe de fonctionnement de l’incohérence spatiale in-
duite. Ce schéma a été extrait de l’article de revue de Craxton [4].

L’incohérence spatiale induite est obtenue en introduisant un échelon transparent
sur le chemin du laser. Le faisceau laser est divisé en plusieurs sous-faisceaux, comme
dans le cas des lames de phase, qui auront chacun un retard différent en fonction
de l’épaisseur de l’échelon qu’ils auront traversé. Si l’incrément de retard tn+1 − tn
est choisi de sorte à être supérieur au temps de cohérence du laser tc = 1/∆ν, ∆ν
étant la largeur spectrale du faisceau, les sous-faisceaux seront alors incohérents.
Ces sous-faisceaux incohérents vont donc permettre de faire fluctuer dans le temps
la position des speckles sur la cible. A un instant donné, le profil laser restera mo-
dulé mais sur une échelle de temps supérieure à plusieurs temps de cohérence, le
laser apparaîtra lissé grâce aux fluctuations de la position des speckles. Il est donc
possible d’avoir un lissage des speckles suffisamment rapide pour empêcher le dé-
veloppement de l’empreinte laser en choisissant des lasers possédant des temps de
cohérence suffisamment petits, c’est à dire inférieur à 2 ps. Par exemple, le laser
Nike du NRL qui permet de faire des expériences pour la FCI possède un temps de
cohérence de 0.6 ps [79]. On peut également noter qu’en plus de fournir des faisceaux
laser plus lisses, l’incohérence spatiale induite permet également de réduire les inter-
actions laser-plasmas. Il a entre autre été observé une diminution de la température
des électrons chauds ainsi qu’une diminution de la lumière rétrodiffusée [80, 81, 82].
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Lissage par dispersion spectrale

Bien que souvent approximés comme monochromatique, les lasers sont définis
sur une plage de longueurs d’onde centrée autour d’une longueur d’onde moyenne
qui définit la longueur d’onde du laser. Cette plage de longueur d’onde est appelée
largeur spectrale du laser et les longueurs d’onde qui la constituent sont appelées les
couleurs du laser. Le but du lissage par dispersion spectrale est de séparer les cou-
leurs du laser afin que chaque élément d’une lame de phase n’en voit qu’une seule.
Le lissage par dispersion spectrale a été developpé à l’origine en dispersant le spectre
dans une seule direction [83], des améliorations ont ensuite été apportées pour dis-
perser le spectre dans plusieurs directions et augmenter ainsi les performances du
lissage [84, 85]. Un schéma du fonctionnement du lissage par dispersion spectrale en
une dimension est donné Figure 1.10.

Figure 1.10 – Schéma du principe de fonctionnement du lissage par dispersion
spectrale en deux dimensions [84]. Ce schéma a été extrait de l’article de revue de
Craxton [4].

Le modulateur électro-optique va introduire une phase modulée dans le temps
possédant une certaine amplitude et une certaine fréquence. Ceci va alors ajouter
de nouvelles couleurs au laser qui seront spatialement étalées grâce à la grille de dis-
persion. Cette grille de dispersion introduisant cependant un retard différent pour
chaque couleur, une autre grille est rajoutée avant le modulateur électro-optique
pour compenser ce retard. Chaque couleur va ensuite idéalement passer dans un
élèment différent d’une lame de phase ce qui va permettre un lissage temporel du
faisceau lors de sa focalisation. Plus l’amplitude de la phase modulée sera grande,
plus il y aura de couleurs ajoutées et plus la fréquence sera grande, plus le laser sera
étalé sur une grande distance. Cependant, la grille de retard, le modulateur électro-
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optique et la grille de dispersion étant généralement placés en début de chaîne laser,
et donc avant le système de triplement de fréquence, l’amplitude de la modulation
de phase sera conditionnée par l’efficacité du triplement de fréquence. En effet, lors
du passage du laser dans le système de triplement de fréquence, l’amplitude de la
phase modulée sera également triplée et plus les couleurs ajoutée par la modulation
de phase seront éloignées de la couleur du laser, moins le triplement de fréquence
sera efficace. Néanmoins, le lissage par dispersion spectrale permet de réduire dras-
tiquement les inhomogénéités d’intensité. Par conséquent, les grandes installations
laser telles que GEKKO [86], OMEGA [87] ou le NIF[88] utilisent cette technique
de lissage laser.

1.5.2.2 Optimisation des cibles

Toujours dans le but de réduire l’empreinte laser, des études ont été réalisées
pour optimiser les cibles en parallèle de celles menées sur l’optimisation des lasers.
Deux méthodes ont été particulièrement étudiées :

• l’enrobage des cibles avec des mousses

• l’enrobage des cibles avec des matériaux à numéro atomique (Z) moyen et élevé

Cette section est dédiée à la présentation de ces deux méthodes. On notera que ces
deux méthodes peuvent être combinées et que l’efficacité de cette combinaison a été
montrée expérimentalement [89, 90]. Cependant, cette combinaison appartient au
design de cibles complexes, domaine de recherche qui ne sera pas abordé ici car il
dépasse le cadre de cette thèse.

Mousses

Les mousses sont des matériaux inhomogènes qui peuvent être vus comme consti-
tués d’une alternance des pores et de parois. La Figure 1.11 montre un schéma d’une
mousse idéale, c’est à dire une mousse constituée d’une alternance régulière de pores
et de parois et où les pores ont tous la même taille a et les parois ont toutes la même
taille b, avec b � a. Les mousses sont caractérisées par une densité qui permet de
rendre compte de la taille des pores et des parois ainsi que de la densité du matériau
qui constitue les parois (les pores étant vides, la densité des pores est nulle). Pour
une mousse idéale telle que montrée sur la Figure 1.11, la densité ρ est donnée par
la formule suivante :

ρ = ρ0

[
1−

(
a

a+ b

)3
]

(1.4)

avec ρ0 la densité du matériau. On peut voir d’après la Figure 1.11 qu’une mousse
idéale correspond à la répétition d’une cellule et que la densité totale de la mousse
revient à calculer la densité de la cellule. La Table 1.1 donne la densité des mousses
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a

b

polystyrène

vide

Figure 1.11 – Schéma d’une mousse idéale avec en blanc les pores vides de taille
a et en gris les parois en polystyrène d’épaisseur b. Les pointillés représentent une
cellule.

pour du polystyrène, ρ0 = 1.1 g.cm−3 pour plusieurs tailles caractéristiques de pores
et de parois.

a [µm] 1 1 3 5 10 10 10

b [nm] 100 50 100 100 100 50 10

ρM [mg.cm−3] 273 150 103 63 32 16 3

Table 1.1 – Densité de mousses de polystyrène pour différentes tailles de pores a
et différentes tailles de parois b.

Il apparaît ainsi que les densités des mousses couvrent une plage relativement
grande ce qui permet d’obtenir des mousses avec des comportements différents sui-
vant leur densité [91]. Deux catégories de mousses sont à distinguer suivant la densité
électronique obtenue après homogénéisation correspondant à la disparition des pores
due à l’expansion des parois à l’intérieur de la mousse :

• les mousses sous-critiques qui permettent d’obtenir un plasma avec une densité
sous-critique.

• les mousses sur-critiques qui permettent d’obtenir un plasma avec une densité
sur-critique
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Ells ont généralement une densité respectivement inférieure et supérieure à 10 mg.cm−3

[92, 93]. Comme le plasma obtenu après homogénéisation de la mousse peut-être
sous-critique ou sur-critique, il apparaît que la réduction de l’empreinte laser ne
se fera pas de la même manière suivant le type de mousses utilisé. Les mousses
sous-critiques permettent de réduire l’empreinte laser en réduisant les modulations
d’intensité grâce à une diffusion du laser dans la mousse. Cette diffusion est due à
l’ensemble des réflexions du laser qui ont lieu à l’intérieur de la mousse [94]. Les
mousses sur-critiques quant à elles permettent d’augmenter la vitesse d’ablation ce
qui réduit le taux de croissance des modulations de densité à la surface de l’ablateur,
et donc des instabilités hydrodynamiques (voir Section 1.5.1).

Les premières expériences en FCI utilisant des mousses ont été menées par Okada
et al [95] qui ont observé une réduction de l’empreinte laser lors de l’implosion d’une
cible recouverte par une mousse d’une densité de 122 mg.cm−3, soit une mousse sur-
critique, la longueur d’onde du laser utilisé étant de 1 µm. L’efficacité de l’utilisation
des mousses sous-critiques a été démontrée grâce à l’irradiation d’une mousse de 10
mg.cm−3 avec un laser de longueur d’onde de 351 nm où il a été observé un lissage du
laser lors de sa propagation dans le plasma formé par la mousse [96, 97]. Il a néan-
moins été remarqué lors de cette dernière expérience une différence significative entre
les valeurs expérimentales et les valeurs théoriques prédites par les simulations sur
la vitesse de propagation de l’onde d’ionisation dans la mousse. Cette différence est
due au fait que la plupart des codes numériques la suppose comme un matériau ho-
mogène possédant une densité effective qui est égale à celle de la mousse [98, 99]. De
fait, ils négligent qu’elle soit initialement un matériau inhomogène constitué d’une
alternance de pores et de parois. Cette hypothèse induit alors une surestimation de
la vitesse de propagation de l’onde d’ionisation [100]. Pour corriger cette surestima-
tion, il est possible d’introduire un temps d’homogénéisation de la mousse au bout
duquel la mousse peut être supposée comme un matériau homogène [101, 102] ou
bien d’utiliser des modèles empiriques [103]. Cependant, il a été montré que des mo-
dulations de densité à grande échelle créées lors de l’homogénéisation de la mousse
continuent d’exister après [104]. La persistance de ces modulations ne peut donc pas
être modélisée si la mousse est supposée comme un milieu homogène mettant ainsi
en défaut cette modélisation. De plus, il a été montré que la prise en compte de la
structure interne de la mousse permet de reproduire numériquement les résultats
expérimentaux [105].

Récemment, un modèle d’expansion des mousses qui rend compte de leur struc-
ture interne a été proposé [106, 93] et a permis de confirmer deux différences majeures
par rapport au cas où la mousse est modélisée par un milieu homogène avec une
densité équivalente. Premièrement, l’onde d’ionisation se propage plus lentement à
cause du temps d’homogénéisation de la mousse. Deuxièmement, il prédit que les
ions ont davantage d’énergie car ils absorbent l’énergie nécessaire à la disparition
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de la microstructure de la mousse. Au final, il apparaît nécessaire de modéliser les
mousses comme des matériaux inhomogènes permettant de prendre en compte leur
structure interne et de s’affranchir de l’hypothèse d’un milieu homogène.

Matériau à Z moyen et élevé

En utilisant un matériau à numéro atomique (Z) moyen ou élevé, le but est d’ab-
sorber une partie de l’énergie laser en la convertissant en rayonnement X afin de
chauffer la couche externe de l’ablateur et d’ainsi augmenter la taille de la zone
de conduction. Une zone de conduction plus grande signifiera donc un lissage plus
efficace des modulations à petite échelle, voir Section 1.5.1, et donc une meilleure
réduction de l’empreinte laser. Pour ce faire, les matériaux à Z moyen sont utilisés
comme dopants pour l’ablateur tandis que les matériaux à Z élevés sont utilisés en
tant que fine couche enrobant l’ablateur.

L’efficacité de l’utilisation des matériaux à Z moyen a d’abord été démontrée en
géométrie plane [107]. Une feuille en plastique dopé au brome (Z=35) a été utilisée
afin de créer un double front d’ablation et stabiliser la croissance de l’instabilité
Rayleigh-Taylor. En comparant l’acceleration des feuilles de plastique avec et sans
dopage au brome, il a été montré que l’utilisation du dopage permet de réduire si-
gnificativement la croissance de l’instabilité Rayleigh-Taylor. L’efficacité du dopage
des ablateurs avec des matériaux à Z moyen a ensuite été démontrée expérimenta-
lement en géométrie sphérique [108, 109] dans des conditions similaires à celles des
expériences de FCI [110]. La croissance de l’instabilité Rayleigh-Taylor a été mesurée
pendant l’implosion d’une coquille en plastique dopé au germanium (Z=32) ou au si-
licium (Z=14) à différentes concentrations. Dans tous les cas, l’utilisation de dopants
a montré une réduction significative de la croissance de l’instabilité Rayleigh-Taylor
par comparaison à l’implosion d’une coquille en plastique non dopé.

L’efficacité de l’utilisation des matériaux à Z élevée a été démontrée par la mesure
de la croissance de l’instabilité Rayleigh-Taylor lors de l’accéleration d’une feuille de
plastique d’abord non recouverte puis recouverte d’une couche de palladium (Z=46)
de 120 nm [111]. La comparaison des croissances de l’instabilité Rayleigh-Taylor a
montré que la couche de palladium permet de réduire drastiquement l’empreinte
laser, aucune instabilité Rayleigh-Taylor n’ayant pu être détectée dans ce cas. Le
plasma chauffé par les rayons X émis par le palladium permet de lisser les inhomo-
généités du laser et l’instabilité Rayleigh-Taylor n’a pas, ou que très peu, pu être
ensemencée. Enfin, il a été mis en évidence que l’épaisseur de la couche de matériau
à Z élevé a un impact sur la performance de cette couche [112]. Si l’épaisseur du
matériau augmente, l’efficacité de la réduction de l’empreinte laser d’abord croît,
puis stagne autour d’une certaine épaisseur critique et enfin diminue. Cette épais-
seur critique va dépendre du type de matériau et de la géométrie de l’expérience
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(1D, plane, sphérique) mais à titre de comparaison, elle se situe entre 40 et 60 nm
pour la palladium dans le cas d’implosions (géométrie sphérique) [112].

1.6 Importance de la transition solide-plasma

Malgré les travaux effectués sur l’optimisation des lasers et des cibles, l’empreinte
laser reste encore actuellement un problème important en FCI. Une compréhension
fine et détaillée des mécanismes physiques mis en œuvre dans l’empreinte laser est
donc nécessaire pour pouvoir minimiser ce phénomène. De nombreuses études se
sont concentrées sur les conséquences des modulations de densité à la surface de
l’ablateur [7, 8, 40, 47, 113, 114, 115], mais peu se sont concentrées sur leur appa-
rition. En effet, les études menées jusqu’à présent négligent le comportement solide
initial de l’ablateur et sa transition solide-plasma induite par le laser. Actuellement,
la majorité des codes hydrodynamiques utilisés pour étudier l’empreinte laser sup-
posent que la cible est déjà initialement à l’état plasma. Cette hypothèse est justifiée
par le fait que la transition solide-plasma peut être négligée car elle a lieu sur une
échelle de temps petite devant l’échelle de temps de l’implosion, la différence entre
les deux échelles de temps étant de l’ordre d’un facteur 100. En effet, comme on le
verra, l’échelle de temps de la transition solide-plasma est la centaine de picosecondes
alors que l’échelle de temps de l’implosion est la dizaine de nanosecondes [2, 47, 48].
Or supposer un état plasma initial pour l’ablateur conduit à deux conséquences
majeures :

• L’absorption laser est modélisée de manière incorrecte dans les codes hydro-
dynamiques durant les premiers instants. La densité électronique initiale est
en effet supposée sur-critique dans les codes hydrodynamiques alors qu’elle est
quasi-nulle dans la réalité, en particulier dans le cas d’un ablateur en polysty-
rène. Une partie de l’énergie laser va donc être utilisée pour générer des élec-
trons libres et ne sera donc pas utilisée pour chauffer l’ablateur. L’absorption
laser et le dépôt d’énergie de manière générale sont pourtant des paramètres
cruciaux pour la décrire la formation des modulations de densités ainsi que la
formation des chocs et leur propagation.

• L’ablateur est supposé initialement opaque dans les codes hydrodynamiques
alors qu’il est transparent dans la réalité lorsqu’il est en polystyrène. Ceci im-
plique que la propagation du laser dans l’ablateur est négligée, propagation
qui a lieu jusqu’à ce que l’ablateur devienne opaque lorsque la densité électro-
nique deviendra de l’ordre de la densité critique. Cette transparence initiale
de l’ablateur existant dans les premiers instants d’irradiation laser est appelée
shinethrough [9]. A cause de ce shinethrough, le laser pourrait alors interagir
avec la face arrière de l’ablateur et ainsi la chauffer et ioniser ce qui pourrait
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alors avoir une influence sur le DT solide. De plus, le laser pourrait se propager
dans l’ablateur et atteindre le DT solide avec lequel il pourrait interagir direc-
tement. Dans les deux cas, le shinethrough pourrait induire une dégradation
de la cible dès le début de son interaction avec le laser ce qui rendrait son
implosion moins efficace [116].

De plus, il a été montré récemment que le fait de négliger la transition solide-
plasma dans les codes hydrodynamiques conduisait à sous estimer d’un facteur 3
les fluctuations des vitesses de chocs [10]. Grâce au laser OMEGA du LLE d’une
longeur d’onde de 351 nm, des chocs modulés ont été générés dans une cible en
polystyrène par un faisceau laser présentant des modulations d’intensité. Les fluc-
tuations des vitesses des chocs ont été mesurées puis comparées à celles obtenues
numériquement par le code hydrodynamique-radiatif 2D DRACO [7]. Il a alors été
observé que DRACO sous-estimait d’un facteur 3 les fluctuations des vitesses des
chocs. Cette sous-estimation a été attribuée au comportement solide initial du poly-
styrène et plus précisément à la photoionisation du polystyrène. La photoionisation
du polystyrène par un laser à 351 nm étant un processus non-linéaire, l’absorption
laser est modifiée et donc les fluctuations des vitesses des chocs également. Afin de
prendre en compte cette modification de l’absorption laser dûe au comportement
solide initial du polystyrène, les simulations avec DRACO ont été refaites en mul-
tipliant par 2 les modulations d’intensité du laser en se basant sur le fait que deux
photons sont nécessaires pour photoioniser le polystyrène. Il a alors été observé que
les nouvelles fluctuations de vitesses obtenues numériquement étaient comparables à
celles obtenues expérimentalement. La multiplication d’un facteur 2 des modulations
d’amplitude laser a donc permis de rendre compte, bien que de manière ad hoc, de
l’influence du comportement solide initial du polystyrène, et donc de l’importance de
la transition solide-plasma. Toutefois, une expérience similaire a été conduite avec
le laser Nike d’une longueur d’onde de 248 nm au NRL. Les fluctuations des vitesses
de chocs mesurées expérimentalement ont alors été comparées aux fluctuations de
vitesses de chocs obtenues numériquement grâce au code FASTRAD3D, un code
hydrodynamique radiatif 3D [117, 118]. Là encore, il a été observé que les résultats
numériques sous estimaient les valeurs expérimentales d’un facteur 3. Cependant,
contrairement au laser OMEGA, le laser Nike a une longueur d’onde suffisamment
faible pour ioniser le polystyrène avec un seul photon. Il a été conclu pour cette
deuxième expérience que l’état solide initial du polystyrène n’était donc pas respon-
sable des différences observées entre résultats numériques et expérimentaux. Nous
montrerons au cours de cette thèse que la transition solide-plasma peut quand même
être responsable de ces différences. En effet, ce n’est pas le détail du mécanisme de
génération d’électrons qui est important (photoionisation à un ou deux photons sui-
vant la longueur d’onde du laser) mais bien le processus de production d’électrons
libres dans sa globalité.
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La transition solide-plasma est donc un processus important à étudier pour com-
prendre plus précisément la physique de l’empreinte laser. La modélisation de la
transition solide-plasma ne permettra pas en soi de trouver de nouvelles solutions
permettant de réduire l’empreinte laser mais permettra de mieux comprendre son
fonctionnement ce qui facilitera la recherche de nouvelles solutions.

1.7 Synthèse

Au cours de ce chapitre, nous avons vu que le but de la fusion par confinement
inertiel dépasse le cadre de la recherche académique et est d’intérêt général grâce aux
différentes applications qu’elle peut avoir. Cependant, bien que l’approche standard
de la FCI est identifiée depuis les années 1980, de nombreux défis restent à relever
dans le schéma d’attaque directe, cadre dans lequel s’inscrit cette thèse. L’un de ces
défis est la réduction de l’empreinte laser. Les inhomogénéités d’intensité présentent
dans le profil spatial du laser, les speckles, induisent des modulations de densité à
la surface de l’ablateur qui peuvent ensuite être amplifiées par des instabilités hy-
drodynamiques lors de l’implosion de la cible. Ceci peut alors réduire l’efficacité de
l’implosion de la cible pouvant aller jusqu’à empêcher d’atteindre les conditions de
températures et de densités nécessaires pour allumer la cible. Plusieurs techniques
ont été mises en œuvre afin de réduire l’empreinte laser soit en lissant les lasers pour
atténuer au mieux les inhomogénéités, soit en concevant des cibles moins sensibles
aux inhomogénéités du laser. Cependant, l’empreinte laser continue de rester problé-
matique. Récemment, il a été suggéré expérimentalement que le comportement solide
initial de l’ablateur pouvait avoir une influence sur la formation des modulations de
densité. La transition solide-plasma de l’ablateur doit donc être étudiée pour com-
prendre son implication dans le processus d’empreinte laser et pouvoir ainsi l’inclure
dans les codes numériques utilisés aujourd’hui pour simuler l’implosion d’une cible
(qui la négligent actuellement). Le chapitre suivant est ainsi dédié à la présentation
des différentes théories qui seront utilisées pour construire un modèle permettant de
décrire la transition solide-plasma induite par laser d’un ablateur en polystyrène.
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Chapitre 2

Etat de l’art

La théorie, c’est quand on sait tout et que rien ne fonctionne. La pratique,
c’est quand tout fonctionne et que personne ne sait pourquoi. Ici, nous
avons réuni théorie et pratique : rien ne fonctionne... et personne ne sait
pourquoi !

Albert Einstein
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Objectif et organisation du chapitre

Le but de ce chapitre est de présenter les différents processus physiques et chi-
miques mis en jeu dans la transition solide-plasma d’un ablateur en polystyrène, qui
est un matériau diélectrique, induite par laser ainsi que les théories pouvant être
utilisées pour modéliser ces processus. Ce chapitre est donc organisé de la manière
suivante. La Section 2.1 est dédiée à une description qualitative de la transition
solide-plasma d’un matériau diélectrique. Cette section permettra d’identifier quels
processus sont mis en jeu. Nous verrons que ce sont principalement :

• la dynamique électronique associée à la variation de la densité d’électrons libres

• le chauffage des électrons libres et du système réseau-ion que nous définirons

• la propagation du laser

Ainsi, la dynamique électronique sera présentée dans la section 2.2. Nous présen-
terons ensuite les différentes mécanismes responsables du chauffage dans la Section
2.3. Puis la Section 2.4 sera consacrée à la présentation de la modélisation de la
propagation du laser. Enfin, la Section 2.5 clora ce chapitre en résumant les points
essentiels qui auront été présentés.

35



Chapitre 2. Etat de l’art

2.1 Phénoménologie de la transition solide-plasma

On a vu dans la Section 1.3 qu’avant de passer dans l’état plasma, l’ablateur est
initialement un matériau diélectrique. Ainsi, la transition solide-plasma induite par
laser de l’ablateur fait globalement intervenir quatre processus :

• Processus 1 : Des électrons libres vont pouvoir être générés ou recombiner
durant toute l’interaction entre le laser et l’ablateur car ce dernier étant ini-
tialement un matériau diélectrique, il ne possède quasiment aucun électron
libre avant l’interaction avec le laser.

• Processus 2 : Parallèlement, l’interaction entre le laser et l’ablateur va don-
ner lieu à un chauffage des électrons libres. En effet, le réseau du matériau
diélectrique étant beaucoup plus lourd que les électrons, ces derniers vont être
chauffés beaucoup plus rapidement. Le matériau diélectrique devient alors un
système hors-équilibre d’un point de vue thermodynamique avec des électrons
plus chauds que le réseau qui reste froid.

• Processus 3 : Au bout d’un certain temps, le transfert d’énergie entre les
électrons et le réseau sera suffisamment efficace pour faire augmenter signi-
ficativement la température de ce dernier. Le réseau va donc également être
chauffé.

• Processus 4 : L’augmentation significative de la température du réseau va
conduire à une modification de la composition chimique d’ablateur. Le réseau
va disparaître pour faire apparaître des molécules qui vont également se disso-
cier sous l’effet de la température pour faire apparaître un mélange d’atomes.
L’ablateur passe ainsi progressivement d’un matériau diélectrique à un milieu
composé uniquement d’atomes indépendants 1. D’un point de vue pratique,
nous désignerons le réseau, les molécules et les atomes sous le terme générique
système réseau-ion.

De plus, ces quatre processus vont impliquer une modification des propriétés op-
tiques de l’ablateur. Ainsi, ce dernier va progressivement passer de transparent à
opaque au cours de la transition solide-plasma et la propagation du laser va être
modifiée. La génération d’électrons libres et le chauffage, tous les deux induits par le
laser, qui avaient lieu initialement en volume se feront ensuite en surface. Enfin, l’hy-
drodynamique de l’ablateur devrait également être prise en compte car la surface de
l’ablateur pourra se détendre une fois dans l’état plasma. Cette détente du plasma

1. On notera que lorsqu’on parle ici d’un milieu composé d’atomes, on fait un abus de lan-
gage. La matière est en effet toujours composée d’atomes. Lorsqu’on parle d’un milieu composé
d’atomes, ou plus tard dans le Chapitre 3 d’un ablateur composé de carbone et d’hydrogène, c’est
justement pour préciser que le milieu n’est ni un matériau diélectrique ni composé de molécules
mais se présente sous forme d’atomes indépendants, c’est à dire où toutes les liaisons chimiques
ont disparus.
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amènera un changement d’énergie interne, et donc de température et de densité. En
particulier, la densité d’électrons diminuant, l’indice optique sera modifié et avec
lui la propagation du laser. Les processus de diffusion de matière (électrons et ions)
et de chaleur devraient également être pris en compte. On a vu dans le chapitre
précédent que les profils spatiaux d’intensité des lasers sont inhomogènes à cause de
la présence des speckles. De plus, la modification de la propagation laser à cause du
changement d’indice optique va conduire à une amplitude laser qui sera différente
selon la profondeur dans l’ablateur. Dans les deux cas, ces profils d’intensité inhomo-
gènes vont induire une génération d’électrons et un chauffage inhomogènes faisant
apparaître des gradients de densités et de températures conduisant à l’apparition de
ces processus de diffusion.

Afin de décrire la transition solide-plasma induite par laser de l’ablateur, nous
considérerons les processus suivants :

• la dynamique électronique dans l’ablateur

• le chauffage des électrons et du système réseau-ion

• la propagation du laser dans l’ablateur

et nous négligerons les processus de diffusion en première approximation d’une part
ainsi que les processus hydrodynamiques liés à l’expansion du plasma en surface de
l’ablateur d’autre part ce qui implique que la transition solide-plasma a lieu à densité
(massique) constante qui reste proche de la densité du solide. L’ablateur ayant une
taille caractéristique de l’ordre de la dizaine de micromètres et la vitesse du son dans
les solides étant de l’ordre de plusieurs milliers de m.s−1, il apparaît que l’expansion
de l’ablateur sera significative sur une échelle de temps de plusieurs nanosecondes ce
qui est bien plus grand que la durée du picket, de l’ordre de 100 ps, responsable de
la transition solide-plasma. L’hypothèse de négliger les processus hydrodynamiques
et de diffusion est faite ici a priori et sera vérifiée a posteriori dans le Chapitre 3
en évaluant les grandeurs caractéristiques de l’expansion du plasma mais également
de diffusion de matière et de chaleur. Au final, ce chapitre présentera la dynamique
électronique dans la Section 2.2, le chauffage de l’ablateur dans la Section 2.3 et
la propagation laser dans la Section 2.4. La description de la dynamique électro-
nique et du chauffage de l’ablateur sera être adaptée à la composition chimique de
l’ablateur afin de tenir compte de sa modification sous l’effet de l’augmentation de
la température du système réseau-ion.

2.2 Dynamique électronique

Comme on vient de le voir, la dynamique électronique fait partie des processus
à décrire pour modéliser la transition solide-plasma. Par contre, sa description doit
être adaptée à la composition chimique de l’ablateur suivant qu’il soit un matériau
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diélectrique, constitué de molécules ou constitué d’atomes. Cependant, quelle que
soit la composition chimique, on peut considérer que trois mécanismes responsables
de l’évolution de la densité d’électrons libres doivent être pris en compte :

• la photoionisation induite par laser où un électron lié devient libre en absorbant
des photons ou par effet tunnel

• l’ionisation par impact électronique où un électron lié devient libre après avoir
subi une collision avec un deuxième électron libre

• la recombinaison des électrons où un électron libre libère de l’énergie et devient
un électron lié

Même si ces mécanismes ont lieu pour n’importe quelle composition chimique, ils ne
vont pas se dérouler de la même manière car ils vont dépendre de la structure élec-
tronique. Or, la structure électronique des matériaux diélectriques est différente de
celle des molécules et des atomes. Par ailleurs, un mécanisme supplémentaire est à
prendre en compte lorsque l’ablateur est constitué de molécules. C’est la dissociation
des molécules sous l’effet de la température conduisant à la disparition des certaines
molécules et à l’apparition de nouvelles molécules ou d’atomes. Les molécules ou
les atomes apparaissant n’ayant pas les mêmes énergies d’ionisation que les molé-
cules qui disparaissent, les taux de photoionisation, d’ionisation par impact et de
recombinaison ne seront pas les mêmes modifiant donc la dynamique électronique.

Comme la modélisation de la dynamique électronique dépend de la composition
chimique de l’ablateur, elle sera d’abord présentée pour les matériaux diélectriques
dans la Section 2.2.1 puis pour les molécules et les atomes dans la Section 2.2.2. La
dynamique électronique des molécules et des atomes étant principalement régie par
leur énergie d’ionisation, elle sera décrite de la même manière dans les deux cas.

2.2.1 Cas du matériau diélectrique

Lorsque l’ablateur est un matériau diélectrique, il possède une structure de bande
caractérisée par une bande de valence et une bande de conduction séparées par une
bande interdite, ou bandgap par anglicisme. Cette structure de bande est schématisée
sur la Figure 2.1. L’énergie de la bande interdite notée Eg, représente la différence
d’énergie entre le niveau de plus haute énergie de la bande de valence et le niveau de
plus basse énergie de la bande de conduction : Eg = Ec − Ev. Elle représente donc
l’énergie minimale qu’un électron doit absorber pour passer de la bande de valence
à la bande conduction.

La dynamique électronique dans un matériau diélectrique consiste à évaluer les
différentes transitions des électrons entre la bande de valence et la bande de conduc-
tion ainsi qu’entre les niveaux de la bande conduction. Comme vu dans l’introduction
de cette section, on suppose que la dynamique électronique est uniquement décrite
par les quatre mécanismes suivants :
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Ev

Ec
Eg

Bande de valence

Bande de conductionEnergie

Niveaux d’énergie de la
bande de conduction

Bande interdite

Niveaux d’énergie de la
bande de valence

Figure 2.1 – Structure de bande d’un matériau diélectrique. Les niveaux des bandes
de valence et de conduction sont en pointillés. Le premier niveau de la bande de
conduction, d’énergie Ec, et le dernier niveau de la bande de valence, d’énergie
Ev, sont en trait pleins. L’énergie de la bande interdite Eg représente la différence
d’énergie entre ces deux niveaux Eg = Ec − Ev. Par souci de clarté, la dispersion
des bandes n’est pas représentée.

• Photoionisation induite par laser : un électron va passer de la bande de valence
à la bande de conduction en absorbant des photons ou bien va traverser la
bande interdite par effet tunnel suivant l’intensité du laser

• Ionisation par impact : un électron de la bande de conduction dont l’énergie
du niveau est de l’ordre de l’énergie de la bande interdite collisionne avec
un électron de la bande de valence donnant lieu à deux électrons dans le
niveau de plus basse énergie de la bande de conduction. Ce processus suppose
une certaine population d’électrons dans les niveaux d’énergie considérés. La
densité d’électrons dans ces niveaux est d’une part due à l’absorption à un
photon où un électron dans un certain niveau d’énergie peut absorber un
photon et atteint un niveau d’énergie plus élevée et d’autre part due aux
collisions électron-phonon où un électron peut changer de niveau à la suite
d’une collision avec un phonon.

• Recombinaison électronique : un électron d’un niveau quelconque de la bande
de conduction retourne dans la bande de valence.

Nous allons décrire la photoionisation induite par laser dans la Section 2.2.1.1,
puis l’ionisation par impact dans la Section 2.2.1.2, et enfin la recombinaison élec-
tronique dans la Section 2.2.1.3.
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2.2.1.1 Photoionisation induite par laser

L’interaction entre un laser et un matériau diélectrique peut donner lieu à la
promotion d’un électron de la bande de valence dans la bande de conduction. C’est
la photoionisation induite par laser. Elle met en jeu deux processus différents :

• l’absorption multiphotonique où un électron passe de la bande de valence à la
bande de conduction en absorbant un ou plusieurs photons laser si l’énergie
de la bande interdite est plus petite ou plus grande que l’énergie du photon

• l’effet tunnel où un électron passe de la bande de valence à la bande de conduc-
tion en traversant la bande interdite par effet tunnel

Comme illustré sur la Figure 2.2, le processus dominant est déterminé par le facteur
de Keldysh γK qui est défini par [119] :

γK = ωL

√
mrEg

eEL
(2.1)

avec EL le champ électrique laser et ωL la fréquence laser 2. Cette dernière est reliée
à l’énergie d’un photon laser ~ωL avec ~ la constante de Planck réduite ainsi qu’à

2. On fait ici un abus de langage car il s’agit rigoureusement de la pulsation laser.

(a) Absorption multiphotonique
γK � 1

Bande de valence

~ωL

~ωL

~ωL

~ωL

Bande de conduction

Eg

(b) Effet tunnel
γK � 1

Bande de valence

Bande de conduction

Eg

IL

Figure 2.2 – Schéma des deux processus de photoionisation induite par laser. Les
ronds rouges et bleus représentent respectivement les électrons en bande de valence
et en bande de conduction. Les flèches qui ondulent représentent les photons laser
d’énergie ~ωL. Eg représente l’énergie de la bande interdite et le signal périodique
violet représente l’intensité laser oscillante IL.
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la longueur d’onde laser λL par la relation ωL = 2πc/λL avec c la célérité de la
lumière. La masse réduite mr est définie par 1/mr = 1/m∗e + 1/m∗h en fonction de
la masse effective de l’électron m∗e et de la masse effective du trou m∗h. Pour un
matériau donné, on observe ainsi que le processus dominant de photoionisation est
entièrement déterminé par le rapport entre le champ et la fréquence du laser. La
photoionisation dans le régime multiphotonique est caractérisée par γK � 1. Dans
ce cas, plusieurs photons laser sont absorbés simultanément par un électron de la
bande de valence qui est alors promu dans la bande de conduction, promotion qui
a lieu à la condition que l’énergie totale des photons absorbés soit supérieure ou
égal à l’énergie de la bande interdite. La photoionisation dans le régime tunnel est
caractérisée par γK � 1. Dans ce cas, un électron de la bande de valence oscillant
dans le champ laser peut acquérir une énergie suffisamment proche de l’énergie de
la bande interdite pour pouvoir la traverser par effet tunnel. Le champ laser étant
périodique, la photoionisation par effet tunnel peut avoir lieu plusieurs fois par cycle
optique [120, 121, 122, 123]. Enfin, si γK ≈ 1, il n’y a pas de processus dominant et
les deux se font dans des proportions équivalentes.

La Figure 2.3 montre l’évolution du facteur de Keldysh donné par l’équation (2.1)
en fonction de l’intensité laser pour du polystyrène en prenant une masse effective
pour l’électron mr = me/2, avec me la masse de l’électron libre, et une énergie pour
la bande interdite Eg = 4.05 eV [124]. On considère un laser de longueur d’onde
λL = 351 nm et dont l’intensité est calculée à partir du champ électrique laser EL

Figure 2.3 – Facteur de Keldysh en fonction de l’intensité laser pour du polystyrène.
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grâce à la relation :

IL =
1

2
ε0cE

2
L (2.2)

avec ε0 la permittivité électrique du vide et c la célérité de la lumière. On ob-
serve alors que la photoionisation se fera essentiellement en régime multiphotonique
IL < 1013 W.cm−2 car on a γK > 1 pour ces intensités. A l’inverse, elle se fera
essentiellement par effet tunnel pour IL > 1014 W.cm−2 car on a γK < 1 pour ces in-
tensités. Entre ces deux intensités, les deux processus se feront dans des proportions
équivalentes car on a γK ≈ 1.

Parmi les théories qui permettent de modéliser la photoionisation induite par
laser, la théorie de Keldysh est la plus répandue. Bien que n’étant pas la plus précise,
elle permet de décrire dans une seule théorie la photoionisation induite par laser dans
le régime multiphotonique et dans le régime tunnel [119]. La variation d’électrons
en bande de conduction due à la photoionisation induite par laser est alors donnée
par : (

∂ne
∂t

)
PI

= WPI (2.3)

l’indice PI signifiant photoionisation et où Keldysh définit le taux de photoionisation
WPI de la manière suivante [119] :

WPI =
2ωL
9π

(
ωLm

∗

~γ1

)3/2

Q (x, γ) exp

(
−π 〈x+ 1〉 K (γ1)− E (γ1)

E (γ2)

)
(2.4)

avec γ1 = γK/
√

1 + γ2K , γ2 = 1/
√

1 + γ2K , x = Ẽg/~ωL et Ẽg = 2E(γ2)Eg/πγ1
l’énergie effective de la bande interdite. En effet, pour γK � 1, on a γ1 ≈ 1, γ2 → 0,
E (γ2) ≈ π/2 et donc Ẽg ≈ Eg. 〈·〉 désigne la partie entière et les fonctions K et
E correspondent aux intégrales elliptiques complètes respectivement d’ordre 1 et 2
définies par :

K(k) =

∫ π/2

0

dθ√
1− k2 sin2 θ

(2.5)

E(k) =

∫ π/2

0

√
1− k2 sin2 θ dθ (2.6)

Enfin, la fonction Q apparaissant dans l’équation Eq. (2.4) est définie par :

Q (x, γ1, γ2) =

√
π

2E(γ2)

∞∑
n=0

exp

(
−nπK (γ1)− E (γ1)

E(γ1)

)
Φ

(
π

√
2 〈x+ 1〉 − 2x+ n

2K(γ2)E(γ2)

)
(2.7)
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où intervient la fonction de Dawson Φ donnée par :

Φ(z) =

∫ z

0

exp
(
y2 − z2

)
dy (2.8)

2.2.1.2 Ionisation par impact

Lorsqu’un électron se situe dans un certain niveau d’énergie de la bande de
conduction, il peut changer de niveau soit en absorbant un photon laser ce qui
le fait passer dans un niveau d’énergie supérieure, soit en collisionnant avec un
phonon. Par absorption successive de plusieurs photons, l’électron va donc atteindre
des niveaux d’énergie de plus en plus élevés. L’électron peut ainsi atteindre un niveau
dont l’énergie associée est de l’ordre de l’énergie de la bande interdite. Dès lors, une
collision entre cet électron et un électron de la bande de valence donnera lieu à deux
électrons dans la bande de conduction dans le niveau de plus basse énergie. Ces deux
électrons pourront à leur tour atteindre un niveau d’énergie proche de l’énergie de la
bande interdite en absorbant successivement des photons et collisionner avec deux
électrons de la bande de valence conduisant ainsi à quatre électrons dans la bande
de conduction. Au final, ce processus répété fois plusieurs va alors donner lieu à
une croissance exponentielle de la densité d’électrons dans la bande de conduction
initiant ainsi une avalanche électronique. L’ionisation par impact initiant l’avalanche
électronique est illustrée dans la Figure 2.4.

Bande de valence

Bande de conduction

~ωL

~ωL

~ωL

~ωL

~ωL

~ωL

Absorption
successive
de photons

Ionisation
par impact Avalanche électronique

Figure 2.4 – Schéma de l’ionisation par impact initiant une avalanche électronique
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Une modélisation de l’ionisation par impact a été proposée par Rethfeld [125] et
est schématisée sur la Figure 2.5. Elle consiste à évaluer la densité d’électrons dans
k + 1 niveaux de la bande de conduction où k est défini par :

k =

〈
εcrit
~ωL

〉
(2.9)

et représente le nombre de photons d’énergie ~ωL qui doivent être absorbés pour
atteindre l’énergie critique εcrit qui représente l’énergie minimale qu’un électron de
la bande de conduction doit avoir pour collisionner avec un électron de la bande
de valence afin de le promouvoir dans la bande de conduction. Elle est définie par
[126] :

εcrit =

(
1 +

mred

mV B

)(
Eg +

e2E2
L

4mredω2
L

)
(2.10)

avec 1/mred = 1/mBV + 1/mBC la masse réduite définie en fonction de mBV et mBC

respectivement les masses effectives dans la bande de valence et dans la bande de
conduction. A noter que le préfacteur 1+mred/mV B permet de prendre en compte la
conservation de l’impulsion de l’électron au cours de la collision [127]. Dans les condi-
tions qui nous intéressent, l’énergie critique est de l’ordre de l’énergie de la bande in-
terdite Eg. En effet, pour une intensité laser de 1014 W.cm−2, on a e2E2

L/4mredω
2
L ≈ 1

eV en considérant un laser à 351 nm et mred = me. Au final, la densité électronique

Figure 2.5 – Schéma de l’ionisation par impact dans le formalisme de Rethfeld. VB
et CB correspondent respectivement à la bande de valence et à la bande conduction.
Ce schéma est extrait de l’article de Rethfled [125].
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de chaque niveau suit la loi d’évolution suivante :

∂n0

∂t
= WPI −W1ptn0 + 2νIInk (2.11)

∂nj
∂t

= W1ptnj−1 −W1ptnj (2.12)

∂nk
∂t

= W1ptnk−1 − νIInk (2.13)

avec j ∈ {1, .., k − 1}. WPI correspond au taux de photoionisation qui représente
le terme source permettant de remplir le premier niveau de la bande de conduc-
tion indépendamment du processus d’ionisation par impact. W1pt représente le taux
d’absorption à un photon permettant aux électrons d’atteindre successivement des
niveaux plus élevés dans la bande de conduction. Enfin, νII correspond à la fréquence
d’ionisation par impact.W1pt et νII sont propres à chaque matériau. La densité élec-
tronique totale est finalement obtenue en sommant les densités électroniques de
chaque niveau et on a :

ne =
k∑
j=0

nj (2.14)

On notera que ce formalisme néglige l’influence des collisions électron-phonon sur
les populations électroniques des k + 1 niveaux considérés. En effet, ces collisions
ont pour principale conséquence d’étaler la fonction de distribution des électrons
sur une échelle de temps inférieure à la picoseconde [125]. Cette hypothèse est alors
légitime dans notre cas car les lasers qui nous intéresse ont une durée d’environ 100
ps.

2.2.1.3 Recombinaison électronique

Dans les matériaux diélectriques, la recombinaison électronique représente le dé-
peuplement de la bande de conduction du fait de l’interaction des électrons qui s’y
trouvent avec les trous présents dans la bande de valence. Cette interaction se fait
principalement suivant trois mécanismes schématisés sur la Figure 2.6. Ces trois
mécanismes sont [128, 129] :

• la recombinaison radiative : un électron de la bande valence passe dans la
bande de conduction et interagit avec un trou qui disparaît en libérant de
l’énergie sous forme de photon,

• la recombinaison Shockley-Read-Hall : à cause de défauts provenant d’impu-
retés ou de déformations, des niveaux électroniques vont apparaître dans la
bande interdite. Ces niveaux sont appelés des niveaux pièges. Ils vont captu-
rer un électron de la bande de conduction (respectivement un trou de la bande
de valence) puis capturer un trou de la bande de valence (respectivement un
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électron de la bande de conduction). L’interaction entre l’électron et le trou
dans le niveau piège va conduire au piégeage de l’électron et à la disparition
du trou qui sera associée à une libération sous forme de phonon,

• la recombinaison Auger : un électron de la bande de conduction retourne dans
la bande de valence suite à une collision avec un deuxième électron de la bande
de conduction et un trou de la bande de valence. Le trou disparaît alors et
l’énergie libérée est acquise par le deuxième électron impliqué dans la collision.
C’est le processus inverse de l’ionisation par impact.

E

Ev

Ec

Et

Bande de valence

Bande de conduction

γ

~ω

Recombinaison
bande-bande radiative

Recombinaison
Shockley-Read-Hall Recombinaison Auger

Figure 2.6 – Schéma des mécanismes de recombinaison électronique dans les maté-
riaux diélectriques. A droite, au centre et à gauche sont respectivement représentées
la recombinaison bande-bande radiative, la recombinaison Shockley-Read-Hall et la
recombinaison Auger dans le cas d’une collision électron-électron-trou. En bleu dans
la bande de conduction et en rouge dans la bande de valence sont respectivement
représentés les électrons et les trous. γ et ~ω représentent respectivement le photon
émis lors d’une recombinaison bande-bande radiative et le phonon émis lors d’une
recombinaison Shockley-Read-Hall. Ec, Ev et Et représentent respectivement l’éner-
gie du plus bas niveau de la bande de conduction, l’énergie du plus haut niveau de
la bande de valence et l’énergie du niveau piège.

Dans le contexte de la transition solide-plasma, la recombinaison bande-bande
radiative et la recombinaison Auger peuvent être négligées devant la recombinai-
son Shockley-Read-Hall. En effet, lorsque l’ablateur va être chauffé, la structure
périodique initialement présente va être altérée à cause de l’augmentation de la
température. Des défauts vont alors apparaître ce qui va donner naissance à des
niveaux pièges dans la bande interdite. Au final, le taux de recombinaison est donné
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par [130, 131] : (
∂ne
∂t

)
recombinaison

≈ νSRH
(
nenh − n2

0

)
(2.15)

avec (∂tne)SRH le taux de recombinaison de Shockley-Read-Hall, νSRH la fréquence
de recombinaison par unité de volume de Shockley-Read-Hall propre à chaque maté-
riau, ne la densité d’électrons, nh la densité de trous et n0 = ne,eq = nh,eq la densité
d’électrons et de trous à l’équilibre.

2.2.2 Cas des molécules et atomes

Nous avons vu en introduction de la Section 2.2 que lors de la transition solide-
plasma de l’ablateur, celui-ci est tout d’abord un matériau diélectrique puis il devient
constitué de molécules et devient enfin constitué d’atomes. Dans la section précé-
dente, nous avons vu la dynamique électronique dans les matériaux diélectriques.
Nous allons étudier dans cette section la dynamique électronique lorsque l’abla-
teur est composé de molécules ou d’atomes. Dans ce cas, la dynamique électronique
consiste à évaluer les ionisations successives des molécules et des atomes ainsi que
la dissociation des molécules. Quatre processus peuvent avoir lieu :

• la photoionisation induite par laser : un électron lié d’un atome, d’un ion ato-
mique, d’une molécule ou d’un ion moléculaire peut devenir libre en absorbant
des photons laser ou en franchissant la barrière coulombienne par effet tunnel
suivant l’intensité. La photoionisation induite par laser dans le cas des atomes
et molécules peut être représentée par la réaction suivante :

Xn+ + pγ → X(n+1)+ + e− (2.16)

oùX représente l’espèce atomique ou moléculaire de degré d’ionisation n subis-
sant la photoionisation induite par laser associée à l’absorption de p photons.

• l’ionisation par impact électronique : si un électron libre possède une éner-
gie cinétique supérieure ou égale à l’énergie d’ionisation d’une espèce donnée
(atome, molécule ou ion atomique ou moléculaire), une collision entre cet élec-
tron et cette espèce pourra donner lieu à l’ionisation de ladite espèce et générer
un électron libre supplémentaire. La réaction associée à cette collision est la
suivante :

Xn+ + e− → X(n+1)+ + 2e− (2.17)

• la recombinaison électronique : lorsqu’un électron passe au voisinage d’un ion,
atomique ou moléculaire, l’électron peut recombiner avec l’ion si l’énergie ciné-
tique de l’électron est inférieure au potentiel d’interaction électron-ion. L’éner-
gie libérée au cours de la recombinaison peut alors être émise sous forme de
photon, on parle dans ce cas de recombinaison radiative, ou acquise par un
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deuxième électron libre, on parle dans ce cas de recombinaison collisionnelle à
trois corps. La réaction associée à la recombinaison est la suivante :

Xn+ + e− → X(n−1)+ (2.18)

• la dissociation moléculaire : lorsque la température d’un gaz ou d’un plasma
composé de molécules ionisées ou non devient supérieure à l’énergie des liai-
sons chimiques existant dans les molécules, celles-ci peuvent alors se dissocier
donnant naissance à des molécules plus petites ou à des atomes. Si le réactif
est ionisé, au moins un des produits sera également ionisé. La dissociation
moléculaire est associée à la réaction suivante :

Xn+ →
∑
i

νiA
ni+
i (2.19)

avec X la molécule de degré d’ionisation n qui se dissocie et Ai l’ensemble des
produits (molécules ou atomes) créés au cours de cette dissociation associé au
coefficient stœchiométrique νi et au degré d’ionisation ni.

On s’intéressera en première approximation à l’ionisation ou la recombinaison
simple. On néglige ainsi l’ionisation et la recombinaison multiple où plusieurs élec-
trons libres sont générés ou recombinent au cours d’une seule réaction car les sections
efficaces associées sont généralement plus faibles que celles des processus où un seul
électron est impliqué. La photoionisation induite par laser, l’ionisation par impact
électronique et la recombinaison électronique dans le cas de molécules et d’atomes
ainsi que la dissociation moléculaire sont décrites respectivement en Section 2.2.2.1
en Section 2.2.2.2, en Section 2.2.2.3 et en Section 2.2.2.4.

2.2.2.1 Photoionisation induite par laser

La photoionisation induite par laser des atomes est assez similaire à celle des
matériaux diélectriques bien que comportant quelques différences car la structure
électronique d’un atome étant différente de celle d’un matériau diélectrique.

De la même manière que pour les matériaux diélectriques, la photoionisation des
atomes peut s’effectuer par absorption multiphotonique ou par effet tunnel [119].
Comme illustré sur la Figure 2.7, le processus dominant est déterminé par la valeur
du facteur de Keldysh qui est donné par :

γK = ωL

√
2meUi
eEL

(2.20)

avec ωL la fréquence laser, me la masse de l’électron libre, Ui l’énergie d’ionisation
de l’atome, e la charge électrique élémentaire et EL le champ électrique laser. On
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0

U
0

−Ui
~ωL

~ωL

(a) Absorption multiphotonique

0

U
0

−Ui

(b) Effet tunnel

Figure 2.7 – Illustration des deux processus de photoionisation pour les atomes.
Les électrons liés sont représentés en bleu et les électrons libres en rouge. Le trait
en pointillés rouges représente le niveau d’énergie nulle. Le trait discontinu violet
représente le champ laser. Le trait discontinu noir représente le potentiel coulombien.
Le trait plein bleu représente le potentiel ressenti par l’électron lié qui est la somme
du potentiel coulombien et du champ laser. Ui représente l’énergie d’ionisation de
l’atome et ~ωL les photons laser.

notera que cette expression est légèrement différente du facteur de Keldysh pour les
matériaux diélectriques qui est donné par l’équation (2.1). Si γ � 1, le processus de
photoionisation dominant est l’absorption multiphotonique. Dans ce cas, un électron
lié devient un électron libre en absorbant plusieurs photons simultanément et si
l’énergie acquise est supérieure à l’énergie d’ionisation de l’atome. Si γK � 1, le
processus de photoionisation dominant est l’effet tunnel. Dans ce cas, le laser est
suffisamment intense pour que le champ laser diminue la barrière coulombienne vue
par l’électron qui la traverse alors par effet tunnel et devient un électron libre. Si
γK ≈ 1, les deux processus se font en proportions similaires.

La Figure 2.8 montre l’évolution du facteur de Keldysh pour les atomes défini par
l’équation (2.20) en fonction de l’intensité en prenant un laser à 351 nm et un poten-
tiel d’ionisation Ui = 10 eV, ce qui est l’ordre de grandeur de l’énergie d’ionisation
d’un atome. L’intensité est calculée à partir du champ électrique par la relation (2.2).
On observe ainsi qu’on peut considérer γK � 1 pour IL < 1013 W.cm−2 et donc
que pour ce domaine d’intensité, la photoionisation se fera principalement par ab-
sorption multiphotonique. Pour des intensités plus élevées, l’effet tunnel devient non
négligeable. Ceci signifie donc que dans le contexte de la transition solide-plasma,
la photoionisation des molécules et des atomes se fera principalement par absorp-
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tion multiphotonique. En effet, on a vu dans la Section 1.3 que l’intensité du picket
responsable de la transition solide-plasma est de l’ordre de 1013 − 1014 W.cm−2.

Figure 2.8 – Facteur de Keldysh en fonction de l’intensité pour un atome ayant
une énergie d’ionisation de 10 eV.

Comme pour les matériaux diélectriques, de nombreuses théories permettent de
décrire la photoionisation des atomes. On pourra notamment citer le modèle PPT
(Perelomov, Popov et Terent’ev) [132, 133, 134] et le modèle ADK (Ammosov, De-
lone et Krainov) [135, 136, 137, 138, 139] mais ces modèles nécessitent une connais-
sance plus précise de la structure électronique des atomes et la théorie de Keldysh
demeure très utilisée. La variation de la densité électronique est au final donnée par :(

∂ne
∂t

)
PI

= WPI (2.21)

avec WPI le taux de photoionisation pour les atomes obtenu par Keldysh et défini
par [119] :

WPI = ωL

(
Ui
~ωL

)3/2
(

γK√
1 + γ2K

)5/2

S (γK , x)

× exp

[
−2x

(
argsh (γK)−

γK
√

1 + γ2K
1 + 2γ2K

)]
(2.22)

où Ui représente l’énergie d’ionisation de l’atome, argsh la fonction réciproque de
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sinh et x est défini par :

x =
Ui
~ωL

(
1 +

1

2γ2K

)
(2.23)

Enfin, la fonction S est définie par :

S (γK , x) =
+∞∑
n=0

exp

[
−2
(
〈x+ 1〉 − x+ n

)(
argsh (γK)− γK√

1 + γ2K

)]

× Φ

[√
2γK√
1 + γ2K

(
〈x+ 1〉 − x+ n

)]
(2.24)

avec Φ qui représente l’intégrale de Dawson définie par l’équation (2.8) et 〈·〉 qui
désigne la partie entière. 〈x+1〉 représente le nombre de photons nécessaire pour io-
niser l’atome par absorption multiphotonique. A l’origine, le taux de photoionisation
de Keldysh est obtenu pour les atomes, et plus précisément pour les atomes hydrogé-
noïdes. Cependant, comme la photoionisation est principalement régie par l’énergie
d’ionisation et que la prise en compte de la structure électronique de l’espèce consi-
dérée n’apporte qu’une correction, on supposera en première approximation que le
taux de Keldysh donne une estimation acceptable du taux de photoionisation pour
les atomes ayant n’importe quel degré d’ionisation ainsi que pour les molécules.

2.2.2.2 Ionisation par impact électronique

En physique des plasmas, l’ionisation par impact peut être décrite par la théorie
de Thomson, la théorie de Smirnov, et la théorie de Gryziński [140]. La première
constitue l’étude originelle de l’ionisation par impact électronique [141], la deuxième
permet une amélioration de la section efficace obtenue par Thomson mais est fondée
uniquement sur des considérations algébrique [142]. La troisième enfin améliore éga-
lement les résultats obtenus par Thomson mais se fonde sur un modèle physiquement
plus complet [143]. Ces trois modèles ont l’avantage de décrire de manière très simple
l’ionisation par impact électronique pour les atomes et les molécules tout en donnant
un accord satisfaisant avec les données expérimentales. Il existe des théories décri-
vant l’ionisation par impact de manière beaucoup plus précise [144, 145, 146, 147]
mais d’une part, elles s’appuient sur des théories quantiques [148, 149, 150] nécessi-
tant l’utilisation de multiples paramètres empiriques et/ou une connaissance accrue
de la structure interne de la molécule ou de l’atome qui est en train d’être ionisé, et
d’autre part, les formes de ces sections efficaces sont globalement similaires à celles
données par la théorie de Gryziński. Ainsi, nous nous limiterons aux théories de
Thomson, de Smirnov et de Gryziński. Ces théories étant valides à l’origine pour
les atomes, on supposera qu’elles sont également valides pour les molécules pour les
mêmes raisons que précédemment.

La section efficace d’ionisation par impact σII de ces trois théories peut être
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écrite sous la forme générique suivante :

σII = 4σBF

(
3kBTe

2Ui

)
(2.25)

où σB = 0.88× 10−16 cm2 correspond à la section efficace de Bohr et où la fonction
F dépend de la théorie considérée :

FT (x) =
x− 1

x2
(2.26)

FS(x) =
10(x− 1)

πx(x+ 8)
(2.27)

FG(x) =

(
x− 1

x+ 1

)3/2 [
1

x
+

2x− 1

3x2
log
(
2.7 +

√
x− 1

)]
(2.28)

FT , FS et FG représentent respectivement les fonctions associées aux théories de
Thomson, Smirnov et Gryziński. On en déduit alors la fréquence d’ionisation par
impact νII qui est donnée par :

νII = neσII

√
8kBTe
πme

(2.29)

où le terme en racine carré représente la vitesse de l’électron.

Figure 2.9 – Fréquence d’ionisation par impact donnée par l’équation (2.29) pour
les théories de Thomson, Smirnov et Gryziński en fonction de la température des
électrons avec ne = 1022 cm−3 et Ui = 10 eV.
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La Figure 2.9 montre l’évolution de la fréquence d’ionisation par impact pour
ces trois théories en prenant un potentiel d’ionisation Ui = 10 eV. On peut ainsi
observer que le comportement des fréquences d’ionisation par impact est dominée
par le comportement des sections efficaces : d’abord croissantes avec la température,
puis décroissantes, impliquant l’existence d’un maximum. Par ailleurs, on observe
également que pour kBTe = 2Ui/3, la fréquence d’ionisation est nulle. Elle correspond
à l’énergie minimale que les électrons doivent avoir pour donner lieu à une ionisation
par impact. En effet, l’énergie transférée de l’électron libre à l’électron lié lors de
la collision doit être supérieure ou égale à l’énergie d’ionisation pour que l’électron
lié puisse franchir la barrière coulombienne et ainsi devenir un électron libre. Ceci
est retranscrit dans les fonctions FT , FS et FG dont les expressions sont uniquement
valables pour x = 3kBTe/2Ui ≥ 1.

2.2.2.3 Recombinaison électronique

Lorsque le milieu est composé de molécules ou d’atomes, la recombinaison élec-
tronique peut se faire suivant deux mécanismes principalement :

• la recombinaison radiative où l’énergie résultant de la recombinaison entre un
électron et un ion est émise sous forme de photon

• la recombinaison collisionnelle à trois corps où l’énergie résultant de la recom-
binaison entre un électron et un ion est absorbée par un deuxième électron.

On notera que ces deux processus sont les analogues respectifs de la recombinaison
radiative et de la recombinaison Auger qui ont lieu dans les matériaux diélectriques,
voir Section 2.2.1.3. Il a été montré expérimentalement que dans les plasmas denses,
le processus dominant de recombinaison est la recombinaison collisionnelle à trois
corps tandis que la recombinaison radiative est souvent négligeable [151]. Ainsi,
nous considérerons uniquement la recombinaison collisionnelle à trois corps car nous
verrons que le plasma existant lors de la transition solide-plasma est dense dans nos
conditions.

Une estimation de la fréquence de recombinaison électronique collisionnelle à
trois corps peut être obtenue à partir de l’évaluation du nombre de recombinaison
possible ainsi que de leur probabilité. Cette approche très simple a été utilisée par
Zel’dovich qui a obtenu la fréquence de recombinaison suivante [152] :

νr =
213/2π3/2

35

e10Z3

√
me (kBTe)

9/2
n2
e (2.30)

avec Z le degré d’ionisation du plasma. Cette approche relativement simple permet
d’avoir une estimation remarquablement précise de la fréquence de recombinaison.
En effet, un calcul plus précis de la fréquence de recombinaison fournit une expression
très similaire à l’équation (2.30) [153] légitimant ainsi l’approche de Zel’dovich. On
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pourra noter que ces deux fréquences de recombinaison sont obtenues dans le cas
de plasmas à basse température, c’est-à-dire lorsque la température des ions et
des neutres est très petite devant leur énergie d’ionisation. A l’inverse, pour des
plasmas à haute température où la température des ions et des neutres est très
grande devant leur énergie d’ionisation, la fréquence de recombinaison a été dérivée
par Belyaev et Budker [154]. Enfin, une fréquence de recombinaison valable à la fois
à basse et haute température a été obtenue par Biberman et al [155]. Cependant,
ces fréquences obtenues par Belyaev et Budker ainsi que par Biberman et al ne
seront pas présentées car elles ne sont pas adaptées à la description de la transition
solide-plasma. En effet, nous verrons que la limite des hautes températures n’est
jamais atteinte.

2.2.2.4 Dissociation moléculaire

Si l’ablateur est composé de molécules, ces dernières pourront se dissocier au
fur et à mesure que leur température augmente. L’ablateur va ainsi être composé
de molécules de plus en plus petites jusqu’à être composé uniquement d’atomes.
Bien que n’étant pas un processus à part entière de dynamique électronique, la
dissociation moléculaire a une influence indirecte sur la densité d’électrons car les
espèces qui apparaissent et disparaissent lors des dissociations n’ont pas la même
énergie d’ionisation.

Supposons qu’une réaction du type αA → βB + γC avec A le réactif, B et C
les produits, et α, β et γ leurs coefficients stœchiométriques associés. Comme les
réactifs ne comportent qu’une seule espèce, les variations de densités des molécules
sont alors données par :

∂nA
∂t

= −αknA (2.31)

∂nB
∂t

= βknA (2.32)

∂nC
∂t

= γknA (2.33)

avec k le taux de dissociation de l’espèce A. La dissociation étant principalement
déterminée par la température des molécules, le taux de dissociation peut être obtenu
en utilisant la loi d’Arrhénius :

k = ν0 exp

(
− Ed
kBT

)
(2.34)

avec Ed l’énergie de dissociation de la molécule A, T la température des molécules,
et ν0 la constante de dissociation.
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2.3 Chauffage de l’ablateur

Nous avons vu dans la Section 2.1 que l’ablateur est un système hors-équilibre
pendant la transition solide-plasma. Les électrons sont en effet chauffés par le la-
ser dans un premier temps puis le système réseau-ion est chauffé dans un second
temps grâce aux collisions électroniques. Il est donc nécessaire de considérer deux
températures distinctes : une pour les électrons et une pour le système réseau-ion.
L’évolution temporelle de ces deux températures est obtenue à partir des équations
de conservation de l’énergie pour les électrons et le système réseau-ion qui s’écrivent
de la manière suivante :

∂Ue
∂t

=

(
∂Ue
∂t

)
laser

−
(
∂Ue
∂t

)
collisions

(2.35)

∂Uil
∂t

=

(
∂Ue
∂t

)
collisions

(2.36)

avec Ue et Uil l’énergie interne des électrons et du système réseau-ion, (∂tUe)laser la
variation d’énergie interne des électrons due aux chauffage laser et (∂tUe)collisions la
variation d’énergie interne des électrons et du système réseau-ion due aux collisions
électroniques. Les équations (2.35) et (2.36) découlent des équations générales de
conservation de l’énergie où ont été négligés le flux de chaleur ainsi que les variations
spatiales d’énergie interne et de pression car les processus hydrodynamiques ne sont
pas pris en compte comme on l’a vu dans la Section 2.1.

Le but de cette section est de présenter la modélisation de chacun des termes
apparaissant dans les équations (2.35) et (2.36). L’absorption laser permettant de
modéliser le terme (∂tUe)laser est présentée dans la Section 2.3.1. Nous présenterons
ensuite dans le détail la modélisation du transfert d’impulsion lors des collisions des
électrons dans la Section 2.3.2. En effet, il est nécessaire d’évaluer la fréquence de
collision associée à ce transfert d’impulsion pour évaluer l’absorption laser. Puis,
nous présenterons dans la Section 2.3.3 le transfert d’énergie des électrons vers le
système réseau-ion dû aux collisions des électrons permettant de modéliser le terme
(∂tUe)collisions. Enfin, la Section 2.3.4 sera consacrée à la présentation des équations
d’états des électrons et des espèces du système réseau-ion. Elles nous permettront de
déduire le modèle à deux températures à partir des équations (2.35) et (2.36) et ainsi
de modéliser explicitement les variations temporelles des températures des électrons
et du système réseau-ion. Enfin, à l’exception de l’absorption laser, toutes les autres
grandeurs dépendent de la composition chimique de l’ablateur. Nous allons donc
adapter la description de ces grandeurs afin de la prendre en compte.
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2.3.1 Absorption laser

L’interaction entre le laser et les électrons libres peut résulter en une absorption
de l’énergie laser par les électrons qui vont voir leur énergie interne augmenter.
Rigoureusement, une partie de l’énergie laser peut également être absorbée par le
système réseau-ion mais cette absorption sera négligée du fait de la grande différence
de masse entre les électrons et les ions. Dans le contexte de la fusion par confinement
inertiel, l’absorption laser se fait principalement suivant deux mécanismes :

• l’absorption collisionnelle qui correspond à une absorption de l’énergie laser
par les électrons du fait de leurs collisions

• l’absorption résonnante qui correspond à une absorption de l’énergie laser par
les électrons lorsque le laser arrive en incidence oblique sur un gradient de
densité. Du fait de l’existence d’une composante du champ électrique de l’onde
laser parallèle au gradient de densité, il y a conversion linéaire de l’onde laser
en une onde électrostatique qui peut alors être absorbée par des collisions ou
par amortissement Landau

Nous considérerons uniquement l’absorption collisionnelle car le laser est supposé
arriver en incidence normale sur l’ablateur. Le taux d’absorption laser dans le cas
de l’absorption collisionnelle s’écrit de la manière suivante :(

∂Ue
∂t

)
laser

=
e2neνc

2me(ω2
L + ν2c )

E2
L (2.37)

avec νc la fréquence de collision des électrons associée au transfert d’impulsion.
La démonstration de ce taux d’absorption laser est donnée en Annexe A. Ce taux
d’absorption laser est obtenu en calculant l’énergie acquise par les électrons par effet
Joule dans le champ laser en supposant que la variation de vitesse des électrons est
uniquement due à leur accélération dans le champ électrique laser et à leur collision
(modèle de Drude [156]). La nature des collisions des électrons avec le système
réseau-ion dépendant de sa composition chimique, la section suivante est dédiée à
la présentation de la modélisation de la fréquence de collision associé au transfert
d’impulsion des électrons.

2.3.2 Collisions des électrons : transfert d’impulsion

Lors de la transition solide-plasma, la modification de la composition chimique
de l’ablateur va induire une modification de la nature des collisions. La description
des collisions doit donc être adaptée à la composition chimique de l’ablateur qui
est d’abord un matériau diélectrique, puis un mélange de molécules partiellement
ionisées et enfin un mélange d’atomes totalement ionisés.
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Lorsque l’ablateur est un matériau diélectrique, seules les collisions électron-
phonon seront considérées. Les électrons peuvent également collisionner avec des
défauts du matériau diélectrique mais ces collisions ne seront pas considérées car
on suppose en première approximation que le matériau diélectrique est idéal et
donc ne possède donc pas de défauts. Lorsque l’ablateur est composé de molécules
ou d’atomes, les collisions considérées seront les collisions électron-ion et électron-
neutre car les molécules et les atomes peuvent être ionisés ou non. Que l’ablateur soit
un matériau diélectrique, composé de molécules ou composé d’atomes, les électrons
peuvent également collisionner entre eux. Cependant, ces collisions seront négligées
car elles ont pour principal rôle d’établir la fonction de distribution des électrons
à l’équilibre (Fermi-Dirac ou Maxwellienne suivant le milieu). Or, étant donnés les
lasers considérés qui ont une durée de 100 ps, la transition solide-plasma est décrite
à l’aide de grandeurs moyennées (densité, énergie interne, température). On suppose
que l’équilibre est déjà établi pour la fonction de distribution des électrons car il a
généralement lieu sur une échelle de temps de l’ordre de la femtoseconde.

Le but de cette section étant de présenter la modélisation des différentes collisions
électroniques considérées au cours de la transition solide-plasma, la Section 2.3.2.1
sera dédiée à la présentation des collisions électron-phonon, la Section 2.3.2.2 à la
présentation des collisions électron-neutre et la Section 2.3.2.3 à la présentation des
collisions électron-ion.

2.3.2.1 Collisions électron-phonon

Comme on vient de le voir, les collisions considérées lorsque l’ablateur est un
matériau diélectrique sont les collisions électron-phonon. On a vu en introduction
que l’ablateur était souvent du polystyrène. Nous allons donc considérer ce matériau
pour étudier les collisions électron-phonon bien que les conclusions principales soient
généralisables à n’importe quel matériau diélectrique. Comme le polystyrène est
constitué d’une répétition d’un motif comportant plusieurs atomes, deux types de
phonons existent :

• les phonons acoustiques qui correspondent au déplacement global des atomes
constituant le motif et sont associés aux ondes sonores

• les phonons optiques qui correspondent au déplacement relatif des atomes
constituant le motif créant ainsi un champ électrostatique

On peut montrer, voir Annexe B, qu’il existe en première approximation un phonon
acoustique et deux phonons optiques dans le polystyrène. Le phonon acoustique
est caractérisé par une vitesse du son cs qui vaut cs = 2400 m.s−1 [157]. Les deux
phonons optiques sont chacun caractérisés par une énergie qui vaut ~ωLO,1 ≈ 33

meV pour le premier et ~ωLO,2 ≈ 88 meV pour le second. La fréquence totale de
collision électron-phonon νeph est donnée par la règle de Mathieusen [156], soit la
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somme des contributions de chaque collisions :

νeph = νEAP + νEOP1 + νEOP2 (2.38)

avec νEAP la fréquence de collision électron-phonon acoustique et νEOP1 et νEOP2 les
fréquences de collision électron-phonon optique. Les paragraphes suivants ont pour
but de présenter ces fréquences de collisions avec d’abord la fréquence de collision
électron-phonon acoustique, puis les fréquences de collision électron-phonon optique
et enfin la fréquence de collision électron-phonon totale.

Fréquence de collision électron-phonon acoustique

La collision entre un électron et un phonon acoustique se traduit par l’absorp-
tion ou l’émission d’un phonon acoustique par l’électron. La fréquence de collision
électron-phonon acoustique peut alors être calculée à partir de la règle d’or de Fermi
et on obtient [158, 159] :

νEAP (εk) =
U2kBTilm

∗3/2
√

2πρc2s~4
√
εk

(
εk +

m∗c2s
2

)
(2.39)

avec U le potentiel de déformation, Til la température du réseau, m∗ la masse de
effective de l’électron, ρ la masse volumique du matériau, cs la vitesse du son dans
le matériau et εk l’énergie (cinétique) des électrons. La démonstration de l’équation
(2.39) est donnée en Annexe C. Cette formule n’est valide que pour des énergies
comprises entre m∗c2s/2 qui représente l’énergie d’un phonon acoustique et à εkBZ

qui représente l’énergie associée au vecteur d’onde de la première zone de Brillouin
kBZ . En effet, parmi les différentes hypothèses qui ont été faites pour obtenir cette
fréquence de collision, il a notamment été supposé que les collisions issues de l’ab-
sorption d’un phonon par un électron et celles issues de l’émission d’un phonon
par un électron pouvaient être considérées comme équivalentes. Cette hypothèse est
justifiée par le fait que l’énergie d’un phonon acoustique est très faible devant la
température du réseau. Ainsi, l’équation 2.39 n’est définie que pour εk ≥ m∗c2s/2.
L’équation 2.39 n’est également définie que pour εk < εkBZ

car comme on le verra
dans la Section 3.2, l’énergie des électrons ne dépasse pas l’énergie de la première
zone de Brillouin qui est de l’ordre de la dizaine d’eV. Si les électrons ont cette tem-
pérature, on suppose que l’ablateur est suffisamment chauffé pour que les collisions
électron-phonon aient disparues.

La Figure 2.10 montre l’évolution de cette fréquence de collision en fonction de
l’énergie des électrons en prenant U = 0.4Eg [159] avec Eg = 4.05 eV l’énergie de
la bande interdite du polystyrène [124], Til = 300 K, m∗ = me avec me la masse de
l’électron libre, ρ = 1.1 g.cm−3 la masse volumique du polystyrène et cs = 2400 m.s−1
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Figure 2.10 – Fréquence de collision électron-phonon acoustique donnée par l’équa-
tion (2.39) en fonction de l’énergie des électrons pour Til = 300 K avec U = 0.4Eg,
Eg = 4.05 eV, m∗ = me et ρ = 1.1 g.cm−3.

la vitesse du son dans le polystyrène [157]. La fréquence de collision est représentée
pour des énergies qui se situent entre m∗c2s/2 et εkBZ

. Enfin, l’évolution de νEAP
en fonction de l’énergie des électrons n’est montrée qu’à une température de réseau
fixée, 300 K en l’occurrence, car νEAP ∝ Til. On observe alors que la fréquence de
collision est d’abord constante pour les très faibles énergies quand εk → m∗c2s/2 puis
augmente avec l’énergie pour rapidement devenir proportionnel à

√
εk. Les phonons

acoustiques étant des modes de vibrations rendant compte du déplacement global
du motif du polystyrène, plus les électrons ont une énergie importante, plus ils vont
voir de motifs qui se déplacent. Ils vont donc ainsi interagir avec un plus grand
nombre de phonons acoustiques et donc la fréquence de collisions augmente.

Fréquence de collision électron-phonon optique

Comme pour les phonons acoustiques, la collision entre un électron et un phonon
optique résulte en l’absorption ou l’émission d’un phonon optique par un électron.
La fréquence de collision électron-phonon optique peut être calculée à l’aide de la
règle d’or de Fermi. Cependant, contrairement aux phonons acoustiques, l’énergie
caractéristique d’un phonon optique n’est pas petite devant la température du ré-
seau. Il est donc nécessaire de faire la différence entre une collision due à l’absorption
d’un phonon optique par un électron et une collision due à l’émission d’un phonon
optique par un électron. Ainsi, la fréquence de collision électron-phonon optique as-
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sociée à l’absorption d’un phonon par un électron νabEOP est donnée par [158, 159] :

νabEOP (εk) =
e2
√
m∗ωLO√

2~√εk

(
1

ε∞r
− 1

ε0

)
nLO(Til) ln

[√
1 + ~ωLO/εk + 1√
1 + ~ωLO/εk − 1

]
(2.40)

tandis que la fréquence de collision électron-phonon optique νabEOP associée à l’ab-
sorption d’un phonon par un électron est donnée par [158, 159] :

νemEOP (εk) =
e2
√
m∗ωLO√

2~√εk

(
1

ε∞r
− 1

ε0

)
(nLO(Til) + 1) ln

[
1 +

√
1− ~ωLO/εk

1−
√

1− ~ωLO/εk

]
(2.41)

La démonstration des équations (2.40) et (2.41) est donnée dans l’Annexe C. Enfin,
la fréquence totale de collision électron-phonon optique νEOP est donnée par la
somme des deux contributions :

νEOP = νabEOP + νemEOP (2.42)

Dans les équations (2.40) et (2.41), ωLO correspond à la pulsation du phonon optique,
ε0r à la permittivité diélectrique du matériau à basse fréquence, ε+∞r à la permittivité
diélectrique du matériau à haute fréquence et εk à l’énergie (cinétique) de l’électron.
Enfin, nLO représente la fonction de distribution des phonons. En supposant qu’ils
sont à l’équilibre, elle est donnée par la fonction de distribution de Bose-Einstein :

nLO(Til) =
1

exp

(
~ωLO
kBTil

)
− 1

(2.43)

L’équation (2.40) est définie pour εk > 0 tandis que l’équation (2.41) est définie
pour εk > ~ωLO. En effet, un électron peut collisionner en absorbant un phonon
optique aussi petite soit son énergie tandis qu’il doit avoir une énergie supérieure à
~ωLO s’il veut pouvoir collisionner en émettant un phonon optique. Les équations
(2.40) et (2.41) sont toutefois toutes les deux définies pour εk < εkBZ

car on suppose
que l’énergie des électrons ne dépasse pas l’énergie de la première zone de Brillouin
comme pour les collisions électron-phonon acoustique.

La Figure 2.11 montre l’évolution des deux fréquences de collision électron-
phonon optique νabEOP et νemEOP en fonction de l’énergie des électrons pour les deux
modes optiques du polystyrène ~ωLO = 33 meV et ~ωLO = 88 meV, voir Annexe B,
avec m∗ = me, ε0r = 2.5 [157], ε0r = 1.01 [160] et Til = 300 K. L’évolution de νabEOP est
tracée pour des électrons ayant des énergies entre 0 et εkBZ

tandis que l’évolution de
νemEOP est tracée pour des électrons ayant des énergies entre ~ωLO et εkBZ

. Lorsque
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Figure 2.11 – Evolution en fonction de l’énergie des électrons de la fréquence de
collision électron-phonon optique associée à l’absorption d’un phonon νabEOP donnée
par l’équation (2.40) et de la fréquence de collision électron-phonon optique associée
à l’émission d’un phonon νemEOP donnée par l’équation (2.41) d’un phonon. Les deux
fréquences νabEOP et νemEOP sont chacune présentées pour les deux phonons optiques
~ωLO,1 = 33 meV et ~ωLO,2 = 88 meV existant dans le polystyrène.

l’énergie des électrons est très faible devant l’énergie d’un phonon optique, l’éner-
gie de l’électron après absorption du phonon est équivalente à l’énergie du phonon
absorbée. L’état final de l’électron après collision ne dépend donc presque pas de
l’état initial de l’électron avant collision et au final, la fréquence de collision électron-
phonon optique associée à l’absorption d’un phonon ne dépend pas de l’énergie des
électrons lorsque ceux-ci auront une énergie très faible. Au contraire, lors de l’émis-
sion d’un phonon optique par un électron, l’état final de l’électron dépend fortement
de l’état initial si l’énergie de l’électron est de l’ordre de l’énergie du phonon optique.
Pour ces énergies, la fréquence de collision est donc très différente suivant l’état ini-
tial de l’électron ce qui explique les fortes variations pour νemEOP lorsque εk ≈ ~ωLO.
Enfin, lorsque l’énergie des électrons est très grande devant l’énergie des phonons
optiques, les électrons auront des énergies équivalentes avant et après absorption ou
émission d’un phonon optique. L’état initial de l’électron avant collision est donc
similaire à l’état final de l’électron après collision. Ceci peut alors se voir comme
un faible nombre de collisions puisque, en moyenne, les électrons ne sont que peu
affectés par les collisions lorsque leur énergie est grande devant celle des phonons
optiques. Ainsi, νabEOP et νemEOP diminuent lorsque εk � ~ωLO.

Comme νabEOP et νemEOP dépendent de la température du réseau Til seulement à
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travers la fonction de distribution des phonons nLO, la Figure 2.12 montre l’évolution
de nLO pour les deux modes optiques ~ωLO = 33 meV et ~ωLO = 88 meV en fonction
de la température du réseau entre 20 K et 58 meV ≈ 670 K. La borne inférieure
de ce domaine de température correspond à la température minimale du réseau
qui est généralement rencontrée dans les expériences de FCI. La borne supérieure
de ce domaine de température correspond à la température de dépolymérisation
du polystyrène [157]. Au dessus de cette température, le polystyrène se dissocie.
On suppose alors que la périodicité du réseau disparaît également au-delà de cette
température et avec lui les phonons.

Figure 2.12 – Evolution de la fonction de distribution des phonons nLO donnée par
l’équation (2.43) pour les deux modes optiques ~ωLO,1 = 33 meV et ~ωLO,2 = 88
meV en fonction de la température du réseau entre 20 K et 58 meV ≈ 670 K.

On observe que nLO augmente avec Til. En effet, nLO représentant la densité de
phonons, plus la température du réseau est élevée, plus il y a de phonons. Ensuite, on
observe que nLO → 0 lorsque Til → 0, ce qui va induire νabEAP → 0. En effet, lorsque
la température du réseau est basse, il y a peu de phonons et donc la probabilité qu’un
électron absorbe un phonon devient faible. Enfin, ce comportement de la densité de
phonon lorsque Til → 0 va induire nLO +1→ 1. Ainsi, même lorsque la température
du réseau est basse, un électron pourra émettre un phonon et la fréquence de collision
électron-phonon ne sera pas nulle. Ceci constitue une différence majeure par rapport
au cas des métaux où seuls les modes acoustiques existent et où donc la fréquence de
collision peut être supposée comme proportionnelle à la température tendant vers
zéro pour des très faibles températures.
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Fréquence de collision moyennée

Les fréquences de collisions décrites auparavant sont définies en fonction de l’éner-
gie de l’électron εk, c’est à dire en fonction de son vecteur d’onde. On a en effet
εk = ~2k2/2me pour un électron libre. Or, la fréquence de collision utilisée dans le
modèle de Drude et apparaissant dans l’équation (2.37) est une fréquence de colli-
sion moyenne. Pour pallier ce problème, nous calculons une fréquence de collision
moyennée ν en moyennant les fréquences de collision sur l’énergie de l’électron de la
manière suivante :

ν =

∫ εmax

εmin

ν(ε)f(ε)g(ε) dε∫ εmax

εmin

f(ε)g(ε) dε

(2.44)

Ceci permet ainsi d’avoir non plus une fréquence de collision définie en fonction de
l’énergie des électrons mais en fonction de leur température. La fonction de distri-
bution des électrons f(ε) et la densité d’états g(ε) permettent de prendre en compte
la répartition des électrons en fonction de leur énergie. La fonction de distribution
des électrons est donnée, en supposant ces derniers à l’équilibre, par la fonction de
distribution de Fermi-Dirac :

f(ε) =
1

exp

(
ε− µe
kBTe

)
+ 1

(2.45)

avec µe le potentiel chimique des électrons et Te la température des électrons. La
densité d’état peut être évaluée dans l’approximation du gaz d’électrons libres et on
a :

g (ε) =
V

2π2

(
2me

~2

)3/2√
ε (2.46)

où V correspond au volume occupé par les électrons. Les énergies εmin et εmax
correspondent aux limites du domaine sur lequel la fréquence de collision est dé-
finie. Concernant les collisions électron-phonon acoustique, on a εmin = m∗c2s/2

et εmax = εkBZ
. Concernant les collisions électron-phonon optique, on a εmin = 0

dans le cas d’une collision résultant de l’absorption d’un phonon par un électron,
εmin = ~ωLO dans le cas d’une collision résultant de l’émission d’un phonon par un
électrons, et εmax = εkBZ

dans les deux cas. En explicitant les bornes d’intégration
pour chaque collision, la fréquence de collision totale moyennée rendant compte des
collisions électron-phonon acoustique et électron-phonon optique qui ont lieu dans
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le polystyrène s’écrit au final sous la forme suivante :

νeph =

∫ εkBZ

m∗c2s/2

νEAP (ε)f(ε)g(ε) dε∫ εkBZ

m∗c2s/2

f(ε)g(ε) dε

+

∫ εkBZ

0

νabEOP,1(ε)f(ε)g(ε) dε∫ εkBZ

0

f(ε)g(ε) dε

+

∫ εkBZ

~ωLO,1

νemEOP,1(ε)f(ε)g(ε) dε∫ εkBZ

~ωLO,1

f(ε)g(ε) dε

+

∫ εkBZ

0

νabEOP,2(ε)f(ε)g(ε) dε∫ εkBZ

0

f(ε)g(ε) dε

+

∫ εkBZ

~ωLO,2

νemEOP,2(ε)f(ε)g(ε) dε∫ εkBZ

~ωLO,2

f(ε)g(ε) dε

(2.47)

Le premier terme rend compte des collisions électron-phonon acoustique. Le deuxième
et le troisième rendent compte des collisions entre les électrons et le premier phonon
optique résultant respectivement de l’absorption et de l’émission d’un phonon. De
même, le quatrième et le cinquième terme rendent compte des collisions entre les
électrons et le deuxième phonon optique.

La Figure 2.13 montre l’évolution des fréquences moyennes de collision électron-
phonon acoustique, électron-phonon optique et électron-phonon totale en fonction
de la température du réseau et de la température des électrons. Les fréquences
dépendent également de la densité électronique à travers le potentiel chimique µe
mais la densité électronique n’aura que très peu d’influence sur les variations des fré-
quences de collision, seulement lorsque la densité électronique sera grande, ne ≈ 1020

cm−3 et la température électronique faible, Te < 10−2 eV. On verra que cette condi-
tion n’est cependant pas rencontrée dans le contexte de la transition solide plasma
car Te � 10−2 eV quand ne ≈ 1020 cm−3. Au final, Il apparaît que l’évolution des
fréquences de collision électron-phonon acoustique et électron-optique en fonction de
la température des électrons est la même que l’évolution de ces fréquences en fonc-
tion de l’énergie des électrons. En effet, la moyenne permet de prendre en compte
la répartition en énergie des électrons mais ne modifient pas leur comportement.
Le comportement de ces fréquences en fonction de la température du réseau reste
également inchangé car il est décorrélé des énergies des électrons sur lesquelles la
moyenne est faite. Concernant la fréquence de collision électron-phonon totale, on
observe que son comportement en fonction de la température des électrons est prin-
cipalement déterminée par les collisions électron-phonon optique. En effet, l’énergie
d’un électron est davantage modifiée suite à une collision avec un phonon optique
plutôt qu’avec un phonon acoustique car l’énergie des phonons optiques est plus
grande que celle des phonons acoustiques.
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Figure 2.13 – Fréquences de collision électron-phonon en fonction de la température
des électrons et de la température du réseau. (a) Fréquence de collision électron-
phonon acoustique. (b) Fréquence de collision électron-phonon optique associée à
l’absorption d’un phonon optique avec ~ωLO,1 = 33 meV l’énergie du phonon op-
tique considéré. (c) Fréquence de collision électron-phonon optique associée à l’émis-
sion d’un phonon optique avec ~ωLO,1 = 33 meV l’énergie du phonon optique consi-
déré. (d) Fréquence de collision électron-phonon optique associée à l’absorption d’un
phonon optique avec ~ωLO,2 = 88 meV l’énergie du phonon optique considéré. (e)
Fréquence de collision électron-phonon optique associée à l’émission d’un phonon
optique avec ~ωLO,2 = 88 meV l’énergie du phonon optique considéré. (f) Fréquence
de collision électron-phonon totale moyennée.

2.3.2.2 Collisions électron-neutre

Lorsque l’ablateur est composé de molécules ou d’atomes, les électrons vont pou-
voir collisionner avec des neutres. En effet, on peut supposer que l’ablateur passe par
un état où la densité de molécules et d’atomes neutres est plus grande que la densité
de molécules et d’atomes ionisés rendant les collisions électron-neutre majoritaires.

En première approximation, la fréquence de collision électron-neutre est évaluée
à partir de la section efficace σn des neutres [161] :

νen = nnσn

√
kBTe
me

(2.48)

avec nn la densité de neutres. La section efficace σn est calculée à partir du modèle
de sphères dures ce qui donne σn = πa2 où a représente la taille caractéristique des
neutres qui est de l’ordre de l’ångström, un peu moins pour les atomes et un peu
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plus pour les molécules. Une telle évaluation de la section efficace néglige les effets
de polarisation provenant de l’interaction entre le champ électrique de l’électron
et le dipôle électrique, induit ou permanent, du neutre. D’une part, les molécules
impliquées dans la fragmentation chimique du polystyrène ne possèdent pas de dipôle
permanent. D’autre part, les moments dipolaires induits provenant de la déformation
du nuage électronique au passage de l’électron lors de la collision ne deviennent non
négligeable qu’à partir d’une température de l’ordre de la dizaine d’eV [140], c’est-
à-dire de l’ordre du potentiel d’ionisation. Il est donc raisonnable de supposer que la
majorité des neutres ait disparu pour de telles températures. Les collisions électron-
neutre sont alors minoritaires et les collisions électron-ion deviennent majoritaires.

La Figure 2.14 montre l’évolution de la fréquence de collision électron-styrène
en fonction de la température des électrons dans le but de donner les ordres de
grandeurs. Ainsi, on voit que la fréquence de collision électron-neutre varie entre
1014 et 1015 s−1, ce qui est comparable avec la fréquence de collision électron-phonon
assurant ainsi la continuité de la fréquence de collision de manière générale car les
collisions électron-neutre interviennent juste après les collisions électron-phonon. De
plus, comme on va le voir dans la section suivante, ces valeurs sont comparables
aux valeurs de la fréquence de collision électron-ion pour des électrons de plusieurs
eV confirmant l’importance des collisions électron-neutre. Au final, il apparaît que
les collisions électron-neutre permettent de faire le lien entre les collisions électron-

Figure 2.14 – Fréquences de collision électron-neutre dans le cas du styrène. La
densité de styrène est fixée à nn = 6.36 × 1021 cm−3 ce qui correspond à la densité
de molécules de styrène obtenue après dissociation du polystyrène à densité standard
ρ = 1.1 g.cm−3.
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phonon et les collisions électron-ion.

2.3.2.3 Collisions électron-ion

Vers la fin de la transition solide-plasma, l’ablateur sera composé d’ions (ato-
miques ou moléculaires) et d’électrons et les collisions se feront majoritairement
entre ces deux espèces. Les collisions électron-ion sont généralement décrites à l’aide
de la théorie de Spitzer [162]. Cependant, comme on suppose que les processus hy-
drodynamiques liés à l’expansion du plasma peuvent être négligés, voir Section 2.1,
la densité de l’ablateur reste proche de celle du solide et les électrons peuvent être
dégénérés. La théorie de Spitzer ne peut donc pas être utilisée car elle est uniquement
valable pour les plasmas non-dégénérés. Une autre théorie doit donc être utilisée.

Fréquence de collision

La théorie de Lee & More [163] est adaptée aux plasmas denses car elle prend
notamment en compte la possible dégénérescence des électrons. Dans ce cas, la fré-
quence de collision électron-ion νei s’écrit :

νLee&More
ei =

2
√

2π

3

Z2e4ni
√
me (kBTe)

3/2

lnΛ

[1 + exp (µe/kBTe)]F1/2 (µe/kBTe)
(2.49)

avec ni et µe respectivement la densité totale d’ions et le potentiel chimique des élec-
trons. Pour un plasma constitué de plusieurs ions avec différents degrés d’ionisation,
Z2 correspond à une moyenne et il est donné par :

Z2 =

∑
j Z

2
j nj∑

j nj
(2.50)

avec nj la densité d’ions de degré d’ionisation Zj. Le paramètre lnΛ dans l’équation
(2.49) représente le logarithme coulombien et est détaillé dans le paragraphe suivant.
Enfin F1/2 correspond à l’intégrale de Fermi-Dirac d’ordre 1/2 qui, pour n’importe
quel ordre j > −1, est définie par :

Fj(x) =

∫ +∞

0

tj

1 + exp (t− x)
dt (2.51)

La Figure 2.15 compare l’évolution de la fréquence de collision électron-ion don-
née par la théorie de Lee & More et donnée par le théorie de Spitzer qui s’écrit sous
la forme :

νSpitzerei =
4
√

2π

3

Z2e4ni
√
me (kBTe)

3/2
lnΛ (2.52)

en fonction de la température entre 0.1 eV et 10 keV. La comparaison est faite pour
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Figure 2.15 – Fréquences de collision électron-ion données par les théories de Spitzer
et de Lee & More dans le cas d’un plasma dense et d’un plasma dilué. Les cas de
plasmas dilué et dense sont définis avec respectivement ni = 1019 cm−3 et ni = 1022

cm−3. Dans tous les cas, Z = 1, lnΛ = 5 et le potentiel chimique µe est calculé à
partir de l’équation d’état du gaz d’électrons libres.

le cas d’un plasma dilué, c’est à dire ni = 1019 cm−3 ce qui est équivalent à la
densité d’atomes dans un gaz, et d’un plasma dense, c’est à dire ni = 1022 cm−3 ce
qui est équivalent à la densité d’atomes dans un solide. On observe alors que les deux
théories fournissent des fréquences de collisions identiques dans le cas des plasmas
dilués. En effet, la dégénérescence des électrons prise en compte dans la théorie de
Lee & More est négligeable dans ce cas. On retrouve donc bien que la théorie de Lee
& More est équivalence à la théorie de Spitzer dans la limite des gaz non-dégénérés.
Cependant on observe que la théorie de Spitzer peut également être valable dans
le cas des plasmas denses mais seulement à haute température. Si la température
des électrons est suffisamment importante, l’énergie thermique devient plus grande
que l’énergie de Fermi caractérisant la dégénérescence des électrons qui devient alors
négligeable.

Logarithme coulombien

On a vu que dans l’équation (2.49) apparaissait un paramètre appelé logarithme
coulombien. Ce paramètre rend compte du caractère longue portée des interactions
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électron-ion et est généralement défini par [164] :

lnΛ = ln

(
bmax
b⊥

)
(2.53)

avec b⊥ = Ze2/2Ec la distance minimale d’approche définie en fonction de l’éner-
gie cinétique des électrons Ec et bmax la longueur de coupure. La démonstration de
cette équation est donnée en Annexe F. En général, bmax est défini comme étant
égal à la longueur de Debye λD =

√
kBTe/4πnee2 en justifiant qu’au delà de cette

longueur, le champ électrique créé par les ions est écranté. Le plasma peut alors être
supposé quasi neutre, les électrons n’interagissent plus avec les ions et il n’y a plus
de collisions électron-ion. Cependant, dans les plasmas denses, une telle définition
n’est pas valide [163]. Bien que l’hypothèse de définir la longueur de coupure comme
la longueur caractéristique d’écrantage soit toujours valide, la longueur de Debye
ne représente plus la longueur caractéristique d’écrantage dans les plasmas denses.
D’une part, la dégénérescence des électrons doit être prise en compte. Ceci peut alors
se faire en introduisant une longueur de Debye modifiée qui dépend de la tempéra-
ture de Fermi des électrons. D’autre part, les corrélations ion-ion peuvent devenir
suffisamment importantes dans les plasmas denses pour que l’écrantage ne puisse
plus être modélisé par le potentiel de Debye-Hückel. La longueur caractéristique
d’écrantage n’est donc plus la longueur de Debye, ni même une longueur de Debye
modifiée, mais devient la distance interatomique R0 = (3/4πni)

1/3. Enfin, dans les
plasmas denses, les effets quantiques doivent parfois être pris en compte. Ceci ne
modifie pas bmax mais a par contre une influence sur b⊥. En effet, si l’énergie des
électrons est suffisamment importante, la longueur b⊥ est telle qu’elle devient plus
petite que la longueur de De Broglie, indiquant une interaction de nature quantique
entre les électrons les ions. Afin de prendre en compte ces effets quantiques dans le
logarithme coulombien, b⊥ doit alors être remplacé par la longueur de De Broglie.
On notera que cette approche permet de prendre en compte les effets quantiques
seulement a posteriori.

Le traitement de ces effets quantiques et d’écrantage continuent de faire l’objet
de nombreuses études soit par la modification des longueurs b⊥ et bmax en considé-
rant des potentiels coulombien ou de Debye-Hückel [165, 166, 167, 168, 169, 170]
soit par l’utilisation de pseudo-potentiels permettant de prendre en compte directe-
ment les interactions électron-électron et ion-ion [171, 172, 173, 174, 175, 176]. Au
final, le logarithme coulombien peut être exprimé suivant l’expression (2.53) où les
expressions de b⊥ et de bmax dépendront des approximations qui auront été faites.
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2.3.3 Collisions des électrons : transfert d’énergie

Etant donné que le chauffage laser se résume uniquement à l’absorption de l’éner-
gie laser par les électrons, l’ablateur devient un système hors équilibre thermodyna-
miquement. Un transfert d’énergie des électrons vers le réseau ou vers les ions et les
neutres va alors avoir lieu suivant l’état respectivement solide ou plasma du milieu.
Ce transfert d’énergie étant assuré par les collisions des électrons, sa nature va dès
lors dépendre de l’état solide ou plasma du milieu. Comme on vient de le voir à
la section précédente, les collisions ne sont pas les mêmes suivant l’état solide ou
plasma du milieu.

2.3.3.1 Collisions électron-phonon

Si le milieu est dans l’état solide, le transfert d’énergie s’effectue à travers les
collisions électron-phonon. Comme il existe trois phonons dans le polystyrène, un
acoustique et deux optiques, voir Annexe B, le transfert d’énergie est donné par
l’expression suivante :(

∂Ue
∂t

)
collisions

=

(
∂Ue
∂t

)
EPA

+

(
∂Ue
∂t

)
EPO,1

+

(
∂Ue
∂t

)
EPO,2

(2.54)

Une telle forme permet de prendre en compte l’ensemble des contributions de chaque
phonon. Le transfert d’énergie électron-phonon ayant principalement été étudié dans
les métaux [177] mais que ces derniers ne possèdent pas de phonons optiques de
par la structure de leur réseau, seul le transfert d’énergie électron-phonon acous-
tique a été modélisé. Cependant, on a vu dans la Section 2.3.2.1 que les collisions
électron-phonon optique doivent être prise en compte dans le polystyrène. Ainsi,
nous avons construit lors de cette thèse une nouvelle modélisation du transfert
d’énergie électron-phonon prenant en compte à la fois les phonons acoustiques et
les phonons optiques. Cette modélisation sera ainsi présentée dans le Chapitre 3.

2.3.3.2 Collisions électron-ion

Dans l’état plasma, le transfert d’énergie se fait principalement entre les électrons
et les ions qui peuvent être atomiques ou moléculaires. Plusieurs travaux ont été réa-
lisés pour modéliser le transfert d’énergie dans des plasmas dégénérés. On pourra
notamment mentionner les travaux de Daligault [178, 179] et Faussurier [180, 181].
Une liste non-exhaustive mais approfondie des travaux menés sur le transfert d’éner-
gie dans les plasmas denses est détaillées dans [180]. Cependant, ces travaux sont
majoritairement basés sur l’évaluation des interactions électron-ion qui est généra-
lement faite à partir de dynamique quantique moléculaire. Ces modèles permettent
donc de décrire précisément le transfert d’énergie électron-ion dans un plasma dense
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mais ne sont pas adaptés à la description de la transition solide-plasma car le calcul
numérique est souvent lourd. Ainsi, ces modèles ne seront pas détaillés davantage.
Une approche moins précise que les modèles de dynamique quantique moléculaire
est par contre de modéliser le transfert d’énergie électron-ion avec la théorie de
Landau-Spitzer mais en utilisant un logarithme coulombien modifié rendant compte
des effets de densité du plasma [182, 183]. En supposant des distributions à l’équi-
libre pour les électrons et les ions et en supposant que la vitesse des électrons est
très grande devant la vitesse des ions du fait de leur grande différence de masse, le
transfert d’énergie électron-ion dans la théorie de Landau-Spitzer peut s’écrire de la
manière suivante [164] :(

∂Ue
∂t

)
collisions

=
4neniZ

2e4
√

2πme lnΛ

mi (kBTe)
3/2

kB (Te − Ti) (2.55)

avec les mêmes notations que celles utilisées pour la fréquence de collision électron-
ion définie par l’équation (2.49), mi la masse des ions et Ti la température des ions.

2.3.4 Equations d’état

Les équations de conservation de l’énergie pour les électrons et le système réseau-
ion données par les équations (2.35)-(2.36) décrivent les variations temporelles de
l’énergie des électrons et du système réseau-ion. Or, la température est une gran-
deur physique plus adaptée à la description de la transition solide-plasma plutôt que
l’énergie. Comme on le verra dans la Section 3.6, c’est la température qui permet de
déterminer la composition chimique de l’ablateur. Les équations d’état représentent
alors une série d’équations nous permettant de relier les grandeurs thermodyna-
miques entre elles, telles que l’énergie et la température mais également la pression
et la densité associées à l’ablateur. Nous allons dans cette section démontrer à partir
du premier principe de la thermodynamique que la variation d’énergie peut s’écrire
sous la forme suivante :

∂U

∂t
= α

∂T

∂t
+ β

∂V

∂t
+ γ

∂N

∂t
(2.56)

où nous expliciterons les coefficients α, β et γ et leur sens physique, et permettant
ainsi de rendre compte de la variation d’énergie due à la variation de densité. Cette
réécriture permet ainsi d’évaluer l’évolution temporelle de la température des élec-
trons et du système réseau-ion lors de la transition solide-plasma. A la suite de cette
démonstration, nous identifierons les grandeurs thermodynamiques d’intérêt pour
la transition solide-plasma. Les équations d’état permettant d’évaluer ces grandeurs
thermodynamiques d’intérêt et adaptées au contexte de la FCI seront ensuite pré-
sentées pour le polystyrène, les électrons, les neutres et les ions. On notera que bien
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que les processus hydrodynamiques soient négligés pour décrire la transition solide-
plasma, voir Section 2.1, signifiant que le volume ne varie pas, la démonstration de
l’équation 2.55 se fera dans un cadre plus général et prendra en compte les variations
de volume.

2.3.4.1 Premier principe de la thermodynamique

Supposons un milieu dont l’énergie U est caractérisée par une température T ,
un volume V et un nombre de particules N . Ces quatre grandeurs sont reliés par le
premier principe de la thermodynamique qui s’écrit sous la forme suivante [184] :

dU = TdS − PdV + µdN (2.57)

avec S, P et µ respectivement l’entropie, la pression et le potentiel chimique du
milieu. Ainsi, la température, la pression et le potentiel chimique sont définis par :

T =

(
∂U

∂S

)
V,N

; P =

(
∂U

∂V

)
S,N

; µ =

(
∂U

∂N

)
S,V

(2.58)

On notera que les grandeurs apparaissant en indices dans les dérivations signifient
que les dérivations se font en gardant ces grandeurs constantes. On constate cepen-
dant que le premier principe tel que défini par l’équation (2.57) ne nous permet
pas de nous rapprocher d’une forme équivalente à l’équation (2.56) puisque l’énergie
apparaît définie en fonction de l’entropie et non en fonction de la température. En
réécrivant alors le terme TdS comme d (TS)−SdT dans l’équation (2.57), le premier
principe devient :

dF = −SdT − PdV + µdN (2.59)

où F = U−TS représente l’énergie libre du milieu. On en déduit alors une expression
pour l’entropie :

S = −
(
∂F

∂T

)
V,N

(2.60)

Comme l’énergie libre F est définie en fonction de T , V et N , on en déduit que
l’entropie est également définie en fonction de ces grandeurs et on trouve :

dS =

(
∂S

∂T

)
V,N

dT +

(
∂S

∂V

)
T,N

dV +

(
∂S

∂N

)
T,V

dN (2.61)

En injectant cette équation dans l’équation (2.57), on obtient :

dU = T

(
∂S

∂T

)
V,N

dT −

[
P + T

(
∂S

∂V

)
T,N

]
dV +

[
µ+ T

(
∂S

∂N

)
T,V

]
dN (2.62)
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Par définition, le terme devant dT correspond à la capacité calorifique [184]. De plus,
les termes devant dV et dN ayant respectivement la dimension d’une pression et
d’un potentiel chimique, il est possible de réécrire le premier principe sous la forme :

dU = CvdT − P̃dV + µ̃dN (2.63)

ce qui nous permet, en prenant la dérivée par rapport au temps de cette équation,
d’obtenir une expression similaire à l’équation (2.56). La capacité thermique Cv, la
pression effective P̃ et le potentiel chimique effectif µ̃ sont définis par :

Cv =

(
∂U

∂T

)
V,N

; P̃ =

(
∂U

∂V

)
T,N

; µ̃ =

(
∂U

∂N

)
T,V

(2.64)

Ces expressions ont été obtenues en injectant dans l’équation (2.62) la définition de
la pression et du potentiel donnée par l’équation (2.58) et en utilisant la définition
de l’énergie libre.

Au final, les grandeurs thermodynamiques d’intérêt pour la modélisation de la
transition solide-plasma sont :

• la capacité thermique

• le potentiel chimique effectif

• la pression

La capacité thermique et le potentiel chimique nous permettent de réécrire les varia-
tions d’énergie en fonction des variations de températures et de densité. La pression
effective n’a pas d’intérêt dans notre cas car on a dV = 0 étant donné que les
processus hydrodynamiques sont négligés comme on l’a vu dans la Section 2.1. Par
contre, la pression de l’ablateur est une grandeur d’intérêt car elle nous permettra
d’évaluer l’évolution de la pression exercée par l’ablateur sur le DT solide au cours
de la transition solide-plasma. Nous allons maintenant présenter les équations d’état
du polystyrène, des électrons, des neutres et des ions pour obtenir les expressions de
ces trois grandeurs dans chaque cas.

2.3.4.2 Equation d’état du polystyrène

Le polystyrène étant un solide, son énergie peut être dans un premier temps
calculée avec la théorie classique du cristal harmonique [156]. Ceci nous permet no-
tamment d’en déduire la loi de Dulong et Petit pour la capacité thermique pour
des températures proches de 100 K. Cependant, la théorie classique du cristal har-
monique ne fournit des résultats en accord avec l’expérience que dans une gamme
de température assez réduite. La théorie quantique du cristal harmonique permet
de reproduire les résultats expérimentaux à basse température (<10 K), à haute
température (>100 K) et aux températures intermédiaires notamment grâce aux
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modèle d’interpolation de Debye et d’Einstein. De manière générale, la théorie quan-
tique repose sur une évaluation des spectres des phonons ainsi que de leur densité
pour calculer l’énergie du matériau. Cette théorie étant mathématiquement lourde,
les modèles d’interpolation de Debye et d’Einstein permettent d’évaluer plus sim-
plement l’énergie du matériau en supposant une forme simple pour les relations
de dispersion respectivement pour les phonons acoustiques et optiques. La théorie
quantique du cristal harmonique ne sera cependant pas détaillée davantage car lors
de la construction de la modélisation de la transition solide-plasma, les grandeurs
thermodynamiques du polystyrène seront évaluées à partir de données expérimen-
tales. En effet, tout d’abord, dans le polystyrène, la composition chimique n’évolue
pas (le nombre de constituants reste invariant) et on a donc :

µ̃PS = 0 (2.65)

Comme les constituants du polystyrène sont reliés entre eux par des liaisons chi-
miques, on suppose que la pression qu’ils exercent est négligeable devant ces liaisons
chimiques et on a donc :

PPS = 0 (2.66)

Enfin, la capacité calorifique du polystyrène a été mesurée expérimentalement sur
un domaine de température relativement large. On a :

CPS =
ρ

M
Cm (2.67)

avec M = 104 g.mol−1 correspondant à la masse molaire du styrène et ρ = 1.1

g.cm−3 correspondant à la masse volumique du polystyrène. La capacité molaire Cm
du polystyrène est donnée par [185] :

Til < 220 K : Cm = exp
[
0.098338 (log Til)

3 − 1.30958 (log Til)
2

+6.5499 log Til − 8.13656] (2.68)

220 K ≤ Til < 373 K : Cm =
775510

T 2
il

+ 0.53447Til − 41.58 (2.69)

Til ≥ 373 K : Cm = 0.2653Til + 95.12 (2.70)

où elle est exprimée en J.K−1.mol−1. Ces expressions pour Cm ont été obtenues à
partir de données expérimentales de capacité molaires du polystyrène et fournissent
des valeurs qui correspondent aux valeurs standards qu’on peut trouver dans la
littérature [157]. On notera que la dernière expression est normalement valable pour
Til ≤ 600 K mais on a supposé, par extrapolation, qu’on pouvait l’utiliser pour
Til ≤ 660 K (58 meV) car aucun changement de phase n’intervient entre 600 K et
660 K.
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2.3.4.3 Equation d’état des électrons

Dans les plasmas, l’équation d’état du gaz parfait est souvent utilisée en pre-
mière approximation car les électrons sont généralement supposés non-dégénérés. Au
contraire, dans les solides, les électrons peuvent être dégénérés et l’équation d’état
du gaz parfait n’est plus valide. Par conséquent, nous utiliserons l’équation d’état
du modèle du gaz d’électrons valide dans les deux limites dégénéré et non dégénéré.
La pertinence de cette équation d’état sera discutée dans la Section 3.2.2.5. Dans ce
modèle, l’énergie (rigoureusement la densité d’énergie volumique) des électrons Ue
est donnée par [184] :

Ue =

√
2m

3/2
e

π2~3

∫ +∞

0

ε3/2

e(ε−µe)/kBTe + 1
dε (2.71)

avec µe le potentiel chimique qui peut être approché de la manière suivante :

y < 1 : µe ≈ kBTe ln

(
4y

2
√
π − y

)
(2.72)

1 < y < 2.5 : µe ≈ kBTe

[
1

1 + ea(y−y0)
ln

(
4y

2
√
π − y

)

+
1

1 + e−a(y−y0)

√(
3y

2

)4/3

− π2

6

 (2.73)

y > 2.5 : µe ≈ kBTe

√(
3y

2

)4/3

− π2

6
(2.74)

où on a posé :

y =
~3π2ne√

2(mekBTe)3/2
(2.75)

La démonstration des équations (2.72)-(2.74) est donnée en Annexe E. A partir
de cette expression pour l’énergie, on peut en déduire la capacité thermique et le
potentiel chimique effectif des électrons qui sont donnés par :

Ce =
3

2
kBne

[
5F3/2(µe/kBTe)

3F1/2(µe/kBTe)
− 3

F1/2(µe/kBTe)

F−1/2(µe/kBTe)

]
(2.76)

µ̃e = 3kBTe
F1/2 (µe/kBTe)

F−1/2 (µe/kBTe)
(2.77)

et dont les démonstrations sont également fournies en Annexe E. On notera que l’on
retrouve la capacité thermique et le potentiel chimique effectif du gaz parfait dans
la limite µe/kBTe � −1 ainsi que la capacité thermique et le potentiel chimique
effectif du gaz d’électrons totalement dégénéré dans la limite µe/kBTe � 1 [186].
La capacité thermique et le potentiel chimique effectif du gaz parfait se trouve par
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simple passage à la limite et en utilisant un développement asymtotique de l’intégrale
de Fermi-Dirac. Pour la capacité thermique et le potentiel chimique effectif du gaz
d’électrons totalement dégénéré, le calcul est moins direct car il nécessite de passer
par les développements de Sommerfeld [156]. Enfin, on obtient pour la pression
[184] :

Pe =
2

3
Ue (2.78)

2.3.4.4 Equation d’état des neutres

On a vu dans la Section 2.1 que la transition solide-plasma se faisait à densité
constante qui est proche de celle d’un solide. La distance entre les neutres peut
donc devenir suffisamment petites pour que les interactions soient importantes. Ces
interactions sont à courte portée et sont dues aux dipôles électriques permanents
et/ou induits existant dans les neutres. Ces interactions peuvent se manifester sous
trois formes possibles :

• les interactions entre deux dipôles permanents appelées forces de Keesom

• les interactions entre un dipôle permanent et un dipôle induit appelées forces
de Debye

• les interactions entre deux dipôles induits appelées forces de London

Ces forces sont toutes les trois associées à un potentiel attractif en 1/r6 et sont
regroupées sous le nom de forces de van der Waals. La prise en compte de ces inter-
actions entre les neutres lors du calcul des équations d’état permet alors d’obtenir
l’équation de van der Waals et permet de prendre en compte l’attraction existant à
courte portée et le volume fini des neutres. Elle a ensuite été améliorée afin de mieux
décrire le terme d’attraction, notamment en le faisant dépendre de la température.
Parmi les équations d’état qui ont découlées de ces améliorations, on peut citer
l’équation d’état de Redlich-Kwong [187], l’équation d’état de Soave-Redlich-Kwong
[188] et l’équation de Peng-Robinson [189]. Bien que particulièrement importantes
car elles continuent d’être utilisées et de faire l’objet d’études [190], elles ne sont
valides que si P/Pc < T/2Tc. Comme on le verra dans le Chapitre 3, cette condition
n’est pas vérifiée pendant la transition solide-plasma et ces équations d’état ne sont
pas utilisables dans notre cas.

Les neutres ne possédant par définition aucune charge électrique, on suppose
alors en première approximation qu’ils n’interagissent pas entre eux. En modélisant
les neutres comme des objets sphériques et indéformables, c’est-à-dire en utilisant
le modèle de sphères dures, les équations d’état des neutres sont alors données par
les équations d’état du gaz parfait. Dans ce cas, l’énergie des neutres Un est donnée
par [184] :

Un =
3

2
NnkBTn (2.79)
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avec Nn le nombre de neutres et Tn leur température. On en déduit alors la capacité
thermique Cn, le potentiel chimique effectif µ̃n et la pression Pn des neutres qui sont
donnés par :

Cn =
3

2
kBNn (2.80)

µ̃n =
3

2
kBTn (2.81)

Pn = NnkBTn (2.82)

A priori, les équations (2.79)-(2.82) ne sont valables que pour une seule espèce. Or, on
verra dans le Chapitre 3 que plusieurs espèces neutres sont considérées. Cependant,
l’énergie totale des espèces neutres étant donnée par la somme des énergies de chaque
espèce et comme on considère une seule température pour le système réseau-ion,
c’est-à-dire que toutes les espèces neutres ont la même température, les équations
(2.79)-(2.82) sont également valables et Nn représente la densité totale des neutres
dans ce cas.

2.3.4.5 Equation d’état des ions

Comme pour les électrons, l’équation d’état du gaz parfait est souvent utilisée
pour les ions en première approximation. Cependant, la transition solide-plasma
étant supposée se dérouler à densité constante (pas de processus hydrodynamique,
voir Section 2.1), la densité des ions (atomiques ou moléculaires) est élevée et proche
de la densité du solide. Les interactions entre ions peuvent alors être non négligeables.
Plusieurs études ont suggéré qu’une équation d’état prenant en compte ces inter-
actions pouvait être obtenue en multipliant l’équation d’état du gaz parfait par un
facteur correctif défini en fonction d’une température de fusion dépendant de la den-
sité d’ions [191, 192, 193]. Une équation d’état particulièrement utilisée pour décrire
les ions dans des plasmas de fusion par confinement inertiel est le modèle fluide de
Cowan [23, 194]. L’énergie Ui des ions s’écrit alors :

Ui =
3

2
nikBTi

[
1 +

(
Tm
Ti

)1/3
]

(2.83)

où la température Tm correspond à la température de fusion dépendant de la densité
et du degré d’ionisation :

Tm = 0.32
ξ2b+10/3

(1 + ξ)4
(2.84)

où les paramètres ξ et b sont définis par :

ξ = 9miniZ
0.3 ; b = 0.6Z1/9 (2.85)
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On déduit alors de l’énergie Ui la capacité thermique Ci, le potentiel chimique effectif
µ̃i et la pression Pi des ions :

Ci = kBni

[
3

2
+

(
Tm
Ti

)1/3
]

(2.86)

µ̃i =
3

2
kBTi

[
1 +

(
Tm
Ti

)1/3
]

+
1

2
kBTm

(
2b+

10

3
− 4ξ

1 + ξ

)(
Ti
Tm

)2/3

(2.87)

Pi = nikBTi

[
1 + γf

(
Tm
Ti

)1/3
]

(2.88)

avec γf = 3γs − 1 dépendant du coefficient de Grüneisen γs = b + 2/(1 + ξ). On
notera que l’on retrouve bien l’équation d’état du gaz parfait dans la limite Ti � Tm.

2.4 Propagation du laser

Comme on l’a vu dans la Section 2.1, le laser peut se propager dans l’ablateur
et atteindre le DT solide car l’ablateur est initialement transparent. La transition
solide-plasma de l’ablateur va alors se faire en volume qui va voir son indice optique
évoluer dans le temps. Durant l’irradiation laser, ce dernier va progressivement passer
de transparent à opaque et le dépôt d’énergie laser se fera dorénavant uniquement
en surface. La propagation laser doit donc être modélisée afin d’évaluer le dépôt
d’énergie et l’énergie laser transmise dans le DT solide tout en considérant un indice
variable dans le temps et l’espace.

Afin de décrire la propagation du laser dans l’ablateur lors de la transition solide-
plasma, nous allons tout d’abord présenter dans la Section 2.4.1 les équations de
propagation dans un milieu d’indice optique variable dans le temps et l’espace. La
Section 2.4.2 présentera ensuite une méthode de résolution de ces équations de pro-
pagation. La Section 2.4.3 sera dédiée au calcul des solutions des équations de pro-
pagation permettant d’établir les expressions des champs électrique et magnétique.
Nous présenterons ensuite dans la Section 2.4.4 les relations de passage permettant
de calculer les champs réfléchis et transmis à chaque interface de l’ablateur. Puis,
nous présenterons dans la Section 2.4.5 la méthode des matrices de transfert permet-
tant de caractériser la propagation du laser dans l’ablateur tout entier. Enfin, nous
déduirons de la matrice de transfert les coefficients de réflexion et de transmission.
Ceci sera présenté dans la Section 2.4.6.

2.4.1 Equations de propagation

De manière générale, le champ laser étant un champ électromagnétique, sa pro-
pagation dans un milieu possédant une densité de charges ρ et une densité de courant
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#»
j est décrite à l’aide des équations de Maxwell qui s’écrivent de la manière suivante
[195] :

Maxwell-Gauss :
#»∇ · #»

D = 4πρ
∂

#»

D

∂t
(2.89)

Maxwell-Thomson :
#»∇ · #»

B = 0
∂

#»

H

∂t
(2.90)

Maxwell-Faraday :
#»∇× #»

E = −1

c

∂
#»

B

∂t
(2.91)

Maxwell-Ampère :
#»∇× #»

H =
1

c

∂
#»

D

∂t
+

4π

c

#»
j (2.92)

avec
#»

E le champ électrique,
#»

H le champ magnétique,
#»

D l’induction électrique,
#»

B

l’induction magnétique et c la célérité de la lumière. La densité de courants et les
inductions sont reliées aux champs par les équations matérielles (également appelées
relations constitutives). On suppose alors que le milieu est linéaire. Ceci signifie en
particulier qu’on néglige les effets pondéromoteurs qui induisent des termes non-
linéaires dans l’expression de la densité de courants [71]. Ceci signifie également que
les termes associés à une polarisation non-linéaire du champ, comme l’effet Kerr
par exemple, sont négligés [196, 197, 198]. Par conséquent, les équations matérielles
s’écrivent de la manière suivante :

#»
j = σ

#»

E ;
#»

D = εr
#»

E ;
#»

B = µr
#»

H (2.93)

où σ, εr et µr représentent respectivement la conductivité, la permittivité élec-
trique relative et la perméabilité magnétique relative de l’ablateur. On suppose tout
d’abord un milieu non-magnétique ce qui signifie µr est constant. On suppose ensuite
que l’ablateur est isotrope ce qui signifie que σ et εr sont des scalaires et on suppose
également qu’il est non-dispersif ce qui signifie que les phénomènes de dispersion
sont négligés [199]. Enfin, on suppose que l’ablateur est électriquement neutre soit
ρ = 0. Au final, les équations de Maxwell s’écrivent :

Maxwell-Gauss :
#»∇ · #»

E = 0
∂

#»

D

∂t
(2.94)

Maxwell-Thomson :
#»∇ · #»

H = 0
∂

#»

H

∂t
(2.95)

Maxwell-Faraday :
#»∇× #»

E = −µr
c

∂
#»

H

∂t
(2.96)

Maxwell-Ampère :
#»∇× #»

H =
1

c

(
εr
∂

#»

E

∂t
+
∂εr
∂t

#»

E

)
+

4π

c
σ

#»

E (2.97)
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Ceci nous permet d’obtenir les équations de propagation suivantes pour le champ
électrique et le champ magnétique :

∆
#»

E − µrεr
c2

∂2
#»

E

∂t2
=
µr
c2

[(
2
∂εr
∂t

+ 4πσ

)
∂

#»

E

∂t
+

(
∂2εr
∂t2

+ 4π
∂σ

∂t

)
#»

E

]
(2.98)

∆
#»

H − µrεr
c2

∂2
#»

H

∂t2
=
µr
c2

(
∂εr
∂t

+ 4πσ

)
∂

#»

H

∂t
+

1

c

[
#»∇εr ×

∂
#»

E

∂t
+

#»∇
(
∂εr
∂t

+ 4πσ

)
× #»

E

]
(2.99)

Ces deux équations constituent les équations de propagation des champs électrique et
magnétique du laser dans un milieu possédant une permittivité et une conductivité,
et donc un indice optique, variables dans le temps et l’espace. Ces deux équations
ne pouvant pas être résolues analytiquement en l’état et nous allons faire plusieurs
approximations par rapport aux variations spatiales et temporelles de la permitti-
vité, de la conductivité et des champs pour résoudre analytiquement les équations
de propagations qui seront obtenues. Ceci nous permettra d’obtenir une expression
analytique pour les champs

#»

E et
#»

H.

2.4.2 Méthode de résolution

Nous nous limiterons tout d’abord à une étude de la propagation laser en une
dimension. Sans nuire à la généralité, on suppose que la propagation laser se fait
suivant l’axe #»z et que le laser est polarisé linéairement avec le champ électrique
orienté suivant l’axe #»x et le champ magnétique orienté suivant l’axe #»y . Comme
le laser arrive en incidence normale, prendre les champs électrique et magnétique
orientés de manière quelconque dans le plan ( #»x , #»y ) ne modifierait pas les résultats
ni les conclusions. Au final, les équations de propagations des champs dans l’ablateur
données par les équations (2.98) et (2.99) se réécrivent de la manière suivante :

∂2E

∂z2
− µrεr

c2
∂2E

∂t2
=
µr
c2

[(
2
∂εr
∂t

+ 4πσ

)
∂E

∂t
+

(
∂2εr
∂t2

+ 4π
∂σ

∂t

)
E

]
(2.100)

∂2H

∂z2
− µrεr

c2
∂2H

∂t2
=
µr
c2

(
∂εr
∂t

+ 4πσ

)
∂H

∂t
+

1

c

[
∂εr
∂z

∂E

∂t
+

∂

∂z

(
∂εr
∂t

+ 4πσ

)
E

]
(2.101)

où l’indice x pour le champ électrique et l’indice y pour le champ magnétique ont
été omis pour ne pas surcharger les notations.

On suppose ensuite que l’ablateur possède une épaisseur h. Comme on le verra
dans le Chapitre 4, l’ablateur peut être considéré comme un milieu homogène si on
considère un ablateur standard ou inhomogène si on considère une mousse. Pour
prendre en compte de manière générale les variations spatiales de l’indice optique de
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l’ablateur (qui peuvent être dues à la transition solide-plasma de l’ablateur homogène
ou des parois de la mousse et/ou aux changements d’indice entre les parois et les
pores de la mousse), ce dernier est discrétisé enN mailles de taille hm, de permittivité
εr,m, de perméabilité µr,m et de conductivité σm, m ∈ {1..N}. Les tailles hm sont
supposées quelconques et satisfont :

h =
N∑
m=1

hm (2.102)

Les mailles sont néanmoins supposées suffisamment fines pour que la permittivité
εr,m et la conductivité σm puissent être considérées comme constantes dans chaque
maille. Sous ces hypothèses, les équations de propagation du champ électrique Em et
du champ magnétique Hm dans chaque maille m sont déduites des équations (2.100)
et (2.101) et s’écrivent de la manière suivante :

∂2Em
∂z2

− µr,mεr,m
c2

∂2Em
∂t2

=
µr,m
c2

[(
2
∂εr,m
∂t

+ 4πσm

)
∂Em
∂t

+

(
∂2εr,m
∂t2

+ 4π
∂σm
∂t

)
Em

]
(2.103)

∂2Hm

∂z2
− µr,mεr,m

c2
∂2Hm

∂t2
=
µr,m
c2

(
∂εr,m
∂t

+ 4πσm

)
∂Hm

∂t
(2.104)

On suppose de plus que les champs électrique et magnétique peuvent être décrits
comme une onde oscillante dont l’amplitude est donnée par une enveloppe. Ainsi,
dans lam-ième maille, avec cette fois-cim ∈ {0..N+1} en incluant le vide entourant
le milieu considéré, les champs électrique et magnétique s’écrivent :

Em = Em (z, t) e−iωLt ; H = Hm (z, t) e−iωLt (2.105)

avec ωL la fréquence du laser et Em (z, t) et Hm (z, t) respectivement l’enveloppe du
champ électrique et du champ magnétique qui dépendent de l’espace et du temps.
En injectant ces équations dans les équations de propagation (2.100) et (2.101), on
obtient :

∂2Em
∂z2

+
ω2
L

c2
µr,m

[
εr,m +

i

ωL

(
2
∂εr,m
∂t

+ 4πσm

)
− 1

ω2
L

(
∂2εr,m
∂t2

+ 4π
∂σm
∂t

)]
Em = 0

(2.106)

∂2Hm

∂z2
+
ω2
L

c2
µr,m

[
εr,m +

i

ωL

(
∂εr,m
∂t

+ 4πσm

)]
Hm = 0

(2.107)

où on a utilisé l’approximation d’enveloppe lentement variable ∂tEm � ωLEm, ∂2ttEm �
ω2
LEm, ∂tHm � ωLHm et ∂2ttHm � ω2

LHm
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Enfin, on suppose qu’on peut utiliser les approximations suivantes ∂tσm � ωLσm,
∂tεr,m � ωLεr,m et ∂2ttεr,m � ω2

Lεr,m qui signifient qu’on néglige les variations tem-
porelles de permittivité et de conductivité induites par le laser devant les oscillations
du laser. Cette hypothèse est légitime car on considère un picket d’une durée de 100
ps et d’une période de 1 fs. Ceci nous permet alors de simplifier les équations (2.106)
et (2.107) qui s’écrivent au final sous la forme suivante :

∂2Em
∂z2

+ k2Lη
2
mEm = 0 (2.108)

∂2Hm

∂z2
+ k2Lη

2
mHm = 0 (2.109)

où on a défini kL = ωL/c représentant le vecteur d’onde du laser et :

ηm =
√
µr,mε̂r,m ; ε̂r,m = εr,m +

4iπ

ωL
σm (2.110)

ηm représentant l’indice optique et ε̂r,m permittivité électrique effective. La résolu-
tion de ces équations couplées aux équations (2.96), (2.97) et (2.105) permet alors
d’obtenir les expressions du champ électrique et du champ magnétique.

2.4.3 Expression des champs électrique et magnétique

Comme le vecteur d’onde kL et l’indice optique nm apparaissant dans les équa-
tions (2.108) et (2.109) sont constants, ces équations peuvent être résolues analy-
tiquement. Les solutions nous permettent alors d’obtenir les expressions suivantes
pour les enveloppes :

Em = a+me
ikLηmz + a−me

−ikLηmz (2.111)

Hm = b+me
ikLηmz + b−me

−ikLηmz (2.112)

où les a+/−m et b+/−m représentent les constantes d’intrégration. On notera que cette
forme simple est due au fait qu’on a supposé les indices optiques ηm constants dans
l’espace. On aurait pu supposer que les η2m aient une forme linéaire ou quadratique
auxquels cas les enveloppes auraient été données respectivement par les fonctions
d’Airy et par les fonctions paraboliques cylindriques [200]. Ces formes ont en effet
l’avantage d’assurer la continuité de l’indice optique. Cependant, ces formes n’assu-
reraient pas pour autant des résultats plus précis mais complexifieraient énormément
les calculs. Les expressions des enveloppes nous permettent alors d’obtenir les ex-
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pressions suivantes pour le champ électrique et le champ magnétique :

Em =
(
a+me

ikLηmz + a−me
−ikLηmz

)
e−iωLt (2.113)

Hm =
(
b+me

ikLηmz + b−me
−ikLηmz

)
e−iωLt (2.114)

Les champs Em et Hm n’étant pas indépendants mais liés par l’équation de Maxwell-
Faraday (2.96) et l’équation de Maxwell-Ampère (2.97), il est alors possible de trou-
ver une relation entre les a+/−m et les b+/−m . Dans la pratique, une seule des deux
équations (2.96) et (2.97) est nécessaire. Les champs

#»

E et
#»

H étant exprimés à l’aide
de deux fonctions indépendantes, on pourra exprimer les a+/−m en fonction des b+/−m

ou inversement par simple identification. En utilisant l’équation de Maxwell-Faraday
(2.96) qui s’écrit en une dimension sous la forme :

∂Em
∂z

= −µr,m
c

∂Hm

∂t
(2.115)

on obtient :

ikLηm
(
a+me

ikLηmz − a−me−ikLηmz
)

= iωL
µr,m
c

(
b+me

ikLηmz + b−me
−ikLηmz

)
(2.116)

Les termes eikLηmz et e−ikLηmz étant alors deux fonctions indépendantes, on en déduit
par identification :

a+m = Zmb
+
m ; a−m = −Zmb−m (2.117)

où on a utilisé ηm =
√
µr,mε̂r,m et défini :

Zm =
µr,m
ηm

=

√
µr,m
ε̂r

(2.118)

représentant l’impédance du milieu m. Au final, on obtient :

Em =
(
a+me

ikLηmz + a−me
−ikLηmz

)
e−iωLt (2.119)

Hm =
1

Zm

(
a+me

ikLηmz − a−me−ikLηmz
)
e−iωLt (2.120)

On pourra noter que les termes en kLηmz− ωt représentent les champs propagatifs,
c’est à dire se propageant de la gauche vers la droite, tandis que les termes en
−kLηmz − ωt représentent les champs contre-propagatifs, c’est à dire se propageant
de la droite vers la gauche. Au final, les équations (2.119) et (2.120) représentent
les expressions du champ électrique et du champ magnétique se propageant dans le
milieu m d’indice optique ηm et d’impédance Zm.
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2.4.4 Relations de passages aux interfaces

Les expressions pour le champ électrique et le champ magnétique qu’on vient
d’établir dans la section précédente sont uniquement valables dans un milieu continu.
Or, le milieu ayant été discrétisé en N mailles, N − 1 interfaces ont été créées et
viennent se rajouter aux deux interfaces vide-ablateur en face avant et ablateur-
vide en face arrière de l’ablateur. Ces N + 1 interfaces étant caractérisées par une
discontinuité de l’indice optique, des relations permettant d’assurer la continuité du
champ électrique et du champ magnétique à ces interfaces doivent être établies. Ces
relations sont appelées relations de passages. On considère l’interface telle qu’illustrée
sur la Figure 2.16 entre le milieu m caractérisé par les champs

#»

Em et
#»

Hm et les
inductions

#»

Dm et
#»

Bm, et le milieu m+ 1 caractérisé par les champs
#»

Em+1 et
#»

Hm+1

et les inductions
#»

Dm+1 et
#»

Bm+1. Cette interface est représentée par une surface S.
Soit #»nm→m+1 le vecteur unitaire normal à S. Soient ρs et

#»
j s les densités de charges

et de courants surfaciques existant sur la surface S.

S(
ρs,

#»
j s

)

Milieu m Milieu m+ 1(
#»

Dm,
#»

Bm,
#»

Em,
#»

Hm

) (
#»

Dm+1,
#»

Bm+1,
#»

Em+1,
#»

Hm+1

)
#»nm→m+1

Figure 2.16 – Schéma d’une discontinuité entre les milieux m et m+ 1 séparés par
une interface S caractérisée par une densité surfacique de charges ρs et de courants
#»
j s.

De manière générale, les relations de passages pour les inductions et les champs
sont données par [195] :

#»nm→m+1 ·
(

#»

Bm+1 −
#»

Bm

)
= 0 (2.121)

#»nm→m+1 ·
(

#»

Dm+1 −
#»

Dm

)
= 4πρs (2.122)

#»nm→m+1 ×
(

#»

Em+1 −
#»

Em

)
= 0 (2.123)

#»nm→m+1 ×
(

#»

Hm+1 −
#»

Hm

)
=

4π

c

#»
j s (2.124)
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Dans notre cas, comme le champ électrique et le champ magnétique sont paral-
lèles à l’interface entre le milieu m et le milieu m + 1, on en déduit en supposant
ρs = 0 et #»

j s =
#»
0 :

Em (z = hm) = Em+1 (z = hm) (2.125)

Hm (z = hm) = Hm+1 (z = hm) (2.126)

Ces deux relations constituent alors les relations de passage à l’interface entre le
milieu m et le milieu m + 1 et assurent la continuité du champ électrique et du
champ magnétique à cette interface.

2.4.5 Matrices de transfert

Les relations de passages que l’on vient d’établir dans la section précédente nous
permettent d’exprimer le champ électrique et le champ magnétique dans le milieu
m + 1 en fonction du champ électrique et du champ magnétique dans le milieu m.
Par récurrence, il est alors possible d’exprimer les champs dans le milieu N + 1 en
fonction des champs dans le milieu 0, c’est-à-dire les champs transmis en fonction
des champs incidents et réfléchis. Le champ électrique et le champ magnétique étant
donnés par les équations (2.119) et (2.120) et en explicitant les relations de passage
données par les équations (2.125) et (2.126), on obtient :

a+me
ikLηmhm + a−me

−ikLηmhm = a+m+1e
ikLηm+1hm + a−m+1e

−ikLηm+1hm (2.127)

a+m
eikLηmhm

Zm
− a−m

e−ikLηmhm

Zm
= a+m+1

eikLηm+1hm

Zm+1

− a−m+1

e−ikLηm+1hm

Zm+1

(2.128)

ce qui nous permet d’exprimer les a+/−m+1 en fonction des a+/−m de la manière suivante :(
a+m+1

a−m+1

)
= Mm

(
a+m
a−m

)
(2.129)

où Mm constitue la matrice de transfert à l’interface en z = hm entre les milieux m
et m+ 1. Elle est définie par :

Mm =
1

2Zm

(
(Zm + Zm+1)e

ik(ηm−ηm+1)hm (Zm − Zm+1)e
−ik(ηm+n+1)hm

(Zm − Zm+1)e
ik(ηm+ηm+1)hm (Zm + Zm+1)e

−ik(ηm−ηm+1)hm

)
(2.130)

Par récurrence, on peut alors exprimer les a+/−N+1 en fonction des a+/−0 à partir de la
matrice de transfert totale de l’ablateur Mtr. On obtient ainsi :(

a+N+1

a−N+1

)
= Mtr

(
a+0
a−0

)
(2.131)
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où Mtr est définie par :

Mtr =
N∏
m=0

1

2Zm

(
(Zm + Zm+1)e

ik(ηm−ηm+1)hm (Zm − Zm+1)e
−ik(ηm+ηm+1)hm

(Zm − Zm+1)e
ik(ηm+ηm+1)hm (Zm + Zm+1)e

−ik(ηm−ηm+1)hm

)
(2.132)

où on a défini le produit de matrices de la manière suivante :

N∏
m=0

Mm = MN ×MN−1 × · · · ×M1 ×M0 (2.133)

Devant la complexité de la matrice de transfert définie par l’équation (2.132), il n’est
pas possible de l’exprimer sous une forme simple. Aussi, nous poserons :

Mtr =

(
M11 M12

M21 M22

)
(2.134)

oùM11,M12,M21 etM22 représentent les quatre coefficients de la matrice de transfert
totale de l’ablateur.

2.4.6 Coefficient de réflexion et transmission

Connaissant la matrice de transfert totale de l’ablateur, il est maintenant possible
d’en déduire les coefficients de réflexion et de transmission. En effet, d’après les
équations (2.119) et (2.120), on a :

• a+0 : champ propagatif dans le milieu 0

• a−0 : champ contre-propagatif dans le milieu 0

• a+N+1 : champ propagatif dans le milieu N + 1

• a−N+1 : champ contre-propagatif dans le milieu N + 1

Or, le champ propagatif dans le milieu 0 correspond au champ incident, c’est à dire
au champ laser, le champ contre-propagatif dans le milieu 0 correspond au champ
réfléchi et le champ propagatif dans le milieu N + 1 correspond au champ transmis.
Enfin, comme il n’y a aucune source à droite de l’ablateur, il n’y a pas de champ
contre-propagatif dans le milieu N + 1. On en déduit ainsi :

a+0 = aI ; a−0 = aR ; a+N+1 = aT ; a−N+1 = 0 (2.135)

où aI , aR et aT sont respectivement les amplitudes du champ incident, réfléchi et
transmis. En injectant alors ces expressions dans l’équation (2.131) et en utilisant
l’équation (2.134), on peut alors calculer les amplitudes du champ réfléchi et du
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champ transmis en fonction de l’amplitude du champ incident ce qui nous donne :

aR = −M11

M22

aI (2.136)

aT =

(
M11 −

M21

M22

M12

)
aI (2.137)

On peut alors en déduire les coefficients de réflexion r et de transmission t qui sont
définis par :

r =
aR
aI

; t =
aT
aI

(2.138)

d’où on en déduit la réflectivité R, la transmissivité T et l’absorption A :

R = |r|2 ; T = |t|2 ; A = 1−R− T (2.139)

où on a supposé que les milieux 0 et N + 1 avaient le même indice optique.

Au final, la modélisation de la propagation laser qui vient d’être présentée en
une dimension permet de calculer l’expression du champ électrique et du champ
magnétique dans l’ablateur pendant la transition solide-plasma en considérant un
indice optique variable dans le temps et l’espace.

2.4.7 Cas particulier : le matériau homogène

Un cas particulier est celui où le laser se propage dans un milieu en étant suf-
fisamment peu intense pour ne pas le modifier et en particulier son indice optique.
Dans ce cas, tous les indices ηm pourm ∈ {1..N} sont égaux et les matricesMm pour
m ∈ {1..N−1} deviennent égales à la matrice identité. Au final, la matrice de trans-
fert totale définie par l’équation (2.132) se résume au produit des deux matrices de
transfertM0 etMN caractérisant les interfaces vide-ablateur et ablateur-vide respec-
tivement en face avant et face arrière. Il est alors possible de calculer analytiquement
les coefficients de la matrice de transfert totale et on trouve :

M11 =
(Z2 + Z3)(Z1 + Z2)e

ikLη2d + (Z2 − Z3)(Z1 − Z2)e
−ikLη2d

4Z1Z2

e−ikLn3d (2.140)

M12 =
(Z2 + Z3)(Z1 − Z2)e

ikLη2d + (Z2 − Z3)(Z1 + Z2)e
−ikLη2d

4Z1Z2

e−ikLn3d (2.141)

M12 =
(Z2 − Z3)(Z1 + Z2)e

ikLη2d + (Z2 + Z3)(Z1 − Z2)e
−ikLη2d

4Z1Z2

eikLn3d (2.142)

M22 =
(Z2 − Z3)(Z1 − Z2)e

ikLη2d + (Z2 + Z3)(Z1 + Z2)e
−ikLη2d

4Z1Z2

eikLn3d (2.143)
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d’où, grâce aux équations (2.136)-(2.138), on en déduit les coefficients de réflexion
et de transmission suivant :

r =
(Z3 − Z2)(Z2 + Z1)e

ikη2h + (Z3 + Z2)(Z2 − Z1)e
−ikη2h

(Z3 − Z2)(Z2 − Z1)eikη2h + (Z3 + Z2)(Z2 + Z1)e−ikLη2h
(2.144)

t =
4Z2Z3

(Z3 − Z2)(Z2 − Z1)eikLη2h + (Z3 + Z2)(Z2 + Z1)e−ikLη2h
(2.145)

ce qui est cohérent avec les travaux de Born & Wolf [195].

La Figure 2.17 montre l’évolution en fonction du chemin optique de la réflectivité
R et de la transmissivité T définies par l’équation (2.139) en utilisant les équations
(2.144) et (2.145) dans le cas η0 = ηN+1 = 1.0 et ηm = ηPS = 1.58, m ∈ {1..N}.
Ceci reproduit un ablateur en polystyrène entouré de vide. On observe alors que
la réflectivité et la transmissivité ne dépendent pas de la taille absolue de l’abla-
teur mais uniquement de la proportionnalité entre le chemin optique et la longueur
d’onde. Ceci vient des interférences entre le champ propagatif et le champ contre-
propagatif dans l’ablateur. En effet, la transmissivité et la réflectivité sont obtenus à
partir du champ réfléchi et du champ transmis qui eux-mêmes dépendent du champ
dans l’ablateur dont l’amplitude, d’après l’équation (2.119), s’écrit de la manière
suivante :

|EPS|2 =
(
a+PS
)2

+
(
a−PS
)2

+ 2a+PSa
−
PS cos (2kLη2z) (2.146)

avec EPS le champ électrique dans le polystyrène et a+PS et a−PS l’amplitude de

Figure 2.17 – Réflectivité R et transmissivité T en fonction du chemin pour un
ablateur en polystyrène (non perturbé) entouré de vide.
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ses parties propagative et contre-propagative. On observe ainsi que l’intensité du
champ électrique dans l’ablateur est constitué d’une porteuse correspondant aux
deux premiers termes de l’équation (2.146) et d’une partie oscillante correspondant
au dernier terme de l’équation (2.146). Ceci conduit donc à une dépendance en z de
|E2|2 qui contrairement au champ incident, réfléchi et transmis sont chacun constants
dans l’espace. Soit p ∈ Z. Si 2kkLη2z = 2pπ, l’intensité du champ électrique sera
maximale et on aura |E2|2 =

(
a+2 + a−2

)2. A l’inverse si 2kLη2z = (2p + 1)π/2,
l’intensité du champ électrique sera minimale et on aura |E2|2 =

(
a+2 − a−2

)2. En
particulier, en z = h, si 2kη2h = 2pπ, |E2|2 (z = h) sera maximum donnant lieu à
un champ transmis maximum et donc un champ réfléchi minimum. Si 2kkLη2h =

(2p+1)π/2, |E2|2 (z = h) sera minimum donnant lieu à un champ transmis minimum
et donc un champ réfléchi maximum. Au final, on en déduit :

• réflectivité maximale/transmissivité minimale si η2h = 2pλL/4, p ∈ N

• réflectivité minimale/transmissivité maximale si η2h = (2p+ 1)λL/4, p ∈ N

2.5 Synthèse

Nous avons vu dans ce chapitre les processus importants à prendre en compte
pour décrire la transition solide-plasma induite par laser d’un ablateur en polysty-
rène ainsi que les théories permettant de décrire ces processus. Ces théories ont tout
d’abord été identifiées dans la Section 2.1 en décrivant qualitativement la transition
solide-plasma. Il a été déduit de cette étude que trois processus devaient être étudiés.
Le premier est la dynamique électronique modélisant la génération d’électrons libres
et la modification de la composition chimique de l’ablateur. La photoionisation in-
duite par laser, l’ionisation par impact et la recombinaison électronique responsables
de la génération d’électrons libres et la dissociation des molécules responsable de la
modification de la composition chimique de l’ablateur ont ainsi été présentés dans
la Section 2.2. La photoionisation induite par laser, l’ionisation par impact et la
recombinaison électronique dépendant de la composition chimique de l’ablateur, la
modélisation de ces trois mécanismes a ainsi été présentée pour les différentes com-
positions chimiques pouvant être rencontrées. Le deuxième processus est le chauffage
de l’ablateur. Nous avons vu que lors de la transition-plasma, l’ablateur est un sys-
tème hors-équilibre avec les électrons chauffés par le laser dans un premier temps et
transférant leur énergie au système réseau-ion par collision chauffant ainsi ce der-
nier dans un second temps. Ainsi, la Section 2.3 a été dédiée à la présentation des
équations de conservation de l’énergie pour les électrons et le système réseau-ion
permettant de modéliser le chauffage de l’ablateur induit par le laser. Ce chauffage
correspondant à l’absorption laser pour les électrons et au transfert d’énergie pour
le système réseau-ion, la modélisation de ces deux processus a été présentée. Comme
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ces deux processus sont des conséquences des collisions des électrons, ces dernières
ont été décrites dans le détail. Les équations d’état ont également été présentées
permettant d’obtenir en particulier les expressions de la capacité thermique et du
potentiel chimique ce qui nous permettra d’en déduire le modèle à deux tempéra-
tures. Enfin, le troisième processus qui est la propagation du laser dans l’ablateur
au cours de la transition solide-plasma, c’est à dire en considérant un indice optique
variable dans le temps et l’espace, a été présentée dans la Section 2.4. Nous avons
notamment établi les équations de propagation du champ laser ainsi que la méthode
permettant de les résoudre dans le but d’évaluer l’évolution spatiale et temporelle
du chauffage et de l’ionisation induits par le laser à l’intérieur de l’ablateur ainsi que
l’évolution temporelle des coefficients de réflexion, de transmission et d’absorption
au cours de la transition solide-plasma.
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Objectif et organisation du chapitre

Dans ce chapitre, nous allons présenter deux modèles pour décrire la transition
solide-plasma induite par un picket d’un ablateur initialement en polystyrène. Ces
deux modèles seront dénommés par la suite M19 et M21 car ils ont été publiés res-
pectivement en 2019 [116] et en 2021 [201]. La Section 3.1 est dédiée à la présentation
du premier modèle, M19, aux résultats obtenus avec et à ses limites. C’est le premier
modèle qui a été développé et constitue ainsi les fondations de la modélisation de la
transition solide-plasma d’un ablateur en polystyrène induite par laser. Je n’ai pas
développé ce modèle pendant ma thèse, il a été développé par Duchateau et al [116]
mais je me le suis approprié en ajoutant notamment quelques légères modifications.
La Section 3.2 présente le second modèle, M21, et les résultats obtenus avec. Ce
deuxième modèle, que j’ai développé pendant ma thèse, est basé sur le premier et en
constitue donc une version améliorée. D’une part, les processus physiques considérés
dans le premier modèle voient leur description améliorée. D’autre part, de nombreux
processus chimiques et physiques supplémentaires sont inclus, notamment la frag-
mentation du polystyrène. Ce deuxième modèle permettra ainsi de tester la validité
du premier. Enfin, nous terminerons ce chapitre en résumant les différents résultats
qui auront été présentés dans la Section 2.5.
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3.1 Modèle M19

Cette section est dédiée au modèle M19. Le modèle en tant que tel est présenté
dans le Section 3.1.1. Les résultats des simulations numériques issues de son implé-
mentation seront ensuite présentés dans la Section 3.1.2. Enfin, nous présenterons
les limites de ce modèle dans la Section 3.1.3.

3.1.1 Description du modèle

Comme exposé en introduction de chapitre, la modélisation de la transition
solide-plasma consiste à décrire la génération d’électrons libres et le chauffage des
électrons et du réseau. Nous allons ainsi présenter la dynamique électronique per-
mettant l’évaluation de la génération d’électrons libres dans la Section 3.1.1.1 et
le modèle à deux températures utilisé pour décrire le chauffage des électrons et du
réseau dans la Section 3.1.1.2

3.1.1.1 Dynamique électronique

L’évolution de la densité électronique est donnée par la dynamique électronique
où sont considérés les phénomènes suivants :

• la photoionisation induite par laser

• l’ionisation par impact

• la recombinaison électronique

présentés dans la Section 2.2.1 et illustrés sur la Figure 3.1.

On a vu dans le Section 2.2.1 que si l’ionisation par impact était prise en compte,
plusieurs niveaux électroniques dans la bande de conduction devaient être considérés,
le nombre de niveaux étant globalement défini par le rapport entre l’énergie du
bandgap du matériau et l’énergie d’un photon laser. D’après les équations (2.9) et
(2.10), en supposant mred = mV B = me, un laser à 351 nm, et une énergie Eg = 4.05

eV pour l’énergie de la bande interdite du polystyrène [124], il apparaît que trois
niveaux doivent être considérés pour le polystyrène. Ainsi, la densité d’électrons
libres ne est donnée par :

ne = n0 + n1 + n2 (3.1)

où n0, n1 et n2 correspondent aux densités d’électrons des trois niveaux considérés
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n0

n1

n2

Bande de valence

Bande de conduction

PI

A1P

A1P

IIE RE

Figure 3.1 – Schéma des mécanismes considérés dans la dynamique électronique du
modèle M19. PI, A1P, IIE, et RE correspondent respectivement à la photoionisation,
l’absorption à un photon, l’ionisation par impact électronique et la recombinaison
électronique. Les niveaux n0, n1 et n2 représentent les trois niveaux considérés. Les
électrons de la bande de conduction sont en bleu et ceux de la bande de valence en
rouge.

dans la bande de conduction et dont les évolutions sont données par :

∂n0

∂t
= αWPI −W1ptn0 + 2ανIIn2 − νr (n0 − ncb0) (3.2)

∂n1

∂t
= W1ptn0 −W1ptn1 − νrn1 (3.3)

∂n2

∂t
= W1ptn1 − ανIIn2 − νrn2 (3.4)

Le taux de photoionisationWPI est donné par l’équation (2.4) permettant de prendre
en compte la photoionisation en régime multiphotonique et l’ionisation en régime
tunnel. On notera que comme l’intensité des lasers considérés ne dépasse pas 1014

W.cm−2, il apparaît d’après la Figure 2.2 que la photoionisation se fera principa-
lement par absorption multiphotonique. Le taux de photoionisation peut alors être
approché par :

WPI ≈ σ2I
2
L (3.5)

car 2 photons doivent être absorbés par un électron de bande de valence pour passer
dans le bande de conduction. On obtient numériquement σ2 ≈ 2.25×109 cm.s−1.W−2

avec Eg = 4.05 eV pour l’énergie de la bande interdite du polystyrène, m∗ = me/2

pour la masse effective de l’électron et λL = 351 nm. Ce paramètre peut être vu
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comme une section efficace associée à l’absorption de deux photons. Le coefficient
α = 1− (n0 + n1 + n2)/nvb0 permet de rendre compte de la diminution du nombre
d’électrons dans la bande de valence au cours de l’ionisation de l’ablateur. La densité
nvb0 correspond à la densité d’électrons initialement présents dans la bande de va-
lence et susceptibles d’être promus dans la bande de conduction. En considérant que
chaque atome du polystyrène peut être ionisé une seule fois, cette densité est donc
équivalente à la densité d’atomes du polystyrène. On estime alors nvb0 = 3 × 1022

cm−3. La densité ncb0 représente la densité d’électrons libres initiales. D’après la
littérature, on définit ncb0 = 1010 cm−3 [202]. W1pt correspond au taux d’absorption
à un photon. Comme la valeur pour le polystyrène est inconnue, on va la déduire à
partir de celle de la silice qui est un matériau diélectrique tout comme le polystyrène
mais qui est très étudié. Pour la silice, le taux d’absorption à un photon est donné
par W1pt [s−1] = 3.5× 10−7E2

L pour un laser à 500 nm [125]. Le taux d’absorption
à un photon admettant une dépendance en λ4L par rapport à la longueur d’onde λL
du laser [125], on supposera qu’on peut définir W1pt = 10−7E2

L pour le polystyrène
et pour un laser à 351 nm. νII correspond à la fréquence d’ionisation par impact et
se situe entre 1014 s−1 et 1016 s−1 pour les matériaux diélectriques [203, 204, 205].
Afin d’obtenir son ordre de grandeur, on peut la comparer à la fréquence de collision
utilisée dans le modèle de Drude qui est utilisé pour évaluer le chauffage de l’abla-
teur, voir Section 2.3.1. D’après la Section 2.3.2.1, cette fréquence de collision est
associée à la diffusion des électrons par collision avec les phonons et n’induit donc
pas de modification significative de la structure électronique du matériau. D’après
la Figure 2.13, la fréquence de collision est de l’ordre de 1015 s−1. Comme la fré-
quence d’ionisation par impact est associée à une modification plus importante de la
structure électronique, sa section efficace doit être significativement plus faible et on
définit νII = 1014 s−1. Enfin, νr représente la fréquence de recombinaison. On définit
νr = 1012 s−1 conformémement aux valeurs standards [205, 206, 207]. On notera que
les approximations et hypothèses faites ici afin d’estimer l’ordre de grandeur des
paramètres sont justifiées par le fait qu’elles sont cohérentes avec celles qui existent
dans la littérature et qui ont fourni des résultats précis [208, 209].

3.1.1.2 Chauffage de l’ablateur

Pour évaluer les variations de températures lors de la transition solide-plasma,
nous partons des équations de conservation de l’énergie. Comme précisé précédem-
ment, les processus hydrodynamiques sont négligés. Ceci implique alors que la tran-
sition solide-plasma se fait à volume constant et on a d’après la Section 2.3.4.1 :

∂U

∂t
= Cv

∂T

∂t
+ µ̃

∂N

∂t
(3.6)
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En divisant cette équation par le volume et en injectant l’équation obtenue dans les
équations (2.35) et (2.36), on obtient le modèle à deux températures qui s’écrit sous
la forme suivante :

Ce
∂Te
∂t

=

(
∂Ue
∂t

)
laser

− µ̃e
∂ne
∂t
−
(
∂Ue
∂t

)
collisions

(3.7)

Cil
∂Til
∂t

=

(
∂Ue
∂t

)
collisions

(3.8)

avec Te et Til respectivement les températures des électrons et du système réseau-ion
associées à leur capacité thermique (volumique) respectives Ce et Cil, ne la densité
électronique associée à son potentiel chimique effectif électronique µ̃e, (∂tUe)laser la
variation d’énergie interne des électrons due au chauffage laser et (∂tUe)collisions le
transfert d’énergie entre les électrons et le système réseau-ion dû aux collisions des
électrons. On notera que le terme µ̃∂tN n’apparaît pas pour le système réseau-ion car
la densité d’atomes reste constante pendant la transition solide-plasma. Les électrons
sont supposés absorber l’énergie du laser uniquement par absorption collisionnelle
et la variation d’énergie des électrons par chauffage laser (∂tUe)laser est alors donnée
par l’équation (2.37). Les électrons sont supposés être un gaz parfait tout comme le
réseau et les ions ce qui nous donne :

Ce =
3

2
kBne ; µ̃e =

3

2
kBTe ; Cil =

3

2
kBna (3.9)

avec na = 3 × 1022 cm−3 la densité d’ions dans le réseau. Enfin le terme d’échange
d’énergie par collisions (∂tUe)collisions apparaissant dans les équations (3.7) et (3.8)
est évalué de la manière suivante :(

∂Ue
∂t

)
collisions

= Ceνc
me

ma

(3.10)

avec Ce la capacité thermique des électrons définie par l’équation (3.9), νc la fré-
quence de collision etma la masse des constituants de l’ablateur. L’ablateur étant du
polystyrène qui est composé de carbone et d’hydrogène, et le carbone étant 12 fois
plus lourd que l’hydrogène donnant lieu à un transfert d’énergie 12 fois plus faible,
on suppose alors que le transfert d’énergie est majoritairement dû à l’hydrogène. On
définit alors ma = mH = 1836me. Cette définition pour le transfert d’énergie signi-
fie que le transfert d’énergie électron-phonon est négligé, transfert qui a lieu lorsque
l’ablateur est dans l’état solide. En effet, on suppose que le laser induit suffisamment
tôt des déformations dans le polystyrène brisant par conséquent la périodicité du
réseau et rendant le transfert d’énergie électron-ion majoritaire. Il apparaît ainsi que
la fréquence de collision des électrons νc est un paramètre important car elle dirige
le chauffage des électrons et du système réseau-ion. De façon similaire à la modélisa-
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tion de la fréquence de collision utilisée par Eidmann et al pour décrire la transition
solide-plasma de l’aluminium [210], on modélise νc de la manière suivante :

Til < 0.1 eV⇒ νc = νeph,0
Til
T0

(3.11)

Til > 0.1 eV⇒ νc =
(
ν−1mfp + ν−1ei

)−1 (3.12)

avec νeph,0 = νc(Ti = T0) la fréquence de collision électron-phonon à température
ambiante, νmfp = ven

1/3
a la fréquence de collision associé au libre parcours moyen

des électrons et νei = 3 × 10−6ZneT
−1.5
e lnΛ la fréquence de collision électron-ion

avec ne la densité des électrons en cm−3 et Te la température des électrons en eV.
On pose T0=300 K, νeph,0 = 1014 s−1 correspondant à l’ordre de grandeur standard
de la fréquence de collision électron-phonon à température ambiante [211, 212],
ve =

√
2kBTe/me pour la vitesse des électrons et Z lnΛ = 10 nous permettant de

capturer l’ordre de grandeur de cette quantité. Cette définition de la fréquence de
collision dépendant de la température du système réseau-ion nous permet d’adapter
la description des collisions à l’état de l’ablateur qui va passer de l’état solide à
l’état plasma. On estime la température caractéristique de transition à 0.1 eV ce qui
correspond à l’ordre de grandeur moyen pour les températures de fusion des solides.
Au final, si Til < 0.1 eV, on suppose que l’état de l’ablateur est proche d’un état
solide où les collisions électron-phonon sont majoritaires. Si Til > 0.1 eV, on suppose
que l’état de l’ablateur est proche d’un état plasma où les collisions électron-ion sont
majoritaires. Le libre parcours moyen nous permet alors de faire le lien entre ces deux
limites basse et haute température.

La Figure 3.2(a) montre l’évolution de la fréquence de collision en fonction de la
température dans le cas Te = Til. Bien que l’égalité Te = Til ne soit généralement pas
vérifiée lors de la transition solide-plasma, un tel cas permet de visualiser l’ensemble
des régimes sur un seul graphe. On observe ainsi d’après la Figure 3.2(a) que la
fréquence de collision reproduit bien les comportements caractéristiques de l’état
solide, νc ∝ Til, et de l’état plasma νc ∝ T

−3/2
e respectivement à basse et haute

température. On peut noter qu’il existe une discontinuité pour Til = 0.1 eV. Dans la
réalité, la fréquence de collision est continue en ce point et la transition se fait sur un
certain intervalle en température de l’ordre de quelques centaines de kelvins. Comme
cet intervalle est très petit vis-à-vis de l’ensemble des températures considérées et que
la modification de la fréquence de collision dans le seul but d’assurer sa continuité
en ce point n’aurait qu’une influence négligeable sur les résultats de ce modèle, nous
avons choisi de garder cette discontinuité en Til = 0.1 eV pour la description de la
fréquence de collision.

D’après la Figure 3.2(b) qui montre l’évolution de la fréquence de collision en
fonction de la température des électrons pour Til = 0.05 eV et Til = 0.5 eV, on
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Figure 3.2 – (a) Fréquence de collision définie par les équations (3.11)-(3.12) en
fonction de la température pour Te = Til. Le domaine α représente les températures
pour lesquelles les collisions électron-phonon sont dominantes. Le domaine β repré-
sente les températures pour lesquelles les collisions dominantes sont celles associées
au libre parcours moyen. Le domaine γ représente les températures pour lesquelles
les collisions électron-ion sont dominantes. (b) Fréquence de collision définie par les
équations (3.11)-(3.12) en fonction de la température des électrons Te pour Til = 0.05
eV et Til = 0.5 eV.

observe que lorsque Til = 0.05 eV, la fréquence de collision reste constante puisqu’elle
ne dépend pas de la température des électrons lorsque l’ablateur est dans l’état
solide. Lorsque Til = 0.5 eV, c’est à dire lorsque l’ablateur est proche d’un état
plasma, un comportement similaire à la Figure 3.2(a) est observé. La fréquence
de collision commence par croître à cause des collisions associée au libre parcours
moyen. Plus la température est élevée, plus la vitesse des électrons est élevée et plus
ils collisionnent. La fréquence de collision décroît ensuite suivant la loi νc ∝ T

−3/2
e

caractéristique des collisions électron-ion.

3.1.2 Résultats

Afin d’étudier la transition solide-plasma induite par un picket caractéristique
de FCI, les simulations sont faites en supposant une forme gaussienne pour le profil
temporel de l’intensité laser IL :

IL = Imax exp

[
−4 ln 2

(
t− tmax

τ

)2
]

(3.13)
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caractérisée par une durée τ associée à une largeur à mi-hauteur τFWHM = τ/2
√

ln 2

et une intensité maximale Imax atteinte en tmax. On définit τ = 100 ps, tmax = 200

ps et Imax = 1014 W.cm−2 ce qui correspond aux paramètres typiques des pickets
de FCI [2]. A l’aide de ce profil laser, les équations (3.2)-(3.4) et (3.7)-(3.8) sont
résolues numériquement pour évaluer respectivement la dynamique électronique et le
chauffage de l’ablateur pendant la transition solide-plasma. La résolution numérique
est faite en utilisant un schéma de Runge-Kutta d’ordre 4 avec un pas temporel de
10 fs assurant un schéma convergent.

Nous allons présenter dans la Section 3.1.2.1 l’évolution temporelle de l’intensité
du picket, de la densité électronique, de la température électronique, de la tempéra-
ture du réseau et de la fréquence de collision au cours de la transition solide-plasma
induite par le picket. La Section 3.1.2.2 est dédiée à l’étude de l’influence de l’ioni-
sation par impact. Enfin, nous calculerons le temps caractéristique de la transition
solide-plasma dans la Section 3.1.2.3 et étudierons son comportement vis-à-vis de
plusieurs paramètres dont l’intensité maximale du laser.

3.1.2.1 Caractérisation de la transition solide-plasma

La Figure 3.3 montre l’évolution temporelle de l’intensité du picket, de la densité
électronique, de la température électronique, de la température du réseau et de la
fréquence de collision au cours de la transition solide-plasma induite par le picket.
Les simulations commencent en t = −70 ps car le laser est suffisamment intense
pour faire augmenter significativement la densité d’électrons libres et finissent en
t = 100 ps lorsque la densité électronique sature.

Concernant la densité électronique, voir Figure 3.3(b), on observe qu’elle suit
globalement l’évolution de l’intensité laser, voir Figure 3.3(a). Ceci signifie que la
génération d’électrons est principalement due à la photoionisation induite par le
picket qui se fait majoritairement par absorption multiphotonique. Entre t = 0 ps
et t = 100 ps, l’intensité laser gagne environ 3.5 ordres de grandeur tandis que
la densité électronique gagne environ 7 ordres de grandeur signifiant que ne ∝ I2L.
Les comportements de l’intensité et de la densité ne différent que lorsque t > 90 ps
lorsque la densité électronique commence à saturer. Tous les électrons susceptibles de
passer de la bande de valence à la bande de conduction ont été promus et la densité
ne peut plus augmenter. Comme l’intensité continue d’augmenter, les électrons qui
retourneraient dans la bande de valence par recombinaison sont immédiatement
promus de nouveau dans la bande de conduction. La densité électronique sature
ainsi et on a ne = na.

En regardant l’évolution de la température électronique, voir Figure 3.3(c), on
remarque d’abord une décroissance pour t < −30 ps. D’une part, la conservation de
l’énergie implique une baisse de la température à cause de la croissance de la densité
d’électrons. D’autre part, le chauffage laser n’est pas suffisamment efficace pour
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Figure 3.3 – Evolution temporelle de (a) l’intensité laser, (b) la densité électronique
ne, (c) de la température électronique Te et de la température du réseau Til et (d) de
la fréquence de collision des électrons au cours de la transition solide plasma induite
par un picket. La densité critique ncr est indiquée à titre de comparaison.

compenser cette baisse de la température car le laser n’est pas suffisamment intense.
Pour t > −30 ps, la température des électrons augmente de manière exponentielle
grâce au chauffage laser et atteint ainsi un température supérieure à la centaine
d’eV. Concernant la température du système réseau-ion, on remarque qu’elle reste
constante tant que t < 65 ps. Elle croît ensuite très rapidement passant de 25 meV
plus de 100 eV en 40 ps par transfert thermique. Il apparaît ainsi qu’environ 100
ps sont nécessaires pour que la densité électronique et la température électronique
atteignent des valeurs suffisamment importantes pour induire un transfert d’énergie
susceptible d’entraîner une modification significative de la température du réseau.

Concernant la fréquence de collision, voir Figure 3.3(d), elle suit les compor-
tements de la température du système réseau-ion tant que t < 65 ps car elle est
proportionnelle à cette dernière, voir equation (3.11). Pour t ≈ 65 ps, on peut re-
marquer un changement soudain dans le comportement de la fréquence de collision.
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Il correspond à la signature du changement d’état de l’ablateur associé à une mo-
dification de la fréquence de collision. En effet, pour t ≈ 65 ps, on a Til ≈ 0.1 eV
ce qui correspond à la température de transition définie dans les équations (3.11) et
(3.12). Pour t > 75 ps et t < 90 ps, la fréquence de collision croît et les collisions
des électrons sont associées au libre parcours moyen. Ce domaine correspond à un
ablateur dans un état dense et chaud, c’est à dire relevant de la warm dense mat-
ter. Enfin, pour t > 90 ps, l’ablateur peut être considéré comme un plasma car la
fréquence de collision vérifie νc ∝ T

−3/2
e caractéristique des collisions électron-ion.

Cette étude sur l’évolution temporelle de la densité électronique ne, de la tem-
pérature électronique Te et de la température du réseau Til au cours de la transition
solide plasma induite par un picket nous permet de dresser les tendances suivantes :

• la génération d’électrons est dominée par la photoionisation induite par le
picket

• le profil de la température électronique est similaire à celui de la densité élec-
tronique qui est lui-même similaire à celui de l’intensité du picket

• la température du réseau reste froide pendant une durée similaire à la durée
du picket, de l’ordre de la centaine de picosecondes

Comme il apparaît au final que la photoionisation induite par laser est le processus
dominant de génération d’électrons, nous allons maintenant étudier l’influence de
l’ionisation par impact sur la dynamique électronique.

3.1.2.2 Influence de l’ionisation par impact

On vient de voir que l’évolution temporelle de la densité électronique était princi-
palement due à la photoionisation induite par le picket. Or, l’ionisation par impact a
été prise en compte ce qui nous a imposé un formalisme plus compliqué. Nous allons
maintenant étudier son importance sur la dynamique électronique afin de détermi-
ner si elle peut être totalement négligée ou non. La Figure 3.4 montre l’évolution
temporelle de la densité électronique, de la température électronique et de la tem-
pérature du réseau au cours de la transition solide plasma induite par un picket
avec et sans ionisation par impact. On observe ainsi que la photoionisation est ef-
fectivement le processus dominant de génération d’électrons pendant la majorité de
la transition solide-plasma mais il apparaît que l’ionisation par impact joue un rôle
non-négligeable en fin de transition. Il apparaît que si elle est prise en compte, les
valeurs de la densité et des températures sont 1.5 à 2 fois plus élevées par rapport au
cas où elle est négligée. A partir de t ≈ 80 ps, le laser apparaît suffisamment intense
pour promouvoir des électrons dans les niveaux supérieurs de la bande de conduc-
tion et déclencher une avalanche électronique. Cette nouvelle source d’électrons vient
s’ajouter à la photoionisation et conduit donc à une production accrue d’électrons
en bande de conduction. Les modifications sur les températures découlent quant à
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Figure 3.4 – Comparaison de l’évolution temporelle (a) de la densité électronique
ne, (b) de la température électronique Te et (c) de la température du réseau Til au
cours de la transition solide plasma induite par un picket avec et sans ionisation par
impact (II).

elles directement des modifications sur la densité d’électrons. La densité électronique
étant plus faible sans ionisation par impact, le chauffage laser des électrons l’est éga-
lement ainsi que le transfert d’énergie régissant le chauffage du réseau d’après les
équations (3.9) et (3.10).

3.1.2.3 Temps caractéristique de la transition solide-plasma

D’après les résultats précédents, on peut conclure que la transition solide-plasma
se fait sur une échelle de temps de l’ordre de la centaine de picosecondes. En effet le
temps caractéristique de la transition solide-plasma peut se définir comme la durée
nécessaire pour que la densité électronique atteigne la densité critique ncr. Ce critère
marque la fin de la transparence de l’ablateur qui devient opaque et l’absorption va
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alors se faire en surface. Pour un laser à 351 nm, on a :

nc =
meω

2
L

4πe2
≈ 1022 cm−3 (3.14)

On notera qu’on pourrait définir un deuxième critère sur la température du réseau,
qui devrait typiquement vérifier Til > 0.1 eV. Ce critère permettrait de supposer
que la périodicité du réseau, caractéristique d’un solide, ait disparu et que l’ablateur
se trouve dans un état désordonné, gaz ou plasma suivant son degré d’ionisation.
Cependant, d’après la Figure 3.3, ce critère est déjà satisfait lorsque ne = ncr.

Il est possible de montrer que le temps caractéristique de transition solide-plasma
τTSP peut être évalué de la manière suivante [116] :

τTSP =
τ

2
√

ln 2

(√
ln

[
Imax

√
σ2

νrncb0

]
−

√
ln

[
Imax

√
σ2
νrncr

])
(3.15)

Il correspond à la durée s’écoulant entre le moment où le laser commence à photoio-
niser significativement l’ablateur et le moment où la densité électronique atteint la
densité critique. Cette expression a été obtenue en négligeant l’ionisation par impact
qui n’induirait qu’une légère correction. En effet, on a vu d’après la Figure 3.4 que la
densité critique est globalement atteinte au même moment si l’ionisation par impact
est prise ou non en compte.

La Table 3.1 montre le temps caractéristique τTSP pour plusieurs valeurs de
Imax, νr et ncb0 avec τ = 100 ps, nc = 1022 cm−3 et σ2 = 2.25× 109 cm.s−1.W−2. On
remarque ainsi qu’une modification de un ou deux ordres de grandeur pour Imax, νr et
ncb0 n’entraînent qu’une légère modification du temps caractéristique de transition
solide-plasma qui se situe entre 120 ps et 160 ps. Ceci est dû au comportement√

log (·) qui lisse quasiment toutes les variations des paramètres. On notera enfin
que le cas Imax = 1014 W.cm−2, νr = 1012 ps et ncb0 = 1010 cm−3 donne un temps

Imax
[
W.cm−2

]
1013 1014 1015 1014 1014 1014 1014

νr [s−1] 1012 1012 1012 1011 1013 1012 1012

ncb0 [cm−3] 1010 1010 1010 1010 1010 108 1012

τTSP [ps] 161 135 119 126 145 150 117

Table 3.1 – Evolution du temps caractéristique de transition solide-plasma donné
par l’équation (3.15) en fonction de l’intensité laser maximale Imax, de la fréquence
de recombinaison νr et de la densité électronique initiale de la bande de conduction
ncb0. Chaque nuance de rouge, vert ou bleu est associée à une valeur pour Imax, νr
ou ncb0.
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caractéristique ∆t ≈ 135 ps qui est cohérent avec les résultats numériques présentés
dans la Section 3.1.2.1.

3.1.3 Limites du modèle

Bien que posant les fondations de la description de la transition solide-plasma
d’un ablateur en polystyrène induite par un picket, le modèle qu’on vient de présenter
possède trois défauts majeurs :

• La dynamique électronique est décrite en considérant du polystyrène pendant
toute la transition solide-plasma et il est donc incapable de calculer les den-
sités (ions, neutres et totales) de carbone et d’hydrogène alors qu’elles sont
indispensables pour décrire proprement la formation du plasma. Ces densités
sont d’autant plus nécessaires si le modèle utilisé pour décrire la transition
solide-plasma vise à être implémenté dans un code hydrodynamique de FCI.
La fragmentation chimique de l’ablateur, c’est à dire l’ensemble des réactions
chimiques permettant de passer du polystyrène à un mélange d’atomes de car-
bone et d’hydrogène totalement indépendants, doit donc être prise en compte
et la modélisation de la dynamique électronique doit être adaptée à la compo-
sition chimique de l’ablateur.

• Les collisions des électrons sont décrites de manière générique. D’une part, la
modélisation actuelle de la fréquence de collision assure seulement de retrou-
ver les comportements à basse température, νc ∝ Til et à haute température
νc ∝ T

−3/2
e . Cependant, cette modélisation ne tient pas compte des spécifici-

tés de l’ablateur. En particulier, les phonons optiques ne sont pas considérés
alors qu’ils existent dans le polystyrène, voir Section 2.3.2.1, et la possible dé-
générescence des électrons est négligée. D’autre part, une modélisation type
"plasma" est utilisée pour décrire le transfert d’énergie des électrons vers le
système réseau-ion alors qu’il apparaît au final que l’ablateur reste froid, et
donc que les phonons existent, pendant une durée non-négligeable devant le
temps caractéristique de la transition solide-plasma

• L’équation d’état du gaz parfait est utilisée pour évaluer les grandeurs ther-
modynamiques des électrons et du système réseau-ion. Cependant, la validité
de cette équation d’état est à remettre en question au vu des températures et
densités atteintes durant la transition solide-plasma. Là encore, les spécificités
de l’ablateur doivent être prises en compte, notamment la possible existence
d’un plasma dégénéré (énergie de Fermi grande devant l’énergie thermique) ou
corrélé (énergie d’interaction électron-ion grande devant l’énergie thermique)
et des équations d’état adaptées à ces spécificités doivent être utilisées.

Ces défauts vont ainsi être pris en compte dans le modèle M21 qu’on va présenter
dans la section suivante.
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3.2 Modèle M21

Cette section est dédiée à la présentation du deuxième modèle, le modèle M21,
permettant de décrire la transition solide-plasma d’un ablateur en polystyrène in-
duite par un picket. Il a été construit sur la base du modèle M19, et néglige donc
également les processus hydrodynamiques, en apportant une réponse aux trois dé-
fauts identifiés dans la Section 3.1.3. Ainsi, le modèle M21 vise à mieux décrire la
transition solide-plasma mais également à tester la validité du modèle M19. Nous
allons présenter le modèle M21 en tant que tel dans la Section 3.2.1 et les résultats
issus des simulations numériques sont présentés dans la Section 3.2.2.

3.2.1 Modèle

Cette section est dédiée à la présentation du modèle M21. La section 3.2.1.1
présentera la description de la fragmentation chimique. La Section 3.2.1.2 présentera
ensuite la nouvelle description de la dynamique électronique qui vise à décrire les
processus d’ionisation et de recombinaison des espèces chimiques identifiées lors de
l’étude de la fragmentation chimique de l’ablateur. Enfin, la nouvelle modélisation du
chauffage de l’ablateur sera présentée dans la Section 3.2.1.3 comportant notamment
l’amélioration de la description des collisions électroniques et l’utilisation d’équations
d’état appropriées.

3.2.1.1 Fragmentation chimique du polystyrène

Nous allons présenter dans cette section un schéma de fragmentation chimique
du polystyrène qui est un polymère composé de carbone et d’hydrogène. Sa formule
chimique est (C8H8)n où C8H8 représente le motif du polystyrène et n le nombre de
répétition de ce motif dans le polymère qui est typiquement compris entre quelques
centaines et quelques milliers [213, 214, 215]. La structure moléculaire du polystyrène
est donnée sur la Figure 3.5.

La fragmentation chimique du polystyrène représente l’ensemble des réactions
de dissociations permettant de passer d’un ablateur à l’état solide composé de poly-
styrène à un ablateur à l’état plasma composé d’atomes de carbone et d’hydrogène
indépendants. La transition solide-plasma de l’ablateur implique donc une modifi-
cation de sa composition chimique. Les liaisons chimiques qui existent à l’état solide
disparaissent complètement lorsque l’ablateur est dans l’état plasma. Comme les
liaisons chimiques peuvent être de nature différente (simple ou double par exemple)
et impliquer des atomes différents (carbone et hydrogène), elles n’auront pas toutes
la même énergie de liaison et ne disparaîtront pas toutes en même temps. Ceci va
conduire à la création et à la disparition de plusieurs espèces chimiques jusqu’à la
disparition complète des liaisons chimiques donnant lieu à un mélange d’atomes tota-
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Figure 3.5 – Formule développée plane du polystyrène. L’indice n correspond au
nombre de répétition du motif.

lement indépendants. La Figure 3.6 propose un scénario de fragmentation chimique
pour le polystyrène conduisant à la formation d’un ablateur composé uniquement de
carbone et d’hydrogène en fin de transition. Ce scénario a été obtenu à partir d’une
estimation de l’énergie des liaisons chimiques et présente les différentes réactions
successives de dissociations prenant place.

PS 58 meV S 2.4 eV
B + A

6 eV
8C + 8H

Figure 3.6 – Scénario de fragmentation chimique du polystyrène. PS, S, B, A, C
et H représente respectivement le polystyrène, le styrène, le benzène, l’acétylène,
le carbone et l’hydrogène. La formule développée du polystyrène est donnée sur
la Figure 3.5 et les formules développées du styrène, du benzène et de l’acétylène
sur la Figure 3.7. Les températures de 58 meV, 2.4 eV et 6 eV correspondent aux
températures du réseau pour lesquelles les réactions de dissociations ont lieu.

A basse température, c’est à dire pour une température inférieure ou égale à
la température ambiante, l’ablateur se présente sous forme de polystyrène dans
un état solide et vitreux. En augmentant, la température du réseau va d’abord
atteindre la température de transition vitreuse faisant passer le polystyrène d’un
état vitreux à un état caoutchouteux, puis elle va atteindre la température de fusion
où le polystyrène va passer de l’état caoutchouteux à l’état liquide. La structure
interne du polystyrène reste cependant inchangée au cours de ces deux changements
d’état car les chaînes du polymère ne sont pas brisées. En effet, ces deux changements
d’état sont associés à une modification des liaisons intermoléculaires existant entre
les chaînes mais les liaisons intramoléculaires existant dans les chaînes ne sont pas
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Figure 3.7 – Formule développée du styrène, du benzène et de l’acétylène interve-
nant dans la fragmentation chimique du polystyrène

modifiées. On suppose donc qu’il est toujours possible de définir une périodicité
locale dans la chaîne du polystyrène lorsqu’il est dans l’état liquide. Comme les
phonons correspondent principalement à des modes de vibrations le long des chaînes,
voir Annexe B, on peut supposer qu’ils continuent d’exister et les collisions se font
toujours entre les électrons et les phonons lorsque le polystyrène est liquide.

Lorsque la température du réseau atteint la température plafond (ceiling tem-
perature en anglais), notée Tc et qui est de l’ordre de 58 meV pour le polysty-
rène [157], le processus de dépolymérisation (processus inverse de la polymérisation)
s’enclenche. Les liaisons assurant la répétition du motif au sein du polymère dispa-
raissent et le polystyrène se dissocie en son monomère, le styrène [216, 217, 218, 219]
dont la formule plane est donnée sur la Figure 3.7 (a). La périodicité existant dans
le polymère disparaît également ainsi que les phonons. On peut donc d’ores et déjà
conclure qu’en dessous de 58 meV, l’ablateur est du polystyrène dans lequel existent
des phonons et les électrons collisionneront majoritairement avec eux. Au dessus de
58 meV, l’ablateur est constitué de molécules puis d’atomes pour lesquels il n’est pas
possible de définir une périodicité, même locale. Les atomes et molécules pouvant
être ionisés ou non, les collisions majoritaires seront les collisions électron-neutre et
électron-ion.

Lorsque la température des molécules de styrène continue d’augmenter, le styrène
va peu à peu se dissocier en molécules plus petites qui vont à leur tour se dissocier en
molécules encore plus petites et ce ainsi de suite jusqu’à ce que toutes les molécules
soient complètement dissociées et que l’ablateur devienne alors uniquement composé
d’atomes de carbone et d’hydrogène indépendants. Toutes ces dissociations sont
caractérisées par une énergie de dissociation. Concernant le styrène, il se dissocie
principalement en donnant une molécule de benzène et une molécule d’acétylène
[220] dont les formules planes sont données respectivement sur les Figures 3.7 (b)
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et 3.7 (c). En effet, le styrène est globalement constitué d’un groupe phényle et
d’un groupe alkyle. Le phényle est un groupe relativement stable car les électrons
impliqués dans les liaisons carbone-carbone sont délocalisés dans tout le groupe. Les
six liaisons sont donc équivalentes avec une énergie qui se situe entre celle d’une
liaison C− C et celle d’une liaison C = C. Concernant le groupe alkyle, une liaison
C − C et une liaison C = C existent dans ce groupement. Ainsi, il apparait que la
liaison C−C de groupe alkyle est la liaison la plus faible de celles présentes dans le
styrène et il est donc prévisible que ce soit celle-là qui disparaisse en premier. Des
expériences sur la dissociation du styrène et réalisées à l’aide de lasers à 308 nm
et à 355 nm ont montré que cette dissociation a lieu pour des énergies entre 2.32
eV±0.1 eV et 2.43 eV±0.05 eV [221, 222]. Ainsi, on supposera que la dissociation du
styrène en benzène et acétylène est caractérisé par une énergie de 2.4 eV.

Lorsque le styrène est totalement dissocié, l’ablateur n’est alors plus constitué
que de benzène et d’acétylène. La fragmentation de ces deux molécules devrait donc
être prise en compte et les produits résultant de ces dissociations successives de-
vraient être identifiés [230, 231, 232, 233, 234, 235, 236]. Cependant, contrairement
à l’acétylène dont les produits issus de sa fragmentation sont a priori faciles à iden-
tifier du fait de la simplicité de la structure de cette molécule (voir Figure 3.7(b)),
la fragmentation du benzène est beaucoup plus compliquée à appréhender à cause
de la stabilité de la molécule due à sa symétrie (voir Figure 3.7(c)). Néanmoins,
comme le benzène est constitué de carbone et d’hydrogène, on peut supposer que
les seules liaisons chimiques présentes dans les produits issus de sa fragmentation
sont les liaisons carbone-carbone C − C, C = C et C ≡ C ainsi que la liaison
carbone-hydrogène C−H. La Table 3.2 montre les énergies typiques de ces liaisons
chimiques qui peuvent être trouvées dans la littérature. On suppose également que
les liaisons carbone-carbone aromatiques existant dans le benzène ont une énergie
comprise entre celle des liaisons C− C et celle des liaisons C = C. Il apparaît donc
que la majorité des liaisons chimiques pouvant être présentes dans les produits de la
fragmentation du benzène et de l’acétylène se situent entre 4 et 8 eV. Ainsi, même si
la fragmentation du benzène et de l’acétylène peut conduire à la création de plusieurs
molécules, comme elles apparaîtraient sur un domaine de température relativement
restreint (par rapport à l’intervalle de température sur lequel a lieu la transition
solide-plasma dont l’ordre de grandeur a été estimé par le modèle M19, voir Sec-
tion 3.1.2.1), on suppose que le benzène et l’acétylène se dissocient directement en
carbone et hydrogène et que cette dissociation a lieu à une énergie de l’ordre de 6
eV. Cette hypothèse de dissociation unique est renforcée par le fait que l’ablateur
ne reste que quelques picosecondes dans cet intervalle de température (voir Figure
3.1.2.1).

D’un point de vue quantitatif, en considérant du polystyrène à la densité stan-
dard, on a ρPS = 1.1 g.cm−3 [237] ce qui donne, selon l’état de la matière, une

109



Chapitre 3. Modélisation de la transition solide-plasma

Liaison chimique Energie de la liaison (eV) Référence

C C 3.59 [223]

3.64 [224]

C C 6.35 [223]

7.57 [224]

C C 8.70 [223]

10.04 [224]

C H 4.32 [223]

4.26 [224]

C6H5 H 4.85 [225]

HCC H 5.65 (0K) ; 5.71 (298K) [226]

5.73 [225]

5.73 [227]

5.44-5.68 [228]

5.42 [229]

HC CH 9.84 (0K) ; 9.92 (298K) [226]

9.80 [225]

9.92 [227]

9.93 [229]

CC H (radical) 5.00(0K) ; 5.07 (298K) [226]

4.81 [225]

5.02 [227]

C CH (radical) 7.63 (0K) ; 7.68 (298K) [226]

7.67 [225]

7.66 [227]

C C (radical) 6.06 [226]

6.12 [227]

Table 3.2 – Energie des liaisons chimiques pouvant exister dans les produits issus
de la fragmentation du benzène et de l’acétylène.
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densité de molécules de styrène nS = 6.36× 1021 cm−3, une densité de molécules de
benzène et d’acétylène nA = nB = nS = 6.36 × 1021 cm−3 et une densité d’atomes
de carbone et d’hydrogène nC = nH = 8nS = 5.088× 1022 cm−3.

3.2.1.2 Dynamique électronique

Comme on vient de le voir, la prise en compte de la fragmentation chimique du
polystyrène nécessite de considérer plusieurs espèces chimiques, à savoir le polysty-
rène, le styrène, le benzène, l’acétylène, le carbone et l’hydrogène. La description
de la dynamique électronique doit donc être adaptée à la composition chimique de
l’ablateur qui est déterminée suivant la température du système réseau-ion.

Til ≤ 58 meV

Dans cette gamme de température, l’ablateur est composé de polystyrène qui
est un matériau diélectrique. La dynamique électronique de l’ablateur est alors mo-
délisée de la même manière que dans le modèle M19, c’est-à-dire avec les équations
(3.2)-(3.4) où sont utilisées les mêmes définitions pour les paramètres apparaissant
dans ces équations.

Til ≥ 58 meV

Dans cette gamme de température, l’ablateur peut être composé de styrène, de
benzène, d’acétylène, de carbone et d’hydrogène comme on l’a vu dans la Section
3.2.1.1. La dynamique électronique représente alors l’ionisation et la recombinaison
des différentes espèces moléculaires ou atomiques qui composent l’ablateur. La des-
cription de l’ionisation et de la recombinaison de ces espèces chimiques nécessite
de prendre en compte à la fois les formes neutres et ionisées. Par conséquent, on
supposera que l’ensemble des espèces suivantes peuvent exister :

Styrène : S, S+, S2+

Benzène : B, B+, B2+

Acétylène : A, A+, A2+

Hydrogène : H, H+

Carbone : C, C+, C2+, C3+, C4+, C5+, C6+

De manière générale, Xj+ représente l’espèce X ionisée j fois. Supposer l’exis-
tence de ces espèces signifie que nous considérons uniquement les formes neutres et
les deux premières formes ionisées pour les molécules (styrène, benzène et acéty-
lène) ainsi que les formes neutres et toutes les formes ionisées envisageables pour les
atomes (hydrogène et carbone). Les troisièmes formes ionisées et au-delà ne sont pas
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considérées pour les molécules car à ce degré d’ionisation, la molécule est instable
et se dissocie d’elle-même, processus qu’on néglige ici. La formation des ions dépen-
dant de l’énergie d’ionisation des espèces, la Table 3.3 donne la liste des énergies
d’ionisation des espèces considérées.

1ère 2ème 3ème 4ème 5ème 6ème

Styrène 8.46 10.0

Benzène 9.25 11.49

Acétylène 11.41 16.41

Hydrogène 13.598

Carbone 11.260 24.383 47.888 64.494 392.087 489.993

Table 3.3 – Energie d’ionisation en eV du styrène, du benzène, de l’acétylène, de
l’hydrogène et du carbone [220, 238, 239]. L’énergie d’ionisation de S+ a été déduite
des énergies d’ionisation qui existent pour d’autres molécules [238].

Comme pour le polystyrène, on suppose que l’ionisation et la recombinaison
peuvent être dues à la photoionisation induite par le picket, à l’ionisation par impact
électronique et à la recombinaison électronique. Cependant, on doit également consi-
dérer la dissociation des molécules (neutres ou ionisées) afin de prendre en compte
la fragmentation chimique de l’ablateur. En effet, la dynamique électronique sera
affectée par l’évolution de la composition chimique en fonction de la température
du réseau à cause de la modification des densités de chaque espèce. Les réactions de
dissociation que l’on prend en compte sont les suivantes :

S −→ A+B (3.16a)

S+ −→ A+B+ (3.16b)

S2+ −→ 1

2
A+

1

2
A+ +

1

2
B+ +

1

2
B2+ (3.16c)

A −→ 2C + 2H (3.16d)

A+ −→ C + C+ + 2H (3.16e)

A2+ −→ 2C+ + 2H (3.16f)

B −→ 6C + 6H (3.16g)

B+ −→ 5C + C+ + 6H (3.16h)

B2+ −→ 4C + 2C+ + 6H (3.16i)
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Au final, la variation de densité de chaque espèce Xj+ est donnée par :

∂nXj

∂t
=
∑
s

QD,s +QIR(Xj−1 ↔ Xj)−QIR(Xj ↔ Xj+1) (3.17)

Le premier terme correspond au taux de dissociation où la somme porte sur
l’ensemble des réactions faisant intervenir l’espèce Xj+. Par exemple, pour B+,
trois taux de dissociations sont à prendre en compte car B+ intervient dans trois
réactions qui sont les réactions (3.16b), (3.16c) et (3.16h). Le taux de dissociation
est donné par la loi d’Arrhénius :

QD = βnDkD (3.18)

β correspond au coefficient stœchiométrique algébrique qui est négatif pour les ré-
actifs et positif pour les produits. La densité nD représente la densité de l’espèce
moléculaire (ion ou neutre) qui se dissocie. Enfin, k représente le taux de dissociation
qui est modélisé par la loi d’Arrhénius définie par l’équation (2.34) en fonction de
ν0 le préfacteur d’Arrhénius et Ed l’énergie de dissociation. Pour toutes les réactions
(3.16a)-(3.16i), on définit ν0 = 1013 s−1 ce qui correspond au temps caractéristique de
dissociation d’une molécule [240]. Pour l’énergie de dissociation, on définit Ed = 2.4

eV pour les réactions (3.16a)-(3.16c) et Ed = 6 eV pour les réactions (3.16d)-(3.16i)
(voir Section 3.2.1.1).

Le deuxième et le troisième terme de l’équation (3.17) représentent les transitions
entre le j−1-ième et j-ième niveau et entre le j-ième et j+1-ième niveau. On suppose
que ces transitions sont dues à la photoionisation induite par le picket, l’ionisation
par impact et la recombinaison des électrons. La Figure 3.8 illustre dans un schéma

Xj−1

Xj

Xj+1

PI

PI

II

II

RE

RE

Figure 3.8 – Schéma des transitions entre les niveaux d’ionisation j − 1, j et j + 1
de l’espèce moléculaire ou atomique X dues à la photoionisation (PI), à l’ionisation
par impact (II) et à la recombinaison des électrons (RE).

113



Chapitre 3. Modélisation de la transition solide-plasma

ces transitions. Au final, on a :

QIR

(
Xj−1 ↔ Xj

)
= WPI

(
Xj−1 → Xj

)
+ νII

(
Xj−1 → Xj

)
nXj−1

−νRE
(
Xj → Xj−1)nXj (3.19)

Le taux de photoionisation WPI (Xj−1 → Xj) est donnée par l’équation (2.22) et
correspond au taux de photoionisation de Keldysh pour les atomes. On notera que
ce taux est à l’origine obtenu en considérant des atomes hydrogénoïdes. Cepen-
dant, comme la photoionisation est principalement régie par l’énergie d’ionisation,
on supposera en première approximation que la correction apportée par la structure
électronique de l’espèce considérée peut être négligée. Ainsi, ce taux sera également
utilisé pour les atomes de n’importe quel degré d’ionisation et pour les molécules.
Cette hypothèse est renforcée par le fait que le taux de photoionisation des mo-
lécules peut être approché par WPI ≈ σnInL, avec σn un paramètre associée à la
section efficace d’absorption de n photons, dans le régime d’absorption multipho-
tonique [241] qui est dans notre cas le régime de photoionisation dominant au vu
des intensités laser considérées, voir Figure 2.8. La fréquence d’ionisation par impact
νII (Xj−1 → Xj) est donnée par les équations (2.29) et (2.28) correspondant à la fré-
quence d’ionisation par impact de Gryziński. Enfin, la fréquence de recombinaison
νRE (Xj → Xj−1) est donnée par :

νRE(Xj → Xj−1) = π2n2
ej

3

√
8kBTe
πme

[
λDW

(
2e2

3λDkBTe

)]5
(3.20)

avec λD la longueur de Debye définie par :

λD =

√
kBTe

4πnee2
(3.21)

et W à la branche principale de la fonction W de Lambert [242]. On a vu dans
la Section 2.2.2.3 que l’approche de Zel’dovich pour évaluer la fréquence de recom-
binaison qui consistait à estimer le nombre de recombinaisons et leur probabilité
fournissait des résultats satisfaisants. On a donc repris son approche mais en consi-
dérant le potentiel d’interaction de Debye-Hückel pour les interactions électron-ion
à la place du potentiel coulombien. En effet, le potentiel de Debye-Hückel est adapté
à la description de l’interaction électron-ion dans un plasma dense car il permet de
prendre en compte l’écrantage qui est non négligeable dans ce cas.

La Figure 3.9 compare l’évolution de la fréquence de recombinaison dans le cas
de ces deux potentiels d’interaction, c’est à dire celle donnée par l’équation (2.30)
pour le potentiel coulombien et celle donnée par l’équation (3.20) pour le potentiel
de Debye-Hückel, en fonction de la température électronique pour plusieurs densités
électroniques. On remarque ainsi qu’à haute température, les fréquences de recom-

114



Chapitre 3. Modélisation de la transition solide-plasma

Figure 3.9 – Comparaison de l’évolution de la fréquence de recombinaison νRE dans
le cas d’un potentiel coulombien (traits pleins) et d’un potentiel de Debye-Hückel
(traits pointillés) pour plusieurs densités électroniques en fonction de la température
des électrons. La courbe rouge correspond à ne = 1017 cm−3, la verte à ne = 1019

cm−3 et la bleue à ne = 1021 cm−3.

binaison ont un comportement identique mais que leurs comportements diffèrent
à basse température. Ainsi, considérer un potentiel de Debye-Hückel nous permet
d’éviter d’avoir une fréquence de recombinaison possédant un comportement non-
physique pour les basses températures où on observe une divergence de la fréquence
de recombinaison dans le cas du potentiel coulombien dans ce domaine de tempé-
ratures. On verra en effet que l’ablateur passe par un état où on a Te ≈ 0.1 eV et
ne > 1019 eV. Enfin, on peut noter que plus la densité est faible, plus ces fréquences
de recombinaison sont semblables. Ceci est dû au fait qu’une faible densité implique
un faible écrantage et donc le potentiel de Debye-Hückel et le potentiel coulombien
deviennent similaires.

Au final, l’évaluation des densités de chaque espèce moléculaire et atomique
nous permet d’en déduire la densité d’électrons ne, la densité d’ions ni, la densité
de neutres nn et la densité totale nT :

ne =
∑
X,j≥1

ZjnXj ; ni =
∑
X,j≥1

nXj ; nn =
∑
X

nX ; nT = ni + nn (3.22)

avec Zj la charge de l’espèce ioniséeXj. On en déduit également le degré d’ionisation
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moyen 〈Z〉 et le degré d’ionisation carré moyen 〈Z2〉 qui sont donnés par :

〈Z〉 =

∑
X,j≥1

ZjnXj∑
X,j≥1

nXj

=
ne
ni

;
〈
Z2
〉

=

∑
X,j≥1

Z2
j nXj∑

X,j≥1

nXj

=
1

ni

∑
X,j≥1

Z2
j nXj (3.23)

3.2.1.3 Chauffage de l’ablateur

Comme pour le modèle M19, l’évolution de la température des électrons et du
réseau peut être décrite par le modèle à deux températures. Cependant, la prise en
compte de la fragmentation chimique modifiant les densités des espèces moléculaires
et atomiques nous oblige à le modifier afin de prendre en compte ces variations. Le
modèle à deux températures s’écrit alors :

Ce
∂Te
∂t

=

(
∂Ue
∂t

)
laser

− µ̃e
∂ne
∂t
−
(
∂Ue
∂t

)
collisions

(3.24)

Cil
∂Til
∂t

= −
∑
n

µ̃n
∂nn
∂t
−
∑
i

µ̃i
∂ni
∂t

+

(
∂Ue
∂t

)
collisions

(3.25)

en utilisant les mêmes notations que les équations (3.7) et (3.8) donnant le modèle
à deux températures utilisé dans le modèle M19, et avec µ̃n et µ̃i respectivement le
potentiel chimique effectif des neutres et des ions associé à la variation de densité
∂tnn et ∂tni respectivement des neutres et des ions. La somme sur n porte sur les cinq
espèces neutres et la somme sur i porte sur l’ensemble des ions. Mis à part le terme de
chauffage laser (∂tUe)laser, la capacité thermique Ce et le potentiel chimique effectif
µ̃e des électrons, tous les autres paramètres dépendent de la composition chimique
de l’ablateur et doivent être définis en fonction de la température du réseau, comme
pour la dynamique électronique.

Absorption laser

Comme pour le modèle M19, l’absorption laser est supposée se faire uniquement
par absorption collisionnelle et le taux d’absorption laser est donc donné par l’équa-
tion (2.37) qui dépend de la fréquence de collision. Cependant, nous allons ici utiliser
une fréquence de collision qui tient compte des spécificités de l’ablateur. Nous avons
vu dans la Section 3.2.1.1 que la composition chimique de l’ablateur dépend de la
température du réseau. Si Til ≤ 58 meV, l’ablateur est un matériau diélectrique. Si
Til ≥ 58 meV, l’ablateur est constitué d’un mélange de molécules et d’atomes qui
peuvent être ionisés. Or, les collisions des électrons dans les matériaux diélectriques
se sont pas les mêmes que celles avec des atomes et des molécules ionisés ou non. On
a vu dans la Section 2.3.2.1 que dans les matériaux diélectriques, les électrons colli-
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sionnent avec les phonons et on a vu dans les Sections 2.3.2.2 et 2.3.2.3 que lorsque
le milieu est constitué de molécules ou d’atomes pouvant être ionisés ou non, les
électrons collisionnent avec les neutres et les ions. Au final, on définit la fréquence
de collision de la manière suivante :

Til < 58 meV⇒ νc = νeph (3.26)

Til > 100 meV⇒ νc = νei + νe−S + νe−A + νe−B + νe−H + νe−C (3.27)

Entre ces deux domaines de températures, la fréquence de collision est interpo-
lée linéairement afin de prendre en compte la disparition progressive des phonons
dans l’ablateur et assurant au passage la continuité de la fréquence de collision.
La fréquence νeph représente la fréquence de collision électron-phonon dans le po-
lystyrène et est donnée par l’équation (2.47). Les fréquences de collision νe−s, s ∈
{S,A,B,H,C} représentent les fréquences de collision électron-neutre et sont don-
nées par l’équation (2.48). Comme la section efficace de ces fréquences est calculée
à partir du modèle de sphères dures, la Table 3.4 donne les tailles caractéristiques
du styrène, du benzène, de l’acétylène, du carbone et de l’hydrogène.

Espèce chimique Taille caractéristique a
[
Å
]

Références

Styrène 2.965 [243]

Benzène 2.63 [243]

Acétylène 1.6635 [244]

Carbone 0.67 [245]

Hydrogène 0.53 [245]

Table 3.4 – Tableau des tailles caractéristiques exprimées en ångströms pour le
styrène, le benzène, l’acétylène, le carbone et l’hydrogène.

Enfin, νei représente la fréquence de collision électron-ion qui est donnée par
l’équation (2.49). Le logarithme coulombien est calculé suivant la méthode exposé
dans l’Annexe F dans le cas d’un potentiel de Debye-Hückel. Afin de permettre des
simulations rapides et efficaces, l’approximation suivante est utilisée [168] :

lnΛ = log (1 + Λ0)

(
1 + Λ0

2 + Λ0

)2

− Λ0

2 (2 + Λ0)
+ 0.15Λ0 exp

(
−Λ0

2

)
(3.28)

avec Λ0 = 1.17λDmru2r/Ze
2 défini en fonction de la longueur de Debye λD, de la

masse réduite mr = memi/(me + mi) et de la vitesse relative ur =
√
kBTe/me −√

kBTi/mi.
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La Figure 3.10 compare l’évolution en fonction de la température de la fréquence
de collisions du modèle M19 donneés respectivement par les équations (3.11)-(3.12)
à celle de la fréquence de collision du modèle M21 donnée par les équations (3.26)-
(3.27). Ces fréquences de collision dépendent également de la densité électronique
qui est évaluée par les équations de Saha pour cet exemple illustratif [246, 247] :

ne =
√
α2 − αne,max − α ; α =

(
h√

2πmekBTe

)3

exp

(
− Eion
kBTe

)
(3.29)

avec h la constante de Planck, ne,max ≈ 3.56 × 1023 cm−3 représentant le nombre
maximum d’électrons qui peuvent être créés et Eion = 10 eV une énergie d’ionisation
dont la valeur correspond aux ordres de grandeurs standards. La modélisation de la
densité électronique est ici volontairement rudimentaire parce que notre but est sim-
plement de reproduire une densité électronique qui augmente avec la température.
On observe ainsi que les fréquences de collision utilisées dans les modèles M19 et
M21 présentent globalement les mêmes comportements. Pour les températures infé-
rieures à 58 meV, les fréquences de collision augmentent du fait de l’excitation des
phonons. Pour les températures entre 0.1 eV et quelques dizaines d’eV, les fréquences
de collision augmentent d’abord à cause de l’augmentation de la température puis
de la densité des électrons. Enfin, pour les températures supérieures à 100 eV, les fré-
quences de collision diminuent suivant la loi caractéristique des plasmas νc ∝ T

−3/2
e .

On notera que la baisse de la fréquence de collision entre 58 meV et 0.1 eV est due

Figure 3.10 – Fréquence de collision du modèle M19 et du modèle M21 en fonction
de la température pour Te = Til.
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à une interpolation ad hoc de la fréquence de collision assurant sa continuité dans
ce régime de température. Malgré des comportements similaires, il apparaît que les
fréquences de collision sont différentes en particulier pour les basses températures.
Ceci est dû au fait que le modèle M21 considère les collisions électron-phonon acous-
tique et électron-phonon optique tandis que le modèle M19 considère uniquement
les collisions électron-phonon acoustique alors qu’on a vu dans la Section 2.3.2.1 que
les collisions électron-phonon optique existent dans le polystyrène et qu’elles sont
majoritaires devant les collisions électron-phonon acoustique.

Transfert d’énergie

De la même manière que pour la dynamique électronique et la fréquence de col-
lision, la description du transfert d’énergie doit être adaptée à la température du
système réseau-ion afin de prendre en compte l’évolution de la composition chimique
de l’ablateur.

Si Til ≤ 58 meV, l’ablateur est constitué de polystyrène et le transfert d’énergie
est principalement dû aux collisions électron-phonon. Comme trois phonons existent
dans le polystyrène, le transfert d’énergie est alors donné par :(

∂Ue
∂t

)
collisions

=

(
∂Ue
∂t

)
AC

+

(
∂Ue
∂t

)
LO,1

+

(
∂Ue
∂t

)
LO,2

(3.30)

prenant en compte les contributions des trois phonons. Nous n’allons présenter ici
que les expressions finales de ces transfert d’énergie. Ils sont calculés à partir de
l’expression obtenue par Allen [177] en supposant qu’un transfert d’énergie des élec-
trons vers le réseau a lieu lors de l’émission d’un phonon par un électron. Le détail
des calculs est donné dans l’Annexe D. Pour le transfert d’énergie dû aux collisions
électron-phonon acoustique, on obtient :(

∂Ue
∂t

)
AC

= νet,acnekB(Te − Til) (3.31)

caractérisée par une fréquence de transfert d’énergie νet,ac définie par :

νet,ac =
1

ne

mekBU2Til
4π3ρc2s~3

∫ kBZ

0

k × I
(

2k + 2
mecs
~

)
dk (3.32)

avec U le potentiel de déformation, ρ la masse volumique du polystyrène, cs la vitesse
du son dans le polystyrène, kBZ le vecteur d’onde de la première zone de Brillouin
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et I la fonction définie par :

I(k) =
kBTek

~cs
ln

[
exp

(
εk − µ+ ~csk

kBTe

)
+ 1

]
− k2

2
[
exp

(
− εk−µ+~csk

kBTe

)
+ 1
]

− k2BT
2
e

~2c2s

[
F1

(
εk − µ+ ~csk

kBTe

)
− F1

(
εk − µ
kBTe

)]
(3.33)

avec F1 l’intégrale de Fermi-Dirac d’ordre 1 :

F1(x) =

∫ +∞

0

u

eu−x + 1
du (3.34)

Pour le transfert d’énergie électron-phonon optique, on obtient :(
∂Ue
∂t

)
LO

= νet,op~ωLOne[nLO(Te)− nLO(Til)] (3.35)

avec nLO(T ) la distribution de Bose-Einstein donnée par l’équation (2.43). Ce trans-
fert d’énergie électron-phonon optique est caractérisé par une fréquence de transfert
d’énergie νet,op définie par :

νet,op =
1

ne

m2
ee

2ωLO
π2~4

(
1

ε∞r
− 1

ε0r

)
[nLO(Til) + 1]

×
∫ εkBZ

~ωLO

[f(εk)− f(εk + ~ωLO)] ln

(
1 +

√
1− ~ωLO/εk

1−
√

1− ~ωLO/εk

)
dεk (3.36)

avec ~ωLO l’énergie du phonon optique, ε0r et ε+∞r les permittivités respectivement
à basses et hautes fréquences, et εkBZ = ~2k2BZ/2me l’énergie associée au vecteur
d’onde de la première zone de Brillouin kBZ .

Si Til ≥ 58 meV, on suppose que le transfert d’énergie est principalement dû aux
collisions électron-ion. Bien qu’on prenne en compte l’existence des neutres ainsi que
les collisions électron-neutre dans le calcul de la fréquence de collision intervenant
dans le taux d’absorption collisionnelle, on suppose que l’échelle de temps associée
à l’existence des neutres est suffisamment petite devant l’échelle de temps associée
au transfert d’énergie électron-neutre pour pouvoir négliger ce dernier. Au final, on
supposera que le transfert d’énergie électron-ion lors de la transition solide-plasma
peut être décrit par le taux dérivée par Landau & Lifshitz qui s’écrit de la manière
suivante [164] :(

∂Ue
∂t

)
collisions

=
4neniZ2e4

√
2πme lnΛ

meff (kBTe)3/2
kB (Te − Til) (3.37)

où meff =
(∑

X,jmXjnXj

)
/
(∑

j nXj

)
représente la masse effective des ions ren-
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dant compte de la variation de la masse des ions lors des dissociations des molécules.
Le logarithme coulombien est donné par l’équation (3.28), c’est à dire la même ap-
proximation que celle utilisée pour le calcul de la fréquence de collisions électron-ion.

Equations d’état

Nous allons maintenant fournir l’évaluation des capacités thermiques Ce et Cil
et les potentiels chimiques effectifs µ̃e, µ̃n et µ̃i apparaissant dans le modèle à deux
températures donné par les équations (3.24)-(3.25).

La capacité thermique Ce et le potentiel chimique effectif µ̃e des électrons sont
évalués dans le modèle du gaz d’électrons libres introduit dans la Section 2.3.4.3.
Ce modèle inclut les limites du gaz parfait et du gaz d’électrons dégénérés pour des
températures respectivement plus grandes ou plus petites que l’énergie de Fermi.
Au final, pour n’importe quelle température du réseau, la capacité thermique Ce est
donnée par l’équation (2.76) et le potentiel chimique effectif µ̃e par l’équation (2.77).

Pour Til ≤ 58 meV, Cil correspond à la capacité thermique du polystyrène qui
est donnée par les équations (2.67)-(2.70).

Pour Til ≥ 58 meV, Cil correspond à la capacité thermique des espèces molécu-
laires et atomiques ionisées ou non. On supposera en première approximation que
tous les ions et les neutres peuvent être associés à une seule et même température,
notamment parce que les neutres et les ions d’une même espèce ont une masse équi-
valente. Ainsi, on peut écrire Cil = Ci+Cn avec Ci et Cn respectivement la capacité
thermique des ions et des neutres. Ci est calculé à l’aide du modèle du Cowan et
est donc donné par l’équation (2.86). Cn est calculé à partir du modèle du gaz par-
fait et est donc donné par l’équation (2.80). Enfin, les potentiels chimiques effectifs
sont donnés suivant les mêmes équations d’état que celles utilisées pour calculer
les capacités thermiques. Ainsi, le potentiel chimique effectif des ions est donné par
l’équation (2.87) obtenue à partir du modèle de Cowan et le potentiel chimique ef-
fectif des neutres est donnée par l’équation (2.81) obtenue à partir du modèle du
gaz parfait.

3.2.2 Résultats

Comme pour le modèle M19, nous allons étudier la transition solide-plasma in-
duite par un picket dont le profil temporel d’intensité IL est donnée par l’équation
(3.13) avec τ = 100 ps pour la durée du laser, Imax = 1014 W.cm−2 pour l’intensité
maximale et tmax = 200 ps pour l’instant auquel l’intensité maximale est atteinte.
Sauf mention contraire, nous garderons ce profil temporel et ces paramètres laser
pour chaque étude. En utilisant ce profil laser, la densité électronique est calculée
en résolvant numériquement les équations (3.2)-(3.4) ainsi que l’équation (3.17) et
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les températures des électrons et du système réseau-ion sont calculées en résolvant
numériquement les équations (3.24)-(3.25). Dans les deux cas, la résolution numé-
rique est faite en utilisant un schéma de Runge-Kutta d’ordre 4, comme pour le
modèle M19, mais en utilisant un pas temporel différent. Lorsque Til < 58 meV, le
pas temporel est de 2 fs. Lorsque Til > 58 meV, le pas temporel est de 0.002 fs.
De tels pas temporels assurent ainsi la convergence du schéma. Enfin, les intégrales
apparaissant dans l’équation (2.47) permettant de calculer la fréquence de collision
électron-phonon ainsi que les intégrales apparaissant dans les équations (3.32) et
(3.36) permettant de calculer les fréquences de transfert d’énergie électron-phonon
sont calculées à partir de valeurs tabulées préalablement établies. Ces intégrales ont
été tabulées en fonction de la densité électronique et de la température électronique
en calculant numériquement les intégrales avec la méthode de Newton-Cotes de de-
gré 4 [248]. Le calcul des intégrales à partir des ces valeurs tabulées se fait grâce à
une interpolation en deux dimensions (densité et température) avec des polynômes
logarithmiques d’ordre 1.

Afin d’étudier la transition solide-plasma avec le modèle M21, l’évolution des
densités d’électrons, d’ions, de neutres et totales, des températures des électrons
et du système réseau-ion ainsi que de la fréquence de collision sera analysée dans
la Section 3.2.2.1. Nous étudierons ensuite de nouveau le temps caractéristique de
transition solide-plasma obtenu avec ce nouveau modèle dans la Section 3.2.2.2. Le
modèle M21 sera ensuite comparé dans la Section 3.2.2.3 au modèle M19 et aux
résultats obtenus en prenant des conditions initiales typiques de celles rencontrées
dans les codes hydrodynamiques de FCI. On présentera ensuite dans la Section
3.2.2.4 la loi d’échelle de la pression en fonction de l’intensité afin d’étudier l’in-
fluence de la transition solide-plasma sur l’absorption laser. On a vu en effet dans
la Section 1.6 qu’il avait été suggéré que la différence des vitesses de chocs observée
entre les résultats de simulations et des mesures expérimentales était induite par la
négligence de la transition solide-plasma dans les codes numériques conduisant à une
mauvaise évaluation de l’absorption laser. Nous finirons cette section en étudiant les
hypothèses faites dans ce modèle. Nous étudierons tout d’abord le couplage et la
dégénérescence des électrons et des ions dans la Section 3.2.2.5 puis quelle est l’im-
portance des processus hydrodynamiques pendant la transition solide-plasma dans
la Section 3.2.2.6. Nous verrons dans ces deux dernières sections que les hypothèses
faites dans ce modèle sont globalement vérifiées.

3.2.2.1 Evolution temporelle des densités et températures

Dans cette section, nous allons nous concentrer sur l’évolution temporelle des
densités et des températures au cours de la transition solide-plasma évaluée à l’aide
du modèle M21. Nous allons tout d’abord analyser l’évolution temporelle de la den-
sité électronique, des températures des électrons et du réseau, ainsi que de la fré-
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quence de collision. Nous étudierons ensuite l’évolution des densités des espèces chi-
miques ainsi que des densités d’ions, de neutres et totales permettant de caractériser
la fragmentation chimique.

Evolution temporelle de la densité électronique, des températures des
électrons et du réseau, et de la fréquence de collision

La Figure 3.11 donne l’évolution temporelle de l’intensité laser, de la densité élec-
tronique, de la température des électrons et du réseau, et de la fréquence de collision
au cours de la transition solide-plasma induite par un picket et décrite par le modèle
M21. On observe ainsi deux comportements différents pour la densité électronique,
les températures et la fréquence de collision au cours du temps, pour t < 50 ps et

Figure 3.11 – Evolution temporelle (a) de l’intensité laser, (b) de la densité élec-
tronique ne, (c) de la température électronique Te et de la température du système
réseau-ion Til et (d) de la fréquence de collision des électrons au cours de la transi-
tion solide-plasma évaluée par le modèle M21. La densité critique nc et la fréquence
laser ωL sont indiquées à titre de comparaison.
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t > 50 ps. Ces deux comportements sont respectivement associés à l’état solide et
plasma de l’ablateur.

Pour t < 50 ps, on observe que Til < 58 meV, voir Figure 3.11 (c). Ceci veut dire
que l’ablateur est composé de polystyrène ce qui est cohérent avec l’évolution de
la densité électronique qui suit l’évolution de l’intensité laser, voir Figure 3.11 (a),
comme pour le modèle M19. Les électrons sont promus par photoionisation induite
par le picket et l’ionisation par impact n’a qu’une faible influence car l’intensité du
laser est relativement faible. Concernant les températures, elles restent constantes
pendant les 80 premières picosecondes car la fréquence de collision des électrons
est élevée, νc ≈ 2 × 1015 s−1, ce qui signifie un transfert d’énergie efficace malgré
qu’elle signifie également un important chauffage laser. L’énergie laser absorbée par
les électrons est directement transmise au réseau et ils ne sont quasiment pas chauf-
fés. Concernant le polystyrène, il possède une capacité thermique élevée. A 300 K,
le polystyrène a une capacité thermique molaire d’environ 130 J.K−1.mol−1 [157] et
a donc besoin d’une grande quantité d’énergie pour être chauffé significativement. A
titre de comparaison, l’eau qui est connue pour avoir une grande capacité thermique
possède une capacité thermique molaire de 75 J.K−1.mol−1 à 300 K [249]. Or, le laser
n’est pas encore suffisamment intense, IL (t = 0 ps) ≈ 109 W.cm−2, pour apporter
cette énergie. Au final, même si toute l’énergie laser absorbée par les électrons est di-
rectement transmise au réseau, la température du réseau n’évoluera que faiblement,
tout comme la fréquence de collision qui suit le comportement de la température du
réseau.

A t ≈ 50 ps, on peut remarquer une augmentation très rapide de la tempéra-
ture des électrons, qui est due à la chute du transfert d’énergie. Lorsque t ≈ 50

ps, on a Til ≈ 58 meV et l’ablateur voit sa composition chimique changer passant
du polystyrène, qui est un matériau diélectrique, à du styrène qui est une espèce
moléculaire. Cette modification de la composition chimique implique une modifica-
tion de la nature du transfert d’énergie qui provient des collisions. Ces dernières
ne se font plus entre les électrons et les phonons mais se font dorénavant entre
les électrons et les neutres, la densité d’ions, équivalente à la densité d’électrons
qui est ne ≈ ×1020 cm−3, étant relativement faible par rapport à la densité totale
nT ≈ 6.3× 1021 cm−3. Cette chute du transfert d’énergie implique un chauffage du
système réseau-ion beaucoup moins efficace. Il apparaît au final que la température
du système réseau-ion diminue très légèrement car l’ionisation du styrène amène
une modification de l’énergie interne du réseau. On pourra noter qu’une signature
de cette modification de la composition chimique de l’ablateur est la chute de la
fréquence de collision à t ≈ 50 ps.

Pour t > 50 ps, on a Til > 58 meV impliquant que le polystyrène s’est dissocié en
molécules et atomes qui sont suffisamment ionisés, ne > 1020 cm−3, pour considérer
que l’ablateur est dans l’état plasma. L’ionisation et le chauffage deviennent alors
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beaucoup plus rapides. Le comportement de la densité électronique change alors car
les électrons ne sont plus générés par photoionisation mais par ionisation par impact.
En effet, les énergies d’ionisation des espèces moléculaires et atomiques qui consti-
tuent l’ablateur à ce moment sont d’environ 8 eV pour les plus faibles. On a donc
d’un côté la photoionisation qui est peu efficace car au moins trois photons sont alors
nécessaires pour générer des électrons par absorption multiphotonique. De l’autre
côté, la température électronique est de l’ordre de 10 eV correspondant à l’énergie
optimale pour donner lieu à une ionisation par impact efficace. Le fait que la photo-
ionisation soit négligeable lorsque l’ablateur est composé de molécules et d’atomes
rend légitime sa modélisation avec la théorie de Keldysh qui ne prend notamment
pas en compte les effets d’écrantage qui peuvent pourtant modifier la section efficace
de photoionisation [250]. La première augmentation de la densité électronique qui
passe de ne ≈ 1020 cm−3 à ne ≈ 1022 cm−3 est due à l’ionisation du styrène car le sys-
tème réseau-ion reste relativement froid, Til ≈ 58 meV, et l’ablateur est uniquement
composé de styrène. La deuxième augmentation faisant passer la densité électro-
nique de ne ≈ 1022 cm−3 à ne ≈ 2.5×1023 cm−3 correspond à l’ionisation simultanée
du benzène, de l’acétylène, du carbone et de l’hydrogène. La température du réseau
augmente de 0.1 eV à 10 eV et toutes les réactions de dissociation données par les
équations (3.16a)-(3.16i) ont lieu. Enfin, les deux dernières augmentation pour la
densité électronique passant de ne ≈ 2.5× 1023 cm−3 à ne ≈ 3.5× 1023 cm−3 ayant
lieu entre t ≈ 70 ps et t ≈ 75 ps proviennent de la cinquième et sixième ionisation
du carbone. La température des électrons et du système réseau-ion est d’environ
plusieurs centaines d’eV. L’ablateur est donc principalement composé de carbone
et d’hydrogène et la température des électrons est suffisamment élevée pour ioniser
les deux dernières couches électroniques du carbone. Lorsque ne ≈ 3.5× 1023 cm−3,
toutes les espèces sont totalement ionisées. Aucun électron supplémentaire ne peut
être créé et la densité électronique reste constante. La température des électrons est
supérieure à la sixième énergie d’ionisation du carbone et s’il y a une recombinaison,
elle est immédiatement suivie d’une ionisation. Enfin, on peut observer pour la tem-
pérature des électrons et du réseau une augmentation significative pour t > 50 ps,
voir Figure 3.11(c). Ceci est dû au chauffage laser pour les électrons et au transfert
d’énergie pour les ions. La densité électronique étant très élevée et la fréquence de
collision proche de la fréquence laser, l’absorption laser devient très efficace. La fré-
quence de collision étant également très élevée, νc ≈ 1016 s−1, ceci implique de très
nombreuses collisions électroniques conduisant un transfert d’énergie et un chauffage
efficace du réseau.

Evolution temporelle des densités de styrène, de benzène, d’acétylène, de
carbone et d’hydrogène
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Afin d’étudier la modification de la composition chimique de l’ablateur au cours de
la transition solide-plasma, nous allons maintenant analyser l’évolution temporelle
des densités de neutres et d’ions pour le styrène, le benzène, l’acétylène, le carbone
et l’hydrogène.

La Figure 3.12 montre l’évolution des densités de neutres et d’ions pour le sty-
rène. On observe alors que juste après sa formation à t ≈ 50 ps, le styrène est
majoritairement présent sous forme neutre. Il est ensuite ionisé donnant lieu à l’ion
moléculaire S+ qui est ensuite ionisé pour donner naissance à l’ion moléculaire S2+.
A partir de t ≈ 55 ps, les densités des trois formes du styrène, S, S+ et S2+, dimi-
nuent conduisant à une disparition progressives du styrène.

Figure 3.12 – Evolution temporelle de la densité de styrène neutre S et ionisées
S+ et S2+ au cours de la transition solide-plasma.

En regardant l’évolution des densités de benzène et d’acétylène, respectivement
données sur la Figure 3.13 et la Figure 3.14, on remarque qu’elles ont a peu près le
même comportement. Elles apparaissent toutes les deux à t ≈ 54 ps, ce qui est co-
hérent avec le début de la diminution de la densité du styrène, visible sur la Figure
3.12, actant la disparition de cette espèce. Ceci est confirmé par les réactions de
dissociation du styrène données par les équations (3.16a)-(3.16c). On remarque éga-
lement pour le benzène comme pour l’acétylène que la forme ionisée deux fois, B2+

ou A2+, prédomine sur la forme ionisée une fois, B+ ou A+, qui prédomine elle-même
sur la forme neutre, B ou A. Ceci est dû au fait que la température des électrons
atteint très rapidement l’énergie de deuxième ionisation. Enfin, on peut noter que
la prédominance de la forme ionisée deux fois pour le benzène et l’acétylène, ainsi
que pour le styrène mais dans une moindre mesure, pourrait nécessiter de prendre
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Figure 3.13 – Evolution temporelle de la densité de benzène neutre B et ionisées
B+ et B2+ au cours de la transition solide-plasma.

en compte les formes ionisées trois fois, quatre fois, etc. Or, nous avons limité les
espèces ionisées considérées aux deux premières car on a supposé qu’au-delà les es-
pèces étaient instables et se dissociaient immédiatement. Inclure des formes ionisées

Figure 3.14 – Evolution temporelle de la densité de acétylène neutre A et ionisées
A+ et A2+ au cours de la transition solide-plasma.
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supplémentaires ne modifierait pas la fragmentation chimique de l’ablateur. Cela
conduirait simplement à une augmentation de la densité électronique ce qu’on sup-
pose sans conséquence significative étant donné le temps d’existence de ces espèces.
Enfin, on peut remarquer que le benzène et l’acétylène disparaissent tous les deux à
t ≈ 58 ps, à cause de leur dissociation qui a lieu en même temps d’après l’équation
(3.18).

Enfin, concernant l’évolution des densités pour le carbone et l’hydrogène, res-
pectivement données sur la Figure 3.15 et la Figure 3.16, on observe que ces espèces
apparaissent toutes les deux à t ≈ 55 ps. Ceci est cohérent avec le début de la dimi-
nution des densités du benzène et de l’acétylène signifiant la disparation de ces deux
espèces conformément aux réactions de dissociations de l’acétylène et du benzène
données respectivement par les équations (3.16d)-(3.16f) et (3.16g)-(3.16i). La fin de
la transition solide-plasma va conduire à la création et à la disparition successives
des formes ionisées du carbone dont l’ion majoritaire va progressivement passer de
C+ et C6+. On observe ainsi que l’ablateur devient un plasma uniquement com-
posé d’ion H+ et d’ion C6+ à la fin de la transition. On notera l’existence de deux
maximum pour C2+ à cause du refroidissement des électrons pour t ≈ 55 − 60 ps.
La température des électrons passe en dessous de l’énergie d’ionisation C+ faisant
disparaître C2+ à cause de la recombinaison des électrons. Il réapparaît quelques ins-
tants plus tard lorsque la température des électrons redevient supérieure à l’énergie
d’ionisation de C+.

Figure 3.15 – Evolution temporelle de la densité de carbone neutre C et ionisée
C+, C2+, C3+, C4, C5+ et C6+ au cours de la transition solide-plasma.
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Figure 3.16 – Evolution temporelle de la densité d’hydrogène neutre H et ionisé
H+ au cours de la transition solide-plasma.

Pour résumer la modification de la structure chimique au cours de la transition
solide-plasma, la Figure 3.17 montre l’évolution temporelle de la densité de styrène,
de benzène, d’acétylène, de carbone et d’hydrogène. Pour chaque espèce chimique,
la densité correspond à la somme des densités de neutres et d’ions. Les évolutions
sont montrées entre t ≈ 52 ps, correspondant à l’instant auquel est formé le styrène
suite à la dépolymérisation du polystyrène, et t ≈ 64 ps, instant auquel on peut
supposer que les densités de benzène et d’acétylène sont suffisamment petites pour
considérer un ablateur uniquement composé de carbone et d’hydrogène. Une telle
fenêtre temporelle permet ainsi de capturer l’ensemble de la fragmentation chimique
de l’ablateur. On observe ainsi que l’ablateur est successivement composé de styrène,
puis de benzène et d’acétylène, et enfin de carbone et d’hydrogène sur une échelle
de temps de l’ordre de la dizaine de picosecondes. Cette échelle de temps étant non
négligeable devant l’échelle de temps de la transition solide-plasma, de l’ordre de la
centaine de picosecondes comme on l’a vu dans la Section 3.1.2.3, il apparaît que la
fragmentation chimique doit être incluse dans la modélisation de la transition solide-
plasma. Cependant, on peut voir que le benzène et l’acétylène n’existent que pendant
une courte durée, de l’ordre de quelques picosecondes. Ceci est dû au fait que ces
espèces sont supposées exister pour des températures du système réseau-ion entre
2.4 eV et 6 eV. Cet intervalle de température étant traversé très rapidement, voir
Figure 3.11, leur durée de vie est très courte. Ces espèces peuvent ainsi en première
approximation être négligées réduisant à trois étapes le schéma de fragmentation
chimique de l’ablateur présenté dans la Figure 3.6.
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Figure 3.17 – Evolution temporelle des densités de styrène nS, de benzène nB,
d’acétylène nA, de carbone nC et d’hydrogène nH au cours de la transition solide-
plasma. Chaque densité correspond à la somme des densités de neutres et d’ions.
La densité de benzène et d’acétylène sont regroupées sous une même densité car ces
molécules apparaissent et disparaissent en même temps. De même pour le carbone
et l’hydrogène.

A partir des résultats qu’on vient de présenter sur la fragmentation du polysty-
rène, on peut généraliser un schéma à trois étapes à n’importe quel type d’ablateur
en plastique car tous les plastiques suivront la même évolution que celle du polysty-
rène. On en déduit alors le schéma générique de fragmentation suivant :

• lorsque la température du système réseau-ion est inférieure à la température
de plafond du plastique, l’ablateur est composé de polymère, c’est à dire le
plastique stricto sensu soit le polystyrène dans notre cas

• lorsque la température du système réseau-ion est entre la température de pla-
fond et quelques eV, l’ablateur est composé de molécules qui correspondent au
monomère issu de la dépolymérisation du polymère constituant l’ablateur, le
styrène dans notre cas

• lorsque la température du système réseau-ion est plus grande que quelques
eV, l’ablateur est composé d’atomes qui sont les atomes qui constituent le
monomère, le carbone et l’hydrogène dans notre cas

Ce schéma peut notamment être utile pour la modélisation des mousses qui peuvent
être composées de plastiques autres que le polystyrène [96].

Enfin, pour finir l’étude sur la composition chimique de l’ablateur lors de la tran-
sition solide-plasma, la Figure 3.18 montre l’évolution temporelle de la densité de
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Figure 3.18 – Evolution temporelle de la densité d’ions ni, de neutres nn et totale
nT au cours de la fragmentation chimique de l’ablateur pendant la transition solide
plasma.

neutres, d’ions et totale au cours de la transition solide-plasma. Il apparaît ainsi que
les neutres prédominent sur les ions pendant une durée plutôt courte, environ 2 ps,
par rapport à la centaine de picosecondes de la transition solide-plasma. Juste après
la formation du styrène à t ≈ 50 ps, l’ablateur est faiblement ionisé, ni ≈10%nT .
La rapide augmentation de la température des électrons, voir Figure 3.11, va per-
mettre d’atteindre rapidement la température nécessaire pour démarrer l’ionisation
par impact qui va alors donner lieu à une augmentation du nombre d’ions et à une
diminution du nombre de neutres. Entre t ≈ 54 ps et t ≈ 58 ps, la densité de neutres
va augmenter du fait de la génération de neutres lors de la dissociation du styrène,
du benzène et de l’acétylène comme on peut le voir d’après les équations (3.16a)-
(3.16i). Enfin, une fois les dissociations terminées, la densité de neutres va diminuer
de nouveau. Plus aucun neutre n’est généré et l’augmentation de la température
des électrons conduit à l’ionisation du carbone et de l’hydrogène qui constituent dès
lors la composition chimique de l’ablateur. Au final, bien que les neutres existent
pendant une durée négligeable devant la durée de la transition solide-plasma, consi-
dérer leur existence permet d’éviter d’avoir à utiliser des techniques ad hoc pour
décrire proprement le passage d’un ablateur constitué d’un matériau à un ablateur
constitué d’ions. Prendre en compte les neutres nous assure ainsi la continuité des
paramètres, notamment la fréquence de collision. Pour finir, on a vu dans la Sec-
tion 3.2.1.3 que l’équation d’état utilisée pour les neutres était l’équation d’état du
gaz parfait présentée dans la Section 2.3.4.4. On a justifié cette utilisation par le
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fait que des équations d’état plus complexes comme celles de Soave-Redlich-Kwong
ou de Peng-Robinson ne pouvaient pas être utilisées car le critère P/Pc < T/2Tc

n’est pas vérifiée, où Pc et Tc représentent la pression critique et la température cri-
tique 1. Quand les neutres sont majoritaires, l’ablateur est principalement constitué
de styrène et si on veut améliorer l’équation d’état des neutres, il faut en priorité se
concentrer sur celle du styrène. A t = 52 ps, la température des neutres est d’envi-
ron 670 K et la pression des neutres est d’environ 590 bar. Or, on a Pc = 40 bar et
Tc = 640 K pour le styrène [251]. On a donc P/Pc ≈ 15 et T/2Tc ≈ 0.5 et donc le
critère P/Pc < T/2Tc n’est effectivement pas vérifié.

3.2.2.2 Temps caractéristique de transition

Dans cette section, nous allons nous intéresser au temps caractéristique de la
transition solide-plasma obtenu avec le modèle M21 en faisant varier l’intensité
maximale du picket. Avant de regarder précisément quel temps caractéristique de
transition solide-plasma est prédit par le modèle M21, nous allons tout d’abord
étudier si la modification de l’intensité maximale a une influence sur la transition
solide-plasma.

La Figure 3.19 montre l’évolution de l’intensité laser, de la densité électronique
et des températures des électrons et du réseau au cours de la transition solide-plasma
induite par des pickets dont l’intensité maximale vaut 1013 W.cm−2, 1014 W.cm−2 et
1015 W.cm−2. Il apparaît ainsi que plus l’intensité laser maximale est forte, plus le
chauffage et l’ionisation de l’ablateur ont lieu tôt mais que les profils temporels de
densité électronique et de températures restent similaires. On en conclut ainsi que
la modification de l’intensité maximale du picket n’a presque pas d’influence sur la
transition solide-plasma car elle induit seulement un décalage temporel.

Nous allons maintenant étudier le temps de transition solide-plasma prédit par
le modèle M21. Pour cela, nous avons simulé la transition solide-plasma induite par
un picket dont l’intensité maximale varie entre 1011 W.cm−2 et 1015 W.cm−2 corres-
pondant aux intensités typiques des pickets de FCI [2] puis nous avons déterminé
la durée s’écoulant entre le moment où le laser ionise significativement l’ablateur
et le moment où la densité électronique atteint la densité critique définissant ainsi
le temps caractéristique de transition solide-plasma, voir Section 3.1.2.3. La Fi-
gure 3.20 montre l’évolution de ce temps caractéristique de transition solide-plasma
en fonction de l’intensité laser maximale. Il apparaît alors que pour des intensités
maximales entre 1011 W.cm−2 et 1015 W.cm−2, le temps caractéristique de transition
évolue entre 100 ps et 200 ps et qu’une intensité plus élevée impliquera un temps de

1. On notera que la pression et la température critique ne sont pas associées à la même physique
que la densité critique. La pression et la température critique définissent le point critique d’une
espèce au-delà duquel ladite espèce est dans l’état superfluide. La densité critique est reliée quant
à elle à la densité électronique maximale pour laquelle un laser peut se propager.
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Figure 3.19 – Evolution temporelle (a) de l’intensité laser IL, (b) de la densité
électronique ne, (c) de la température des électrons Te et (d) de la température
du système réseau-ion Til au cours de la transition solide plasma induite par des
impulsions ayant des intensités maximales différentes : 1013 W.cm−2, 1014 W.cm−2
et 1015 W.cm−2. Ces intensités maximales sont atteintes en t = 200 ps.

transition plus court. Au final, le temps caractéristique de transition prédit par le
modèle M21 est similaire à celui prédit par le modèle M19, qui lui aussi prévoit un
temps de transition entre 100 ps et 200 ps suivant l’intensité laser maximale comme
on l’a vu dans la Section 3.1.2.3.

Comme on peut le remarquer sur la Figure 3.20, plus l’intensité est faible, plus le
temps de transition est long. Il existe donc une intensité seuil en-dessous de laquelle
la transition solide-plasma n’aura pas lieu. Des simulations avec des intensités maxi-
males inférieures à 1011 ont été ainsi faites pour déterminer cette intensité seuil. Il
apparaît que cette intensité seuil se situe entre 8× 1010 W.cm−2 et 9× 1010 W.cm−2

car la densité critique n’est pas atteinte avec la première intensité alors qu’elle est
atteinte avec la deuxième. Cependant, ces valeurs pour l’intensité seuil ne sont va-
lables que pour des lasers qui ont une durée de 100 ps. En effet, comme on peut le
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Figure 3.20 – Evolution du temps caractéristique de transition solide-plasma en
fonction de l’intensité maximale du picket dont les caractéristiques sont données au
début de la Section 3.2.2.

voir sur la Figure 3.21 qui compare l’évolution de l’intensité laser et de la densité
électronique pour des pickets ayant une durée de 100 ps et 200 ps, l’intensité laser
est de 8× 1010 W.cm−2 dans les deux cas, la densité critique peut être atteinte alors
que le picket a une intensité maximale de 8×1010 W.cm−2. De même, la Figure 3.22
compare l’évolution de l’intensité laser et de la densité électronique pour des pickets
ayant une durée de 50 ps et 100 ps, l’intensité laser est de 9× 1010 W.cm−2 dans les
deux cas. Il apparaît alors que la densité critique peut ne pas être atteinte malgré
un picket ayant une intensité de 9× 1010 W.cm−2. Au final, la grandeur permettant
de caractériser n’est pas l’intensité du picket mais son énergie, ou sa fluence, qu’il
délivre. La fluence d’un picket étant définie par :

FL = Imax

∫ +∞

−∞
exp

[
−4 ln 2

(
t− tmax

τ

)2
]

dt =

√
π

4 ln 2
Imaxτ (3.38)

la fluence seuil nécessaire pour induire la transition solide-plasma sera comprise
entre 8.5 J.cm−2 et 9.5 J.cm−2. Le fait que le critère seuil soit défini sur la fluence et
non sur l’intensité traduit le fait que l’augmentation seule de la densité électronique
ne suffit pas pour caractériser la transition solide-plasma mais que le chauffage de
l’ablateur doit également être pris en compte, voir Section 3.1.2.3. Le laser doit donc
avoir une fluence suffisante pour induire Til > 0.1 eV.

Pour conclure, nous mentionnerons que jusqu’à présent, nous avons utilisé un
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Figure 3.21 – Evolution temporelle (a) de l’intensité laser et (b) de la densité
électronique pour des pickets ayant une intensité maximale de 8 × 1010 W.cm−2
et une durée de 100 ps ou 200 ps. La densité critique ncr est indiquée à titre de
comparaison.

Figure 3.22 – Evolution temporelle (a) de l’intensité laser et (b) de la densité
électronique pour des pickets ayant une intensité maximale de 9 × 1010 W.cm−2
et une durée de 50 ps ou 100 ps. La densité critique ncr est indiquée à titre de
comparaison.
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profil temporel parfaitement gaussien pour le laser. Les pickets utilisés dans les ex-
périences de FCI ont effectivement un profil temporel globalement gaussiens mais
sont précédés d’un plateau d’intensité communément appelé prepulse. Le rapport
entre l’intensité maximale du laser et l’intensité de ce prepulse définit le contraste
du laser. Les lasers utilisés en FCI sont des lasers à haute énergie, de l’ordre du
megajoule, comme le NIF ou le LMJ. Pour atteindre ces hautes énergies, un laser
de faible énergie, 0.5 J par exemple pour le LMJ [252], est injecté dans une chaîne
amplificatrice. Cependant, la chaîne amplificatrice est d’abord allumée avant que le
laser n’y soit injecté. Ainsi, entre l’allumage et l’injection, il va s’écouler un certain
temps durant lequel des photons peuvent être amplifiés par le processus d’émission
spontanée amplifiée, communément abrégé par ASE pour amplified stimulated emis-
sion. Le prepulse correspond donc à ces photons amplifiés par ASE. Nous avons donc
faits des simulations pour étudier l’influence du prepulse. Le même laser utilisé jus-
qu’à présent a été considéré en prenant Imax = 1014 W.cm−2 et nous avons supposé
qu’il était précédé d’un prepulse d’une durée de 2 ns. Les simulations ont été faites
pour trois contrastes différents, C = 106, C = 107 et C = 108. Ces valeurs de durée
et de contrastes sont standards pour les prepulses des pickets de FCI [253]. Au final,
on a observé que le prepulse n’a aucune influence sur la transition solide-plasma
mis à part une augmentation de la densité électronique initiale mais qui est sans
conséquences.

3.2.2.3 Comparaisons des modèles

Cette section est dédiée dans un premier temps à la comparaison du modèle M21
au modèle M19 puis dans un second temps à la comparaison des résultats obtenus
avec le modèle M21 en supposant initialement du polystyrène aux résultats obtenus
avec le modèle M21 en supposant initialement un plasma de carbone et d’hydrogène
complètement ionisé. Ce deuxième cas vise à reproduire les conditions initiales qui
peuvent être rencontrées dans les codes hydrodynamiques qui négligent la transition
solide-plasma.

Comparaison M19-M21

Comme on l’a vu dans la section précédente, les modèles M19 et M21 donnent
le même ordre grandeur pour le temps caractéristique de transition solide-plasma.
Nous allons ici approfondir la comparaison entre ces deux modèles. La Figure 3.23
montre l’évolution de la densité électronique, de températures des électrons et du
système réseau-ion, et de la fréquence de collision au cours de la transition solide-
plasma décrite par le modèle M19 et le modèle M21.

On peut observer concernant la densité électronique que pour t < 50 ps, c’est
à dire lorsque l’ablateur est du polystyrène, les profils temporels de densité électro-
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Figure 3.23 – Evolution temporelle (a) de la densité électronique, (b) de la fré-
quence de collision, (c) de la température des électrons et (d) de la température du
système réseau-ion au cours de la transition solide-plasma pour les modèles M19
et M21. La densité critique nc et la fréquence laser ωL sont indiquées à titre de
comparaison.

nique donnés par les modèles M19 et M21 sont semblables. Ceci est dû au fait que,
dans ce cas, la dynamique électronique dans le polystyrène est décrite par les équa-
tions (3.2)-(3.4) dans les deux modèles. Pour t > 50 ps, la différence qui apparaît
provient du fait que le modèle M19 continue d’évaluer la dynamique électronique
dans le polystyrène tandis que le modèle M21 prend en compte la fragmentation chi-
mique du polystyrène et la dynamique électronique est évaluée à partir des espèces
moléculaires ou atomiques qui composent l’ablateur. Cette prise en compte de la
fragmentation chimique conduit à une valeur significativement différente, d’environ
un facteur 10, de la densité électronique finale.

Concernant les fréquence de collisions, les profils (étudiés dans la Section 3.1.2.1
pour le modèle M19 et dans la Section 3.2.2.1 pour le modèle M21) sont similaires
mais les valeurs sont significativement différentes, de l’ordre d’un facteur 10 sur la
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globalité de la transition solide-plasma. Pour t < 50 ps, ces différences proviennent
du fait que le modèle M21 considère les collisions électron-phonon optique alors
qu’elles sont négligées dans le modèle M19. Pour t > 50 ps, la différence qui apparaît
est une conséquence directe de la différence existant entre les densités électroniques.

Enfin, concernant les températures, on observe là encore des comportements re-
lativement similaires sauf pour la température des électrons pour t < 50 ps. Dans ce
cas, la différence provient de la modélisation du transfert d’énergie électron-phonon.
Dans le modèle M19, le transfert d’énergie est évalué en multipliant la fréquence
de collision électron-phonon acoustique par le rapport entre la masse des électrons
et la masse des atomes d’hydrogène. Dans le modèle M21, le transfert d’énergie est
évalué à partir de la règle d’or de Fermi en considérant les collisions électron-phonon
acoustique et électron-phonon optique. Cette différence d’évaluation explique éga-
lement l’augmentation abrupte de la température des électrons à t ≈ 50 ps pour le
modèle M21 qui n’existe pas pour le modèle M19. Malgré un comportement similaire
des températures des électrons et du système réseau-ion pour t > 50 ps, on peut
observer une différence d’un facteur entre 3 et 4 sur les températures finales. Cette
différence vient du fait que comme le modèle M19 prévoit une densité électronique et
une fréquence de collision plus faible que ce que prévoit le modèle M21, l’absorption
laser et le transfert thermique sont moins efficaces.

En résumé, les deux modèles donnent des profils relativement similaires sauf pour
la densité électronique pour t > 50 ps et la température des électrons pour t < 50 ps.
Par contre, il apparaît des différences significatives concernant les valeurs finales de
la densité d’électrons et des températures. Ces différences sont principalement dues
à la prise en compte des collisions électron-phonon optique et de la fragmentation
chimique du polystyrène dans le modèle M21 alors que ces processus sont négligés
dans le modèle M19. Le modèle M21 valide ainsi le formalisme du modèle M19 mais
certains paramètres devront être modifiés pour mieux décrire la transition solide-
plasma, modification qui devra s’appuyer sur la base de résultats expérimentaux.

Comparaison des conditions initiales

La Figure 3.24 montre l’évolution de la densité électronique, des températures
des électrons et du réseau, et de la fréquence de collision au cours de la transition
solide-plasma décrite par le modèle M21 mais en supposant des conditions initiales
différentes. On a d’abord supposé un ablateur initialement composé de polystyrène
à l’état solide dans le but de reproduire une condition initiale réaliste. On pourra
noter que c’est la condition initiale utilisée jusqu’à présent. On a ensuite supposé un
ablateur se présentant initialement sous la forme d’un plasma de carbone et d’hydro-
gène totalement ionisés. Cette condition initiale vise à reproduire celle qui peut être
trouvée dans les codes hydrodynamiques qui négligent la transition solide-plasma de
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l’ablateur en supposant l’ablateur initialement dans un état plasma.

Figure 3.24 – Evolution temporelle (a) de la densité électronique, (b) de la fré-
quence de collision, (c) de la température des électrons et (d) de la température
du système réseau-ion au cours de la transition solide-plasma décrite par le modèle
M21 pour deux conditions initiales différentes. La condition initiale CI PS suppose
un ablateur initialement constitué de polystyrène solide. Cette condition veut se
rapprocher d’une condition initiale qui permet de prendre en compte la transition
solide-plasma de l’ablateur. La condition initiale CI CH suppose un ablateur initia-
lement constitué d’un plasma de carbone et d’hydrogène totalement ionisé. Cette
condition veut se rapprocher des conditions initiales qu’on trouve dans les codes
hydrodynamiques qui négligent la transition solide-plasma. La densité critique nc et
la fréquence laser ωL sont indiquées à titre de comparaison.

En comparant les résultats obtenus avec ces deux conditions initiales, on peut
voir que les densités et températures finales prédites sont très similaires. Il apparaît
ainsi que l’interaction entre le laser et l’ablateur qui a lieu pour t < 75 ps joue
un rôle négligeable sur la densité et les températures finales. Le laser étant relati-
vement peu intense pour t < 60 ps, IL(t < 60 ps) < 1012 W.cm−2, l’énergie laser
absorbée sur cette période sera négligeable devant l’énergie absorbée à la fin de tran-
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sition solide-plasma où le laser est beaucoup plus intense. Cette similitude pour la
densité et les températures finales peut alors expliquer pourquoi les codes hydrody-
namiques donnent de manière générale des résultats globalement cohérents avec les
observations expérimentales. Cependant, on observe deux différences notables. Tout
d’abord, si la transition solide-plasma est prise en compte, la densité électronique
reste très faible devant la densité critique durant environ une centaine de picose-
condes, ne (t ≈ 50 ps) ≈ nc/100. Ceci implique donc que l’ablateur est transparent
et le laser peut alors se propager à l’intérieur donnant lieu à une interaction entre le
laser et l’ablateur, ou la cible de manière générale, qui se fait en volume ce qui peut
induire des défauts dans la cible. Cette interaction en volume est totalement négli-
gée si on considère un ablateur initialement à l’état plasma, et donc opaque. Cette
transparence pourrait donc permettre au laser d’interagir avec le DT solide pouvant
modifier son état initial (shinethrough). La deuxième différence est un chauffage
plus rapide de l’ablateur, d’environ 50 ps, lorsque la transition solide-plasma n’est
pas prise en compte. Ce chauffage plus rapide pourrait donner lieu à des processus
hydrodynamiques qui interviendront plus tôt. Comme les instabilités hydrodyna-
miques apparaissent généralement à ce moment-là, elles pourraient être générées
plus tôt et pourraient se développer plus longtemps et donc davantage. Il apparaît
alors impératif de connaître les conditions initiales de la cible et ainsi contrôler au
mieux la formation et le développement des instabilités hydrodynamiques. Enfin, on
notera une très grande fréquence de collision initialement, νc > 1017 s−1, car elle est
associée à un plasma dense ne ≈ 3.5× 1023 cm−3 mais froid, Te = 25 meV.

3.2.2.4 Loi d’échelle de la pression en fonction de l’intensité

Dans les expériences mentionnées dans la Section 1.6, les modulations spatiales
de vitesse de chocs dans une feuille de polystyrène ont été mesurées avec un VISAR
2D afin d’étudier l’empreinte laser. Les chocs ont été générés par un faisceau laser
comportant des speckles (non-uniformités dans la distribution spatiale d’intensité).
En utilisant un code hydrodynamique à l’état de l’art, un bon accord entre les
résultats numériques et les observations expérimentales a été obtenu en augmentant
d’un facteur 2 les modulations d’intensité. Cette modification ad hoc des modulations
d’intensité a été justifiée en invoquant le rôle de la photoionisation par absorption
multiphotonique dans l’état solide initial du polystyrène.

En considérant un état plasma initial, et donc une densité constante, la loi
d’échelle de la pression en fonction de l’intensité est p ∝ Iα. En effet, en partant
de l’équation d’état du gaz parfait, on a p = nkBT , et en considérant un chauffage
laser résultant en une absorption linéaire, on a δT/T = αδI/I soit T ∝ Iα et on
retrouve ainsi la loi d’échelle pour la pression qu’on vient d’écrire. Au contraire,
si on suppose initialement un état solide initial, la densité d’électrons n’est plus
constante mais va augmenter. On a vu dans la Section 3.2.2.1 que l’augmentation
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de la densité d’électrons durant la transition solide-plasma était majoritairement
due à la photoionisation. De plus, on a vu dans la Section 3.1.1.1 que dans nos
conditions, la photoionisation se faisait majoritairement par absorption multiphoto-
nique et on a n ∝ Iβ où β représente le nombre de photons absorbés. En injectant
cette loi d’échelle dans l’équation d’état du gaz parfait et en considérant toujours
un chauffage laser qui se fait par absorption linéaire, la loi d’échelle pour la pression
en fonction de l’intensité devient p ∝ Iα+β. Dès lors, il apparaît que supposer un
état initial solide ou plasma va modifier la loi d’échelle de la pression en fonction
de l’intensité. Ceci signifie donc qu’on peut s’attendre à ce que la transition solide-
plasma modifie cette loi d’échelle. Cette section est donc dédiée à l’étude de cette
modification de la loi d’échelle de la pression en fonction de l’intensité laser pour
tenir compte de la transition solide-plasma. Nous allons en particulier essayer de
calculer le coefficient α + β.

Nous allons tout d’abord calculer le coefficient α qui servira de référence pour
vérifier les résultats obtenus lors de la modélisation de la transition solide-plasma
avec le modèle M21. La pression totale p est donnée en considérant les contribu-
tions des électrons et des ions p = pe + pi avec pe et pi respectivement la pression
électronique et la pression ionique. En supposant que les électrons et les ions ont
la même température Te = Ti = T , condition vérifiée aux temps longs grâce à la
thermalisation électron-ion due aux collisions, et une équation d’état du gaz parfait
pour les électrons et les ions, la pression totale s’écrit :

p =

(
1 +

1

Z

)
nekBT (3.39)

avec Z = ne/ni le degré d’ionisation moyen du plasma. Nous supposons ensuite
que la densité est constante, condition vérifiée pour un plasma totalement ionisé,
conduisant à ne et Z constants. La loi d’échelle de la pression est donc uniquement
établie à partir de la loi d’échelle de la température. L’hypothèse Te = Ti = T

et d’une densité constante nous permet alors de ne pas considérer les deuxième
et troisième termes dans l’équation 3.24 et la variation de température est alors
uniquement due à l’absorption laser. Comme on considère une absorption linéaire,
la variation de température s’écrit au final sous la forme :

∂T

∂t
=

16πe2νc
3ckBmeω2

L

IL(t) (3.40)

où on a supposé νc � ωL, condition vérifiée pour un plasma chaud. Cette hypothèse
de plasma chaud nous permet également d’écrire la fréquence de collision sous la
forme νc ∝ T−3/2 lnΛ. En supposant une faible dépendance en température du
logarithme coulombien, l’équation précédente peut être résolue analytiquement. En
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écrivant l’intensité laser sous la forme I0f(t) avec f le profil temporel, on obtient :

T 5/2 − T 5/2
0 ∝ I0F (t) (3.41)

avec T0 la température initiale du plasma et F (t) =
∫ t
−∞ f(τ) dτ . L’hypothèse du

plasma chaud nous permet de supposer T0 � T et la loi d’échelle de la pression en
fonction de l’intensité laser pour un plasma s’écrit alors :

p ∝ I
2/5
0 (3.42)

Ceci constitue ainsi la loi d’échelle de la pression en fonction de l’intensité laser dans
un plasma où la densité est constante (α = 2/5).

Afin d’étudier la modification de cette loi d’échelle due à la variation de la densité
d’électrons libres au cours de la transition solide-plasma, plusieurs simulations ont
été effectuées avec le modèle M21 en utilisant un laser gaussien tel que défini par
l’équation (3.13) pour des intensités lasers maximales variant entre 1010 W.cm−2 et
1015 W.cm−2. La Figure 3.25 montre l’évolution de la pression totale en fonction du
temps et de l’intensité laser. On observe ainsi que la pression dépend principalement
de l’intensité laser. L’instant auquel on regarde l’évolution de la pression en fonction
de l’intensité laser ne change pas son comportement mais uniquement l’intervalle

Figure 3.25 – Evolution de la pression totale en fonction de l’intensité laser et du
temps au cours de la transition solide-plasma. Un tel profil apparaît car on a utilisé
un profil temporel gaussien pour l’intensité et donc l’intensité évolue au cours du
temps.
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d’intensité sur lequel il est défini. Ainsi, la loi d’échelle de la pression en fonction de
l’intensité ne dépendra pas du temps.

Afin d’évaluer plus en détail le comportement de la pression en fonction de l’in-
tensité et d’en déduire la loi d’échelle, la Figure 3.26 montre l’évolution de la pression,
de la densité électronique et de la température électronique en fonction de l’inten-
sité. On peut ainsi observer sur la Figure 3.26(a) que la pression présente quatre
comportements différents associés à quatre intervalles pour l’intensité laser :

• IL < 1.5 × 1011 W.cm−2 : l’ablateur est constitué de polystyrène et la den-
sité électronique évolue comme ne ∝ I2L comme on peut le voir sur la Figure
3.26(b). Cette loi d’échelle en fonction de l’intensité pour la densité électro-
nique est aussi valable pour la pression totale car la température électronique
reste quasiment constante sur cet intervalle d’intensité laser comme on peut
le voir sur la Figure 3.26(c). Au final, la pression totale suit la loi d’échelle
suivante p ∝ I2L.

• 1.5 × 1011 W.cm−2 < IL < 5.0 × 1011 W.cm−2 : la pression présente une
croissance très rapide qui est due à l’augmentation très rapide de la densité
électronique qui passe de 6 × 1019 cm−3 à 2.5 × 1023 cm−3. Cet intervalle
d’intensité est associée à une température électronique d’une dizaine d’eV. On
a vu dans la Section 3.2.2.1 qu’à ces températures électroniques, énormément
d’électrons étaient générés à cause de l’ionisation par impact des molécules et
atomes qui composent l’ablateur à ce moment. Un fit numérique de la pression
en fonction de l’intensité nous donne alors la loi d’échelle suivante p ∝ I11L .

• 6.0 × 1011 W.cm−2 < IL < 2.0 × 1012 W.cm−2 : l’évolution de la pression est
due à l’augmentation de la densité électronique qui passe de 2.5× 1023 cm−3 à
3.5× 1023 cm−3 à cause de la cinquième et sixième ionisation du carbone qui
a lieu pour IL ≈ 1012 W.cm−2. Un fit numérique de la pression en fonction de
l’intensité nous donne alors la loi d’échelle suivante p ∝ I1.2L .

• IL > 3.0× 1012 W.cm−2 : la densité électronique reste constante et l’évolution
de la pression est due à l’évolution de la température (à ce moment-là, Te = Til

d’après la Section 3.2.2.1). Dans ce cas, un fit numérique de la pression donne
la loi d’échelle suivante p ∝ I0.5L . On remarque alors que cette loi d’échelle
est similaire à celle donnée par l’équation 3.42. La différence au niveau des
exposants, 0.5 d’après le fit numérique au lieu 0.4 (α = 2/5) d’après le calcul
analytique, est due aux hypothèses faites pour obtenir l’équation 3.42 qui
supposent une fréquence de collision petite devant la fréquence laser νc � ωL

et un logarithme coulombien indépendant de la température.

Les trois premiers comportements de la pression associés aux trois premiers inter-
valles d’intensités sont reliés à l’évolution de la densité électronique tandis que le
dernier comportement de pression est relié à l’évolution de la température électro-
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nique car la densité d’électrons ne varie plus dans cette région.

Figure 3.26 – Evolution de (a) la pression totale, (b) de la densité électronique
et (c) de la température électronique en fonction du temps de l’intensité laser à
différents instants au cours de la transition solide-plasma.

Au final, il apparaît que la transition solide-plasma, avec la variation de la densité
d’électrons, modifie effectivement la loi d’échelle de la pression en fonction de l’in-
tensité laser. Une unique loi d’échelle ne peut plus être utilisée mais une loi d’échelle
définie par morceau devrait être préférée. La Table 3.5 résume les lois d’échelles ob-
tenues pour la pression en fonction de l’intensité et précise les domaines d’intensité
sur lesquels elles sont valables. Même si une unique loi d’échelle n’est donc pas uti-
lisable, il est possible d’en construire une afin de comparer à ce qui avait été utilisé
lors de la comparaison entre résultats numériques et observations expérimentales
[10]. En calculant la loi d’échelle entre 109 W.cm−2 et 1013 W.cm−2 englobant ainsi
l’ensemble de la transition solide-plasma, on obtient pour cette unique loi d’échelle

144



Chapitre 3. Modélisation de la transition solide-plasma

Domaine d’intensité laser Loi d’échelle

IL < 2.0× 1011 W.cm−2 p ∝ I2L

2.0× 1011 W.cm−2 < IL < 5.0× 1011 W.cm−2 p ∝ I11L

6.0× 1011 W.cm−2 < IL < 2.0× 1012 W.cm−2 p ∝ I1.2L

IL > 3.0× 1012 W.cm−2 p ∝ I0.5L

Table 3.5 – Résumé des loi d’échelle de la pression en fonction de l’intensité laser
et des domaines d’intensité sur lesquels elles sont valides.

p ∝ I3L. Lors de la comparaison entre résultats numériques et observations expéri-
mentales un bon accord entre les deux avait été obtenu après la multiplication ad hoc
par un facteur 2 des modulations d’intensité justifiée par une loi d’échelle p ∝ I2L
provenant du rôle de l’état solide initial. Bien que ces deux lois d’échelle soient
relativement différentes (les exposants 2 et 3 restent néanmoins du même ordre de
grandeur), elles montrent que la prise en compte de la transition solide-plasma induit
une modification significative de l’exposant de la loi d’échelle.

On notera qu’une étude similaire a été effectuée où des modulations de vitesse
de chocs dans du polystyrène ont également été mesurées [254]. La longueur d’onde
du laser utilisé cette fois était telle qu’un seul photon était nécessaire pour générer
des électrons libres dans l’état solide. Comme dans la première étude, les auteurs de
[254] ont comparé les observations expérimentales aux résultats numériques obtenus
avec un autre code hydrodynamique à l’état de l’art (sans modélisation de la tran-
sition solide-plasma) et ont également observé une différence d’un facteur 3 sur les
modulations de vitesses de chocs entre résultats numériques et observations expéri-
mentales. Comme le processus de photoionisation était linéaire dans cette deuxième
expérience, les auteurs en ont conclu que la photoionisation dans l’état solide n’était
pas le seul mécanisme responsable des différences observées. Nous avons cependant
montré ici que la loi d’échelle dépend bien des variations de densité électronique
mais ne dépend pas de la manière dont sont générés les électrons (absorption à un
photon, absorption à deux photons ou ionisation par impact). On en déduit alors que
la transition solide-plasma peut également expliquer les différences entre résultats
expérimentaux et numériques observés dans [254].

3.2.2.5 Couplage et dégénérescence

Lors de la construction du modèle M21, nous avons fait plusieurs hypothèses sur
les interactions entre électrons, entre neutres et entre ions nous conduisant à utiliser
les équations d’état présentées dans la Section 2.3.4 ainsi qu’à utiliser le logarithme
coulombien défini par l’équation (3.28) pour la fréquence de collision et le transfert
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d’énergie électron-ion. Nous allons dans cette section discuter la pertinence de ces
choix. La pertinence du choix de modèle du gaz d’électrons libres pour l’équation
d’état des électrons et du modèle de Cowan pour l’équation d’état des ions va être
discutée en étudiant l’évolution du degré de dégénérescence et du paramètre de cou-
plage des électrons et des ions. La pertinence du choix du modèle du gaz parfait
pour les neutres ne sera pas discutée car on a vu dans la section précédente que les
neutres restent présents pendant une courte durée, de l’ordre de la picoseconde, par
rapport à la transition solide-plasma. Dès lors, on suppose qu’une équation d’état
plus complexe ne modifierait pas significativement les résultats. Nous discuterons en-
suite la pertinence du choix pour le logarithme coulombien en étudiant l’importance
ou non de l’écrantage et des effets quantiques pendant la transition solide-plasma
en comparant la longueur de Wigner-Seitz à la longueur de Debye et à la longueur
de De Broglie.

Degré de dégénérescence

Le degré de dégénérescence mesure le rapport entre l’énergie thermique et l’énergie
de Fermi. Nous définissons le degré de dégénérescence Θα de la manière suivante :

Θα =
EF,α
Eth,α

=
~2 (3π2nα)

2/3

3mαkBTα
(3.43)

avec EF et Eth respectivement l’énergie de Fermi et l’énergie thermique de l’espèce
α dont la densité, la masse des particules et la température sont respectivement
données par nα, mα et Tα. Si Θ � 1, l’énergie de Fermi est très faible devant
l’énergie thermique. L’espèce α est alors faiblement dégénérée et se rapproche d’un
gaz parfait. Si Θ� 1, l’énergie de Fermi est très grande devant l’énergie thermique.
L’espèce α est alors fortement dégénérée et la distribution en énergie des particules
de l’espèce α, par exemple la distribution de Fermi-Dirac pour les électrons, doit
être prise en compte, .

La Figure 3.27 montre l’évolution du degré de dégénérescence pour les électrons et
les ions au cours de la transition solide-plasma. Le degré de dégénérescence pour les
ions n’est montré que pour t > 50 ps car ils n’apparaissent qu’à cet instant. Pour t <
50 ps, le degré de dégénérescence des électrons augmente du fait de l’augmentation
de la densité électronique. Pour t > 50 ps, le degré de dégénérescence des électrons
et des ions globalement diminue, à cause de l’augmentation des températures des
électrons et des ions. Concernant les ions, on voit qu’on a Θi � 1 pendant toute
la transition solide-plasma et leur dégénérescence peut être négligée. Concernant les
électrons, on observe qu’on a Θ < 1 pendant toute la transition solide-plasma mais
que le critère Θ� 1 n’est pas satisfait pendant plusieurs dizaines de picosecondes ce
qui n’est pas négligeable devant la durée de la transition solide-plasma. Il apparaît
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Figure 3.27 – Evolution temporelle des degrés de dégénérescence pour (a) les élec-
trons et (b) les ions au cours de la transition solide-plasma.

ainsi que les électrons passent de faiblement dégénérés à modérément dégénérés
pour ensuite tendre vers un état faiblement dégénéré. Les modèles utilisés pour les
équations d’état des électrons et des ions sont respectivement le modèle du gaz
d’électrons libres et le modèle de Cowan. Le modèle du gaz d’électrons libres étant
valide pour n’importe quel degré de dégénérescence et le modèle de Cowan ne prenant
pas en compte la dégénérescence des ions, il apparaît qu’ils sont adaptés, du point
de vue de la dégénérescence, pour la description de la transition solide-plasma.

Paramètre de couplage

Le paramètre de couplage mesure le rapport entre l’énergie thermique et l’énergie
d’interaction coulombienne. On définit ainsi le paramètre de couplage Γα de l’espèce
α de la manière suivante :

Γα =
2q2α

3kBTα

(
4πnα

3

)1/3

(3.44)

qui dépend de sa charge qα, de sa température Tα et de sa densité nα. Si Γα � 1, alors
l’énergie thermique est très grande devant l’énergie d’interaction. On dit alors que
l’espèce α est faiblement corrélée et se rapproche ainsi d’un gaz parfait. Si Γα � 1,
alors l’énergie thermique est très petite devant l’énergie d’interaction. On dit alors
que l’espèce α est fortement corrélée et les interactions entre particules doivent alors
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être prises en compte, notamment dans les équations d’état.

La Figure 3.28 montre l’évolution des paramètres de couplage pour les électrons
et les ions au cours de la transition solide-plasma. Comme précédemment, l’évolu-
tion du paramètre de couplage pour les ions n’est montrée que pour t > 50 ps. La
dépendance en température et en densité du paramètre de couplage étant sensible-
ment la même que celle du degré de dégénérescence, à savoir croissant avec la densité
et décroissant avec la température, les paramètres de couplage des électrons et des
ions présentent les mêmes comportements que les degrés de dégénérescence. Le pa-
ramètre de couplage des électrons augmente t < 50 ps car la densité électronique
augmente puis il diminue pour t > 50 ps car la températures des électrons augmente.
De même, le paramètre de couplage des ions diminue globalement pour t > 50 ps car
la température du système réseau-ion augmente. Il apparaît alors que les électrons
comme les ions sont moyennement corrélés avec un paramètre de couplage qui se si-
tue entre 10−2 et 102. Les interactions entre particules sont prises en compte dans le
modèle de Cowan, au travers de la température Tm définie par l’équation (2.84) qui
traduit les interactions coulombiennes mais les interactions entre électrons ne sont
pas prises en compte dans le modèle du gaz d’électrons libres. Ainsi, le modèle de
Cowan est un modèle adapté à la transition solide-plasma pour les équations d’état
des ions. Une équation d’état prenant en compte à la fois l’interaction des électrons
et leur dégénérescence semblerait une meilleure équation d’état pour les électrons
que celle obtenue dans le modèle du gaz d’électrons libres. Cependant, comme le

Figure 3.28 – Evolution temporelle des paramètres de couplage pour (a) les élec-
trons et (b) les ions au cours de la transition solide-plasma.
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paramètre de couplage des électrons est au maximum de 10 environ, on s’attend
seulement à une légère correction.

Influence de l’écrantage

On vient de voir que l’interaction entre particule était importante à prendre en
compte. Lors de l’évaluation du logarithme coulombien, nous avons effectivement
tenu compte du caractère à longue distance de l’interaction électron-ion non pas
avec le potentiel coulombien mais avec le potentiel de Debye-Hückel en justifiant
que le plasma étant dense, l’écrantage pouvait être important. Nous allons dans
ce paragraphe discuter l’importance de l’écrantage. Pour cela, il suffit de comparer
la longueur de Debye λD définie par l’équation (3.21) au rayon de Wigner-Seitz rs
défini, pour les électrons, par :

re =

(
3

4πne

)1/3

(3.45)

caractérisant la distance entre électrons.
La Figure 3.29 montre l’évolution du rapport rs/λD au cours de la transition

solide-plasma. Là encore, le rapport rs/λD présente les mêmes dépendances en tem-
pérature et en densité que le paramètre de couplage et de le degré de dégénérescence

Figure 3.29 – Evolution temporelle du rapport re/λD représentant le rapport entre
le rayon de Wigner-Seitz des électrons et la longueur de Debye au cours de la tran-
sition solide-plasma.
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et a donc un comportement similaire. Il croit pour t < 50 ps car la densité électro-
nique augmente puis décroît pour t > 50 ps car la température augmente. Comme
il évolue en 0.1 et 10, ceci implique donc que l’écrantage doit être pris en compte,
au moins à titre correctif. Le logarithme coulombien utilisé et défini par l’équation
(3.28) à partir d’un potentiel de Debye-Hückel semble donc adapté pour la descrip-
tion de la transition solide-plasma.

Influence des effets quantiques

On a vu grâce à l’évaluation du paramètre de couplage que les interactions entre
particules devaient être prises en compte. Le potentiel de Debye-Hückel et le loga-
rithme coulombien utilisé et défini par l’équation (F.5) correspondent à une descrip-
tion des collisions dans un cadre classique. Cependant, si le plasma est suffisamment
dense et pas assez chaud induisant une distance entre électrons inférieure à la lon-
gueur de De Broglie, les effets quantiques peuvent devenir non négligeables. Dans
ce cas, les collisions des électrons doivent être décrites dans un cadre quantique et
non plus classique comme nous l’avons fait en modifiant alors la section efficace de
collision [255]. Pour estimer l’importance des effets quantiques, nous comparons le
rayon de Wigner-Seitz rα de l’espèce α défini par l’équation (3.45) à la longueur de

Figure 3.30 – Evolution temporelle du rapport λe/re et λi/ri représentant le rap-
port entre le rayon de Wigner-Seitz et la longueur de De Broglie pour les électrons
et les ions au cours de la transition solide-plasma.
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De Broglie λα de l’espèce α définie par :

λα =
~√

mαkBTα
(3.46)

La Figure 3.30 montre l’évolution du rapport λα/rα pour les électrons et les ions
α = e, i au cours de la transition solide plasma. Une fois encore, les dépendances en
température et densité étant les mêmes que précédemment, on observe un comporte-
ment similaire. Pour les ions, il apparaît qu’on a λi � ri tout au long de la transition
solide-plasma. Ainsi les effets quantiques ne sont pas à prendre en compte pour les
ions. Par contre, il apparaît que re peut devenir du même ordre de grandeur que
λe pour les électrons lors de la transition solide-plasma. Une description des colli-
sions incluant une correction permettant de considérer les effets quantiques apparaît
nécessaire pour les électrons. Cependant, les effets quantiques ne jouant qu’un rôle
correctif car on a toujours λe < re, on peut s’attendre à une légère modification des
résultats présentés dans la Section 3.2.2.1 sans pour autant modifier les conclusions
qui ont été faites.

3.2.2.6 Influence de l’hydrodynamique et de la diffusion

Dans les sections précédentes, la transition solide-plasma a été étudiée dans le
détail à travers l’analyse de l’évolution temporelle de plusieurs grandeurs physiques,
en particulier les densités et températures, mais toutes ces études, et les conclusions
qui en ont été tirées, ont été faites en négligeant a priori l’hydrodynamique de
l’ablateur associée à son expansion, la diffusion ambipolaire et la diffusion thermique.
Dans cette section, nous allons étudier a posteriori l’influence de l’hydrodynamique
lors de la transition solide-plasma. Pour cela, nous allons étudier les trois processus
physiques suivants :

• l’expansion de l’ablateur générée par l’augmentation de la pression à la surface
de l’ablateur,

• la diffusion ambipolaire associée aux flux de particules générés par les gradients
de densité,

• la diffusion thermique associée aux flux de chaleur générés par les gradients de
température.

Expansion du plasma

Lors de la transition solide-plasma, l’ionisation et le chauffage de l’ablateur vont
conduire à une augmentation de la pression. En particulier cette augmentation de
pression à la surface de l’ablateur va donner lieu à une détente ce qui va modifier
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les profils spatiaux de densité et de température et donc l’absorption laser. L’ex-
pansion du plasma δx est évaluée à partir de l’intégration sur le temps de la vitesse
acoustique ionique cs [162] :

δx =

∫ t

t0

cs (τ) dτ ; cs =

√
γeZkBTe + γikBTi

mi
(3.47)

avec t0 = −75 ps le temps initial et γe = 1 et γi = 3 les coefficients adiabatiques
des électrons et des ions [71]. L’évolution de l’expansion de l’ablateur lors de la
transition solide-plasma induite par une impulsion laser gaussienne d’une durée de
100 ps, centrée en t = 200 ps et d’intensité maximale de 1014 W.cm−2 est montrée
sur la Figure 3.31. Pour pouvoir comparer l’expansion de l’ablateur à sa taille, on
considèrera un ablateur de 10 µm d’épaisseur correspondant à la taille standard
des ablateurs en polystyrène utilisés dans les expériences de FCI [3, 44, 256]. Deux
comportements distincts peuvent être observés. Si t < 50 ps, le système réseau-ion
reste froid et l’expansion de l’ablateur est négligeable car l’expansion est inférieure
à 0.1 µm. Si t > 50 ps, le système réseau-ion est très rapidement chauffé et la
température dépasse la centaine d’eV (voir Figure 3.11). La prise en compte de
l’expansion de l’ablateur devient alors nécessaire. Lorsque t ≈ 70 ps, instant auquel
la transition solide-plasma peut être considérée comme terminée, voir Section 3.2.2.1,
l’expansion de l’ablateur est de l’ordre de 1 µm, soit 10% de l’épaisseur de l’ablateur.
Sur l’ensemble de la transition solide-plasma, l’expansion de l’ablateur ne dépasse

Figure 3.31 – Evolution de l’expansion de l’ablateur lors de la transition solide-
plasma.
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pas 10% de sa taille totale et on peut alors confirmer que l’expansion du plasma
peut être négligée pour la modélisation de la transition solide-plasma.

Diffusion ambipolaire

Lors de la transition solide-plasma, il peut apparaître des gradients de densité
où les électrons et les ions vont pouvoir migrer des zones plus denses vers les zones
moins denses. Ces zones plus ou moins denses peuvent en particulier être créées par
les speckles. La densité d’électrons et d’ions sera plus élevée là où l’intensité est
plus élevée que là où elle est moins élevée, ce qui va créer un gradient de densité.
Du fait de leur différence de masse, les électrons et les ions ne vont pas migrer à la
même vitesse ce qui va induire une séparation de charges faisant alors apparaître
un champ électrostatique appelé champ ambipolaire. Ce dernier va alors limiter la
migration des électrons mais va également mettre en mouvement les ions afin d’as-
surer la quasi-neutralité. C’est la diffusion ambipolaire. Elle est caractérisée par un
coefficient de diffusion Da qui peut être exprimé sous la forme suivante [140] :

Da ≈ Di

(
1 +

Te
Ti

)
; Di =

kBTil
miνc

(3.48)

avec Di le coefficient de diffusion des ions, mi la masse des ions et νc la fréquence
de collision des électrons. A partir de ce coefficient de diffusion il est possible d’en
déduire un temps caractéristique de diffusion ambipolaire ta :

ta =
L2

Da
(3.49)

associé à une longueur caractéristique de diffusion L. La Figure 3.32 montre l’évolu-
tion de ce temps caractéristique de diffusion ambipolaire ta au cours de la transition
solide-plasma induite pour t > 52 ps car cette évaluation du temps caractéristique
de diffusion n’est pas valable lorsque l’ablateur est du polystyrène. On a fixé L = 1

µm pour la longueur caractéristique car elle correspond au diamètre typique d’un
speckle. Ceci correspond à la direction transverse par rapport à la direction de pro-
pagation du champ laser. Pour évaluer, la diffusion dans la direction longitudinale,
c’est-à-dire le long de la direction de propagation du laser, la propagation doit être
prise en compte. Ceci sera abordée dans la Section 4.2.1. Tout d’abord, à t ≈ 52 ps,
on a ta ≈ 2 × 109 ps. Par continuité, on peut supposer que ta est de l’ordre de 109

ps à t ≈ 50 ps. Comme pour t < 50 ps, la densité d’électrons et la températures des
électrons est plus faible qu’à t ≈ 50 ps, voir Section 3.2.2.1, on peut supposer que
ta (t < 52 ps) > 2 × 109 ps légitimant ainsi l’hypothèse d’une diffusion négligeable
lorsque l’ablateur est du polystyrène. Pour t > 52 ps, on observe que le temps ca-
ractéristique de diffusion ambipolaire reste très largement supérieur, au minimum
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de l’ordre d’un facteur 100, au temps caractéristique de la transition solide-plasma.
Au final, la diffusion ambipolaire peut être négligée sur l’ensemble de la transition
solide-plasma.

Figure 3.32 – Evolution du temps caractéristique de diffusion ambipolaire ta avec
une longueur caractéristique de diffusion de 1 µm au cours de la transition solide-
plasma pour t > 52 ps.

Diffusion thermique

Lors de la transition solide-plasma il apparaît des gradients de températures gé-
nérant des flux de chaleur qui vont naître principalement des collisions des électrons
qui vont communiquer leur énergie de proche en proche. Étant beaucoup plus légers
que le système réseau-ion, les flux de chaleur engendrés par ce dernier peuvent être
supposés négligeables. Cette diffusion thermique est caractérisée par un coefficient
de diffusion Dth défini par :

Dth =
κ

Ce
(3.50)

avec Ce la capacité thermique des électrons donnée par l’équation (2.76) et κ la
conductivité thermique. Dans le cas des plasmas denses, elle peut s’écrire de la
manière suivante [163] :

κ =
nek2BTe
meνc

Aβ

(
µe
kBTe

)
R(Z) (3.51)
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avec Aβ défini de la manière suivante :

Aβ (x) =
20

9

F4(x)

(1 + e−x)F 2
1/2(x)

(
1− 16F3(x)2

15F2(x)F4(x)

)
(3.52)

qui s’exprime en fonction des intégrales de Fermi-Dirac Fj d’ordre j définies par
l’équation (2.51). Enfin, R(Z) correspond à un facteur correctif qui permet de
prendre en compte les collisions électron-électron qui sont négligées dans la fré-
quence de collision νc et qui jouent un rôle important lorsque Z est petit [257] :

R(Z) =
Z + 0.25

Z + 4.26
(3.53)

Cette expression a été obtenue en cherchant R sous la forme (Z+a)/(Z+b) à partir
des données de Spitzer & Härm [258]. Comme pour la diffusion ambipolaire, on peut
alors estimer un temps caractéristique de diffusion thermique tth qui est donné par :

tth =
L2

Dth
(3.54)

associé à une longueur caractéristique de diffusion L. La Figure 3.33 montre l’évolu-
tion de ce temps caractéristique de diffusion thermique tth au cours de la transition
solide-plasma en prenant L = 1 µm comme précédemment pour t > 52 ps car cette
évaluation du temps de caractéristique de diffusion n’est pas valable lorsque l’abla-

Figure 3.33 – Evolution du temps caractéristique de diffusion thermique tth au
cours de la transition solide-plasma pour une longueur caractéristique de diffusion
de 1 µm.
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teur est du polystyrène. Tout d’abord, on observe que tth > 103 ps pour t ≈ 52 ps
ce qui légitime l’hypothèse de diffusion thermique négligeable à t < 52 ps pour les
mêmes raisons que précédemment. De plus, la température du système réseau-ion
n’augmente que très peu dans cet intervalle de temps assurant une diffusion de cha-
leur assurée par les phonons négligeable. Pour t > 52 ps, le temps caractéristique
devient suffisamment faible, environ 10 ps, pour t entre 70 ps et 75 ps. Or, à ce
moment-là, la transition solide-plasma peut être considérée comme terminée, voir
Section 3.2.2.1. Au final, la diffusion thermique peut être négligée dans la modé-
lisation de la transition solide-plasma car elle devient non-négligeable une fois la
transition solide-plasma terminée.

Pour terminer, on notera que la différence d’ordre de grandeur entre ta et tth est
principalement due au fait que la diffusion ambipolaire est régie par la diffusion des
ions tandis que la diffusion thermique est régie par la diffusion des électrons. Du fait
de la différence de masse entre les ions et les électrons, la diffusion des ions se fera
sur une échelle de temps plus lente que la diffusion des électrons. Cette remarque
peut être justifiée par l’évaluation des temps de diffusion en fin de transition solide-
plasma. Pour t = 100 ps, on a Te ≈ Til et Z = 3.5 d’après la Section 3.2.2.1. De plus,
les électrons tendent vers un gaz parfait en fin de transition solide-plasma d’après
la Section 3.2.2.5 ce qui donne Ce → 3kBne/2 et Aβ (µe/kBTe)→ 128/3π [163]. En
partant des définitions de ta et de tth, obtient au final :

ta
tth

=
128

9π

mi

me
R(3.5) (3.55)

avec R définie par l’équation (3.53). D’après les Figures 3.32 et 3.33, on trouve
ta/tth ≈ 27000. Comme à la fin de la transition solide-plasma, l’ablateur est un
plasma de carbone et d’hydrogène, on a mi = (mC + mH)/2. Avec mC ≈ 12mH et
mH ≈ 1836me, on obtient au final 128R(3.5)mi/9πme ≈ 26100 en utilisant R(3.5) ≈
0.48 confirmant ainsi la validité de l’équation 3.55.

3.3 Synthèse

Deux modèles décrivant la transition solide-plasma, le modèle M19 que je me suis
réapproprié et le modèle M21 que j’ai développé, ont été présentés dans ce chapitre.
Pour ces deux modèles, la transition solide-plasma est décrite à travers l’évaluation
de la dynamique électronique et du chauffage de l’ablateur. Pour le modèle M19, la
dynamique électronique évalue la densité électronique dans le polystyrène et consi-
dère donc uniquement l’état solide. Pour le modèle M21, la dynamique électronique
repose sur l’évaluation de la composition chimique de l’ablateur qui dépend de la
température du réseau. La modélisation de la fragmentation chimique de l’ablateur
fait ainsi intervenir successivement plusieurs espèces chimiques et l’évaluation de la

156



Chapitre 3. Modélisation de la transition solide-plasma

densité électronique est adaptée à l’espèce chimique considérée. En étudiant alors
l’évolution temporelle des espèces chimiques impliqués dans la fragmentation du po-
lystyrène, nous en avons déduit un modèle de fragmentation valable pour n’importe
quel plastique. Concernant le chauffage de l’ablateur, les deux modèles reposent
sur l’utilisation du modèle à deux températures où sont pris en compte l’absorp-
tion laser, le transfert thermique et la variation d’énergie associée à la variation de
densité. L’absorption laser et le transfert thermique sont dus aux collisions des élec-
trons. Le modèle M19 décrit ces collisions de manière générique tandis que le modèle
M21 adapte la description des collision à la composition chimique de l’ablateur. En
particulier, les collisions électron-phonon optique existant dans le polystyrène sont
négligées dans le modèle M19 tandis qu’elles sont prises en compte dans le modèle
M21. Enfin, la variation d’énergie associée à la variation de densité est obtenue par
les équations d’état. Le modèle M19 utilise l’équation d’état du gaz parfait tan-
dis que que le modèle M21 utilise des équations d’état adaptées à la composition
chimique et à l’état physique de l’ablateur.

Pour une transition solide-plasma induite par un picket gaussien d’une durée de
100 ps, ces modèles prédisent tous les deux un temps de transition entre 100 ps
et 200 ps suivant l’intensité maximale du laser. Il apparaît dès lors que le temps
de transition et la durée du picket sont du même ordre de grandeur. La transition
solide-plasma doit donc être incluse lors de l’étude de l’interaction entre un picket
et l’ablateur. Le modèle M21 a ensuite été comparé au cas où la transition solide-
plasma de l’ablateur est négligée lorsque ce dernier se présente initialement sous la
forme d’un plasma totalement ionisé. Bien que des valeurs finales identiques pour
les densités et les températures aient été observées, il est apparu que l’ablateur reste
transparent pendant environ 100 ps permettant au laser d’interagir avec l’ablateur en
volume et d’atteindre le DT solide. Nous évaluerons cette interaction dans le chapitre
suivant où la propagation du laser sera prise en compte. Dans le cas d’un plasma
initial, un chauffage intervenant 50 ps plus tôt a été observé ce qui pourrait donner
lieu à une expansion de l’ablateur plus précoce et des instabilités hydrodynamiques
qui pourraient se développer plus tôt. Puis, afin d’étudier l’influence de la transition
solide-plasma sur l’hydrodynamique ultérieure de la cible comme suggéré par des
expériences, l’énergie laser absorbée par l’ablateur a été étudiée à travers l’évolution
de la loi d’échelle de la pression des électrons en fonction de l’intensité laser. Il
est ainsi apparu que la transition solide-plasma a effectivement une influence sur
l’énergie laser absorbée du fait de l’augmentation de la densité d’électrons. Il est
également apparu que c’est bien la génération d’électrons dans son ensemble, et non
le mécanisme de génération comme il avait été suggéré, qui est responsable de la
modification de la loi d’échelle. Enfin, les hypothèses faites lors de la construction
du modèle M21 ont été testées a posteriori et sont apparues légitimes car vérifiées
pendant une très grande majorité du temps de la transition solide-plasma.
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Au final, la modélisation de la transition solide-plasma ayant pour but d’être
implémentée dans un code hydrodynamique afin d’étudier directement son influence
sur l’hydrodynamique ultérieure de la cible, les deux modèles peuvent être utilisés
mais nécessiteront au préalable quelques modifications a posteriori. On a en effet
observé que le modèle M19 donnait des résultats différents de ceux du modèle M21
mais les tendances étaient globalement similaires. Le modèle M21 valide donc le
formalisme du modèle M19 mais ce dernier doit être modifié afin de modéliser plus
précisément la transition solide-plasma. De plus, une évaluation des densités d’ions
carbone et hydrogène doit être rajoutée. Le modèle M21 est actuellement demandeur
en temps de calcul et doit être optimisé avant d’être implémenté dans un code
hydrodynamique. En ce sens, des approximations permettant de calculer les densités
directement à partir des températures ont été calculées. Ces approximations sont
fournies en Annexe G.

158



Chapitre 4. Couplage à la propagation laser

Chapitre 4

Couplage à la propagation laser

Rien ne va plus vite que la lumière, à l’exception peut-être des mauvaises
nouvelles qui obéissent à leurs lois spécifiques. Les Krafkhrizes d’Hépi-
leh Psi ont certes essayé de construire des astronefs propulsés par les
mauvaises nouvelles mais leur fonctionnement laissait à désirer, sans
compter qu’ils étaient extrêmement mal accueillis chaque fois qu’ils dé-
barquaient à un endroit où on ne les attendait pas vraiment.

Le guide du voyageur galactique
Douglas Adams
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Objectif et organisation du chapitre

Dans le chapitre précédent, la transition solide-plasma a été modélisée sans consi-
dérer la propagation du laser. Or, comme on l’a vu dans la Section 2.1, l’ablateur
est initialement transparent et va progressivement devenir opaque au cours de la
transition solide-plasma. Le laser peut donc se propager dans l’ablateur et atteindre
le DT, c’est le shinethrough. Le but de ce chapitre est de coupler le modèle M19 à
un modèle de propagation laser pour décrire la transition solide-plasma de l’abla-
teur en tenant compte du changement d’indice optique et de la modification de la
propagation du laser. Le modèle M19 est choisi plutôt que le modèle M21 car il est
peu coûteux en temps de calcul et son formalisme a été validé par le modèle M21.
Ainsi, la Section 4.1 présentera la manière dont la propagation laser est couplée à
la dynamique électronique et au chauffage laser afin de modéliser en une dimension
la transition solide-plasma d’un ablateur possédant un indice quelconque (variable
dans le temps et l’espace). La Section 4.2 présentera les résultats obtenus pour un
ablateur standard. La Section 4.3 présentera les résultats obtenus dans le cas où le
laser se propage dans une mousse. En effet, on a vu au début de cette thèse que les
mousses étaient une solution prometteuse pour l’optimisation des cibles. Nous étu-
dierons tout particulièrement l’influence des mousses sur le shinethrough. Au final,
ces études sur l’ablateur standard et les mousses nous permettront de discuter des
conséquences de la transition solide-plasma de l’ablateur sur le DT solide et l’in-
fluence des mousses sur ces conséquences. Cette discussion sera faite dans la Section
4.4. Pour conclure, nous dresserons dans la Section 4.5 une synthèse des résultats
présentés dans ce chapitre.
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4.1 Description du couplage entre la propagation
laser et le modèle M19

Nous allons dans cette section présenter comment la modélisation de la propaga-
tion du laser a été couplée à la description de la transition solide-plasma. En effet,
ces trois processus sont inter-dépendants. Par exemple, la densité et la température
électroniques dépendent du champ laser via la photoionisation et l’absorption laser
mais l’amplitude du champ laser est déterminée par la propagation qui dépend de
la densité et de la température électroniques via l’indice optique. Comme la descrip-
tion de la propagation du laser nécessite une résolution numérique sur la dimension
temporelle et sur une dimension d’espace, le modèle M21 n’est pas adapté à ce type
de résolution car beaucoup trop lourd numériquement. De plus, le modèle M21 ayant
confirmé les tendances prédites par le modèle M19, on suppose que ces deux mo-
dèles donnent globalement les mêmes résultats en les couplant avec la propagation.
Ainsi, la dynamique électronique et le chauffage de l’ablateur sont décrits avec le
modèle M19. Au final, ceci nous permet d’évaluer notamment l’évolution temporelle
de la réflexion, de la transmission et de l’absorption ainsi que l’évolution spatiale et
temporelle de la densité, température et pression des électrons et de la température
du système réseau-ion permettant de caractériser l’évolution de l’ablateur pendant
sa transition solide-plasma.

Tout d’abord, l’ablateur est discrétisé en un très grand nombre de mailles dans
lesquelles la densité électronique, la température des électrons et la température du
réseau (et donc par conséquent l’indice optique) sont supposées uniformes. Pour que
cette hypothèse soit valide, la taille des mailles a été définie à 1 nm. Le calcul de la
densité, des températures et du champ laser dans l’ablateur au cours de sa transition
solide-plasma est ensuite schématisé la Figure 4.1.

Après avoir été initialisées dans chaque maille m, la densité et les températures
sont utilisées pour calculer l’indice optique ηm à l’aide de l’équation (2.110) :

ηm =

√
εr,m +

4iπ

ωL
σm (4.1)

avec ωL la fréquence du laser. La permittivité relative est évaluée de la manière
suivante :

εr = εPS + (1− εPS)
ne + nS − |ne − nS|

2nS
(4.2)

afin de prendre en compte sa modification pendant la transition solide-plasma avec
εPS = 2.5 la permittivité du polystyrène et nS la densité de molécule de styrène. On
a εr → εPS lorsque l’ablateur est dans l’état solide et faiblement ionisé, ne � nS. A
l’inverse, on a εr → 1 lorsque l’ablateur est dans l’état plasma et fortement ionisé,
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Initialisation

Densité et températures
ne,m, Te,m, Til,m

Indice optique
ηm

Matrices de transfert
Mm

Matrice de transfert totale
Mtr

Coefficients de réflexion
et transmission

r, t

Réflectivité, transmissivité
et absorption
R, T , A

Champ laser incident
EL

Champs laser réfléchi et transmis
ER, ET

Amplitude des champs
propagatif et contre-propagatif

a+m, a−m

Champ laser dans l’ablateur
Em

Figure 4.1 – Schéma du couplage entre la description de la propagation laser,
de la dynamique électronique et du chauffage de l’ablateur permettant de calculer
l’évolution de la densité électronique ne,m, de la température des électrons Te,m, de
la température du système réseau-ion Til,m et du champ laser dans l’ablateur Em
dans chaque maille m.

ne ≥ nS. La conductivité est évaluée dans le modèle du gaz d’électron libres :

σm =
e2ne

me (νc − iωL)
(4.3)

avec νc la fréquence de collisions. Connaissant l’indice optique dans chaque maille,
on obtient la matrice de transfert entre deux mailles consécutives grâce à l’équa-
tion (2.130) d’où en est déduite la matrice de transfert totale grâce à l’équation
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(2.132). Cette dernière nous permet alors d’obtenir les coefficients de réflexion et de
transmission (2.136)-(2.138) :

r =
M11

M22
(4.4)

t = M11 −
M21

M22
M12 (4.5)

ce qui nous permet d’en déduire la réflectivité, la transmissivité et l’absorption
grâce à l’équation (2.139) ainsi que les champs laser réfléchi et transmis grâce aux
équations (2.136) et (2.137) et au champ laser incident. Connaissant alors les champs
laser incident et réfléchi, on déduit ensuite les amplitudes des champs propagatif et
contre-propagatif dans l’ablateur par récurrence grâce l’équation (2.129). Ceci nous
permet alors de calculer le champ électrique laser dans chaque maille à l’aide de
l’équation (2.119) :

Em =
(
a+me

ikLηmz + a−me
−ikLηmz

)
e−iωLt (4.6)

Enfin, la connaissance du champ laser nous permet d’évaluer la densité électronique,
la température des électrons et la température du système réseau-ion de l’ablateur à
l’instant suivant. Ceci est fait en résolvant les équations (3.2)-(3.4) ainsi que les équa-
tion (3.7)-(3.8) de manière numérique grâce à la méthode de Runge-Kutta d’ordre
4 en utilisant un pas temporel de 5 fs. Enfin, dans le but d’optimiser le calcul de la
propagation laser, le calcul des matrices de transfert données par l’équation (2.130)
et le calcul du champ laser dans l’ablateur donné par l’équation précédente ont été
parallélisés en utilisant la libraire MPI.

4.2 Ablateur standard

Nous allons dans cette section étudier la transition solide-plasma d’un ablateur
standard, c’est à dire un ablateur uniquement composé de polystyrène, et entouré de
vide comme illustré sur la Figure 4.2 1. On suppose un ablateur en polystyrène d’une
densité ρ = 1.1 g.cm−3 et d’une épaisseur h = 8 µm. Cette épaisseur est typique
des cibles utilisées dans les expériences de FCI en attaque directe [261]. Les faces
z = 0 et z = h correspondent respectivement à la face avant et à la face arrière
de l’ablateur. Le laser est supposé arriver depuis la gauche en se propageant vers la
droite en direction de la face avant. Les champs réfléchis et transmis se propagent

1. On notera qu’ici, le champ laser transmis est supposé se propager dans le vide alors que
dans une cible de FCI il se propage dans du DT solide. Ce dernier ayant un indice optique de 1.13
environ [259, 260] et donc différent de celui du vide, la transmission sera modifiée (de même que
la réflexion et l’absorption). Cependant, on supposera que ces modifications ne changeront pas les
conclusions générales qui seront dressées dans cette section.
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vide ablateur vide

EI

ER

E+

E−

ET

z = 0
Face avant

z = h
Face arrière

Figure 4.2 – Schéma de l’ablateur illustrant les faces avant et arrière. Le champ
EL correspond au champ laser incident et les champs E+ et E− correspondent res-
pectivement aux champs laser propagatif et contre-propagatif dans l’ablateur.

alors respectivement vers la gauche depuis la face avant et vers la droite depuis la
face arrière. On définit ainsi :

II =
1

2
cε0E

2
I (4.7)

IR =
1

2
cε0E

2
R (4.8)

IT =
1

2
cε0E

2
T (4.9)

les intensités laser incidente II , réfléchie IR et transmise IT en fonction des champs
laser incident EI , réfléchi ER et transmis ET illustrés sur la Figure 4.2. On suppose
que la transition solide-plasma est induite par le même faisceau laser que celui consi-
déré lors de l’étude des modèles M19 et M21 dans les Sections 3.1 et 3.2. L’intensité
II possède donc un profil temporel gaussien donné l’équation par (3.13) d’une durée
τ = 100 ps et d’intensité maximale Imax = 1014 W.cm−2 atteinte en tmax = 200 ps.
On suppose que la température initiale des électrons et du système réseau-ion est
la même Te(z, t = 0) = Til(z, t = 0) = 300 K et la densité électronique initiale est
ne(z, t = 0) = 1010 cm−3. Nous allons tout d’abord étudier l’évolution spatiale de
l’intensité laser, de l’indice optique, de la densité électronique et des températures
des électrons et du système réseau-ion dans la Section 4.2.1 afin d’étudier comment
le laser se propage dans l’ablateur pendant la transition solide-plasma et comment
cette dernière a lieu en fonction de la profondeur. Nous étudierons ensuite l’évolution
temporelle de l’intensité laser, de la densité électronique, de la pression électronique
et des températures en face avant et face arrière de l’ablateur dans la Section 4.2.2
dans le but notamment de caractériser le shinethrough. Enfin, nous étudierons la
réflexion, la transmission et l’absorption de l’ablateur dans la Section 4.2.3.

Nous présenterons l’évolution de l’intensité laser, de la densité électronique, de la
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température électronique, de la température du système réseau-ion, de la pression
totale et de l’indice optique en fonction de l’espace dans la Section 4.2.1 puis en
fonction du temps dans la Section 4.2.2. Enfin, nous présenterons l’évolution tem-
porelle de la réflexion, de la transmission et de l’absorption ainsi que de l’intensité
et de la fluence réfléchies, transmises et absorbées dans la Section 4.2.3.

4.2.1 Caractérisation spatiale de la transition solide-plasma

Dans cette section, nous allons caractériser l’évolution spatiale de l’intensité laser,
de l’indice optique, de la densité d’électrons ainsi que de la température des électrons
et du système réseau-ion à différents instants pertinents pour la transition solide
plasma (voir Figure 3.3) :

• t = −50 ps : l’ablateur est transparent et le laser se propage dans l’ablateur
sans être absorbé

• t = 60 ps : la densité électronique devient proche de la densité critique, ne ≈
ncr/10, et le laser se propage dans l’ablateur en étant faiblement absorbé

• t = 100 ps : la densité électronique est plus grande que la densité critique,
l’ablateur est donc opaque et le laser se propage dans l’ablateur en étant for-
tement absorbé

La Figure 4.3 montre l’évolution spatiale de l’intensité laser, de l’indice optique,
de la densité électronique et des températures à t = −50 ps. On voit ainsi que
l’intensité laser présente un profil oscillant dans l’ablateur. Comme vu dans la Section
2.4.6, ceci est dû aux interférences entre les champs propagatifs et les champs contre-
propagatifs. Les champs sont déphasés à cause des réflexions en face avant et en face
arrière et interfèrent alors entre eux d’où il en résulte une intensité oscillante dans
l’ablateur. On en déduit ainsi d’après la Section 2.4.6 et l’équation (2.146) que la
longueur caractéristique λosc de ces oscillations est :

λosc =
λL

2nPS
≈ 111 nm (4.10)

avec nPS =
√

2.5 ≈ 1.58 et λL = 351 nm. Ce profil oscillant pour l’intensité se
retrouve également dans le profil de densité électronique. Là où l’intensité laser est
plus élevée, la photoionisation sera plus importante donnant lieu à une plus grande
génération d’électrons. De même, on retrouve ce profil oscillant pour la température
des électrons, où on a Te < Til comme on l’a vu dans la Section 3.1.2.1. Un laser plus
intense conduira à un chauffage plus important. La température du système réseau-
ion reste cependant constante car les électrons ne sont pas suffisamment chauds
pour pouvoir chauffer significativement le système réseau-ion. On notera que ces
variations spatiales pour la densité et la température des électrons peuvent être
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Figure 4.3 – Evolution spatiale de l’intensité laser, de la partie réelle et imaginaire
de l’indice optique, de la densité électronique et de la température des électrons
et du système réseau-ion dans l’ablateur pour t = −50 ps. La densité critique est
donnée à titre de comparaison.
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lissées par diffusion. Cette diffusion n’a pas été prise en compte et son influence sera
discutée à la fin de cette section. Enfin, les parties réelle et imaginaire de l’indice
optique restent également constantes. Le laser n’est pas suffisamment intense pour
modifier de façon significative l’indice optique de l’ablateur. Bien que le laser soit
suffisamment intense pour générer des électrons libres, la densité électronique reste
très faible, ne < 1011 cm−3 et donc très petite devant la densité critique.

La Figure 4.4 montre l’évolution spatiale de l’intensité laser, de l’indice optique,
de la densité électronique et des températures à t = 60 ps. On remarque que comme
au début de la transition solide-plasma, l’intensité laser, la densité électronique et
la température des électrons présentent un profil spatial oscillant mais c’est égale-
ment le cas de la température du système réseau-ion et de la partie réelle de l’indice
optique. Pour la température du système réseau-ion, ceci est dû au fait que la tempé-
rature des électrons est suffisamment élevée pour donner lieu à un chauffage efficace
du système réseau-ion qui voit sa température admettre également un profil oscil-
lant. Pour l’indice optique, ceci est dû à la densité électronique qui est suffisamment
importante pour le modifier de manière significative. Cependant, contrairement au
début de la transition solide-plasma, on remarque que l’amplitude des oscillations
pour ces quantités n’est pas constante mais décroissante. Ceci est dû au fait que la
densité électronique devient comparable à la densité critique, ne ≈ 15%ncr, donnant
lieu à une absorption significative de l’énergie laser. Ceci se voit à travers la baisse
de l’intensité laser dans l’ablateur. Le laser se propageant, son énergie diminue et
donc avec lui l’efficacité de la photoionisation et du chauffage. Enfin, les grandes
oscillations d’intensité laser apparaissant pour z < 1 µm sont dues aux variations
d’indice optique pouvant alors permettre de considérer l’ablateur comme un milieu
analogue à un réseau de Bragg.

La Figure 4.5 montre l’évolution spatiale de l’intensité laser, de l’indice optique,
de la densité électronique et des températures à t = 100 ps, c’est à dire à la fin
de la transition solide-plasma. Comme pour le cas précédent, on observe un profil
spatial oscillant pour l’intensité laser, la densité électronique et les températures dont
l’amplitude diminue avec la profondeur. Cependant, la diminution de l’amplitude
est beaucoup plus forte que précédemment à la surface de l’ablateur, c’est-à-dire
dans la première centaine de nanomètres. A cet endroit, la densité électronique est
supérieure à la densité critique. Il y a alors une forte absorption laser en surface ce
qui est confirmé par le fait que Im(η) est positif en surface (Im(η) ≈ 1.5 en z = 0).
Etant donnée la valeur de Im(η), on peut alors en déduire l’épaisseur de peau λp qui
définit la longueur caractéristique d’absorption du laser. Etant définie par :

λp =
λL

4π Im(η)
(4.11)

on trouve ainsi λp ≈ 18 nm avec λL = 351 nm et Im(η) ≈ 1.52 correspondant
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Figure 4.4 – Evolution spatiale de l’intensité laser, de la partie réelle et imaginaire
de l’indice optique, de la densité électronique et de la température des électrons et
du système réseau-ion dans l’ablateur pour t = 60 ps. La densité critique est donnée
à titre de comparaison.

169



Chapitre 4. Couplage à la propagation laser

Figure 4.5 – Evolution spatiale de l’intensité laser, de la partie réelle et imaginaire
de l’indice optique, de la densité électronique et de la température des électrons
et du système réseau-ion dans l’ablateur pour t = 100 ps. La densité critique est
donnée à titre de comparaison.
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à la valeur de la partie imaginaire de l’indice optique à la surface, en z = 0. En
considérant la densité électronique, on observe qu’elle reste supérieure à la densité
critique sur une épaisseur d’environ 70 nm. Bien que du même ordre de grandeur,
l’écart entre ces deux grandeurs vient du fait qu’elles ne sont pas définies de la
même façon. L’épaisseur de peau correspond à la distance à laquelle l’énergie laser
est divisée par exp(−1) tandis que la distance z(ne = ncr) n’est pas définie par
rapport à une diminution de l’énergie laser. Cependant, on peut déduire de ces deux
grandeurs et en notant zcr = z (ne = ncr) qu’on a :

IL (z = zcr)

IL(z = 0)
= exp

(
−zcr
λp

)
≈ 0.02 (4.12)

en supposant que l’énergie laser suive une loi de décroissance exponentielle, ce qu’on
peut supposer vérifié au voisinage de la surface. Cela signifie donc que lorsque la
densité électronique est égale à la densité critique, l’énergie laser a diminuée de 98%.
A partir des courbes, on en déduit IL(z = 0) ≈ 7×1012 W.cm−2 et IL(z = zcr) < 1011

W.cm−2 ce qui confirme bien que l’intensité laser est majoritairement absorbée là
où la densité est supérieure ou égale à la densité critique. Enfin, comme on a zcr
qui est très petit devant la taille de l’ablateur, h = 8 µm, on peut considérer que
seule la surface de l’ablateur est dans l’état plasma. Au vu de la densité et des
températures pour z > zcr, on peut considérer que le reste de l’ablateur est dans un
état tiède, Te est de l’ordre de quelques eV et Til est de l’ordre de quelques milliers
de degrés en moyenne, moyennement ionisé, ne ≈ 1020 cm−3 et faiblement absorbant
ne ≈ ncr/100. Il est donc dans un état relevant de la warm dense matter.

Au final, il apparaît que les profils sont représentés par une partie oscillante
associée à une longueur caractéristique λosc ≈ 111 nm qui est modulée par une
amplitude qui présente un profil exponentiel décroissant tant que ne < 10% ncr. Si
ne > 10% ncr, les oscillations disparaissent pour la densité et les températures qui
décroissent rapidement avec la profondeur. Cependant, la longueur caractéristique
de ces oscillations étant très petite, de l’ordre de la centaine de nanomètres, on peut
imaginer que les diffusions ambipolaire et thermique soient importantes permettant
le lissage de ces oscillations pendant la transition solide-plasma. Aussi, la Figure
4.6 montre l’évolution temporelle des temps de diffusion ambipolaire et thermique
respectivement définis par les équations (3.49) et (3.54). Ces temps de diffusion sont
estimés à partir des valeurs moyennes de la densité et des températures là où les
oscillations sont présentes. Il apparaît alors que le temps de diffusion ambipolaire
reste largement supérieur au temps de transition solide-plasma et les oscillations de
densité ne pourront pas être lissées par diffusion. Concernant le temps de diffusion
thermique, il est tel que la diffusion thermique peut être négligée pendant la majeure
partie de la transition solide-plasma. Cependant, on peut s’attendre à un lissage des
températures à la fin de la transition. On peut finalement supposer que les diffusions
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Figure 4.6 – Evolution temporelle des temps de diffusion ambipolaire et thermique
respectivement définis par l’équation (3.49) et (3.54) en considérant une taille ca-
ractéristique de 111 nm pour les variations de densité et températures.

ambipolaire et thermique peuvent être négligées pendant la transition solide-plasma,
leur prise en compte donnant lieu seulement à une correction sur les profils spatiaux
de températures en fin de transition. Ainsi, comme les modulations d’intensité laser,
et donc de densité et de températures, induits par les réflexions du laser à l’intérieur
de l’ablateur ne seront pas lissées par les processus de diffusion, elles doivent être
prises en compte. Ceci est fait en modélisant la propagation du laser avec les matrices
de transfert.

4.2.2 Caractérisation temporelle de la transition solide-plasma
en face avant et face arrière

Dans la section précédente, nous avons étudié l’évolution de la propagation du
laser dans l’ablateur ainsi que l’ionisation et le chauffage qu’il induit. Nous allons
dans cette section nous concentrer sur l’évolution temporelle de l’intensité laser, de
la densité électronique, de la pression électronique et des températures des électrons
et du système réseau-ion en face avant et face arrière de l’ablateur qui sont illustrées
sur la Figure 4.2. On définit ainsi pour l’intensité :

I (z = 0) =
1

2
cε0 [E+(z = 0) + E−(z = 0)]2 (4.13)

I (z = h) =
1

2
cε0 [E+(z = h) + E−(z = h)]2 (4.14)
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avec E+ le champ propagatif et E− le champ contre-propagatif illustrés sur la Figure
4.2.

Face avant

La Figure 4.7 montre l’évolution temporelle de l’intensité laser, de la densité, pres-
sion et température des électrons ainsi que de la température du système réseau-ion
en face avant de l’ablateur. De manière générale, on remarque que les profils obtenus
sont globalement similaires à ceux obtenus lorsque la propagation du laser n’est pas
prise en compte, voir Section 3.1.2.1. Ceci est dû au fait que l’intensité I (z = 0)

est globalement similaire au profil laser II . Les seules différences apparaissent pour
40 ps < t < 60 ps et qui sont dues à la prise en compte du champ contre-propagatif
(c’est à dire le champ E− sur la Figure 4.2 se propageant vers la face avant et résul-

Figure 4.7 – Evolution temporelle (a) de l’intensité laser IL(z = 0), (b) de la
densité électronique ne, (c) de la pression des électrons et (d) des températures des
électrons Te et du système réseau-ion Til en face avant de l’ablateur. L’intensité laser
incidente II et la densité critique ncr sont indiquées à titre de comparaison.
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tant de la réflexion du champ E+ sur la face arrière) grâce à la modélisation de la
propagation du laser. Dans cet intervalle de temps, la densité électronique est com-
prise entre 1% ncr et ncr. Le champ contre-propagatif se propage alors dans un milieu
possédant un gradient de densité ce qui va alors augmenter son amplitude. Cette
augmentation peut alors être suffisamment importante pour qu’on ait I(z = 0) > II

à certains moments. Cette modification de l’intensité va en particulier modifier le
profil de densité électronique. Lorsque I (z = 0) augmente, la densité augmente du
fait de la photoionisation induite par laser. Lorsque II diminue, la densité diminue
légèrement à cause de la recombinaison des électrons. La pression des électrons pré-
sente alors le même comportement du fait de l’utilisation de l’équation d’état du gaz
parfait où pe ∝ ne. Enfin, on notera que des très grandes pressions sont obtenues
à la fin de la transition solide-plasma, supérieures à 1000 GPa. Dans la réalité, ces
valeurs ne sont pas atteintes car à ce moment, l’ablateur commence à se détendre
amenant à une diminution de la densité et donc de la pression. Ces valeurs sont
obtenues numériquement car l’hydrodynamique qui devient non négligeable en fin
de transition, voir Section 3.2.2.6, n’est pas prise en compte dans la modélisation
actuelle de la transition solide-plasma.

Face arrière

La Figure 4.8 montre l’évolution temporelle de l’intensité, de la densité électro-
nique, de la température des électrons, de la température du système réseau-ion et
de la pression totale en face arrière de l’ablateur, c’est à dire en z = h. On observe
que tant que t < 40 ps, l’évolution de l’intensité laser, de la densité électronique,
des températures et de la pression en face arrière est très semblable à l’évolution
de ces grandeurs en face avant. La densité électronique étant très faible devant la
densité critique, ces grandeurs évoluent de la même manière en face avant et en face
arrière car l’ablateur est transparent et donc faiblement absorbant. Lorsque t ≈ 40

ps, la densité électronique en face avant devient suffisamment proche de la densité
critique, on a ne ≈ 1% ncr, et l’ablateur commence à devenir opaque. Pour t > 40

ps, la densité électronique se rapproche de la densité critique puis la dépasse, voir
Figure 4.7. Une fine couche où la densité est surcritique va se former dont la taille
va augmenter au fur et à mesure que l’intensité laser incidente augmente (elle at-
teint 70 nm d’épaisseur pour t = 100 ps d’après la Figure 4.5). Cette fine couche
surcritique va alors absorber de plus en plus le laser, et comme l’intensité laser inci-
dente augmente, il apparaît que l’intensité transmise par cette couche surcritique et
arrivant en face arrière reste constante, de l’ordre de 1011 W.cm−2. Cette intensité
transmise restant constante, la densité, la température et la pression des électrons
restent constantes également. La température du système réseau-ion continuera elle
à augmenter à cause du transfert d’énergie des électrons vers le système réseau-ion.
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Figure 4.8 – Evolution temporelle (a) de l’intensité laser IL(z = h), (b) de la
densité électronique ne, (c) de la pression des électrons et (d) des températures des
électrons Te et du système réseau-ion Til en face arrière de l’ablateur. L’intensité
laser incidente II et la densité critique ncr sont indiquées à titre de comparaison.

4.2.3 Réflexion, transmission, absorption

Les deux sections précédentes ont été dédiées à l’étude spatio-temporelle de la
densité électronique, de la pression électronique et des températures de l’ablateur.
Nous allons maintenant analyser l’évolution des propriétés optiques de l’ablateur,
c’est à dire l’évolution des coefficients de réflexion, transmission et absorption ainsi
que de l’intensité et de la fluence laser réfléchies, transmises et absorbées. En plus
de décrire le changement progressif de l’ablateur de transparent à opaque, ceci va
nous permettre d’évaluer l’intensité et la fluence laser transmise dans le DT solide
et son impact sur ce dernier.

Coefficients de réflexion, transmission et absorption
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La Figure 4.9 montre l’évolution temporelle des coefficients de réflexion, de trans-
mission T et d’absorptionA de l’ablateur. Au début de la transition solide-plasma, on
remarque que l’ablateur est quasiment transparent. On a R� 1 et T ≈ 1. En effet,
l’ablateur ayant une taille de 8 µm et son indice optique étant n =

√
2.5 ≈ 1.5811,

[157], on en déduit d’après les équations (2.139) et (2.144) une transmission initiale
Tinit ≈ 0.988. L’ablateur continue de garder cette transmission tant que la densité
électronique reste faible devant la densité critique en face avant. Entre 20 ps et 40
ps, on observe que l’ablateur devient totalement transparent avec R = 0 et T = 1.
La densité électronique augmentant, la partie réelle de l’indice optique diminue et
la partie imaginaire augmente. L’augmentation de la partie imaginaire étant très
faible, il n’y a pas de modification significative de l’absorption de l’ablateur. Par
contre, il apparaît qu’une faible diminution de la partie réelle de l’indice entraîne
une augmentation notable de la transmission de l’ablateur. En effet, en considérant
dans les équations (2.139) et (2.144) un indice optique de 1.58 et non plus 1.5811,
la transmission de l’ablateur devient égale à 0.999. Entre 40 ps et 50 ps, la dimi-
nution de la partie réelle de l’indice optique entraîne cette fois ci une diminution
de la transmission. En effet, si on considère un indice optique de 1.57, la trans-
mission devient égale à 0.823. En parallèle, l’augmentation de la partie imaginaire
entraîne une augmentation de l’absorption qui devient non-négligeable. Entre 50 ps
et 70 ps, la densité électronique devient de plus en plus proche de la densité cri-
tique en face avant, tout en y restant inférieure, voir Figure 4.7, donnant lieu à une

Figure 4.9 – Evolution temporelle des coefficients de réflexion R, de transmission
T et d’absorption A de l’ablateur au cours de la transition solide-plasma.
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absorption et une réflexion croissante du laser, entraînant de fait une diminution
de la transmission. Vers 65 ps, l’absorption devient maximale. A ce moment là, la
densité électronique est proche de la densité critique et l’énergie laser est absorbée
efficacement par l’ablateur mais le laser continue de se propager dans l’ablateur car
la densité électronique reste inférieure à la densité critique. L’absorption laser se
fait donc en volume et est donc maximale. Pour t > 70 ps, la densité électronique
devient sur-critique en surface et le laser est fortement atténué dans l’ablateur, voir
Figure 4.5. L’absorption se fait principalement en surface et non plus en volume et
diminue. La forte atténuation du laser continue de faire diminuer la transmission et
la création d’une surface surcritique donne lieu à une forte réflexion.

Intensité laser réfléchie et transmise

La Figure 4.10 montre l’évolution de l’intensité laser incidente, réfléchie et trans-
mise. Pour t < 40 ps, l’ablateur est presque totalement transparent. L’intensité est
majoritairement transmise et l’intensité réfléchie est faible. La chute de l’intensité
réfléchie pour t ≈ 35 ps est due au fait que l’ablateur devient totalement transpa-
rent à ce moment-là comme vu précédemment. Pour t > 40 ps, l’ablateur devient
opaque et le laser est alors majoritairement réfléchi. Comme observé sur la Figure
4.8, l’intensité transmise reste relativement constante au cours du temps, peu im-
porte l’intensité laser incidente, d’environ 1011 W.cm−2.

Figure 4.10 – Evolution temporelle de l’intensité laser incidente IL, réfléchie IR et
transmise IT au cours de la transition solide-plasma de l’ablateur.
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Fluence laser réfléchie et transmise

La Figure 4.11 montre l’évolution de la fluence laser incidente, réfléchie, trans-
mise et absorbée. Au début de la transition solide-plasma, bien que l’ablateur soit
presque totalement transparent, le laser est tellement peu intense que la fluence laser
transmise est négligeable. A la fin de la transition solide-plasma, la fluence totale
du laser est d’environ 100 J.cm−2 répartis en 80 J.cm−2 réfléchis, 13 J.cm−2 absor-
bés et 7 J.cm−2 transmis. Il apparaît alors que la majeure partie de la fluence laser
est réfléchie. En effet, lorsque l’ablateur est transparent, le laser est peu intense et
la fluence transmise est donc peu élevée. Ceci s’observe à t ≈ 40 ps où la fluence
laser est presque totalement transmise mais elle représente seulement 1 J.cm−2. Au
contraire, lorsque l’ablateur est opaque du fait de l’apparition d’une surface surcri-
tique sur la face avant, voir Section 4.2.2, la majeure partie de l’énergie laser est
réfléchie. Au final, comme le laser possède un profil gaussien, la majorité de l’énergie
laser arrive lorsque l’ablateur est opaque et est donc réfléchie.

Figure 4.11 – Evolution temporelle de la fluence laser incidente FL, réfléchie FR,
transmise FT et absorbée FA au cours de la transition solide-plasma de l’ablateur.

4.3 Mousses

Comme nous l’avons vu dans la Section 1.5.2.2, les mousses se sont révélées être
une solution particulièrement efficace pour réduire l’empreinte laser. Cependant,
comme la propagation laser est modélisée en une dimension, il n’est pas possible
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d’étudier l’influence des mousses sur l’empreinte laser car la prise en compte des
inhomogénéités d’intensité du laser nécessite un modélisation en deux dimensions.
Cependant, il est possible d’étudier l’influence des mousses sur le shinethrough, nous
verrons dans la Section 4.4 que le shinethrough et l’empreinte laser peuvent être
liés. Ainsi, cette section est dédiée à l’étude de la transition solide-plasma dans
une mousse de polystyrène dans le but d’en déduire l’influence d’un tel milieu sur le
shinethrough. On rappelle que d’après la Figure 1.11, une mousse en polystyrène peut
être considérée comme un milieu résultant d’une alternance de parois constituées de
polystyrène et de pores supposés vides. Nous allons tout d’abord étudier la transition
solide-plasma dans les mousses régulières, c’est à dire où toutes les parois ont la même
taille et où tous les pores ont la même taille, dans la Section 4.3.1. Cependant, bien
que ces études permettent une première caractérisation des mousses, elles constituent
un cas idéal et ne représentent pas la réalité où les parois des mousses peuvent avoir
des tailles différentes, de même pour les pores. Afin de se rapprocher d’un cas plus
réaliste, nous étudierons les mousses irrégulières dans le Section 4.3.2 où les tailles
des parois et des pores seront définies de manière aléatoire.

4.3.1 Mousses régulières

Dans cette section nous allons étudier la transition solide-plasma dans une mousse
régulière telle que schématisée sur la Figure 4.12. Les mousses étant caractérisées
par la taille des parois, la taille des pores et leur épaisseur totale, nous allons étudier
la transmission initiale, c’est-à-dire avant la transition solide-plasma, en fonction de
ces trois paramètres dans une telle mousse dans la Section 4.3.1.1. Puis, nous étu-
dierons la transition solide-plasma de la mousse en fonction de la taille des parois
dans la Section 4.3.1.2, en fonction de la taille des pores dans la section 4.3.1.3 et
en fonction de l’épaisseur totale dans la Section 4.3.1.4. Ces études ont pour but
de déterminer les mousses qui sont les plus appropriées pour minimiser voire sup-
primer le shinethrough. Enfin, nous étudierons dans la Section 4.3.1.5 les différences
qui apparaissent lorsque la mousse est modélisée comme un milieu inhomogène ou
homogène, c’est-à-dire lorsque la structure interne de la mousse correspondant à
l’alternance de parois et de pores est prise en compte ou pas. En effet, on a vu dans
la Section 1.5.2.2 que les mousses sont souvent modélisées dans les codes numériques
comme un milieu homogène caractérisé par une densité effective uniforme.

4.3.1.1 Transmission d’une mousse

Dans cette section, nous allons étudier la transmission d’une mousse en poly-
styrène avant qu’elle ne subisse la transition solide-plasma. La transmission de la
mousse est calculée à partir des équations (2.136), (2.138) et (2.139) définies en
fonction de la matrice de transfert totale donnée par les équations (2.132) et (2.134)
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qui caractérise la mousse illustrée sur la Figure 4.12. La matrice de transfert totale
est déduite des 2N + 2 interfaces pore-paroi (ou paroi-pore), avec N le nombre de
pores, où chaque interface est caractérisée par la matrice de transfert donnée par
l’équation (2.130). En effet, la théorie des matrices de transfert est particulièrement
bien adaptée à la description de la propagation laser dans une mousse car elle permet
de prendre en compte l’ensemble des réflexions qui ont lieu à l’intérieur au niveau
des interfaces pore-paroi.

I

R
T

Parois constituées de polystyrène

Pores constitués de vide

Figure 4.12 – Schéma d’une mousse en une dimension possédant 3 pores et 4 parois.
Les faisceaux I, R et T correspondent respectivement aux faisceaux laser incident,
réfléchi et transmis.

La Figure 4.13 montre l’évolution de la transmission d’une mousse en fonction
de la taille des parois, de la taille des pores et du nombre de pores dans la mousse.
Les tailles des parois et la taille et le nombre des pores considérés conduisent à
des mousses ayant une densité allant jusqu’à 0.56 g.cm−3 environ (obtenue avec
l’équation (1.4) en prenant ρ0 = 1.1 g.cm−3 pour la densité du polystyrène) et
une épaisseur allant jusqu’à 50 µm environ ce qui correspond aux caractéristiques
typiques des mousses utilisées en FCI. Tout d’abord, dans le cas où il n’y a aucun
pore, c’est à dire où la mousse est une seule paroi et se réduit donc à un milieu
homogène, on retrouve un comportement analogue à celui observé sur la Figure 2.17.
On observe pour les autres cas que la transmission possède une structure périodique
caractérisée par des "îlots" où la transmission est minimale séparés par des zones où
la transmission est plus grande. En particulier, il apparaît que la transmission est
totale pour certaines tailles de parois indépendamment de la taille des pores. Ces
tailles de parois vérifient la relation dparoi = nλL/2nPS, n ∈ N, avec λL/2nPS ≈ 111

nm pour λL = 351 nm et nPS =
√

2.5 ≈ 1.58, condition signifiant une transmission
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Figure 4.13 – Evolution de la transmission d’une mousse telle que schématisée sur
la Figure 4.12 en fonction de la tailles des parois, de la taille des pores et du nombre
de pores.

totale comme on a vu dans la Section 2.4.6. Ainsi, comme la transmission de chaque
paroi est totale, elle ne dépend pas de la taille des pores ni du nombre de pores et
de parois. Au contraire, les "îlots" vérifient en leur centre dparoi = (2n+ 1)λL/4nPS

avec n ∈ N et dpore = (2p + 1)λL/4 avec p ∈ N (les pores sont constitués de vide
donc npore = 1), condition signifiant une transmission minimale comme on l’a vu
dans la Section 2.4.6. Enfin, on observe que pour des mousses possédant plus de
5 pores, la transmission des "îlots" est quasiment nulle. Comme d’après la Figure
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2.17, on avait vu que la transmission minimale d’un ablateur homogène entraîne
une chute d’environ 20% par rapport à la transmission maximale, on peut supposer
qu’une mousse constituée de 5 parois entraîne une chute de la transmission de 100%.
Il apparaît alors qu’une mousse constituée de 5 pores, ou plus, est caractérisée par
une transmission nulle.

La structure de la transmission ne sera pas détaillée davantage, notamment
la forme des "îlots" ou les raies apparaissant entre les "îlots", car cela nécessi-
terait d’avoir une forme analytique de la transmission. Mais surtout, les conclu-
sions pertinentes pour la réduction de l’empreinte laser peuvent d’ores et déjà
être dressées. En effet, on peut conclure qu’une mousse dont la taille des parois
vérifiera dparoi = (2n + 1)λL/4nPS, n ∈ N, et dont la taille des pores vérifiera
dpore = (2p+ 1)λL/4, p ∈ N, sera appropriée pour la réduction du shinethrough car
elle empêche la transmission du laser. Ainsi, le DT solide sera protégé du laser dès le
début de l’interaction entre le laser et la cible. Au contraire, les mousses dont la taille
des parois sera proportionnelle à λL/2nPS seront à éviter car elles maximiseront la
transmission du laser dans le DT solide.

Dans la suite de cette section, nous nous concentrerons sur une mousse constituée
de dix pores, dont les parois ont une taille de 170 nm et dont les pores ont une taille
de 1670 nm. Cette mousse appartient à un "îlot" de transmission initiale quasiment
nulle et constitue donc une mousse intéressante pour la réduction du shinethrough.
Les études suivantes se feront à partir de ces valeurs. De plus, une telle mousse a
une taille totale d’environ 18.5 µm et une masse volumique d’environ 0.3 g.cm−3 ce
qui correspond aux valeurs standards pour les mousses utilisées en FCI.

4.3.1.2 Influence de la taille des parois

Pour étudier la transition en fonction de la taille des parois, nous considérons
que cette dernière peut varier entre 30 nm et 400 nm. Nous allons d’abord présenter
l’évolution temporelle de la réflexion, de la transmission et de l’absorption, puis
l’évolution temporelle de la densité électronique, de la température électronique, de
la pression électronique et de la température du système réseau-ion en face avant et
face arrière de la mousse.

Réflexion, transmission, absorption

La Figure 4.14 montre l’évolution de la réflexion, de la transition et de l’absorp-
tion au cours de la transmission solide-plasma et en fonction de la taille des parois
de la mousse. La transmission pour t = −75 ps, soit au début de la transition solide-
plasma, est également rappelée. On observe ainsi de grosses différences au niveau de
la réflexion, transmission et absorption tant que t < 60 ps globalement. Ceci est dû
à la proportionnalité ou non entre la taille des parois et des pores de la mousse avec
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Figure 4.14 – Evolution de la réflection, de la transmission et de l’absorption au
cours de la transition solide-plasma et en fonction de la taille des parois de la mousse.
La transmission pour t = −75 ps, soit au début de la transition solide-plasma, est
également rappelée.
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le chemin optique du laser comme on a vu dans la Section 4.3.1.1. Cependant, on
observe qu’à la fin de la transition solide-plasma, pour t = 100 ps, la réflexion, la
transmission et l’absorption sont globalement semblables et ne dépendent plus de la
taille des parois. En effet, comme on va le voir, la densité électronique en face avant
devient surcritique et le laser est majoritairement absorbée sur l’épaisseur de peau.
Le laser ne se propage donc quasiment plus dans la mousse et la taille des parois
n’a plus d’influence. Il apparaît ainsi que toutes les mousses deviennent opaques à
la fin de la transition solide-plasma.

Densité, température, pression électroniques et température du système
réseau-ion.

Les Figures 4.15, 4.16, 4.17 et 4.18 présentent respectivement l’évolution de la
densité électronique, de la température électronique, de la pression électronique et
de la température du système réseau-ion, chacune en face avant et face arrière de
la mousse au cours de sa transition solide-plasma et en fonction de la taille de ses
parois. A chaque fois, l’évolution de ces grandeurs en fonction de la taille des parois
à la fin de la transition solide-plasma est également montrée.

Concernant l’évolution de ces quatre grandeurs en face avant, il apparaît qu’elles
ont globalement le même comportement. Celui-ci dépend de la taille des parois tant
que t < 70 ps puis en devient indépendant au-delà. Lorsque t < 70 ps, la densité
électronique des parois est suffisamment faible devant la densité critique pour ne
pas modifier l’indice optique de la mousse. Le laser se propage différemment dans
la mousse selon la taille des parois et l’ionisation et le chauffage de la mousse en
dépendent donc. Lorsque t > 70 ps, la densité électronique devient de l’ordre de la
densité critique en face avant ce qui modifie fortement l’indice optique de la mousse.
Le laser est donc réfléchi et absorbé en surface et comme l’intensité laser commence
à devenir élevée, IL(t = 70 ps) ≈ 1012 W.cm−2, les mousses qui étaient jusque-là
plus transparentes que les autres deviennent rapidement opaques. Dès lors, la densité
électronique sature et devient globalement la même peu importe la taille des parois
de la mousse. Ceci est de plus renforcé par la saturation de la densité électronique
lorsque l’ablateur devient totalement ionisé. Cette densité électronique uniforme en
fonction de la taille des parois conduit ensuite à un chauffage uniforme. Comme le
laser possède un profil temporel gaussien, l’énergie absorbée avant t < 70 ps est
faible devant l’énergie absorbée après t > 70 ps et il en résulte que les températures
finales deviennent globalement les mêmes. Enfin, comme la pression des électrons
est obtenue à partir de l’équation d’état du gaz parfait, son comportement suit
simplement celui de la densité et de la température des électrons.

Concernant la face arrière de l’ablateur, on observe là aussi le même compor-
tement pour les quatre grandeurs considérées. Cependant, à la fin de la transition
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Figure 4.15 – Evolution de la densité électronique en face avant et face arrière au
cours de la transition solide-plasma au cours de la transition solide-plasma et en
fonction de la taille des parois de la mousse. Les densités électroniques en face avant
et face arrière sont également montrées en fonction de la taille des parois à la fin de
la transition solide-plasma, c’est à dire pour t = 100 ps.
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Figure 4.16 – Evolution de la température électronique en face avant et face arrière
au cours de la transition solide-plasma au cours de la transition solide-plasma et en
fonction de la taille des parois de la mousse. Les températures électroniques en face
avant et face arrière sont également montrées en fonction de la taille des parois à la
fin de la transition solide-plasma, c’est à dire pour t = 100 ps.
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Figure 4.17 – Evolution de la pression électronique en face avant et face arrière
au cours de la transition solide-plasma au cours de la transition solide-plasma et
en fonction de la taille des parois de la mousse. Les pressions électroniques en face
avant et face arrière sont également montrées en fonction de la taille des parois à la
fin de la transition solide-plasma, c’est à dire pour t = 100 ps.
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Figure 4.18 – Evolution de la température du système réseau-ion en face avant et
face arrière au cours de la transition solide-plasma au cours de la transition solide-
plasma et en fonction de la taille des parois de la mousse. Les températures du
système réseau-ion en face avant et face arrière sont également montrées en fonction
de la taille des parois à la fin de la transition solide-plasma, c’est à dire pour t = 100
ps.
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solide-plasma, ces quatre grandeurs continuent de dépendre de la taille des parois.
En effet, à cause de l’absorption laser en face avant due à une densité sur-critique,
les différences en densité, pression et températures qui se sont formées en face ar-
rière à cause d’une propagation différente suivant la taille des parois continueront
d’exister. Ainsi, une mousse caractérisée par une forte réflexion initiale entraînera
une ionisation et un chauffage moins importante en face arrière. On en veut pour
preuve la ressemblance entre le profil de densité, de pression et des températures à la
fin de la transition solide-plasma en face arrière avec le profil de transmission initial
de la mousse montré sur la Figure 4.14. On observe ainsi qu’une mousse initialement
opaque, c’est à dire dont la taille des parois vérifie dparoi = (2n + 1)λL/4nPS avec
n ∈ N, permet d’obtenir une face arrière froide, Te < 0.1 eV et Til = 300 K, fai-
blement ionisée, ne < 1016 cm−3, et exerçant une faible pression, 10 Pa < pe < 100

Pa.

4.3.1.3 Influence de la taille des pores

Nous allons maintenant étudier la transition solide-plasma en fonction de la taille
des pores de la mousse. Pour cela, on considère une mousse constituée de 10 pores et
11 parois comme dans le cas précédent. De plus, la taille des parois est fixée à 170 nm
ce qui nous permet de considérer l’ensemble des transmissions possible en fonction
de la taille des pores, voir Figure 4.13. Enfin, on considérera que la taille des pores
peut varier entre 1.5 µm et 2.0 µm. Comme dans la section précédente, nous allons
d’abord étudier l’évolution de la réflexion, de la transmission et de l’absorption, puis
de la densité électronique, de la température électronique, de la pression électronique
et de la température du système réseau-ion en face avant et face arrière de la mousse.

Réflexion, transmission, absorption

La Figure 4.19 montre l’évolution de la réflexion, de la transmission et de l’ab-
sorption au cours de la transition solide-plasma et en fonction de la taille des pores
de la mousse. La transmission pour t = −75 ps, soit au début de la transition solide-
plasma, est également rappelée. Comme pour l’étude de la transition solide-plasma
en fonction de la taille des parois, il apparaît que la réflexion et la transmission sont
très différentes au début de la transition solide-plasma suivant la taille des pores mais
qu’elles sont globalement équivalentes à la fin de la transition, tout comme l’absorp-
tion. Ceci est dû aux mêmes raisons que précédemment. Au début de la transition,
la densité électronique est faible devant la densité critique et la propagation laser
est déterminée par la proportionnalité ou non entre le chemin optique du laser et
la taille du pore. A la fin de la transition, la densité électronique est surcritique en
face avant et le laser est absorbé de la même manière, indépendamment de la taille
des pores.
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Figure 4.19 – Evolution de la réflection, de la transmission et de l’absorption au
cours de la transition solide-plasma et en fonction de la taille des pores de la mousse.
La transmission pour t = −75 ps, soit au début de la transition solide-plasma, est
également rappelée.
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Densité, température, pression électroniques et température du système
réseau-ion.

Les Figures 4.20, 4.21, 4.22 et 4.23 montrent respectivement l’évolution de la
densité électronique, de la température électronique, de la pression électronique et
de la température du système réseau-ion en face avant et face arrière de la mousse
au cours de la transition solide-plasma et en fonction de la taille de ses pores. Là
encore, on observe les mêmes comportements pour ces quatre grandeurs que ceux
observés lors de l’étude en fonction de la taille des parois et sont dus aux mêmes
raisons. Tant que la densité électronique en face avant est faible devant la densité
critique, l’ionisation et le chauffage de l’ablateur dépendent de la taille des pores.
Lorsque la densité électronique devient surcritique en face avant, le laser est absorbé
de la même manière peu importe la taille des pores et devient trop peu intense pour
gommer les différences qui existent en face arrière.

4.3.1.4 Influence de la taille totale de la mousse

Nous allons maintenant étudier l’influence de la taille totale de la mousse sur la
transition solide-plasma. Pour cela, nous allons faire varier le nombre de pores. On
considère une mousse dont la taille des parois est fixée à 170 nm et dont la taille des
pores est fixée à 1670 nm avec un nombre de pores qui varie entre 0 et 10. La taille
des parois et des pores est choisie de telle manière à ce que la transmission initiale
soit minimale. La Figure 4.24 montre l’évolution de la transmission pour t = −75 ps
et de la densité électronique, de la température électronique, de la température du
système réseau-ion et de la pression électronique en face arrière pour t = 100 ps en
fonction du nombre de pores. Il apparaît qu’une mousse constituée de 2 pores permet
de réduire significativement la transmission initiale ainsi que la température finale du
système réseau-ion en face arrière. On observe également qu’une mousse constituée
de 10 pores et plus permet de supprimer totalement le chauffage et l’ionisation de
la face arrière de la mousse. En effet, plus il y a de pores, plus il y a de réflexions
aux interfaces pore-paroi dans la mousse. Comme les tailles de pores et de parois
sont choisies afin de minimiser la transmission, il en résulte une ionisation et un
chauffage de la face arrière de la mousse qui diminue avec le nombre de pores. Au
final, une mousse avec plusieurs couches permettra d’obtenir à la fin de la transition
une face avant possédant une densité électronique surcritique et une température de
plusieurs centaine d’eV, c’est-à-dire dans l’état plasma, et une face arrière qui est
froide et peu ionisée, c’est-à-dire dans l’état solide.
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Figure 4.20 – Evolution de la densité électronique en face avant et face arrière au
cours de la transition solide-plasma au cours de la transition solide-plasma et en
fonction de la taille des pores de la mousse. Les densités électroniques en face avant
et face arrière sont également montrées en fonction de la taille des pores à la fin de
la transition solide-plasma, c’est-à-dire pour t = 100 ps.
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Figure 4.21 – Evolution de la température électronique en face avant et face arrière
au cours de la transition solide-plasma au cours de la transition solide-plasma et en
fonction de la taille des pores de la mousse. Les températures électroniques en face
avant et face arrière sont également montrées en fonction de la taille des pores à la
fin de la transition solide-plasma, c’est à dire pour t = 100 ps.
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Figure 4.22 – Evolution de la pression électronique en face avant et face arrière
au cours de la transition solide-plasma au cours de la transition solide-plasma et en
fonction de la taille des pores de la mousse. Les pressions électroniques en face avant
et face arrière sont également montrées en fonction de la taille des pores à la fin de
la transition solide-plasma, c’est à dire pour t = 100 ps.
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Figure 4.23 – Evolution de la température du système réseau-ion en face avant
et face arrière au cours de la transmission solide plasma au cours de la transition
solide-plasma et en fonction de la taille des pores de la mousse. Les températures du
système réseau-ion en face avant et face arrière sont également montrées en fonction
de la taille des pores à la fin de la transition solide-plasma, c’est à dire pour t = 100
ps.
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Figure 4.24 – Evolution de la transmission pour t = −75 ps et de la densité
électronique, de la température électronique, de la température du système réseau-
ion et de la pression électronique en face arrière pour t = 100 ps en fonction du
nombre de pores.

4.3.1.5 Comparaison avec un milieu homogène

Dans la plupart des codes hydrodynamiques qui étudient l’influence des mousses
sur l’implosion d’une cible, les mousses sont modélisées comme des milieux homo-
gènes possédant une densité effective, leur structure interne est donc négligée, voir
Section 1.5.2.2. Dans cette section, nous allons étudier cette hypothèse. Pour cela, on
considère une mousse constituée de 10 pores et 11 parois. Les pores ont une taille de
1670 nm et les parois ont une taille de 170 nm. La modélisation de la mousse comme
un milieu homogène se fait en considérant un milieu de même taille, soit 18.57 µm,
et de densité équivalente, soit ρmousse ≈ 0.27 g.cm−3 en utilisant l’équation (1.4).
De plus, afin de rendre compte de ce changement de densité, la densité atomique,
la densité initiale d’électrons en bande de valence, le taux de photoionisation de
Keldysh, le taux de photoionisation à un photon et la fréquence d’ionisation par
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impact sont multipliés par le rapport ρmousse/ρPS ≈ 0.25.
La Figure 4.25 compare l’évolution temporelle des fluences réfléchies et trans-

mises ainsi que la densité électronique, de la pression électronique, de la tempéra-
ture des électrons et de la température du système réseau-ion lorsque la mousse est

Figure 4.25 – Evolution temporelle de la fluence réfléchie FR, de la fluence transmise
FT ainsi que de la densité électronique ne, de la pression électronique pe, de la
température des électrons Te et de la température du système réseau-ion Til en
face arrière pendant la transition solide-plasma en considérant la mousse comme un
milieu inhomogène (MI) ou homogène (MH), c’est à dire en considérant la structure
interne de la mousse ou non.
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modélisée comme un milieu homogène ou inhomogène. La fluence incidente n’est
pas montrée car on considère le même laser dans les deux cas. De plus, l’évolution
temporelle de la densité, de la pression et des températures en face avant n’est pas
montrée car on a observé que les résultats sont globalement semblables dans les deux
cas.

Il apparaît que modéliser la mousse comme un milieu homogène conduirait à une
mauvaise évaluation de son indice optique. Dans ce cas FT (t = −75 ps) > FR(t =

−75 ps) alors que FT (t = −75 ps) < FR(t = −75 ps) lorsque la mousse est modélisée
comme un milieu inhomogène et que sa structure interne avec les parois et les pores
est prise en compte. L’hypothèse d’une mousse homogène conduirait donc à considé-
rer la mousse comme un milieu transparent. Le laser pourrait se propager et chauffer
et ioniser la mousse, alors qu’elle est opaque. On voit également que considérer la
mousse comme un milieu homogène donnerait lieu à une surestimation de la densité
électronique, de la pression électronique et des températures en face arrière. En effet,
comme on considère la mousse comme un milieu transparent, le laser pourrait s’y
propager et ioniser et chauffer la face arrière de la mousse. Cette surestimation de la
densité, de la pression et des températures entraîne donc une mauvaise évaluation
de l’énergie laser absorbée par la mousse à l’interface avec l’ablateur ce qui peut
engendrer une mauvaise évaluation de l’implosion de la cible. Au final, il apparaît
que la modélisation de la mousse comme un milieu homogène peut conduire à des
résultats différents de ceux obtenus lorsque la structure microscopique de la mousse
est prise en compte.

4.3.2 Mousses irrégulières

Jusqu’à maintenant, nous avons considéré des mousses régulières, c’est à dire
des mousses où les pores ont tous la même taille et où les parois ont toutes la
même taille. Ceci suppose donc qu’il est possible de fabriquer de telles mousses,
et donc qu’il est possible de contrôler la taille des pores et des parois à l’échelle
nanométrique. Or, une telle précision n’est pas accessible. Nous allons donc dans ce
chapitre étudier la transition solide-plasma d’une mousse où les pores et les parois
peuvent avoir des tailles différentes. Pour cela, on considère une mousse composée
de 10 pores et 11 parois comme précédemment. Par contre, on suppose que la taille
des parois suit une loi de distribution gaussienne centrée en 170 nm et avec un
écart-type de 10%. De même, on suppose que la taille des pores suit une loi de
distribution gaussienne centrée en 1670 nm et avec un écart-type de 10%. Une telle
distribution implique que 99% des pores et des parois ont une taille qui se situent
dans l’intervalle ±30% de la taille moyenne. Ces paramètres de taille de parois, de
taille de pores et de nombre de pores ont été choisis car nous avons vu précédemment
qu’ils correspondent aux mousses d’intérêt pour la FCI étant donné que leur face
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arrière reste froide et peu ionisée conduisant à un ablateur qui reste intact. Pour
étudier l’influence de ce caractère aléatoire de distribution des tailles, nous avons
effectué plusieurs simulations où à chaque fois, la taille de chaque pore et de chaque
paroi est définie aléatoirement en suivant la loi de distribution correspondante.

Figure 4.26 – Evolution temporelle (a) de la fluence réfléchie FR, (b) de la fluence
transmise FT , (c) de la densité électronique ne, (d) de la température des électrons
Te, (e) de la pression électronique pe et (f) de la température du système réseau-ion
Til pour dix simulations où à chaque fois, la taille de chaque pore et chaque paroi est
générée de façon aléatoire suivante la loi de distribution correspondante. La densité,
la pression et les températures sont évaluées en face arrière.
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La Figure 4.26 compare l’évolution temporelle des fluences réfléchies et trans-
mises ainsi que la densité électronique, de la pression électronique, de la température
des électrons et de la température du système réseau-ion en face arrière pour dix
d’entre elles. L’évolution temporelle de la densité, de la pression et des températures
en face avant ne sont pas montrées car bien que le début de l’ionisation et du chauf-
fage commence à des instants différents suivant la taille des parois, la densité, la
pression et les température convergent vers les mêmes profils à la fin de la transition
qui deviennent alors indépendant de la taille des parois. On peut alors considérer
que la distribution aléatoire des tailles des pores et des parois n’a pas d’influence sur
ces quantités en face avant. Il en découle que la fluence réfléchie n’est pas affectée
par la distribution aléatoire comme on peut l’observer sur la Figure 4.26 (a). Par
contre, il apparaît que la distribution aléatoire de la taille des parois et des pores
va conduire à des valeurs différentes pour la densité électronique et la température
électronique en face arrière dont découlent l’influence sur la pression électronique,
via l’équation d’état, et sur la fluence transmise, via l’indice optique. Concernant
la densité électronique en face arrière, cette influence de la distribution aléatoire
des tailles est cependant négligeable car la densité électronique reste faible, entre
1013 cm−3 et 1015 cm−3, ce qui est sans conséquence sur l’état de l’interface de la
mousse avec l’ablateur. Concernant la température des électrons, bien qu’elle soit
relativement élevée car elle atteint quelques eV, c’est également sans conséquence
car le transfert d’énergie qui pourrait avoir lieu est négligeable, la densité électro-
nique reste peu élevée. Ceci est confirmé par le fait que la distribution aléatoire
n’a quasiment aucune influence sur la température du système réseau-ion car on a
Til ≈ 0.026 eV ≈ 300 K.

4.4 Conséquences de la transition solide-plasma de
l’ablateur sur le DT solide et influence des mousses

Dans les deux sections précédentes, on a étudié la transition solide-plasma en
prenant en compte la propagation du laser en une dimension. Cette étude a été faite
en considérant un ablateur standard dans un premier temps, puis une mousse dans
un second temps en nous intéressant tout particulièrement à la face arrière de ces
deux matériaux. En effet, l’ablateur étant en contact direct avec le DT solide et
les mousses étant en contact direct avec l’ablateur, l’évolution de leur face arrière
pendant la transition solide-plasma permet d’évaluer les conséquences sur la cible,
et en particulier le DT solide. Cette section a donc pour but de dresser l’ensemble
des conséquences qui pourraient être induites par la transition solide-plasma de
l’ablateur ainsi que l’influence d’une mousse sur ces conséquences.
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Ablateur standard

A la fin de la transition solide-plasma, on a observé d’après la Figure 4.8 que
la face arrière de l’ablateur est caractérisée par :

• une densité électronique de l’ordre de 1020 cm−3,

• une pression électronique de l’ordre de quelques centaines de MPa,

• une température électronique de l’ordre de quelques eV,

• une température du système réseau-ion de l’ordre de quelques dixièmes d’eV
(qui pourra continuer d’augmenter du fait de la thermalisation avec les élec-
trons)

Ceci pourrait alors engendrer plusieurs conséquences néfastes pour l’implosion de la
cible car la face arrière de l’ablateur est en contact direct avec le DT solide, voir
Figure 1.2. Tout d’abord, il pourrait y avoir un préchauffage du DT solide en contact
avec l’ablateur principalement dû à la diffusion thermique à cause de la température
du système réseau-ion qui est relativement élevée par rapport aux températures
typiques nécessaires pour faire fondre le DT solide. La diffusion des électrons ne
pourrait a priori pas donner lieu à un préchauffage par transfert d’énergie car on
a vu d’après la Figure 4.6 que la diffusion ambipolaire est négligeable. Ensuite, il
pourrait y avoir une préionisation du DT solide car la température des électrons
est du même ordre de grandeur que l’énergie d’ionisation du DT solide qui est de
l’ordre de la dizaine d’eV. Enfin, des déformations ou des fissures pourraient être
induites dans le DT solide. En effet, la pression des électrons est bien plus élevée que
les pressions nécessaires pour mener à la rupture du DT solide qui est de l’ordre de
quelques MPa [262]. Ces trois processus (préchauffage, préionisation et déformation
du DT solide) pourraient conduire à une modification de l’intégrité de la coquille
avant que l’impulsion laser principale arrive, ce qui pourrait potentiellement réduire
l’efficacité de l’implosion. Enfin, on a vu dans la Section 1.5 que le profil spatial trans-
verse (perpendiculaire à la direction de propagation) des impulsions laser n’était pas
parfaitement uniforme mais comportait des inhomogénéités d’intensité, les speckles.
Ainsi, on pourrait avoir des valeurs différentes pour la densité, la pression et les
températures si on prend en compte le caractère inhomogène du profil spatial d’in-
tensité du laser dû à ces speckles. Des inhomogénéités de densité pourraient alors
être créées à l’interface entre l’ablateur et le DT solide et pourraient être amplifiées
ultérieurement par les instabilités hydrodynamiques. Au final, le shinethrough qui a
lieu au début de la transition solide-plasma pourrait permettre au laser de chauf-
fer et d’ioniser l’ablateur en face arrière ce qui, couplé avec les speckles du laser,
induirait des inhomogénéités de chauffage et d’ionisation ce qui pourrait permettre
le développement de l’empreinte laser en face arrière de l’ablateur. Cette deuxième
empreinte laser, en plus de celle existant en face avant, pourrait alors se rajouter à
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la fonte et/ou à la déformation du DT solide à l’interface avec l’ablateur rendant
dans tous les cas l’implosion de la cible moins efficace.

En plus de ces effets à l’interface en face arrière de l’ablateur à l’interface avec
le DT solide, le shinethrough permet au laser d’interagir directement avec le DT
solide ce qui pourrait permettre une préionisation et/ou un préchauffage du DT
solide induit par le laser. D’une part, on a observé d’après la Figure 4.10 que l’inten-
sité transmise maximale au cours de la transition solide-plasma est d’environ 1011

W.cm−2. Etant donné cette intensité et le fait que au moins trois photons sont néces-
saires pour photoioniser le DT solide, la photoionisation se ferait principalement par
absorption multiphotonique pour ces intensités et son énergie d’ionisation étant de
l’ordre de la dizaine eV [116], peu d’électrons libres seront générés dans le DT solide
mais ce phénomène pourrait être amplifié par la superposition des faisceaux laser.
En effet, la cible est illuminée avec un grand nombre de faisceaux laser. D’autre
part, on a vu d’après la Figure 4.11 que la fluence laser totale transmise au cours
de la transition solide-plasma est d’environ 7 J.cm−2. Une partie de cette fluence
pourrait alors être absorbée par le DT solide ce qui conduirait à un préchauffage. On
peut alors essayer d’évaluer ce préchauffage potentiel du DT solide. La coquille de
DT solide ayant une épaisseur d’environ 50 µm, la densité d’énergie qu’elle pourrait
absorber au maximum sur toute son épaisseur est alors d’environ 8000 J.cm−3. Le
DT solide ayant une capacité thermique d’environ 8 J.K−1.g−1 et une masse volu-
mique de 0.225 g.cm−3, on en déduit que s’il absorbait autant d’énergie laser que
l’ablateur, soit 10%, il subirait un préchauffage de plus de 4000 K. Ce préchauffage
le ferait alors fondre avant l’arrivée de l’impulsion laser principale ce qui conduirait
à une dégradation de l’intégrité de la cible et une implosion moins efficace.

Influence des mousses

On vient de voir que le shinethrough peut induire plusieurs effets néfastes notam-
ment à cause de l’interaction entre le laser et la face arrière de l’ablateur. S’il existait
une technique permettant d’empêcher la propagation du laser dans l’ablateur dès
que le picket arrive, et donc de minimiser voire de supprimer le shinethrough, il serait
alors possible de garder une face arrière intacte, ainsi que le DT solide, avant l’arri-
vée de l’impulsion laser principale. Dans ce but, on a étudié les mousses et on a ob-
servé d’après la Figure 4.13 que certaines mousses étaient opaques initialement. Ces
mousses seraient donc adaptées à la minimisation/suppression du shinethrough. Ces
mousses sont caractérisées par une taille de parois vérifiant dparoi = (2n+1)λL/4nPS

avec n ∈ N et une taille de pore vérifiant dpore = (2p+ 1)λL/4, p ∈ N. Ces mousses
doivent de plus être suffisamment épaisses pour contenir un nombre suffisant de
pores, au moins 5, pour empêcher la transmission du laser. Il a alors été vérifié
que de telles mousses seraient effectivement adaptées à la minimisation/suppression
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du shinethrough car on a observé dans les Sections 4.3.1.2 et 4.3.1.3 qu’elles pos-
sèdent une face arrière très peu ionisée, ne ≈ 1013 cm−3, froide, Te ≈ Ti ≈ 25 meV,
et exerçant une faible pression pe < 1 Pa en fin de transition solide-plasma. Ceci
pourrait alors garantir pour l’ablateur et le DT solide qu’il n’y ait ni préchauffage,
ni pré-ionisation, ni création de déformations liée à une fonte ou à des fissures. Si
ces mousses sont en contact avec l’ablateur, celui-ci sera préservé avant l’arrivée de
l’impulsion laser principale. Au contraire, on a vu que d’autres mousses ne seraient
pas du tout adaptées dans un but de minimisation/suppression du shinethrough car
elles sont transparentes initialement. Ces mousses sont caractérisées par une taille de
parois vérifiant dparoi = nλL/2nPS avec n ∈ N et dpore = pλL/2, p ∈ N. Dans ce cas,
le shinethrough sera maximisé et la face arrière de la mousse sera fortement ionisée,
ne ≈ 1021 cm−3, relativement chaude, Te ≈ 10 eV et Til de l’ordre de quelques eV, et
exerçant une forte pression, pe > 1GPa. Ces mousses pourraient alors induire une
dégradation de l’ablateur mais également du DT solide avant l’arrivée de l’impulsion
principale.

4.5 Synthèse

Lors de l’étude de la transition solide-plasma d’un ablateur homogène, on a ob-
servé que l’intensité laser, la densité électronique, la température des électrons et la
température du système réseau-ion possédaient un profil spatial oscillant du fait des
interférences entre les champs laser propagatif et contre-propagatif dans l’ablateur.
La diffusion thermique pourra néanmoins lisser ces variations spatiales de tempéra-
tures à la fin de la transition solide-plasma. Par contre, la diffusion ambipolaire ne
sera pas suffisamment efficace pour lisser les variations de densité électronique qui
subsisteront à la fin de la transition solide-plasma. En étudiant l’évolution temporelle
de la densité, pression, température des électrons ainsi que celle de la température
du système réseau-ion en face avant de l’ablateur, on a remarqué des comportements
similaires à ceux observés lorsque la propagation n’est pas prise en compte. En effet,
l’intensité laser à la surface de l’ablateur est semblable à l’intensité laser incidente.
Lors de l’évaluation de ces quantités en face arrière, on a remarqué que l’ablateur
était suffisamment dense et chaud pour pouvoir induire un préchauffage et une pré-
ionisation du DT solide avant l’arrivée de l’impulsion laser principale. De plus, la
pression des électrons est suffisamment élevée pour pouvoir induire des déformations
ou des fissures dans le DT solide. Ainsi, l’interface entre l’ablateur et le DT solide
pourrait être dégradée et pourrait réduire l’efficacité de l’implosion de la cible.

Concernant l’étude de la transition solide-plasma d’une mousse, on peut en
conclure que les mousses permettront une réduction efficace du shinethrough si elles
satisfont les trois conditions suivantes :

• la taille des parois vérifie dparoi ≈ (2n+ 1)λL/4nPS, n ∈ N
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• la taille des pores vérifie dpore ≈ (2p+ 1)λL/4, p ∈ N

• les mousses doivent avoir un nombre minimum de pores, idéalement supérieur
à une dizaine.

Si ces trois conditions sont remplies, la face arrière restera froide, peu ionisée et
exercerait une faible pression sur l’ablateur tout au long de la transition solide-
plasma qui aura lieu uniquement en face avant. Ceci conduirait à une conservation
de l’intégrité de la cible qui imploserait de manière plus efficace. Au contraire, les
mousses avec un faible nombre de pores et dont la taille des parois et des pores
vérifieraient respectivement dparoi ≈ nλL/2nPS et dpore ≈ pλL/2 avec (n, p) ∈ N2

seraient à éviter car elles maximiseront le shinethrough et donneront lieu à une
face arrière chaude, fortement ionisée et exerçant une forte pression sur l’ablateur.
Nous avons également vu que modéliser une mousse comme un milieu homogène
pourrait induire une surestimation de la densité, de la pression et des températures
en face arrière pouvant conduire à une mauvaise évaluation de l’implosion. Enfin,
nous avons étudié la caractère aléatoire de la distribution en taille des pores et des
parois. On a observé qu’il y avait seulement une influence sur la densité, la pression
et la température des électrons en face arrière. Cependant, cette influence est sans
conséquence car ces grandeurs restent faibles et la préionisation ou le préchauffage
qui pourraient être induits sont négligeables.
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Conclusions et perspectives

Et très tard dans la nuit, on festoya, on rit, on but, on mangea des
sangliers, et l’on raconta par le détail toute cette aventure. Or, comme
vous la connaissez déjà, nous pensons que le moment est venu pour nous
de vous quitter... mais pas pour longtemps.

Astérix et les Goths
René Goscinny et Albert Uderzo

L’ensemble de ces travaux de thèse a eu pour but de modéliser la transition solide-
plasma d’un ablateur en polystyrène dans le contexte de la fusion par confinement
inertiel, et plus précisément dans le contexte de l’empreinte laser.

Dans le premier chapitre, nous avons détaillé le contexte partant du cadre gé-
néral de la fusion par confinement inertiel, puis nous nous sommes concentrés sur
le schéma d’attaque directe avec son principe et les obstacles actuels dont fait par-
tie l’empreinte laser. Nous avons ensuite présenté en détail l’empreinte laser qui
correspond à la formation de modulations de densité à la surface de l’ablateur in-
duites par les modulations d’intensité du laser provenant des speckles puis ses consé-
quences, c’est à dire l’amplification des modulations de densité à cause de l’instabilité
Rayleigh-Taylor lors de l’implosion de la cible. Ensuite, nous avons exposé les tech-
niques qui existent de nos jours pour le réduire. Nous avons pour cela présenté les
principales techniques d’optimisation des lasers pour les rendre toujours plus lisses
et les principales techniques d’optimisation des cibles développées pour minimiser
leur sensibilité à l’empreinte laser. Enfin, malgré ces différentes techniques d’opti-
misation, nous avons montré que l’empreinte laser continue d’être problématique.
Cette dernière n’est actuellement pas prise en compte dans les codes numériques
simulant les implosions de cible. Par ailleurs, il a été suggéré expérimentalement que
la transition solide-plasma pouvait avoir une influence sur l’implosion de la cible.

Dans le deuxième chapitre, nous avons identifié les processus physiques et chi-
miques qui doivent être pris en compte pour décrire la transition solide-plasma et
les théories utilisées pour modéliser ces processus. Trois processus principaux ont
été identifiés :

• la dynamique électronique régissant l’évolution de la densité d’électrons libres
et où sont pris en compte la photoionisation induite par laser, l’ionisation
par impact et la recombinaison des électrons. Un quatrième mécanisme a été
pris en compte même s’il n’agit pas directement sur la densité d’électrons. Il
s’agit de la fragmentation chimique permettant de modéliser la transforma-
tion chimique du milieu considéré qui passe progressivement d’un matériau
diélectrique à l’état solide à un plasma constitué d’atomes indépendants et
totalement ionisés. De fait, la modélisation de la photoionisation induite par

205



Chapitre 4. Couplage à la propagation laser

laser, l’ionisation par impact et la recombinaison des électrons a été décrite
dans le cas d’un matériau diélectrique et dans le cas de molécules et d’atomes
pour rendre compte de cette évolution de la composition chimique du milieu
considéré

• le chauffage des électrons et du système réseau-ion résultant respectivement
de l’absorption laser et du transfert d’énergie des électrons vers le système
réseau-ion. Pour cela, nous avons porté un effort particulier sur la description
des collisions des électrons avec les phonons existant lorsque l’ablateur est
dans l’état solide et les neutres ou les ions lorsque l’ablateur est dans l’état
plasma. Nous avons également décrit les équations d’état nécessaires pour
déduire l’évolution de la température à partir de l’évolution de l’énergie

• la propagation du laser dans un milieu qui passe progressivement de transpa-
rent à opaque. Nous avons pour cela présenté l’équation de la propagation du
laser dans un milieu dont l’indice optique varie dans le temps et l’espace, puis
la méthode de résolution et enfin la théorie des matrices de transfert permet-
tant de calculer les coefficients de réflexion, transmission et d’absorption de
l’ablateur au cours de la transition solide-plasma.

Seuls ces trois processus ont été supposés nécessaires pour décrire la transition solide-
plasma. En particulier, les processus hydrodynamiques et diffusifs ont été négligés
a priori en supposant qu’ils ont lieu sur une échelle de temps bien plus grande que
l’échelle de temps associée à la transition solide-plasma.

Dans le troisième chapitre, nous avons présenté deux modèles permettant de dé-
crire la transition solide-plasma. Le premier, M19, que je n’ai pas développé mais que
je me suis réapproprié en y apportant quelques légères modifications notamment, a
permis de calculer le temps caractéristique de la transition solide-plasma. Ce temps
caractéristique est de l’ordre de la centaine de picosecondes. Il est principalement
imposé par le taux de photoionisation et varie faiblement avec l’intensité du laser.
Si cette dernière est multipliée par 10, le temps caractéristique de transition dimi-
nue de 10% à 20%. Cependant, ce modèle comporte plusieurs limites. D’une part, il
suppose du polystyrène pendant toute la transition solide-plasma et ne permet pas
d’évaluer la densité de carbone et d’hydrogène à la fin de la transition solide-plasma.
D’autre part, les spécificités de l’ablateur ne sont pas prises en compte dans la mo-
délisation des collisions des électrons et dans les équations d’état utilisées. Ainsi, j’ai
développé un deuxième modèle de transition solide-plasma, M21, basé sur le pre-
mier modèle visant à mieux décrire cette transition. Les processus physiques inclus
dans le premier modèle sont mieux décrits et de nouveaux processus physiques et
chimiques sont ajoutés afin de répondre aux limites du premier modèle, notamment
en incluant la fragmentation chimique de l’ablateur. Il apparaît que ce nouveau mo-
dèle amélioré prédit lui aussi un temps caractéristique de transition de l’ordre de la
centaine de picosecondes confirmant ainsi les résultats du premier et validant son
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formalisme qui repose sur de fortes hypothèses. Néanmoins, le modèle M21 prédit
des densités et température finales supérieures à celles prédites par le modèle M19
et des expériences sont alors nécessaires pour affiner les paramètres du modèle M19.
Par ailleurs, on a montré que la fragmentation chimique de l’ablateur avait lieu sur
une échelle de temps non négligeable devant l’échelle de temps totale de la transition
solide-plasma et nécessite donc d’être prise en compte. Grâce au modèle M21, on
a également montré que la transition solide-plasma pouvait avoir une influence sur
l’hydrodynamique ultérieure ayant lieu lors de l’implosion de la cible. En effet, on
a montré via l’évaluation de la loi d’échelle de la pression en fonction de l’intensité
tout au long de la transition solide-plasma que l’absorption laser pouvait être modi-
fiée du fait de la variation de la densité électronique. Ceci pourrait alors permettre
d’expliquer les différences entre résultats numériques et observations expérimentales
dans deux expériences. Enfin, on a vérifié a posteriori que les processus hydrody-
namiques et de diffusion pouvaient être négligés dans la description de la transition
solide-plasma.

Enfin, dans le quatrième et dernier chapitre, la propagation du laser a été couplée
au modèle M19 afin de modéliser la transition solide-plasma en une dimension en
tenant compte du changement d’indice optique de l’ablateur qui passe progressive-
ment de transparent à opaque. Dans un premier temps, on s’est intéressé au cas d’un
ablateur standard, c’est à dire possédant une densité uniforme. La caractérisation
spatiale de la transition solide-plasma nous a permis d’observer un comportement
oscillant pour le profil spatial d’intensité, ce comportement étant dû aux interfé-
rences entre les champs propagatif et contre-propagatif ayant lieu dans l’ablateur,
qui se retrouve également dans les profils de densité et de températures étant donné
que leur évolution est régie par l’intensité laser. La caractérisation temporelle de la
face arrière de l’ablateur nous a permis d’observer qu’à la fin de la transition, la face
arrière était chaude et exerçait une forte pression sur le DT solide, ce qui pourrait
induire une fonte ou des fissures locales dans le DT solide avant l’implosion de la
cible. On a également montré qu’à cause de la transparence initiale de l’ablateur, le
laser pouvait se propager dans la cible et atteindre le DT solide pouvant potentielle-
ment le faire fondre. Afin de réduire ces effets résultant finalement du shinethrough,
on a étudié dans un second temps la propagation du laser dans une mousse lors de
sa transition solide-plasma. On a alors observé que certaines mousses pourraient a
priori supprimer totalement le shinethrough car elles sont initialement opaques. Le
laser n’atteint donc pas la face arrière de la mousse qui reste froide et non-ionisée
permettant ainsi de garder intact l’ablateur et le DT solide avant l’implosion.

Pour conclure, nous allons exposer les différentes perspectives possibles. D’une
part, la modélisation de la propagation du laser pourra être étendu à un modèle en
deux ou trois dimensions afin de prendre en compte les inhomogénéités dans l’es-
pace du profil d’intensité laser, c’est-à-dire les speckles. Ceci permettra alors d’étu-

207



Chapitre 4. Couplage à la propagation laser

dier l’influence de la transition solide-plasma sur l’empreinte laser, notamment en
face arrière. Ceci permettrait également d’approfondir l’étude des mousses et leur
influence sur le shinethrough et sur l’empreinte laser. D’autre part, maintenant que
nous disposons d’un modèle décrivant la transition solide-plasma, il doit être im-
plémenté dans les codes numériques simulant l’implosion de la cible pour observer
directement l’influence de la transition solide-plasma. Ceci permettra dans un pre-
mier temps de simuler l’interaction entre le picket et la cible sur la durée entière du
picket. Dans un second temps, on pourra quantifier l’influence du shinethrough sur
l’implosion de la cible. En particulier, il sera possible d’étudier l’influence de l’inter-
action directe entre le laser et le DT solide ainsi que l’influence de la modification
de l’interface ablateur-DT solide à cause de la transition solide-plasma de la face
arrière de l’ablateur.
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Annexe A

Absorption collisionnelle

Dans cette annexe, on donne la démonstration de la variation d’énergie due à
l’absorption laser dans le régime de l’absorption collisionnelle. De manière générale,
les équations de conservations de la vitesse des électrons #»u e et de l’énergie interne
des électrons Ue s’écrivent de la manière suivante :

∂ #»u e
∂t

+
(

#»u e ·
#»∇ #»r

)
#»u e +

1

neme

#»∇ #»r · P̄e −
qe
me

(
#»

E + #»u e ×
#»

B
)

=

(
∂ #»u e
∂t

)
L

+

(
∂ #»u e
∂t

)
C

(A.1)
∂Ue
∂t

+
(

#»u e ·
#»∇ #»r

)
Ue +

1

ne

#»∇ #»r · #»q e +
1

ne

(
P̄e ·

#»∇r

)
· #»u e =

(
∂Ue
∂t

)
L

+

(
∂Ue
∂t

)
C

(A.2)

En négligeant les termes de pressions P̄e, la diffusion thermique des électrons #»q e,
le transfert d’énergie des électrons vers le réseau ou les ions (∂tUe)collisions, et les
champs électriques

#»

E et magnétiques
#»

B auto-générés, les équations de conservation
précédentes se réduisent aux équations de conservations suivante :

∂ #»u e
∂t

+
(

#»u e ·
#»∇ #»r

)
#»u e =

(
∂ #»u e
∂t

)
laser

+

(
∂ #»u e
∂t

)
collisions

(A.3)

∂Ue
∂t

+
(

#»u e ·
#»∇ #»r

)
#»

U e =

(
∂Ue
∂t

)
laser

(A.4)

L’interaction entre les électrons et le laser correspondant à une accélération des
électrons dans le champ du laser, on obtient :(

∂ #»u e
∂t

)
laser

=
qe
me

#»

EL (A.5)(
∂Ue
∂t

)
laser

= me
#»u e ·

(
∂ #»u e
∂t

)
laser

(A.6)
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où on a négligé les effets du champ magnétique du laser sur les électrons. De plus,
le terme de collision peut s’écrire sous la forme (∂t

#»u e)collisions ≈ −νc ( #»u e − #»u i) avec
νc la fréquence de collisions des électrons et #»u i la vitesse des ions ou des atomes
du réseau. En supposant alors que #»u e � #»u i entre autre à cause de leur différence
de masse, on obtient (∂t

#»u e)collisions ≈ −νc
#»u e et on obtient après linéarisation des

équations (A.3) et (A.4) :

∂ #»u e
∂t

=
qe
me

#»

EL − νc #»u e (A.7)

∂Ue
∂t

= qe
#»u e ·

#»

EL (A.8)

A noter que l’équation donne la variation d’énergie des électrons. Si l’on veut la
variation de la densité d’énergie des électrons, il suffit de poser U e = Ue/ne et
l’équation précédente devient :

∂U e

∂t
=

#»
j e ·

#»

EL (A.9)

où #»
j e = qene

#»u e représente la densité de courant. Cette variation de la densité
d’énergie des électrons est alors obtenue en supposant que la densité d’électrons reste
constante dans le temps. En résolvant les équations (A.7) et (A.8) en modélisant le
laser comme une onde plane monochromatique, on va alors montrer que la variation
d’énergie des électrons par absorption collisionnelle est donnée par :

∂Ue
∂t

=
q2eνc

2me (ν2c + ω2
L)
E2

0 (A.10)

Ce résultat est démontré suivant deux méthodes : une résolution dans l’espace réel
et une résolution dans l’espace complexe.

Résolution dans l’espace réel

On a pose EL = E0 cos (ωLt). La résolution de l’équation (A.7) donne alors pour
la vitesse :

#»u e =
qe

me (ν2c + ω2
L)

[νc cos (ωLt) + ωL sin (ωLt)]
#»

E0 (A.11)

En insérant cette équation dans l’équation (A.8), on obtient alors :

∂Ue
∂t

=
q2e

me (ν2c + ω2
L)

[
νc cos2 (ωLt) +

ωL
2

cos (2ωLt)
]
E2

0 (A.12)

Ce taux d’absorption laser correspond à un taux d’absorption instantané. On peut
alors calculer un taux d’absorption laser moyenné sur un cycle optique et on obtient
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au final : 〈
∂Ue
∂t

〉
=

q2eνc
2me (ν2c + ω2

L)
E2

0 (A.13)

où la moyenne sur un cycle optique est définie de la manière suivante :

〈f〉 =
ωL
2π

∫ 2π/ωL

0

f (τ) dτ (A.14)

Résolution dans l’espace complexe

On a pose
#»

EL =
#»

E0e−iωLt où la notation X indique que la grandeur X est
complexe. En introduisant ce champ laser dans l’équation (A.7), on obtient alors
la vitesse complexe ue suivante :

#»u e =
qe

me (νc − iωL)

#»

E0e
−iωLt (A.15)

On peut dès lors calculer directement le taux d’absorption laser moyenné sur un
cycle optique. En effet, soient x = <(Xeiωt) et y = <(Y eiωt) où <(·) désigne la
partie réelle. En utilisant l’équation (A.14), on obtient :

〈xy〉 =
ωL
2π

∫ 2π/ωL

0

x (τ) y (τ) dτ =
ωL
2π

∫ 2π/ωL

0

<
(
Xeiωτ

)
<
(
Y eiωτ

)
dτ (A.16)

En réécrivant les parties réelles comme la somme d’un complexe et de son conjugué,
et en utilisant le fait que le conjugué d’un produit est égal au produit des conjugués,
on a :

〈xy〉 =
ωL
2π

∫ 2π/ωL

0

(
Xeiωτ +X∗e−iωτ

2

)(
Y eiωτ + Y ∗e−iωτ

2

)
dτ (A.17)

où X∗ désigne le complexe conjugué de X. Ceci conduit alors après développement :

〈xy〉 =
ωL
8π

∫ 2π/ωL

0

(
X Y e2iωτ +X Y ∗ +X∗ Y +X∗ Y ∗e−2iωτ

)
dτ (A.18)

Le premier terme et le dernier terme s’annulent et comme le deuxième terme et le
troisième sont constants, on trouve :

〈xy〉 =
1

4
(X Y ∗ +X∗ Y ) =

1

2
< (X Y ∗) (A.19)

On obtient ainsi : 〈
#»u e ·

#»

EL

〉
=

qeνc
2me (ν2c + ω2

L)
E2

0 (A.20)
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ce qui nous donne au final pour le taux de variation d’énergie moyenné sur un cycle
optique : 〈

∂Ue
∂t

〉
=

q2eνc
2me (ν2c + ω2

L)
E2

0 (A.21)
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Annexe B

Modes propres du polystyrène

Le polystyrène étant un polymère, il est constitué d’une répétition du motif
CH(Ph)− CH2 où Ph représente le groupe phényle C6H5 (voir Fig. 3.5). Même s’il
n’est pas possible de définir une périodicité d’un point de vue macroscopique, il
est quand même possible de définir une périodicité locale grâce à la répétition du
motif le long de la chaîne du polystyrène. Cependant, le motif est ici composé de
16 atomes conduisant à 48 modes propres en trois dimensions. Afin de simplifier le
problème, seuls les modes de vibrations se propageant le long de la chaîne carbonée
du polystyrène sont considérés en première approximation. Ceci nous permet alors
de passer d’un problème à trois dimensions à un problème à une dimension. De plus,
le motif est simplifié de telle manière à ce qu’on considère uniquement trois groupes :

• un groupe phényle Ph de masse mPh = 6mC + 5mH

• un groupe alkyle CH de masse mCH = mC +mH

• un groupe alkyle CH2 de masse mCH
2

= mC + 2mH

Ces trois groupes sont supposés indéformables. Cette forme simplifiée du motif est
donnée en Fig. B.1.

CH

Ph

CH2



n

Figure B.1 – Structure simplifiée du motif du polystyrène

Ainsi, grâce à cette simplification, on peut déjà en déduire que trois modes
propres vont exister. De plus, comme le problème a été réduit à une dimension,
on peut également en déduire que parmi ces trois modes propres, il y aura un
mode acoustique et un mode optique. Enfin, on suppose que seuls les plus proches
voisins interagissent entre eux, leurs interactions étant approchées par le potentiel
harmonique, c’est-à-dire U(x) = kx2/2 où k est l’énergie d’interaction déterminée
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expérimentalement. Ceci nous donne alors :

UTOT = UPh + UCH + UCH
2

(B.1)

UPh-CH =
G

2

∑
n

[
uPh
(
na, d1

)
− uCH

(
na, 0

)]2
(B.2)

UCH-CH
2

=
K

2

∑
n

[
uCH

(
na, 0

)
− uCH

2

(
na, 0

)]2
(B.3)

UCH
2
-CH =

K

2

∑
n

[
uCH

2

(
na, 0

)
− uCH

(
(n+ 1)a, 0

)]2
(B.4)

Les constantesG etK caractérisent respectivement les liaisons CH−Ph et CH−CH2.
Elles sont calculées à partir de la vitesse du son cs avec G/K = 1.21375 [263]. La
constante a représente la longueur de la liaison CH− CH2 et les quantités uX(x, y)

correspondent aux déplacements du groupe X ayant pour position initiale x et y. Les
équations du mouvement sont alors données par les équations d’Euler-Lagrange :

mPh
∂2uPh(na, d1)

∂t2
= − ∂UTOT

∂uPh(na, d1)
(B.5)

mCH
∂2uCH(na, 0)

∂t2
= − ∂UTOT

∂uCH(na, 0)
(B.6)

mCH
2

∂2uCH
2
(na, 0)

∂t2
= − ∂UTOT

∂uCH
2
(na, 0)

(B.7)

En cherchant des solutions de la forme uX(x, y) = UXe
i(k

x
x+k

y
y−ωt) avec UX l’ampli-

tude complexe, ceci nous donne un système linéaire qui possède une solution si et
seulement si :∣∣∣∣∣∣∣

(G−mPhω2)eikyd1 −G 0

−Geikyd1 G+ 2K −mCHω2 −K(1 + e−ikxa)

0 −K(1 + eikxa) 2K −mCH
2
ω2

∣∣∣∣∣∣∣ = 0 (B.8)

Il apparaît alors que le terme eikyd1 disparaît. En effet, seuls les modes longitudinaux
sont considérés. La nullité du déterminant conduit alors à un polynôme d’ordre 6 :

αω6 + βω4 + γω2 + δ = 0 (B.9)
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où les coefficients α, β, γ et δ sont donnés par :

α = −mPhmCHmCH
2

(B.10)

β = GmCH
2
(mCH +mPh) + 2KmPh(mCH +mCH

2
) (B.11)

γ =

[
4K2 cos2

(
kxa

2

)
− 2K(2K +G)

]
mPh

−2GK(mCH +mCH
2
) (B.12)

δ = 4GK2

[
1− cos2

(
kxa

2

)]
(B.13)

Au final, les modes propres du polystyrène sont définis par :

ω2
m = zm −

β

3α
, m ∈ {0, 1, 2} (B.14)

zm = 2

√
−p

3
cos

[
1

3
arccos

(
3q

2p

√
−3

p

)
+

2(m+ 1)π

3

]
(B.15)

avec

p = − β2

3α2
+
γ

α
(B.16)

q =
2β3

27α3
− 9βγ

27α2
+
δ

α
(B.17)

La Figure B.2 montrent ces trois modes propres. On observe alors un mode
acoustique et deux modes optiques comme prévu, ces modes étant caractérisés res-
pectivement par un comportement linéaire et constant dans la limite q → 0. On
observe également que l’énergie des phonons optiques dans le polystyrène est com-
parable à celle des phonons optiques existant dans d’autres diélectriques, comme
SiO2 [264, 265].
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Figure B.2 – Modes propres du polystyrène
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Annexe C

Fréquences de collision
électron-phonon

Les électrons dans la bande de conduction sont décrits dans l’approximation du
gaz d’électrons libres. L’énergie εk des électrons est donc donnée par εk = ~2k2/2m∗

avecm∗ = me la masse effective des électrons supposée égale à la masse des électrons
au repos. Les collisions électrons-phonons sont supposées restreintes à la première
zone de Brillouin car l’énergie des électrons ne dépasse pas Ek

BZ
qui est l’énergie

associée au vecteur d’onde de la première zone de Brillouin kBZ . Ceci implique que
les processus umklapp, qui correspondent à des collisions où le vecteur de réseau
réciproque doit être considérer dans la conservation de l’impulsion, peuvent être né-
gligés. Comme les relations de dispersions des phonons sont calculées en 1D (voir A)
le vecteur d’onde de la zone de Brillouin est donné par kBZ = 2π/a avec a = 2dC−C

la taille du motif et [266] dC−C = 1.53 Å la distance entre deux atomes de carbone
de la chaîne carbonée. Ceci conduit à E(kBZ) ≈ 16 eV.

En supposant que la fonction de distribution des électrons fe est uniquement
modifiée à cause des collisions, l’équation de Boltzmann s’écrit dans l’approximation
du temps de relaxation de la manière suivante [156] :

∂fe
∂t

=
f 0
e − fe
τ
(

#»

k
) (C.1)

avec f 0
e la fonction de distribution des électrons non perturbée et τ

(
#»

k
)
le temps

de relaxation défini par :

1

τ
(

#»

k
) = ν

(
#»

k
)

=
V

8π3

∫ [
S−
(

#»

k ,
#»

k ′
)

+ S+
(

#»

k ,
#»

k ′
)]

d
#»

k ′ (C.2)

Le terme S±
(

#»

k ,
#»

k ′
)
correspond au taux de transition d’un électron de l’état

#»

k à
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l’état
#»

k ′ en absorbant (−) ou en émettant (+) un phonon d’impulsion #»q . Ce taux
de transition est donné par la règle d’Or de Fermi [267] :

S±(
#»

k ,
#»

k ′) =
2π

~

∣∣∣〈 #»

k ′
∣∣H±e−ph∣∣ #»

k
〉∣∣∣2 δ(εk ′ − εk ∓ ~ωβ(q)

)
(C.3)

avec εk et εk′ les énergies associées respectivement aux états
#»

k et
#»

k ′, et ωβ l’énergie
du mode β du phonon. A noter que ωβ dépend a priori de q mais la dépendance n’est
pas indiquée pour ne pas surcharger les notations. Comme les processus umklapp ne
sont pas considérés, l’élement de matrice s’écrit [267] :

〈 #»

k ′|H±e−ph|
#»

k 〉 =

(
~

2ρV ωβ

)1/2(
nβ(Til) +

1

2
± 1

2

)1/2

I (q) δ
(

#»

k ′ − #»

k ± #»q
)

(C.4)

Il dépend de la densité ρ du polystyrène, du volume V ainsi que de la température
du réseau Til à travers la fonction de distribution des phonons nβ qui est donnée par
la distribution de Bose-Einstein :

nβ(Til) =

[
exp

(
~ωβ
kBTil

)
− 1

]−1
(C.5)

Le terme δ
(

#»

k ′− #»

k± #»q
)
représente la conservation de l’impulsion et I (q) correspond

au couplage entre le potentiel du réseau et les états électroniques. Il est calculé dans
l’approximation du potentiel de déformation assurant une description simple mais
relativement précise [267] :

I (q) = iqU (q, ωβ) (C.6)

avec i le nombre complexe imaginaire tel que i2 = −1 et U (q, ωβ) le potentiel
de déformation qui dépend de la nature du phonon, à savoir si c’est un phonon
acoustique ou un phonon optique. La conservation de l’impulsion étant

#»

k ′
2

=
#»

k
2

+
#»q 2± 2kq cos (θ), il est possible de réécrite la conservation de l’énergie sous la forme
suivante :

δ
(
ε #»
k ′ − ε #»

k ∓ ~ωβ
)

=
m∗

~2kq
δ

(
± cos (θ) +

q

2k
∓ m∗ωβ

~kq

)
(C.7)

où on a utilisé εk = ~2k2/2m∗. Au final, l’équation (C.3) devient :

S±(
#»

k ,
#»

k ′) =
πqm∗U 2(q, ωβ)

~2ρV ωβ

(
nβ(Til) +

1

2
± 1

2

)
δ

(
± cos (θ) +

q

2k
∓ m∗ωβ

~kq

)
(C.8)

Il apparaît alors que S±(
#»

k ,
#»

k ′) dépend uniquement de q et de cos θ. Ainsi, l’équa-
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tion (C.2) devient :

ν(
#»

k ) =
V

4π3

∫ ∞
0

∫ 1

−1

(
S−(

#»

k ,
#»

k ′) + S+(
#»

k ,
#»

k ′)
)
q2 dq dcos (θ) (C.9)

C.1 Phonons acoustiques

Pour les phonons acoustiques, il est constant et de l’ordre de quelques eV dans
la limite des faibles transferts d’impulsion et on a U = δE /∆. il correspond à une
mesure du potentiel de la déformation δE du potentiel à cause de la dilatation du
réseau induit par le passage du phonon optique [267]. Aucune des grandeurs U , δE et
∆ ne peut être évaluée simplement pour les diélectriques. A partir d’une évaluation
des sections efficaces, Fishcetti et al. [158] ont estimé U ≈ 3.5 eV pour SiO2 ce qui
représente environ 40% du gap de SiO2. Par analogie avec les métaux où le potentiel
de déformation est proportionnel à l’énergie de Fermi, on suppose que le potentiel
de déformation des diélectriques est proportionnel au gap. Avec un gap Eg = 4.05

eV pour le polystyrène [124], on obtient U = 1.62 eV. Ceci assure d’obtenir un
ordre de grandeur standard pour le potentiel de déformation qui est de l’ordre de
quelques eV [267]. Enfin, dans la limite des faibles transferts d’impulsion, q → 0,
la relation de dispersion est linéaire pour les phonons acoustiques : ωAC(q) ≈ csq.
Ceci nous permet alors de simplifier la fonction de distribution des phonons de la
manière suivante : nAC(Til) ≈ nAC(Til) + 1 ≈ kBTil/~csq. Ainsi, l’équation (C.8)
peut se réécrire sous la forme :

S±(
#»

k ,
#»

k ′) =
πm∗U 2kBTil
ρV c2s~3q

δ

(
± cos (θ) +

q

2k
∓ m∗cs

~k

)
(C.10)

Ainsi, en insérant l’équation (C.10) dans l’équation (C.9), on obtient la fréquence
de collision électron-phonon acoustique suivante :

νEAP (
#»

k ) =
U 2kBTilm∗

2πρc2s~3k

[
k2 +

(
m∗cs
~

)2
]

(C.11)

On peut alors la réécrire en fonction de l’énergie, ce qui nous donne :

νEAP (εk) =
U2kBTilm∗

3/2

√
2πρc2s~4

√
εk

(
εk +

m∗c2s
2

)
(C.12)
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C.2 Phonons optiques

Pour les phonons optiques, le potentiel de déformation est donné dans le forma-
lisme de Fröhlich [267, 268, 269] :

U (q, ωβ(q)) = −
(

4πe2ρ ω2
β(q)

(
1

ε∞r
− 1

ε0r

))1/2
1

q2
(C.13)

avec ε0r et ε∞r les constantes diélectriques respectivement à basses et hautes fré-
quences. Dans la limite des faibles transferts d’impulsion, q → 0, la relation de dis-
persion est constante pour les phonons optiques : ωLO( #»q ) ≈ ωLO (voir Annexe B).
Ainsi, en insérant l’équation (C.13) dans l’équation (C.9), on obtient :

νabEOP (
#»

k ) =
e2m∗ωLO

~2k

(
1

ε∞r
− 1

ε0

)
nLO(Til) ln

(√
1 + 2m∗ωLO/~k2 + 1√
1 + 2m∗ωLO/~k2 − 1

)
(C.14)

νemEOP (
#»

k ) =
e2m∗ωLO

~2k

(
1

ε∞r
− 1

ε0

)
(nLO(Til) + 1) ln

(
1 +

√
1− 2m∗ωLO/~k2

1−
√

1− 2m∗ωLO/~k2

)
(C.15)

On peut alors les réécrire en fonction de l’énergie, ce qui nous donne :

νabEOP (εk) =
e2
√
m∗ωLO√

2~√εk

(
1

ε∞r
− 1

ε0

)
nLO(Til) ln

[√
1 + ~ωLO/εk + 1√
1 + ~ωLO/εk − 1

]
(C.16)

νemEOP (εk) =
e2
√
m∗ωLO√

2~√εk

(
1

ε∞r
− 1

ε0

)
(nLO(Til) + 1) ln

[
1 +

√
1− ~ωLO/εk

1−
√

1− ~ωLO/εk

]
(C.17)
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Annexe D

Transfert d’énergie électron-phonon

D’après la théorie développée par Allen [177], le transfert d’énergie résultant de
la collision entre un électron et un phonon est donné par :

∂Ee
∂t

=
4π

~
∑
#»
k ,

#»
k ′

~ω #»q

∣∣∣M #»
k ,

#»
k ′

∣∣∣2 S ( #»

k ,
#»

k ′
)
δ (ε #»

k − ε #»
k ′ + ~ω #»q ) (D.1)

Le terme S
(

#»

k ,
#»

k ′
)
est appelé au facteur thermique, ε #»

k et ε #»
k ′ sont les énergies

des électrons respectivement dans les états
#»

k et
#»

k ′, et ~ω #»q correspond à l’énergie
du phonon absorbé ou émis lors de la collision d’un électron avec un phonon faisant

passer l’électron de l’état
#»

k à l’état
#»

k ′. Comme l’élément de matrice
∣∣∣M #»

k ,
#»
k ′

∣∣∣2 est
donné par : ∣∣∣M #»

k ,
#»
k ′

∣∣∣2 = − ~
2ρV ω #»q

(n #»q + 1)q2U2 (ω #»q ,
#»q ) δ

(
#»

k − #»

k ′ + #»q
)

(D.2)

avec la distribution de Bose-Einstein n #»q = [exp (~ω #»q /kBTi)− 1]−1 et le potentiel
de déformation U (ω #»q ,

#»q ), et en écrivant l’énergie de conservation sous la forme :

δ (ε #»
k − ε #»

k ′ + ~ω #»q ) =
me

~2kq
δ

(
cos (θ)− meω #»q

~kq
− q

2k

)
(D.3)

où θ est l’angle entre
#»

k et #»q et où on a utilisé la conversation de l’impulsion
#»

k ′ =
#»

k + #»q de même que l’hypothèse du gaz d’électrons libres ε #»
k = ~2 #»

k ′2/2me, il
est alors possible de réécrire l’équation (D.1) de la manière suivante :

∂Ee
∂t

= − 2π

(8π3)2

∫ [∫
meq

ρ~k
(n #»q + 1)U2 (ω #»q ,

#»q )S
(

#»

k ,
#»

k ′
)

×δ
(

cos (θ)− meω #»q

~kq
− q

2k

)
d

#»

k ′
]

d
#»

k (D.4)
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Il est à noter qu’on a utilisé
∑

#»
k = (V/8π3)

∫
d

#»

k car on a supposé que les états
électroniques étaient suffisamment proches pour qu’ils puissent être traités comme
un continuum. De plus, l’énergie des électrons Ee a été remplacé par l’énergie électron
par unité de volume Ee = Ee/V . Le facteur thermique est défini par :

S
(

#»

k ,
#»

k ′
)

= [f (ε #»
k )− f (ε #»

k ′)]n #»q − f (ε #»
k ′) [1− f (ε #»

k )] (D.5)

avec f (ε #»
k ) = [exp ((ε #»

k − µe)/kBTe) + 1]−1 la distribution de Fermi-Dirac mais il
peut être réécrit comme :

S
(

#»

k ,
#»

k ′
)

= [f (ε #»
k )− f (ε #»

k ′)] [n #»q (Ti)− n #»q (Te)] (D.6)

de manière à ce qu’il apparaisse clairement S
(

#»

k ,
#»

k ′
)

= 0 et ∂tEe = 0 lorsque
Te = Ti.

Grâce à la conservation du moment, l’intégration sur
#»

k ′ peut être remplacée par
une intégration sur

#»

k ce qui nous donne :∫
d

#»

k ′ =

∫
d #»q = 2π

∫ +∞

0

∫ 1

−1
q2 dq d cos θ (D.7)

L’équation (D.4) peut alors être simplifiée et on obtient après intégration sur cos θ

∂Ee
∂t

=
1

16π4

∫ {∫ +∞

0

[
meq3

ρ~k
(nq + 1)U2(ωq,q) [f(εk)− f(εk + ~ωq)]

× [nq(Te)− nq(Ti)]Θ

(
1− meωq

~kq
− q

2k

)
Θ

(
1 +

meωq
~kq

+
q

2k

)]
dq

}
dk

(D.8)

D.1 Transfert d’énergie électron-phonon acoustique

Pour un phonon acoustique, la relation de dispersion peut s’écrire ω #»q = csq

avec cs la vitesse du son et le potentiel de déformation est constant U (ω #»q ,
#»q ) = U .

L’équation (D.8) devient alors :

∂Ee
∂t

=
1

16π4

meU2

ρ~

∫ {
1

k

∫ 2k+2m
e
c
s
/~

0

q3 [n(~csq, Ti) + 1]

× [f(εk)− f(εk + ~csq)] [n(~csq, Te)− n(~csq, Ti)] dq

}
dk (D.9)
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Il apparaît alors que l’intégrale sur
#»

k dépend seulement de son module. On a ainsi
∈ d

#»

k = 4π
∫ +∞
0

k2 dk et l’équation précédente peut être simplifiée pour obtenir :

∂Ee
∂t

=
1

4π3

meU2

ρ~

∫ k
BZ

0

{
k

∫ 2k+2m
e
c
s
/~

0

q3 [n(~csq, Ti) + 1]

× [f(εk)− f(εk + ~csq)] [n(~csq, Te)− n(~csq, Ti)] dq

}
dk (D.10)

où l’intégration est restreinte à la première zone de Brillouin car l’énergie des élec-
trons n’excède pas l’énergie associée au vecteur d’onde de la première zone de
Brillouin E (kBZ). Dans la limite des faibles transferts d’impulsion, on a ~csq � kBTi

et la distribution de Bose-Einstein se simplifie de la manière suivante n (Ti) + 1 ≈
kBTi/~csq. On obtient alors n (Te)−n (Ti) ≈ kB (Te − Ti) /~csq et l’équation (D.10)
devient :

∂Ee
∂t

=
1

4π3

mek2BU2Ti
ρc2s~3

(Te − Ti)
∫ k

BZ

0

{
k

∫ 2k+2m
e
c
s
/~

0

q [f(εk)− f(εk + ~csq)] dq

}
dk

(D.11)
Au final, le transfert d’énergie peut être écrit de telle manière à faire apparaître une
fréquence de transfert d’énergie électron-phonon acoustique νet :

∂Ee
∂t

= νetnekB (Te − Ti) (D.12)

où la fréquence νet est définie par :

νet =
1

ne

mekBU2Ti
4π3ρc2s~3

∫ k
BZ

0

kI
(

2k + 2
mecs
~

)
dk (D.13)

avec la fonction I définie par :

I(k) =

∫ 2k+2m
e
c
s
/~

0

q [f(εk)− f(εk + ~csq)] dq (D.14)

peut être calculée analytiquement ce qui nous donne :

I(k) =
kBTek

~cs
ln

[
exp

(
εk − µ+ ~csk

kBTe

)
+ 1

]
− k2

2
[
exp

(
− ε

k
−µ+~c

s
k

k
B
T
e

)
+ 1
]

− k2BT
2
e

~2c2s

[
F1

(
εk − µ+ ~csk

kBTe

)
− F1

(
εk − µ
kBTe

)]
(D.15)

avec F1 l’intégrale de Fermi-Dirac d’ordre 1 :

F1(x) =

∫ +∞

0

u

eu−x + 1
du (D.16)
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D.2 Transfert d’énergie électron-phonon optique

Pour les phonons optiques, la relation de dispersion nous donne ω #»q = ωLO où
~ωLO représente l’énergie du phonon optique, et le potentiel de déformation est défini
par :

U2 = 4πe2ρω2
LO

(
1

ε∞r
− 1

ε0r

)
1

q4
(D.17)

En insérant ces deux relations dans l’équation (D.8), on obtient :

∂Ee
∂t

=
1

4π3

mee2ω2
LO

~

(
1

ε∞r
− 1

ε0r

)
[n(Ti) + 1][n(Te)− n(Ti)]

×
∫ {

1

k
[f(εk)− f(εk + ~ωLO)]

×
∫ +∞

0

[
1

q
Θ

(
1− meωLO

~kq
− q

2k

)
Θ

(
1 +

meωLO
~kq

+
q

2k

)]
dq

}
dk (D.18)

L’intégration sur q donne alors :

∂Ee
∂t

=
1

4π3

mee2ω2
LO

~

(
1

ε∞r
− 1

ε0r

)
[n(Ti) + 1][n(Te)− n(Ti)]

×
∫ {

1

k
[f(εk)− f(εk + ~ωLO)] ln

(
k +

√
k2 − 2meωLO/~

k −
√
k2 − 2meωLO/~

)}
dk (D.19)

Comme pour le cas des phonons acoustiques, l’intégration sur
#»

k dépend uniquement
de son module et on obtient :

∂Ee
∂t

=
mee2ω2

LO

π2~

(
1

ε∞r
− 1

ε0r

)
[n(Ti) + 1][n(Te)− n(Ti)]

×
∫ k

BZ

√
2m

e
ω
LO

/~
k [f(εk)− f(εk + ~ωLO)] ln

(
k +

√
k2 − 2meωLO/~

k −
√
k2 − 2meωLO/~

)
dk

(D.20)

De même que pour les phonons acoustiques, il est alors possible de définir une
fréquence de transfert d’énergie électron-phonon optique νet. Le transfert d’énergie
électron-phonon optique s’écrit alors :

∂Ee
∂t

= νetne~ωLO [n (Te)− n (Ti)] (D.21)
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où la fréquence de transfert d’énergie est définie par :

νet =
1

ne

m2
ee

2ωLO
π2~4

(
1

ε∞r
− 1

ε0r

)
(n(Ti) + 1)

×
∫ E(k

BZ
)

~ω
LO

[f(εk)− f(εk + ~ωLO)] ln

(
1 +

√
1− ~ωLO/εk

1−
√

1− ~ωLO/εk

)
dεk (D.22)
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Annexe E

Grandeurs thermodynamiques des
électrons

Nous présentons dans cette annexe le détails des calculs amenant aux expressions
pour les électrons du potentiel chimique donné par les équations (2.72)-(2.74), de
la capacité thermique donnée par l’équation (2.76) et du potentiel chimique effectif
donné par l’équation (2.77). Les calculs amenant à l’expression de ces trois quantités
pour les ions et les neutres correspondent juste à des dérivations très standards et
la présentation du détail de ces calculs ne présentent aucun intérêt. Cependant,
comme nous allons le voir, nous utiliserons quelques astuces de calculs dans le cas
des électrons et c’est pour cette raison que nous les présentons dans cette Annexe.

Pour rappel, dans le modèle du gaz d’électrons libres, la densité ne et l’énergie
Ue des électrons sont données par :

ne =

√
2m

3/2
e

π2~3

∫ +∞

0

ε1/2

e(ε−µe)/kBTe + 1
dε (E.1)

Ue =

√
2m

3/2
e

π2~3

∫ +∞

0

ε3/2

e(ε−µe)/kBTe + 1
dε (E.2)

que l’on peut réécrire sous la forme suivante :

ne =

√
2m

3/2
e

π2~3
(kBTe)

3/2F1/2

(
µe
kBTe

)
(E.3)

Ue =

√
2m

3/2
e

π2~3
(kBTe)

5/2F3/2

(
µe
kBTe

)
(E.4)

exprimées alors en fonction de l’intégrale de Fermi-Dirac d’ordre 1/2 et 3/2 qui,
pour un ordre j > −1 est définie par :

Fj(η) =

∫ +∞

0

xj

ex−η + 1
dx (E.5)
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qui vérifie notamment la relation :

dFj
dη

(η) = jFj−1(η) (E.6)

E.1 Potentiel chimique

L’expression de la densité électronique donnée par l’équation (E.3) nous permet
de voir qu’elle implique le potentiel chimique. On peut alors voir cette définition
de la densité électronique comme une définition implicite du potentiel chimique en
fonction de la densité électronique. Un calcul de la fonction réciproque de l’intégrale
de Fermi-Dirac nous permettrait alors d’avoir une définition explicite du potentiel
chimique. Cependant, une telle fonction ne possède pas d’expression analytique.
De nombreuses études ont été faites pour obtenir des expressions approchées de
l’intégrale de Fermi-Dirac valable sur l’ensemble de son domaine de définition [270,
271, 272]. On peut citer en particulier les travaux de Aymerich-Humet qui permettent
d’approcher les intégrales F1/2 et F3/2 de la manière suivante [273] :

Fj(η) =

(j + 1)

(
2

η + b+ (|η − b|+ a)1/c

)j+1

+
e−η

Γ (j + 1)

−1 (E.7)

avec les coefficients a, b et c sont donnés par :

j =
1

2


a = 9.6

b = 2.13

c = 2.4

; j =
3

2


a = 14.9

b = 2.64

c = 2.25

(E.8)

avec une erreur relative d’environ 0.5-0.6%. Mais pour ces approximations comme
pour les autres, les fonctions réciproques de ces expressions approchées ne possèdent
pas d’expression analytique. Par contre, l’intégrale de Fermi-Dirac peut s’approcher
par des développements asymptotiques qui eux possèdent une fonction réciproque
exprimable analytiquement. L’intégrale de Fermi-Dirac d’ordre 1/2 peut être appro-
chée par les développements asymptotiques suivants [274, 129] :

F1/2(η) ≈


√
π

0.5 + 2e−η
pour η � 1.13

2

3

(
η2 +

π2

6

)3/4

pour η � 1.13

(E.9)

Ceci nous permet ainsi d’évaluer de manière relativement simple l’intégrale de Fermi-
Dirac F1/2 avec une erreur inférieure à 5% comme on peut le voir sur la Figure E.1.
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Figure E.1 – Variation relative entre l’intégrale de Fermi-Dirac d’ordre 1/2 et les ap-
proximations données par l’équation (E.9). On a ∆F− =

∣∣F− − F1/2

∣∣ /F1/2 et ∆F+ =∣∣F+ − F1/2

∣∣ /F1/2 où on a posé F− =
√
π/(0.5 + 2e−η) et F+ = (2/3) (η2 + π2/6)

3/4.

En posant alors :

y =
π2~3ne√

2 (mekBTe)
3/2

(E.10)

on en déduit d’après les équations (E.3) et (E.9) :

y =



√
π

0.5 + 2e−µe/kBTe
pour µe/kBTe � 1.13

2

3

[(
µe
kBTe

)2

+
π2

6

]3/4
pour µe/kBTe � 1.13

(E.11)

Par calcul des fonctions réciproques et étant donné que F1/2(1.13) = 1.52, on en
déduit :

µe =


kBTe ln

(
4y

2
√
π − y

)
pour y � 1.52

kBTe

√(
3y

2

)4/3

− π2

6
pour y � 1.52

(E.12)

Cependant une telle définition amène une forte discontinuité en y = 1.52. On peut
alors multiplier ces fonctions par une fonction poids afin de lisser l’approximation
du potentiel chimique au voisinage de y = 1.52. On peut utiliser pour ça la fonction
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logistique définie par :

V (η) =
1

1 + e−α(η−η0)
(E.13)

où α et η0 sont deux paramètres. En choisissant α = 15 et η0 = 1.52, on arrive à
une approximation satisfaisante autour du point η = 1.52 et le potentiel chimique
est finalement défini par :

µe =



kBTe ln

(
4y

2
√
π − y

)
pour y < 1

kBTe

{
ln [4y/(2

√
π − y)]

1 + ea(y−y0)
+

√
(3y/2)4/3 − π2/6

1 + e−a(y−y0)

}
pour 1 < y < 2.5

kBTe

√(
3y

2

)4/3

− π2

6
pour y > 2.5

(E.14)

En toute rigueur, deux discontinuités apparaissent, la première en y = 1 et la
deuxième en y = 2.5 mais ces discontinuités sont suffisamment faibles pour être
acceptables.

E.2 Capacité thermique

Pour rappel, la capacité thermique est définie par [68] :

Cv =

(
∂Ue
∂T

)
V,N

(E.15)

En injectant alors l’équation (E.4) dans cette équation, on obtient pour la capacité
thermique des électrons :

Ce =

√
2m

3/2
e

π2~3

[
5

2
k
5/2
B T 3/2

e F3/2

(
µe
kBTe

)
+

3

2
(kBTe)

5/2F1/2

(
µe
kBTe

)
∂

∂Te

(
µe
kBTe

)]
(E.16)

où on a utilisé l’équation (E.6). En remarquant alors que le deuxième terme dans les
crochets peut s’exprimer en fonction de la densité des électrons donnée par l’équation
(E.3), on peut réécrire la capacité thermique des électrons sous la forme :

Ce =
3

2
kBne

[
5F3/2(µe/kBTe)

3F1/2(µe/kBTe)
+ Te

∂

∂Te

(
µe
kBTe

)]
(E.17)

Comme la température et la densité des électrons sont des variables indépendantes,
on a :

∂ne
∂Te

= 0 (E.18)
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Or si on injecte l’équation (E.3) dans cette équation on trouve :

∂ne
∂Te

=

√
2m

3/2
e

π2~3

[
3

2
k
3/2
B T 1/2

e F3/2

(
µe
kBTe

)
+

1

2
(kBTe)

3/2F−1/2

(
µe
kBTe

)
∂

∂Te

(
µe
kBTe

)]
(E.19)

Ceci nous permet alors d’en déduire :

∂

∂Te

(
µe
kBTe

)
= − 3

Te

F1/2(µe/kBTe)

F−1/2(µe/kBTe)
(E.20)

Au final, en injectant cette équation dans l’équation (E.17), on trouve l’expression
suivante pour la capacité thermique des électrons dans le modèle du gaz d’électrons
libres :

Ce =
3

2
kBne

[
5F3/2(µe/kBTe)

3F1/2(µe/kBTe)
− 3

F1/2(µe/kBTe)

F−1/2(µe/kBTe)

]
(E.21)

E.3 Potentiel chimique effectif

Pour rappel, le potentiel chimique effectif peut être défini de la manière suivante :

µ̃ =

(
∂U

∂N

)
T,V

(E.22)

En injectant alors l’équation (E.4) dans cette équation, on obtient pour le potentiel
chimique effectif des électrons :

µ̃e =
3

2

√
2m

3/2
e

π2~3
(kBTe)

3/2 F1/2

(
µe
kBTe

)
∂µe
∂ne

(E.23)

En calculant la dérivée de ne par rapport à elle-même, on obtient à partir de l’équa-
tion (E.3) :

∂ne
∂ne

=

√
2m

3/2
e

π2~3
kBTe

2
F−1/2

(
µe
kBTe

)
∂µe
∂ne

(E.24)

Or cette dérivée étant évidemment égale à 1, on en déduit :

∂µe
∂ne

=

[√
2m

3/2
e

π2~3
kBTe

2
F−1/2

(
µe
kBTe

)]−1
(E.25)

Au final, en injectant cette équation dans l’équation (E.23), on trouve l’expression
suivante pour le potentiel chimique effectif des électrons dans le modèle du gaz
d’électrons libres :

µ̃e = 3kBTe
F1/2 (µe/kBTe)

F−1/2 (µe/kBTe)
(E.26)
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Annexe F

Logarithme coulombien

Dans cette annexe, nous allons donner la démonstration de l’équation (2.53)
définissant le logarithme coulombien dans le cas d’une collision électron-ion décrite
dans un cadre classique, c’est-à-dire non quantique et dont le potentiel d’interaction
est modélisé par le potentiel coulombien.

Considérons la collision d’un électron avec un ion tel que représenté sur la Figure
F.1. La section efficace classique (non quantique) de diffusion σ de la quantité de
mouvement est donnée par [164] :

σ =

∫
(1− cosχ) dσ (F.1)

ion

électron

rmin

Ec

bχ

Figure F.1 – Schéma de la déviation d’une électron lors de la collision avec une
particule de charge Q supposée restant immobile lors de la collision.
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avec dσ la section efficace différentielle de diffusion et χ l’angle de déviation qui
apparaît lors de la collision. Par des considérations géométriques, voir Figure F.1,
on montre que [275] :

χ = π − 2b

∫ +∞

r
min

1

r2

(
1− U(r)

Ec
− b2

r2

)−1/2
dr (F.2)

avec rmin la distance de plus courte approche satisfaisant 1−U(rmin)/Ec−b2/r2min =

0, Ec l’énergie cinétique de l’électron qui collisionne et b le paramètre d’impact de
l’électron. La section efficace différentielle de diffusion étant reliée au paramètre
d’impact par dσ = 2πb db, on peut alors réécrire la section efficace de diffusion sous
la forme [275, 276] :

σ = 4π

∫ +∞

0

b sin2

(
χ(b)

2

)
db (F.3)

Afin de prendre en compte l’ensemble des collisions associées à un paramètre d’im-
pact donné et résultant en une déviation de l’électron caractérisée par l’angle χ(b),
l’intégration dans l’équation précédente devrait se faire théoriquement entre 0 et
+∞. Cependant, le calcul de la section efficace va dépendre du choix du potentiel
d’interaction U(r) qui pourra alors amener des divergences en 0 et en +∞. Afin
d’éviter d’avoir une intégrale divergente, on introduit les longueurs de coupure mi-
nimale et maximale respectivement notées bmin et bmax. On peut alors réécrire la
section efficace sous la forme :

σ = 4πβ2 lnΛ (F.4)

avec lnΛ le logarithme coulombien défini par :

lnΛ =
1

β2

∫ +∞

0

b sin2

(
χ(b)

2

)
db (F.5)

où β est un paramètre qui sera défini par la suite. On suppose maintenant que
les interactions régissant les collisions entre les électrons et les ions peuvent être
modélisées par le potentiel d’interaction coulombien. On a donc :

U(r) =
Ze2

r
(F.6)

avec Z la charge de l’ion. Ce potentiel est donc associé à la distance de plus courte
approche :

rmin =
1

2

Ze2
Ec

+

√(
Ze2

Ec

)2

+ 4b2

 (F.7)

En injectant le potentiel d’interaction coulombien dans l’équation (F.5), on obtient :
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χ = π − 2b

∫ +∞

r
min

1

r

(
r2 − Ze2

Ec
r − b2

)−1/2
dr (F.8)

Cette intégrale peut se calculer anaytiquement, on a dans le cas α < 0 [200] :

∫
dx

x
√
α + βx+ γx2

=
1√
−α

arctan

(
2α + βx

2
√
−α(α + βx+ γx2)

)
(F.9)

On obtient ainsi :∫ +∞

r
min

1

r

(
r2 − Ze2

Ec
r − b2

)−1/2
dr =

[
1

b
arctan

(
−2b2 − Ze2r/Ec

2b
√
r2 − Ze2r/Ec − b2

)]+∞
r
min

(F.10)
Les limites en rmin et +∞ étant données par :

lim
r→r

min

−2b2 − Ze2r/Ec
2b
√
r2 − Ze2r/Ec − b2

= −∞ (F.11)

lim
r→+∞

−2b2 − Ze2r/Ec
2b
√
r2 − Ze2r/Ec − b2

= − Ze2

2bEc
(F.12)

on obtient :∫ +∞

r
min

1

r2

(
1− U(r)

Ec
− b2

r2

)−1/2
dr =

1

b

[
π

2
− arctan

(
Ze2

2bEc

)]
(F.13)

Ainsi, en injectant cette équation dans l’équation (F.2), on obtient l’expression sui-
vante pour l’angle de diffusion dans le cas d’un potentiel coulombien :

χ = 2 arctan

(
b⊥
b

)
(F.14)

où on a posé b⊥ = Ze2/2Ec. En effet, on peut alors remarquer que si l’électron
possède un paramètre d’impact b = b⊥, la collision sera alors associée à un angle
de déviation χ(b = b⊥) = π/2. En introduisant alors l’expression précédente dans
l’équation (F.5), et grâce à la relation sin (arctanx) = x/

√
1 + x2, on a :

lnΛ =
1

β2

∫ +∞

0

b

(b/b⊥)2 + 1
db (F.15)

On observe alors que cette intégrale diverge à cause du comportement en 1/r du
potentiel coulombien. On va alors introduire une longueur de coupure notée bmax
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dont le rôle est discuté après. Ceci nous permet d’obtenir :

lnΛ =
1

2

b2⊥
β2

ln

[
1 +

(
bmax
b⊥

)2
]

(F.16)

En posant, β = b⊥ on obtient alors dans le cas d’un potentiel coulombien l’expression
suivante pour la section efficace de diffusion [277] :

σ = 4πb2⊥ lnΛ (F.17)

et l’expression suivante pour le logarithme coulombien [165] :

lnΛ =
1

2
ln

[
1 +

(
bmax
b⊥

)2
]

(F.18)

Dans l’approximation où bmax → +∞, cette expression peut se simplifier et on
retrouve au final le logarithme coulombien tel qu’obtenu par Landau [164] :

lnΛ = ln

(
bmax
b⊥

)
(F.19)

C’est cette équation qui est généralement obtenue dans la littérature [140, 162,
164, 277] notamment en utilisant la formule de Rutherford qui correspond à la sec-
tion efficace différentielle associée au potentiel coulombien. Cependant, la différence
fondamentale entre l’équation (F.18) et l’équation (F.19) est que cette dernière est
obtenue dans l’approximation des petits angles où il est supposé dès le départ χ� 1

permettant d’utiliser l’approximation cosχ ≈ 1 − χ2/2 simplifiant l’équation (F.1)
et ainsi le calcul de la section efficace. L’approximation des petits angles repose
sur le fait que le potentiel coulombien étant en 1/r, la majorité des collisions se
feront à longue distance (d’où la divergence de l’intégrale dans l’équation (F.15)) et
donneront donc lieu à de faibles déviations des électrons lors des collisions.
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Annexe G

Approximations des densités en
fonction des températures

Dans le modèle M21, lorsque Til < 58 meV, la densité d’électrons est évaluée de
manière relativement simple à l’aide des équations (3.2)-(3.4) comme dans le modèle
M19. Par contre, lorsque Til > 58 meV, les densités d’électrons ne, d’ions ni, de
neutres nn et totale nT sont respectivement données par les équations (3.17) et (3.22).
Au total, il est donc nécessaire d’évaluer l’évolution de 18 espèces permettant ensuite
de calculer la densité d’électrons, d’ions, de neutres et totales. Ceci demande alors
beaucoup de ressources de calcul et une telle évaluation n’est donc pas appropriée
à une implémentation dans un code hydrodynamique. Cependant, on a vu dans
la Section 3.2.2.1 que les densités d’électrons, d’ions, de neutres et totales étaient
principalement déterminées par la température des électrons Te ou des ions et des
neutres Til :

• la densité totale est déterminée par la température des ions et des neutres
rendant compte de la fragmentation chimique de l’ablateur

• la densité d’électrons, d’ions et de neutres est principalement déterminée par
la température des électrons rendant compte de l’ionisation par impact et
de la recombinaison électronique, la photoionisation induite par laser étant
négligeable devant ces deux processus.

On va alors présenter dans cette section des approximations pour nT en fonction
de Til, puis de ne, ni et nn en fonction de Te. Ces approximations sont uniquement
valides pour Til > 58 meV et ont pour but de pouvoir calculer ces densités à partir
des températures de manière simple, rapide et efficace et évitant d’avoir à calculer
la densité de 18 espèces. Pour calculer ces approximations, plusieurs simulations uti-
lisant le modèle M21 ont été faites pour trois intensités laser maximales différentes :
1013, 1014 et 1015 W.cm−2.
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G.1 Calcul de la dynamique électronique

On a vu dans cette section que grâce à l’analyse de l’évolution de la densité
totale en fonction de la température du réseau et de la densité d’électrons et d’ions
en fonction de la température des électrons, il a été possible d’obtenir des approxi-
mations pour ces densités en fonction des températures. Il est alors possible d’uti-
liser ces approximations pour décrire la dynamique électronique de l’ablateur dans
l’état plasma, la densité de neutres nn et le degré d’ionisation Z restant donnés par
nn = nT − ni et Z = ne/ni. Bien que moins précises que les équations de taux, elles
ont l’avantage d’être beaucoup moins demandeuses en ressources numériques. Ainsi,
ces approximations sont parfaitement adaptées pour une implémentation de la dy-
namique électronique dans un code hydrodynamique permettant ainsi de prendre
en compte la transition solide-plasma sans avoir besoin de calculer les équations de
taux. Comme on va le voir, les approximations ne dépendent pas de l’intensité laser
ce qui en accord avec les résultats de la Section 3.2.2.2.

G.2 Densité totale

La Figure G.1 montre l’évolution de nT en fonction de Til pour Til > 58 meV pour
les trois impulsions laser, la fragmentation chimique de l’ablateur amenant à une
évolution de nT ayant lieu dans ce domaine de températures. On voit tout d’abord

Figure G.1 – Evolution de la densité totale en fonction de la température des ions
lors de la transition solide-plasma induite par une impulsion laser gaussienne pour
trois intensités maximales différentes.
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que l’évolution de nT en fonction de Til ne dépend quasiment pas de l’intensité
maximale de l’impulsion laser. Ceci nous permet alors de déduire une approximation
indépendante de l’intensité laser des variations de nT en fonction de Til. On peut
alors déduire l’approximation suivante :

Til ≤ T1 : nT = nS (G.1)

T1 < Til < T2 : nT = nS + (nCH − nS)

(
Til − T1
T2 − T1

)1.3

(G.2)

Til ≥ T2 : nT = nCH (G.3)

La courbe noire correspond à T1 = 0.7 eV et T2 = 5 eV. On pourra noter cet intervalle
est légèrement différent de celui qu’on a considéré pour les dissociations qui ont lieu
pour 2 eV < Til < 8 eV. Ceci est dû au fait que les dissociations moléculaires amenant
à une variations de nT étant modélisées par une loi d’Arrhénius, c’est à dire une loi
exponentielle, elles deviennent significatives même lorsque que la températures des
molécules est inférieure à leur énergie de dissociation.

G.3 Densité d’électrons

La Figure G.2 montre l’évolution de ne en fonction de Te pour Til > 58 meV pour
les trois impulsions laser, l’ionisation des molécules et des atomes constituant l’abla-
teur amenant à une évolution de ne ayant lieu dans ce domaine de températures.
Comme pour la densité totale, l’évolution de ne en fonction de Te est quasiment
la même quelque soit l’intensité maximale du laser. Cependant, l’évolution de ne
en fonction de Te est cette fois ci plus complexe. Tant que Te < 6 eV, la densité
électronique reste constante et égale à ce qu’elle valait juste après la dissociation du
polystyrène. D’une part, la température des électrons étant plus faible que l’énergie
d’ionisation des molécules, il ne peut pas y avoir d’ionisation par impact. De plus,
les électrons relativement froids et dilués (pour un plasma dense), la recombinaison
des électrons décrite par l’équation (3.20) est négligeable. De fait, la densité des
électrons reste constante. Pour 6 eV < Te < 20 eV, la densité d’électrons augmente
à cause de l’ionisation du styrène. Pour 20 eV < Te < 25 eV, la densité d’élec-
tron augmente à cause de l’ionisation du benzène, de l’acétylène, du carbone et de
l’hydrogène. De nombreuses énergies d’ionisation se situent dans cet intervalle de
température donnant lieu à une forte croissance pour ne. Pour 25 eV < Te < 60
eV, la densité d’électron augmente à cause de la troisième et quatrième ionisation
du carbone. Pour 240 eV < Te < 360 eV, la densité d’électron augmente à cause
de la cinquième et sixième ionisation du carbone. La densité reste constante pour
60 eV < Te < 240 eV car l’écart entre l’énergie de la quatrième et la cinquième
ionisation du carbone est très élevée : E4 ≈ 64 eV et E5 ≈ 392 eV. On notera que
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Figure G.2 – Evolution de la densité totale en fonction de la température des ions
lors de la transition solide-plasma induite par une impulsion laser gaussienne pour
trois intensités maximales différentes.

l’énergie cinétique de l’électron est 3kBTe/2 et donc qu’il existe un facteur 3/2 entre
la température à laquelle débute une augmentation de ne à cause de l’ionisation par
impact et l’énergie d’ionisation. On déduit alors :

Te ≤ T1 : ne = n1 (G.4)

T1 < Te ≤ T2 : ne = n1 + (n2 − n1)

(
Te − T1
T2 − T1

)0.5

(G.5)

T2 < Te ≤ T3 : ne = n2

(
n3

n2

)(T
e
−T

2
)/(T

3
−T

2
)

(G.6)

T3 < Te ≤ T4 : ne = n3 (G.7)

T4 < Te ≤ T5 : ne = n3 + (n4 − n3)
Te − T4
T5 − T4

(G.8)

T5 < Te ≤ T6 : ne = n4 (G.9)

T6 < Te ≤ T7 : ne = n4 + (n5 − n4)
Te − T6
T7 − T6

(G.10)

Te ≥ T7 : nT = n5 (G.11)

La courbe noire sur la Figure G.2 correspond à cette approximation pour la
densité électronique avec les paramètres donnés dans la Table G.1.
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Température [eV]

T1 T2 T3 T4 T5 T6 T7

5.8 13 20 32 50 240 360

Densité [cm−3]

n1 n2 n3 n4 n5

8× 1019 1.3× 1022 1.5× 1023 2.5nCH 3.5nCH

Table G.1 – Paramètres T1-T7 et n1-n5 de l’approximation de ne en fonction de
Te. nS représente la densité de styrène et nCH représente la densité de carbone et
d’hydrogène.

G.4 Densité d’ions

La Figure G.3 montre l’évolution de ni en fonction de Te pour Te > 0.1 eV
pour les trois impulsions laser, l’ionisation des molécules et des atomes constituant
l’ablateur amenant à une évolution de ni ayant lieu dans ce domaine de températures.
On observe encore une fois que la variation de la densité d’ions est indépendante de
l’intensité maximale du laser. Concernant son comportement, comme pour la densité

Figure G.3 – Evolution de la densité totale en fonction de la température des ions
lors de la transition solide-plasma induite par une impulsion laser gaussienne pour
trois intensités maximales différentes.
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électronique, la densité ionique reste constante tant que Te ≤ 6 eV car les électrons
ne sont pas suffisamment chauds pour donner lieu à de l’ionisation par impact. La
densité d’ions commence à augmenter lorsque Te ≈ 6 eV et finit d’augmenter lorsque
Te ≈ 10 eV. Cette première augmentation ni correspond à l’ionisation du styrène.
Elle reste ensuite constante égale à nS pour 10 eV < Te < 20 eV, les molécules de
styrène étant totalement ionisées ce qui empêche une nouvelle génération d’électrons
libres. Lorsque Te ≈ 20 eV, la température des ions associée à cette température
des électrons devient suffisamment grande pour que la fragmentation chimique ait
lieu. De nouvelles espèces apparaissent qui peuvent être ionisées et la densité d’ions
augmente. Ainsi, pour 20 eV < Te < 25 eV, la densité d’ions augmente du fait
de l’ionisation de l’acétylène, du benzène, du carbone et de l’hydrogène. Lorsque
Te > 25 eV, l’ablateur se présente sous forme de plasma de carbone et d’hydrogène
totalement ionisés et la densité d’ions n’évolue plus. On peut alors déduire de cette
évolution une approximation de la densité d’ions en fonction de la température des
électrons. On a alors :

Te ≤ T1 : ni = n1 (G.12)

T1 < Te ≤ T2 : ni = n1 + (n2 − n1)

(
Te − T1
T2 − T1

)0.4

(G.13)

T2 < Te ≤ T3 : ni = n2 (G.14)

T3 < Te ≤ T4 : ni = n2

(
n3

n2

)(T
e
−T

3
)/(T

4
−T

3
)

(G.15)

Te ≥ T4 : ni = n3 (G.16)

La courbe noire sur la Figure G.3 correspond à cette approximation pour la densité
d’ions avec les paramètres donnés dans la Table G.2.

Température [eV]

T1 T2 T3 T4

5.8 9 13 19

Densité [cm−3]

n1 n2 n3

8× 1019 nS nCH

Table G.2 – Paramètres T1-T4 et n1-n3 de l’approximation de ni en fonction de
Te. nS représente la densité de styrène et nCH représente la densité de carbone et
d’hydrogène.
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ment inertiel
6 Décembre 2021, Talence (France)
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Modélisation de la formation d’un plasma par laser dans le contexte de la fusion par confinement inertiel

Résumé : La fusion par confinement inertiel (FCI) par laser en attaque directe a pour but d’imploser une cible de deutérium-
tritium avec un ensemble de faisceaux laser afin de générer des réactions de fusion nucléaire. Pour minimiser l’ablation du
combustible lors de l’implosion, la cible est recouverte d’une couche de plastique (généralement du polystyrène qui est un
matériau diélectrique), appelée ablateur, d’une dizaine de micromètres d’épaisseur. L’implosion est optimisée par la mise
en forme spatiale et temporelle de l’impulsion laser, notamment grâce à une pré-impulsion, d’une centaine de picosecondes.
Cependant, l’interaction entre cette pré-impulsion et l’ablateur peut donner lieu à des inhomogénéités spatiales de densité et
de pression à la surface de l’ablateur (phénomène d’empreinte laser), menant à des instabilités de Rayleigh-Taylor réduisant
l’efficacité d’implosion de la cible. En particulier, il a été montré expérimentalement que l’état initial solide de l’ablateur
peut amplifier ces inhomogénéités. Par ailleurs, les codes d’hydrodynamiques radiatifs dédiés à la simulation de la FCI
supposent que la cible, et notamment l’ablateur, est dans un état plasma initialement.

L’objectif de cette thèse est ainsi de modéliser la transition de l’état solide vers l’état plasma d’un ablateur en polysty-
rène induite par une pré-impulsion laser caractéristique de la FCI. Pour cela, les variations de la densité d’électrons libres,
et des températures électronique et des réseau/ions lors de l’évolution de l’état de la matière ont été décrites, incluant la
fragmentation du polystyrène. L’évolution de la densité électronique repose principalement sur la photo-ionisation, l’ioni-
sation par impact, et la relaxation électronique. L’évolution des températures est régi par l’absorption laser et le transfert
d’énergie des électrons vers le réseau ou les ions selon l’état solide ou plasma de l’ablateur. Ces deux processus étant dus
aux collisions électroniques, elles ont été décrites en détail. Ce modèle de transition solide-plasma a ensuite été couplé à
l’équation d’Helmholtz via la permittivité diélectrique de l’ablateur afin d’introduire une dimension d’espace et de décrire la
propagation laser. Les cas d’un ablateur homogène et d’une mousse (permettant de minimiser l’effet d’empreinte laser) ont
été étudiés. Les résultats montrent que l’échelle temporelle caractéristique de transition du solide au plasma est de l’ordre
de la centaine de picosecondes, ce qui n’est pas négligeable vis-à-vis des échelles de temps de la FCI. On montre également
que l’énergie laser transmise dans ces premiers instants pourrait modifier l’état interne de la cible.

Mots-clés : Fusion par confinement inertiel, transition solide-plasma, modélisation, empreinte laser, collisions électro-
niques

Modeling the laser-induced plasma formation within the inertial confinement fusion framework

Abstract: Laser direct-drive inertial confinement fusion (ICF) aims at imploding a deuterium tritium target with a large
number of laser beams in order to create nuclear fusion reactions. To minimize the fuel ablation, the target is coated with
a plastic layer (usually polystyrene which is a dielectric material), named ablator, which its thickness is about several tens
of micrometers. The implosion is optimized with the spatial and temporal shaping of the laser pulse, in particular with a
pre-pulse which the duration is about one hundred of picoseconds. However, the interaction between this pre-pulse and the
ablator can create spatial inhomogeneities of density and pressure at the surface of the ablator (this is the so-called laser
imprint process) leading to Rayleigh-Taylor instabilities lowering the efficiency of the target implosion. In particular, it has
been shown experimentally that the initial solid state of the ablator can amplify these inhomogeneities. In addition, the
hydrodynamic radiative codes dedicated to ICF simulation assume that the target, including the ablator, is in a plasma
state initially.

The goal of this thesis is thus to model the transition from the solid state to the plasma state of a polystyrene ablator
induced by a laser pre-pulse caracteristic of ICF. To do so, the variations of the free electron density and the variations of
electron and lattice/ion temperatures are described, including the polystyrene fragmentation. The evolution of the electron
density is mainly based on photo-ionisation, impact ionisation and electron recombination. The evolution of the tempera-
tures is driven by the laser absorption and the energy transfer from the electrons to the lattice or the ions depending on the
solid or plasma state of the ablator. These two processes are due to electron collisions which are desbribed in detail. This
modeling of the solid-to-plasma transition is then coupled to the Helmholtz equation through the dielectric permittivity of
the ablator in order to add one spatial dimension and described the laser propagation. The cases of homogeneous ablator
and foam (enabling to mitigate the laser imprint) have been studied. The results show that the caracteristic timescale of
the solid-to-plasma transition is about one hundred of picoseconds which is not negligible compared the timescales of ICF.
We also show that the laser energy that is transmitted at the early time could modify the internal state of the target.

Keywords : Inertial confinement fusion, solid-to-plasma transition, modeling, laser imprint, electron collisions
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