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Résumé : Cette thèse se situe dans le cadre du

projet ANR/MATURATION ALTESSE2 dont l’ob-

jectif était de fiabiliser la spectroscopie THz réso-

lue en temps de matériaux énergétiques ou biolo-

giques. Le rayonnement THz (1-100 THz) appartient

au domaine infrarouge lointain. Sa période est sem-

blable aux temps caractéristiques des mouvements

ro-vibrationnels des macro-molécules (tissus orga-

niques, explosifs ou drogues). Il est donc capable

d’exciter ces transitions pour présenter un spectre

de raies permettant l’identification du matériau ana-

lysé par spectroscopie. La méthode de production

d’ondes THz étudiée consiste à focaliser une impul-

sion laser femtoseconde à deux harmoniques dans un

gaz, ici l’air ambiant. Au régime d’intensités d’inté-

rêt (1013−15 W/cm2), le faisceau laser ionise l’air par

effet tunnel et engendre un plasma électronique par-

couru par des courants, nommés « photo-courants »,

qui contiennent un terme THz provenant d’un mé-

lange de fréquences entre le champ laser et la hausse

de densité électronique. Celui-ci est alors rayonné

typiquement sous la forme d’un cône d’angle d’ou-

verture ≈ 3°. Cette méthode est particulièrement

adaptée à la spectroscopie car elle permet de gé-

nérer des impulsions THz intenses (> 0,1 GV/m)

et large-bande (< 100 THz), ce qui se différencie

des sources usuelles présentant un spectre très pi-

qué. Mon objectif a été d’optimiser ce procédé et

d’améliorer la compréhension de ces mécanismes. Le

rayonnement THz a été estimé à l’aide de deux mo-

dèles : le modèle Local Current qui néglige les effets

de propagation laser pour donner une estimation 0D

+ t de l’amplitude THz générée, et l’équation 3D

de propagation laser unidirectionnelle, qui est inté-

grée par le code de simulation CUP3D. Nous avons

montré d’une part que polariser circulairement (état

dit CP-S) les harmoniques laser permet d’augmen-

ter l’énergie THz produite d’un facteur 4-5 par rap-

port au cas classique où ces fréquences sont pola-

risées linéairement (état dit LP-P), et d’autre part

que l’état CP-S optimise le rendement de conversion

parmi l’ensemble des polarisations laser elliptiques.

De précédents travaux montrent que l’ajout d’har-

moniques laser permet d’augmenter le rendement de

conversion laser-THz d’un facteur allant jusqu’à 20

pour un faisceau LP-P. Nous rapportons que cette

augmentation est moindre en polarisation CP-S, et

que le cas LP-P devient plus efficace que CP-S au-

delà de 5-6 harmoniques laser. Ensuite, l’intégration

d’un modèle classique (plasma cylindrique homo-

gène) permis de retrouver la distribution conique de

l’émission THz mesurée lors d’une expérience. Nous

proposons également un modèle d’émission conique

plus complet prenant en compte les variations trans-

verses du plasma et les aberrations optiques pertur-

bant la propagation du faisceau laser. Ce modèle a

été validé à l’aide de simulations 3D. Enfin, des esti-

mations CUP3D ont montré que les aberrations op-

tiques courantes (sphéricité, astigmatisme et coma)

dégradent le spectre THz généré, qui est alors plus

faible, plus fin et asymétrique dans l’espace.
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Abstract : This thesis is part of the

ANR/MATURATION ALTESSE2 project, the ob-

jective of which was to make time-resolved THz

spectroscopy of energetic or biological materials

more reliable. THz radiation (1-100 THz) belongs

to the far infrared range. Its period is similar to the

characteristic times of the ro-vibrational movements

of macro-molecules (organic tissues, explosives or

drugs). It is therefore able to excite these transitions

to present an absorption spectrum allowing the iden-

tification of the material analyzed by spectroscopy.

The studied THz wave production method consists

in focusing a two-harmonic femtosecond laser pulse

in a gas, here ambient air. At the intensities of inter-

est (1013−15 W/cm2), the laser beam ionizes the air

by tunnel effect and generates an electronic plasma

containing currents, called "photo-currents", which

present a THz term generated by frequency-mixing

between the laser field and the increase in electron

density. The THz emission is then typically radia-

ted as a cone with an opening angle of ≈ 3°. This

method is particularly suitable for spectroscopy as

it generates intense (> 0.1 GV/m) and broadband

(< 100 THz) THz pulses, which differs from usual

sources that provide a very thin spectrum. My ob-

jective was to optimize this process and improve

the understanding of these mechanisms. The THz

radiation was estimated using two models : the Lo-

cal Current model which neglects laser propagation

effects to give a 0D + t estimate of the genera-

ted THz amplitude, and the 3D unidirectional laser

propagation equation, which is integrated by the

CUP3D simulation code. We showed on the one

hand that circularly polarizing (state called CP-S)

the laser harmonics makes it possible to increase

the THz energy produced by a factor of 4-5 com-

pared to the classic case where these frequencies

are linearly polarized (state called LP-P), and on

the other hand that the CP-S state optimizes the

conversion efficiency among all the elliptical laser

polarizations. Previous work shows that the addi-

tion of laser harmonics can increase the laser to

THz conversion efficiency by a factor of up to 20 for

an LP-P beam. We report that this increase is less

important in the CP-S configuration, and that the

LP-P case becomes more efficient than CP-S beyond

5-6 laser harmonics. The integration of a classical

model (homogeneous cylindrical plasma) allowed to

find the conical distribution of the THz emission

measured during an experiment. We also propose a

more complete conical emission model taking into

account the transverse variations of the plasma and

the optical aberrations distorting the propagation

of the laser beam. This model was validated using

3D simulations. Finally, CUP3D estimates showed

that common optical aberrations (sphericity, astig-

matism and coma) degrade the generated THz spec-

trum, which is then weaker, thinner and spatially

asymmetrical.
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Formulaire

Constantes physiques

Symbole Description Valeur (S.I.)

c vitesse de la lumière dans le vide 2.99792458× 108 m.s−1

e charge élémentaire 1.602176565× 10−19 C

me masse de l’électron 9.10938291×10−31 kg

ε0 permittivité électrique du vide 8.854187817620391× 10−12 F.m−1

µ0 perméabilité magnétique du vide 1.256637061435917× 10−6 V.s.A−1m−1

h constante de Planck 6.62606957× 10−34 J.s

~ = h/2π constante de Planck réduite 1.05457173× 10−34 J.s

kB constante de Boltzmann 1.3806488×10−23 J.K−1

Nous rappelons la relation c2 =
1

µ0ε0
.

Unités atomiques

Symbole Description Valeur (S.I.)

Eau champ de liaison 5.14220674763× 1011 V.m−1

Uau hartree (unité atomique d’énergie) 27.21 eV = 4.3597441775× 10−18 J

νau fréquence atomique 4.13380513× 1016 s−1

En unités atomiques, la convention ~ = e = me = 1/4πε0 = 1 s’applique.

Identités vectorielles Soient φ un champ scalaire, ~u, ~v et ~w des champs vectoriels, ~∇ l’opé-

rateur nabla, · le produit scalaire, × le produit vectoriel et ⊗ le produit tensoriel, vérifiant

(~u⊗ ~v)i,j = uivj . Nous rappelons les identités vectorielles suivantes :
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Formulaire

~∇ · (φ~u) = ~u · ~∇φ+ φ(~∇ · ~u) (1)

~∇× (φ~u) = φ(~∇× ~u) + (~∇φ)× ~u (2)

~∇ · (~u× ~v) = ~v · (~∇× ~u)− ~u · (~∇× ~v) (3)

~∇ · (~u⊗ ~v) = (~∇ · ~v)~u+ (~v · ~∇)~u = (~∇ · ~v)~u+ t(~∇⊗ ~u)~v (4)

(~u× ~v) · ~w = (~w × ~u) · ~v = (~v × ~w) · ~u (5)
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Transformations intégrales

Nom Transformée directe Transformée inverse

Fourier temporelle

f̂(ω) = F [f(t)] =

∫ +∞

−∞
f(t)eiωtdt

f(t) = F−1[f̂(ω)] =

1

2π

∫ +∞

−∞
f̂(ω)e−iωtdω

Fourier spatiale

(~r = (x, y, z))

f̂(~k) = F [f(~r)] =

∫ +∞

−∞
f(~r)e−i

~k·~rd~r

f(~r) = F−1[f̂(~k)] =

1

(2π)2

∫ +∞

−∞
f̂(~k)ei

~k·~rd~k

Produit de convolution

(f ∗ g)(x) =

∫ +∞

−∞
f(u)g(x− u)du (6)

Fonctions intégrales ˙

Intégrale de Gauss

∫ +∞

−∞
e−αx

2
dx =

√
π

α
(7)

Fonction d’erreur

erf(t) =
2√
π

∫ t

0
e−x

2
dx (8)

⇐⇒

1

2

√
π

α
erf(
√
αy) =

∫ y

0
e−αx

2
dx (9)
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Les progrès technologiques actuels reposent en partie sur la maîtrise des applications liées

aux rayonnements électromagnétiques. Les pères fondateurs de cette branche de la

physique sont Ørsted qui observa en 1820 qu’un courant électrique engendre un champ

magnétique [1], Faraday qui remarqua à son tour en 1831 qu’un champ magnétique crée un champ

électrique [2], Maxwell qui unifia en 1864 les équations régissant l’électromagnétisme [3] et Hertz

qui les vérifia expérimentalement entre 1887 et 1888 [4]. Juchés sur ces épaules de géants, c’est

désormais notre tour de contribuer, autant que faire se peut, au domaine toujours en évolution
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Chapitre 1 : Introduction

Figure 1.1: Spectre électromagnétique comprenant la lacune technologique THz. Source :
Fukunaga [6]

de l’électromagnétisme. L’exploitation de chaque partie du spectre électromagnétique a permis

à notre société de se développer à travers l’invention de la télécommunication, de procédés

générant de la chaleur, de moteurs électriques ou encore de méthodes d’imagerie. Toutefois,

une certaine bande de fréquences reste encore difficile d’accès par les méthodes de production

conventionnelles : il s’agit des fréquences associées aux ondes térahertz.

Le présent travail vise à étudier la génération de rayonnements "térahertz" (1012 Hz, abrégé

THz), qui sont situés dans la partie infrarouge lointaine du spectre électromagnétique. Les bornes

de ce domaine sont souvent fixées entre 0.1 et 30 THz, comme illustré par la figure 1.1, mais

l’évolution récente de la technologie, en particulier grâce à l’essor des lasers ultrabrefs, permet

désormais de l’élargir jusqu’à 100 THz. Dans un premier temps seront discutées l’identité et

les caractéristiques de ce type de rayonnement. Par la suite, l’état de l’art des sources térahertz

existantes à ce jour sera rappelé, puis différentes applications technologiques possibles de ce type

de rayonnement seront mentionnées. Par la suite seront approfondis les résultats obtenus dans

le cadre des projets ALTESSE [5] et ALTESSE2 dans lesquels cette thèse s’inscrit. Ces projets

visent à mettre au point et à optimiser une génération d’ondes THz intenses (0.1 - 1 GV/m) et

larges spectralement (1-100 THz) par des plasmas atmosphériques créés par laser femtoseconde

afin de pouvoir réaliser une spectroscopie THz efficace.

1.1 Le rayonnement térahertz

1.1.1 Description

Au cours de cette thèse, les ondes térahertz seront attribuées à la bande fréquentielle infrarouge

lointaine se situant entre 0.1 et 100 THz. Ce choix se démarque de la bibliographie qui limite gé-
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1.1 Le rayonnement térahertz

néralement ce domaine à 30 THz. Toutefois les applications en rapport avec le présent travail, en

particulier la spectroscopie THz, concernent également une partie du spectre infrarouge moyen.

En dessous de 0.1 THz se situent les micro-ondes, souvent produites au moyen de dispositifs

basés sur des semi-conducteurs (diodes et transistors) ou électromagnétiques solides (magné-

trons). Au-delà de 100 THz, on parle de rayonnement proche infrarouge, généré en excitant des

photons de faible énergie. Il y a donc une différence fondamentale entre les sources de rayon-

nement bornant le spectre THz. C’est pourquoi le rayonnement THz est resté difficile d’accès

technologiquement jusqu’à récemment [7], de sorte que l’on parle parfois de "technological THz

gap" dans la bibliographie, traduit ici par "lacune technologique THz".

Le temps de variation caractéristique des ondes THz est lié à leur fréquence νTHz et leur lon-

gueur d’onde λTHz par TTHz = 1/νTHz = λTHz/c, où c est le célérité de la lumière dans le

vide. Numériquement, ces temps sont compris entre T100 THz = 10 fs et T0.1 THz = 10 ps. Les

longueurs d’onde en jeu sont donc comprises entre λ100 THz = 3 µm et λ0.1 THz = 3 mm. Ces

dernières sont liées à l’énergie des photons générés ETHz par la relation de Planck ETHz = hνTHz,

avec h ≈ 6.626 × 10−34 J.s la constante de Planck. Le spectre THz correspond donc à des

photons d’énergies bornées entre E0.1 THz = 4 meV et E100 THz = 0.4 eV. A titre de comparai-

son, le potentiel d’ionisation du dioxygène O2 présent dans l’air ambiant est de 12.1 eV. On

considère alors que le rayonnement THz est peu énergétique et non-ionisant. Cette propriété

peut être particulièrement utile lors du traitement de tissus vivants ou l’inspection de matériaux

énergétiques.

1.1.2 Sources de rayonnement térahertz

Cette partie a pour objectif de détailler les sources communes d’ondes THz. Le spectre étudié

est situé entre le domaine millimétrique, couvert par des dispositifs électroniques, et l’infrarouge,

associé aux photons optiques. Nous pouvons ainsi classer les différents émetteurs en deux familles.

Les sources générant une onde THz à partir de mouvements électroniques ultrarapides seront

dites "électroniques" : leur domaine de fonctionnement se situe généralement à la frontière entre

les spectres millimétrique (1-100 GHz) et THz. Les émetteurs formant les ondes THz en créant

un photon à basse énergie seront classées comme "photoniques" (ou "optiques").
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Sources électroniques

Figure 1.2: État de l’art des sources THz électroniques à semi-conducteurs et quelques mé-
thodes de génération optique. Cette figure illustre la puissance de sortie en fonction de la fré-
quence générée. Les instruments sans indication de température fonctionne à température am-
biante. HBT, HEMT, CMOS : Transistors. DFG QCL : Laser à cascade quantique utilisant la
génération par différence de fréquences. THz QCL : Laser à cascade quantique avec fondamental
dans le spectre THz. p-Ge : Laser au germanium dopé p. Source : Asada [8]

Le principe de fonctionnement des sources à composante électronique est de générer du rayonne-

ment THz à partir de mouvements électroniques rapides. Les solutions techniques pour exploiter

une telle dynamique électronique consistent par exemple à utiliser des diodes de puissance à

temps de commutation très court (< 10 ps). Les appareils les plus couramment employés sont

les diodes Shottky [9], Gunn [10], IMPATT (IMPAct ionization Transit Time) [11], TUNNETT

(Tunneling Transit Time) [12] et RTD (Resonant Tunneling Diode) [8]. Il est également possible

de produire une onde THz à partir de transistors. Le plupart de ces oscillateurs fonctionnent

jusqu’à 200 GHz, où leur rendement diminue généralement de 20 à -20 dB entre 200 et 400

GHz [13]. Ces diodes sont limitées en fréquence par le temps de diffusion des électrons au sein

du semi-conducteur, ainsi que par les effets de résistance et de capacitance du matériau qui

ralentissent le mouvement électronique. Ces défauts matériels les rendent globalement moins

performantes que les solutions optiques au-delà de 1 THz [14], comme montré par La figure 1.2.

Il existe également des sources induisant un mouvement d’oscillation rapide à partir d’électrons

libres. Par exemple, le rayonnement synchrotron est produit par un électron libre baigné dans
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1.1 Le rayonnement térahertz

un champ magnétique lorsqu’il subit une variation de vitesse. La bibliographie indique que ce

type de rayonnement fournit une source stable de rayonnement THz [15]. A titre illustratif, l’ins-

tallation SOLEIL établie à Saclay est l’instrument de nombreuses études et permet, à travers ce

principe, de réaliser sur place une radiographie dans l’infrarouge lointain et le domaine THz en

des temps de moins en moins contraignants et avec des résolutions inférieures au MHz [16]. Une

autre source existante est le laser à électrons libres (dit FEL, pour "Free Electron Laser"), dans

lequel les porteurs de charge sont accélérés dans un onduleur magnétique. Le champ magnétique

subi par les électrons y change de polarité périodiquement dans l’espace : leur trajectoire prend

alors une forme ondulée qui rayonne une émission de type bêtatron pouvant se situer aussi bien

dans le domaine THz que dans le spectre X (on nomme alors le dispositif respectivement un

THz-FEL ou XFEL) [17]. A l’instar des diodes, ces sources n’ont généralement pas la capacité

à produire un rayonnement THz aussi intense que les sources optiques au-delà de 1 THz.

Sources photoniques

Figure 1.3: Puissance typique des différentes sources THz "optiques" en fonction de leur
fréquence de fonctionnement. 1 : Antennes photoconductrices. 2 : Rectification optique. 3 :
Lasers à faisceau THz continu. 4 : Rectification optique à deux impulsions laser. 5 : Lasers
avec fondamental opérant dans le spectre THz. 6 : Lasers à cascade quantique. 7 : Lasers p-Ge.
Source : Shumyatsky [18]

Les sources photoniques, ou optiques, génèrent un rayonnement THz à partir de l’émission de

photons à très basse énergie. Leurs domaines spectraux de fonctionnement et leurs performances
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en puissance sont résumées par la figure 1.3. Nous les commentons ci-dessous dans l’ordre crois-

sant des puissances THz délivrées.

La solution la plus classique à ce jour est l’antenne photo-conductrice (abrégée PCA, pour

"PhotoConductive Antenna"), dont la paternité peut être attribuée à Auston et al. (1975 -

1984) [19,20] puis à Mourou et al. (1981) [21]. Son principe est d’injecter une fréquence optique

via une impulsion laser au sein d’un dipôle métallique photoconducteur traversé par un cou-

rant électrique constant. Comme rappelé par la figure 1.4, les porteurs de charge générés par

l’absorption de l’impulsion sont accélérés par le courant DC et forment à leur tour un courant,

nommé "photo-courant". Ces derniers dépendent de la variation du nombre d’électrons générés

par l’absorption de l’impulsion, et oscillent dans le domaine THz [22]. Le choix du meilleur ma-

tériau photoconducteur à employer fait encore l’objet de recherches, mais les plus usités sont le

GaAs ainsi que le InGaAs. Ils peuvent générer des spectres pouvant s’étendre jusqu’à 10 THz,

associés à des puissance moyennes rayonnées de l’ordre de 10 µW. Un enjeu critique dans le

domaine de l’optimisation des PCA est la réalisation de matériaux améliorant l’absorption laser

afin d’augmenter la production du rayonnement THz [23,24].

Figure 1.4: Schéma de fonctionnement d’une antenne photoconductrice. Source : Park [25]

Une deuxième méthode est d’exploiter la rectification optique dans un cristal électro-optique [26]

ou organique [27]. Cet effet a été caractérisé pour la première fois par Bass et al. en 1962

[28]. La susceptibilité électrique d’un milieu détermine la polarisation des charges liées aux
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noyaux ~P en réponse à une excitation électrique externe ~E. En particulier, une perturbation

laser suffisamment intense excite les ordres n non-linéaires de la susceptibilité électrique, alors

notés χ(n≥2), entraînant ainsi une non-linéarité dans la polarisation du matériau irradié [29]. Pour

un milieu non-centrosymétrique - un cristal asymétrique par exemple - la polarisation d’ordre 2,

proportionnelle à χ(2)E2, domine sur les ordres supérieurs et crée de l’harmonique deux à partir

de l’impulsion laser incidente. Pour des impulsions optiques ultrabrèves, donc à large bande, le

mélange des fréquences entre deux photons du fondamental (ω0) et un photon d’harmonique

deux (2ω0) génère un terme basse-fréquence (≈ 2ω0 − 2 × ω0) situé dans le domaine THz. Ce

processus permet de générer des impulsions lumineuses THz avec des rendements de l’ordre de

0.1% pour des énergies allant jusqu’à 100 µJ [30]. Il est également possible de faire interagir

deux impulsions laser de fréquences fondamentales proches dans ce type de cristaux (β-BBO

par exemple) pour générer une onde dont la fréquence dépend de la différence des fondamentaux

utilisés [31]. Cette méthode, nommée DFG (pour "Difference-Frequency Generation"), permet

de créer du rayonnement avec une puissance proche du mW [32], voire plusieurs dizaines de

mW [33], avec un spectre toujours très piqué autour de la fréquence produite (de largeur ≈ 50

MHz).

Un troisième moyen de générer des photons THz est d’employer une source laser capable de

les produire par émission stimulée. Un "laser THz" à faisceau continu a été réalisé par Crocker

et al. en 1964 [34] en provoquant une décharge électrique dans un tube de verre de 5 mètres

rempli de vapeur d’eau, générant ainsi un faisceau EM opérant entre 3.8 et 10.7 THz. Depuis,

des sources plus performantes ont été construites, exploitant les transitions rotationnelles de

différents gaz carbonés (CO2, CH3OH, CH3OD, entre autres) [35]. A l’heure actuelle, la solution

la plus performante est le laser CH3OH opérant à 2.52 THz. L’avantage de ce type de sources

est son haut rendement infrarouge à THz pouvant atteindre 1% [36] et des énergies de l’ordre

de plusieurs centaines de µJ [37], au prix d’un manque de versatilité dans la fréquence THz

produite.

Il est possible d’augmenter la puissance de sortie d’une source THz laser en remplaçant artificiel-

lement les niveaux de transition d’une molécule par une structure physique adaptée. Ce type de

dispositif, nommé "laser à cascade quantique" (abrégé QCL, pour "Quantum Cascade Laser"),

a d’abord été mis au point par Faist et al. dans le domaine infrarouge en 1994 [39], puis adapté

au domaine THz par Kohler et al. en 2002 [40]. Il est composé de couches de semi-conducteurs
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Figure 1.5: Schéma des bandes de conduction dans un laser à cascade quantique THz. Les
courbes rouges et bleues représentent le carré des modules des fonctions d’ondes électroniques
dans les différentes sous-couches. Les zones grises montrent les états électroniques atteignables
dans chacune des mini-bandes. Source : Williams [38]

soumis à différents potentiels électriques confinant quantiquement les électrons. La figure 1.5

illustre une telle structure ainsi que les modules au carré des fonctions d’onde des électrons.

Les différences de potentiel entre ces bandes étant très faibles, les photons émis lors de leurs

transitions entre les différentes bandes sont de très basse énergie et leur fréquence appartient

au spectre THz (ωLO sur la figure). Le terme "cascade" provient de la capacité des électrons à

effectuer des transitions supplémentaires par effet tunnel après une première transition au sein

du réseau de confinement. Les lasers à cascade quantique sont usuellement capables de générer

des spectres THz de l’ordre de la centaine de mW, voire du watt, très piqués autour d’une fré-

quence comprise entre 1 et 5 THz [38,41].

La seule source actuellement capable de générer un rayonnement THz de plusieurs watts est le

laser à germanium dopé, dit laser p-Ge ou laser à états résonants (RSL, pour "Resonant States

Laser"). Le germanium (Ge) est un semi-conducteur à quatre électrons de valence : le doper

avec un élément trivalent (généralement du gallium) permet de créer une population de trous

dits "lourds" dans le matériau. Ces trous sont accélérés par un champ électrique externe jusqu’à

exciter un mode de phonon optique, qui produit un trou dit "léger" car de moindre inertie face

au champ externe. Celui-ci subit à son tour cette accélération jusqu’à exciter un mode de phonon
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1.1 Le rayonnement térahertz

similaire et générer un trou lourd. Pour que ce processus soit cyclique, un champ magnétique

permet de limiter le gain d’énergie des trous légers [42,43]. Les photons formés par ce mécanisme

ont une fréquence située dans l’infrarouge lointain, entre 1 et 5 THz. La première proposition

de ce principe date de 1958 [44], mais son application pour produire un rayonnement THz a été

réalisée pour la première fois par les chercheurs soviétiques entre 1983 [45] et 1984 [46].

Rayonnement THz par des plasmas de gaz

Ce travail de doctorat est associé au projet ALTESSE détaillé en section 1.2, dont un objectif

principal est de développer la technologie de la spectroscopie THz résolue en temps de matériaux

organiques ou explosifs. Comme rappelé précedemment, la plupart des sources de rayonnement

THz actuelles produisent des ondes à spectre étroit (quelques THz au plus) ou à basse énergie,

peu adaptées à sonder les nombreux modes d’excitation des molécules complexes. La méthode

étudiée dans le cadre de cette thèse offre toutefois un compromis entre amplitude (∼ 1 GV/m)

et largeur spectrale (< 100 THz). Elle consiste à focaliser dans un gaz une impulsion laser (géné-

ralement de fondamental entre 0.8 et 2 µm), assez énergétique (de l’ordre du mJ) et ultracourte

(typiquement 50 fs). Le milieu de propagation étudié lors du projet ALTESSE est l’air ambiant.

A l’aide d’un cristal doubleur (généralement BBO), on forme sa deuxième harmonique (on parle

également de "couleurs"). Par photo-ionisation, la superposition des deux couleurs génère un

plasma d’électrons, dans lequel les porteurs de charge sont accélérés et dont le mouvement induit

un photo-courant. Le spectre de ces courants est constitué d’un mélange fréquentiel entre les

variations temporelles rapides de la densité électronique et du champ laser. En fonction des ca-

ractéristiques de l’impulsion incidente (asymétrie du profil temporel, polarisation, ratio d’énergie

entre les deux couleurs, phase relative entre les harmoniques ...), les photo-courants contiennent

un terme basse-fréquence associé à une onde THz qui est alors rayonnée dans l’espace, cou-

ramment sous la forme d’un champ électrique se propageant à un angle non-nul (généralement

inférieur à 10° [47–49]) par rapport à l’axe optique [50, 51]. Cette "émission conique", dont les

détails physiques seront discutés dans le chapitre 4, provient d’interférences constructives et

destructives entre les impulsions THz générées en différents points du plasma d’air. Après la

production de l’onde basse-fréquence par le plasma, le champ électrique total se présente comme

la somme d’un rayonnement intense sur l’axe (l’onde de pompe) accompagnée d’un rayonne-

ment de plus faible amplitude associé à l’émission THz générée. Les expérimentateurs peuvent
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donc filtrer l’onde de pompe, puis récupérer le cône THz afin d’opérer une spectroscopie large

bande [5], dont le principe est précisé dans la partie suivante. L’étendue du paysage spectral

couvert par le rayonnement THz généré est assurée par le caractère femtoseconde de l’impulsion

laser : ses harmoniques et donc leurs mélanges fréquentiels sont larges spectralement. La figure

1.6 montre le schéma de principe de la production de rayonnement THz par un plasma créé par

une impulsion laser à deux couleurs.

Figure 1.6: Schéma de fonctionnement de la méthode de production de rayonnement THz
employée dans le cadre du projet ALTESSE.

En plus des propriétés prometteuses des impulsions THz générées, un avantage considérable

dans l’utilisation d’un plasma est l’absence de dommages causés dans l’émetteur des ondes

basse-fréquence, qui est un gaz ionisé. Dans la plupart des méthodes évoquées lors de la partie

précédente, le rayonnement est généré à partir d’un semi-conducteur ou d’un cristal soumis à

une excitation externe intense, provoquant un détérioration de la source au fil de l’usage. Ces

matériaux peuvent être rares et onéreux, compliquant l’industrialisation de ces procédés. Ici,

l’antenne génératrice de rayonnement THz est composée uniquement d’air ionisé qui se régénère

par recombinaison électronique entre chaque répétition laser. Ce processus est donc reproduc-

tible à souhait.

Historiquement, cette technique est inspirée des travaux théoriques [52] et expérimentaux [53]

de Hamster et al. portant sur la génération d’ondes THz à l’aide d’une impulsion laser mono-

chromatique à ultra-haute intensité (> 1018 W/cm2). Celle-ci forme un plasma dans lequel les

électrons sont soumis à une force pondéromotrice importante, qui tend à repousser les porteurs

de charge vers les zones de faible intensité laser. Cette déshomogénéisation de la densité induit

des fluctuations de courant électronique caractérisées par un champ électrostatique oscillant dans
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le domaine THz, et récupérable après le passage de l’impulsion. Cette même force est également

à l’œuvre dans des filaments plasma créés avec une seule harmonique laser [54]. La première

étude se situant dans le domaine d’intensités plus modérées, proches du seuil d’ionisation d’un

gaz (1013 - 1015 W/cm2), remonte à 2000 par Cook et Hochstrasser [55], qui ont privilégié les

non-linéarités optiques associées à l’effet Kerr pour justifier l’oscillation basse-fréquence mesu-

rée expérimentalement. L’exploitation de courants plasma induits par le processus de photo-

ionisation pour produire des impulsions THz est due à Kim et al. [56]. La figure 1.7 schématise

les procédés de génération d’ondes THz par les photo-courants pour deux harmoniques laser et

par la force pondéromotrice laser pour uniquement l’impulsion fondamentale [54].

Figure 1.7: Schémas représentant (a) la production d’ondes THz par photo-courants exci-
tés par une impulsion laser à deux couleurs d’intensité modérée (≈ 1013−15 W/cm2) et (b) la
génération de ce rayonnement par la force pondéromotrice induite par un faisceau laser mono-
chromatique intense (> 1015 W/cm2). Dans ce second cas, l’émission basse-fréquence provient
de la hétérogénéité de la répartition des charges dans le plasma, provoquée par la force pondéro-
motrice. L’onde THz est rayonnée avec un fort angle en comparaison de l’axe optique. Source :
Tailliez [57]

1.1.3 Applications du rayonnement térahertz

L’une des applications du rayonnement THz les plus répandues est la spectroscopie résolue en

temps (dite "THz-TDS", pour THz-Time Domain Spectroscopy). Ce procédé permet d’obtenir

le spectre d’absorption THz transmis par un matériau [58]. Il a été initialement imaginé en 1988

par Fattinger et al. [59] puis testé sur de la vapeur d’eau en 1989 [60]. Ce procédé a depuis

été largement étudié, en particulier dans le cadre des projets ALTESSE [5] et ALTESSE2 que

nous détaillerons en section 1.2. La plupart des macro-molécules sont le siège de mouvements

rotationnels et vibrationnels à temps caractéristique relativement lent (∼ 1 ps), correspondant à

la période d’une onde appartenant au domaine THz. Un tel rayonnement peut donc interagir avec

une molécule en excitant ses modes de transition propres, délivrant ainsi son spectre d’absorption
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par réflexion (en amont...) ou par transmission (...ou en aval de l’échantillon). En pratique, on

mesure l’évolution temporelle du champ électrique THz transmis par l’échantillon, puis on calcule

le spectre basse-fréquence associé par transformation de Fourier (TF). La possibilité de mesurer

le profil temporel du champ électrique transmis, en amplitude et en phase, est la spécificité d’une

spectroscopie cohérente, résolue en temps. En comparant les spectres de transmission mesurés

en présence et en l’absence du matériau à analyser (qui est alors dit "de référence"), on obtient

le spectre d’absorption de l’échantillon à l’aide de la relation :

Êech(ω) = Êref(ω)× T (ω)e−α(ω)d/2ei(n(ω)−1)ωd/c (1.1)

où Êech(ω) et Êref(ω) désignent respectivement les TF des champs électriques THz mesurés en

présence et en l’absence d’échantillon. T (ω) et α(ω) représentent respectivement les coefficients

de transmission et d’absorption de l’échantillon, d son épaisseur et n(ω) son indice de réfraction

à la pulsation (THz) ω.

Chaque molécule est caractérisée par un spectre d’absorption unique, contenant de facto plu-

sieurs "signatures spectrales", représentées par des pics d’absorption propres à l’espèce étudiée.

En mesurant le spectre d’absorption THz d’une macro-molécule, il est donc possible dans la

majorité des cas d’en déduire son identité. Le spectre d’absorption d’un échantillon de métham-

phétamine obtenu par THz-TDS est représenté dans la figure 1.8. On y distingue en figure 1.8(b)

les fréquences absorbées par ce matériau (courbe rouge).

Les efforts pour réaliser une spectroscopie THz-TDS sont croissants compte tenu de la diversité

des applications en découlant. Les macro-molécules répondant favorablement à une spectroscopie

THz sont présentes partout : dans les médicaments [62], la peinture [6], les êtres vivants [63]

et dans les explosifs [64], entre autres. Un atout de la spectroscopie THz résolue en temps

est sa capacité à sonder en profondeur un objet, pouvant être composé de plusieurs couches

de matières différentes [65, 66]. Dans ce cas, les bandes d’absorption associées à une couche

supérieure apparaîtront avant celles induites par une couche plus profonde, ce qui permet de

distinguer la structure de l’objet ainsi que l’épaisseur de ces couches. Cette propriété permet

d’analyser un matériau situé sous une couche occultante [67].

Une limitation toutefois est la forte absorption du rayonnement THz par l’eau [68, 69]. Celle-ci

provient des interactions intermoléculaires dues aux moments dipolaires dans le réseau de liaisons
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Figure 1.8: (a) Champs électriques mesurés en présence (courbe rouge) et en l’absence (courbe
noire) d’un échantillon de méthamphétamine. (b) Spectres de transmission correspondants cal-
culés par transformée de Fourier. (c) Spectre d’absorption de l’échantillon déduit des mesures
de la figure (b). : Ning [61]

hydrogènes entre les molécules d’eau. Elle est également due à la géométrie de la molécule d’H2O,

qui présente un centre de masse excentré par rapport à l’axe formé par les deux atomes H, la

rendant électriquement non-neutre. Elle est ainsi très sensible aux impulsions THz générées à

cause de leur caractère monocyclique. Cet effet limite la capacité des ondes THz à se propager

loin dans des milieux contenant de l’eau, comme l’air ambiant ou les êtres vivants [70].

Déterminer avec précision la composition d’un objet représente une motivation à développer

cette technologie dans de nombreux domaines. Voici quelques exemples :

Imagerie THz pour la sécurité

Un premier enjeu invitant à l’amélioration des sources THz est celui de la sécurité nationale, dans

les aéroports par exemple. Dans ce contexte, il est nécessaire d’être en mesure de détecter et de

contrôler le trafic illégal de drogues, de matériaux explosifs, d’armes ou d’agents chimiques dan-

gereux. Les narcotiques comportent une signature spectrale dans le domaine THz de par certains

de leurs groupements chimiques fonctionnels, comme la structure NH de la méthamphétamine
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Figure 1.9: (Bas) Photographie de pochons de 60 mg de codéine, de cocaïne et de sucrose et
(Haut) imagerie THz correspondante. Les narcotiques sont aisément différenciables du sucrose.
Source : Tonouchi [71]

par exemple. Leurs mouvements intrinsèques permettent ainsi de différencier ces molécules par

la spectroscopie THz. Un exemple est montré en figure 1.9 sur la discrimination de cocaïne par

rapport au saccharose et à la codéine, non accessible par une imagerie standard.

L’imagerie de la chaleur par ondes millimétriques (30 - 300 GHz) employée dans les portiques

d’aéroports permet de visualiser les objets potentiellement dangereux qu’un voyageur peut pos-

séder lors de son entrée en salle d’embarquement [72]. Le principe est ici de cartographier la

chaleur émise par la personne analysée : un objet placé entre le détecteur et la personne agit

comme un cache thermique, et sa silhouette devient ainsi visible à l’image. Cette technologie

comporte un intérêt et un niveau de perfectionnement croissant depuis plus de 20 ans, et l’uti-

lisation des ondes THz vient compléter l’imagerie par ondes millimétriques [73]. Les longueurs

d’onde THz (< 0.1 mm) étant plus petites que leur équivalent millimétrique, elles offrent une

meilleure résolution spatiale en comparaison de l’imagerie millimétrique classique.
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Figure 1.10: Exemples de spectres de transmission de pigments mesurés par THz-TDS. (a)
Empreinte spectrale de jaune cobalt et de bleu de Prusse. (b) Spectres de pigments de couleurs
similaires. Bleu outremer naturel et artificiel pour la couleur bleue. Titane et plomb pour la
couleur blanche. Source : Fukunaga [74]

Imagerie THz pour la conservation de l’art et l’archéologie

Dans le domaine artistique, les ondes THz peuvent aussi aider à la préservation de l’héritage

culturel. Les conservateurs de musée ont en effet besoin de moyens permettant d’identifier ef-

ficacement les matériaux composant une œuvre, à des fins de connaissances historiques sur

l’objet, de préservation et de restauration. Les pigments composant les peintures, par exemple,

ont un spectre THz riche, permettant ainsi leur identification par la spectroscopie d’absorption.

La figure 1.10 montre à ce propos des spectres de transmission mesurés par THz-TDS sur des

échantillons de différents pigments : on remarque aisément les spécificités des spectres associés

au différents pigments. A contrario, les pics d’absorption de ces matériaux dans le domaine mil-

limétrique (< 0.3 THz) se superposent, ce qui complexifie une identification fiable de la matière.

L’imagerie THz est donc une technique de choix pour cette application [74]. En différenciant

les différents pigments composant une œuvre par la mesure de leur spectre d’absorption THz,
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il est alors possible de déterminer, sans contact et sans dégradation, de précieuses informations

concernant le contexte historique et artistique de l’ouvrage.

Figure 1.11: (a) Photographie optique de la surface d’une peinture à plusieurs couches. (b)
Intégration spectrale de l’imagerie THz de l’objet. (c) Intégration temporelle de l’imagerie THz
de l’objet. Source : Bianca Jackson [65]

La spectroscopie THz résolue en temps permet également de sonder en profondeur un échantillon,

en comparant les instants auxquels le signal pénétrant la cible revient vers le dispositif d’imagerie.

Dans le cas de peintures, l’objet peut être constitué d’une série de couches fines contenant

différents pigments. Ce type d’imagerie permet alors de connaître le nombre de couches de

peintures ainsi que leur composition en pigments [67, 75]. Cette méthode renseigne également

sur le niveau de préservation de l’œuvre : un ouvrage vieilli tend à présenter des bulles d’air

entre les différentes couches de peinture, qui peuvent provoquer des craquelures à la surface du

tableau. En archéologie, certains objets sont recouverts par des couches de salissures tenaces et

occultantes pour l’œil humain, mais transparentes par imagerie THz, comme mis en évidence

par la figure 1.11. Certains contenants peuvent également receler des substances inconnues et

potentiellement précieuses ou dangereuses. La spectroscopie THz résolue en temps permet ainsi

de discerner la matière contenue dans une œuvre ancienne sans risque de détérioration [65,66].

Imagerie THz pour le diagnostic médical

Une autre utilisation de l’imagerie THz se situe dans le domaine médical. Le rayonnement THz

étant peu énergétique et non-ionisant, il est inoffensif envers l’ADN et donc sans danger pour

un être vivant [76]. Il peut pénétrer les tissus organiques sur une faible profondeur (quelques

millimètres) avant d’être absorbé par l’eau qui y est contenue [70]. La THz-TDS en réflexion d’un

tissu biologique permet de cartographier son absorbance dans le domaine THz. Cette absorbance

étant liée à la quantité d’eau ayant intéragi avec l’impulsion THz, il est possible d’utiliser ce
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procédé comme un diagnostic tomographique de la concentration en eau d’un être vivant [77,78].

Les carcinomes basocellulaires sont les cellules cancéreuses (de la peau) les plus communément

répandues. Ils présentent des similitudes avec les autres cancers de la peau, du sein et du colon,

et peuvent donc servir de base d’étude pour ces maladies. Ils comportent une concentration en

eau différente des cellules saines, ce qui permet de déterminer avec précision la taille et la forme

d’une tumeur grâce à l’imagerie THz [79,80]. A ce propos, la figure 1.12 montre l’imagerie THz

d’un tissu sain (entouré par des pointillés) et d’un carcinome basocellulaire (entouré par une

courbe pleine). Un objectif dans ce domaine est d’être en mesure de diagnostiquer un cancer

(du sein notamment) à l’aide d’une imagerie THz in vivo [81].

Figure 1.12: (a) Photographie d’une cellule saine (entourée par des pointillés) et d’un carcinome
basocellulaire (cancer de la peau) (entouré par un trait plein). (b, c, d) Imagerie THz in vitro
de ce tissu révélant les zones cancéreuses par des zones rouges. n, n1 : Zones saines. i : Zone
inflammée. d : Zone malade. Source : Woodward [82]

La spectroscopie THz peut également être employée à des fins d’identification de biomolécules

[83]. Certaines espèces chimiquement proches ont des effets différents sur l’organisme. C’est

le cas, par exemple, des isomères du rétinal, une forme de la vitamine A responsable de la

captation de la lumière par l’œil humain. En présence de lumière dans le spectre visible, le

rétinal s’isomérise et informe alors le cerveau qu’un photon a été absorbé par l’œil [84]. La THz-

TDS est en mesure de différencier ces isomères à température ambiante, démontrant la capacité

de cette technique à identifier de manière fiable les isomères de biomolécules [85].

Dans le domaine de la médication, la nécessité de valider le contenu chimique de cachets a

motivé de nombreux groupes de recherche à développer des méthodes de contrôle de produits

pharmaceutiques. De précédentes études ont montré que la THz-TDS permet aussi de déterminer

la composition d’un médicament [62,86,87], sa porosité [88], l’épaisseur et la composition de son

pelliculage [89,90] ou sa composition en plusieurs couches [91], et de lutter contre les médicaments
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contrefaits [92].

Imagerie THz pour la surveillance végétale

Figure 1.13: (Haut) Evolution temporelle de la transmittivité THz d’une feuille de maïs
mesurée durant deux jours. Les points verts représentent les mesures du signal THz et sont
interpolés pour obtenir la courbe rouge. Les parties jaunes et grises représentent respectivement
le jour et la nuit. (Milieu) Evolution de la distribution effective d’eau dans l’échantillon végétal
calculée à l’aide de la transmittivité THz mesurée et de la température externe (courbe bleue)
ou en posant que la température était constante à 26 °C (courbe rouge). (Bas) Mesure de la
température extérieure durant l’expérience. Source : Gente [93]

Dans le domaine de la surveillance de la flore, un enjeu est de contrôler la quantité et la com-

position de l’eau présente dans les feuilles d’un végétal afin de veiller à la santé de la plante.

Un procédé semblable au diagnostic tomographique de la concentration en eau d’un tissu bio-

logique, mentionné plus haut, permet de mesurer la quantité d’eau que contient un échantillon

végétal, une feuille par exemple. Une méthode éprouvée par l’expérience [93] consiste à mesurer

la transmittivité de l’échantillon dans le domaine THz en comparant l’intensité d’une impulsion

THz ayant traversé le tissu avec son intensité initiale. On en déduit la quantité d’eau contenue
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dans le tissu à l’aide du modèle de Landau-Lifschitz-Looyenga [94, 95]. L’absorbance THz de

l’eau dépendant de la température [96, 97], cette dernière doit aussi être mesurée pour obtenir

un résultat précis. Les résultats d’une telle expérience sont illustrés par la figure 1.13. La com-

position de l’eau contenue dans un échantillon végétal peut également être déduite à partir des

spectres d’absorption obtenus par THz-TDS [98].

1.2 Le projet ALTESSE

Le projet ANR/ASTRID ALTESSE (signifiant "Air-Laser based TErahertz SpectroScopy of Ex-

plosives), porté par le CEA DAM-DIF, s’est développé à partir de deux financements distincts :

ALTESSE1 entre novembre 2015 à novembre 2018, puis ALTESSE2 qui s’est déroulé entre fé-

vrier 2020 et juin 2023. L’objectif de ce projet est de démontrer la faisabilité d’une spectroscopie

THz-TDS efficace à partir d’un plasma d’air formé par une impulsion laser femtoseconde à deux

harmoniques en régime de propagation focalisée sur de courte distances (quelques dizaines de

cm) ou en régime dit de filamentation [99] sur de larges distances (supérieures au mètre). Il vise

à cerner les limites de cette technologie et à proposer des solutions techniques pour construire

un démonstrateur pour des applications de sécurité.

1.2.1 Résultats du projet ALTESSE1

Le projet ALTESSE1 est issu initialement d’une collaboration entre le CEA DAM-DIF 1, l’ISL 2,

le CELIA 3 et DTU/Fotonik 4. Il a été financé par l’Agence Innovation Défense (AID) et l’Agence

Nationale de Recherche (ANR) dans la cadre de son Accompagnement Spécifique des Travaux

de Recherches et d’Innovation Défense (ASTRID). Ce projet avait pour objectif la mise en place

d’expériences de spectroscopie THz-TDS de matériaux biologiques et explosifs en utilisant la

méthode de production de rayonnement THz par un plasma d’air [cf. figure 1.6]. La détection a

été effectuée à l’aide du système de mesure ABCD, qui sera expliqué plus loin.

En parallèle de ces manipulations, le code de calcul CASTEP [100] (Cambridge Serial Total

Energy Package), publié en 2002 par Segall et al. et basé sur la théorie fonctionnelle de la

1. Commissariat à l’Energie Atomique et aux Energies Alternatives, Direction des Applications Militaires,
Direction Ile-de-France, Arpajon, France

2. Institut Saint-Louis, Saint-Louis, France
3. Centre Laser Intenses et Applications, Talence, France
4. Danish Technical University, Lyngby, Danemark
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densité (dite DFT), a permis lors de la première version de ce projet de réaliser des calculs nu-

mériques ab initio de spectres THz. Le principe du code est de trouver les fréquences, intensités

et vecteurs d’ondes des modes de phonons dans un cristal moléculaire de température 0 K en

phase gazeuse afin de déterminer le spectre d’absorption de la molécule.

Au cours du projet ALTESSE1, plusieurs avancées technologiques majeures ont été réalisées :

- Des spectres THz résolus en temps s’étendant jusqu’à 60 THz ont pu être mesurés. Les ma-

tériaux étudiés étaient énergétiques (TATB, PETN) ou biologiques (thymine). La position des

pics d’absorption mesurés comportaient un bon accord avec les signatures spectrales prédites

par CASTEP. Ces résultats sont rappelés par la figure 1.14.

Figure 1.14: (a) Evolutions temporelles du champ électrique THz mesuré en présence (courbe
rouge) et en l’absence (courbe noire) d’un échantillon de thymine. (b) Spectres de transmis-
sion THz correspondants calculés par transformée de Fourier. (c) Spectre d’absorption THz de
l’échantillon de thymine mesuré (courbe noire) et prédit numériquement par CASTEP (traits
verticaux rouges). Spectres d’absorption THz obtenus de manière similaire pour un échantillon
de (d) PETN et de (e) TATB associés aux molécules dont la structure est détaillée sur la droite.
Source : Bergé [5]

- L’énergie THz produite par des plasmas d’air a été augmentée d’un facteur 10 en utilisant des

longueurs d’onde laser fondamentales opérant dans le moyen infrarouge (∼ 1.3 - 2.5 µm) [101].

- Pour la première fois, des spectres d’absorption d’explosifs ont été mesurés en régime de foca-
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lisation linéaire avec une source laser éloignée de 15 m de la table optique recevant le plasma,

l’échantillon et le système de détection.

- Des spectres THz mesurés en réflexion et en transmission ont pu être comparés avec succès.

- Le code de calcul tridimensionnel CUP3D, utilisé pour simuler les expériences de production

de rayonnement THz et que nous utiliserons à notre tour tout au long de cette thèse, a été amé-

lioré (architecture plus ergonomique, parallélisation OpenMP/MPI, amélioration des modèles

d’indices de réfraction et d’absorption de l’air).

Ces nombreux résultats importants ont toutefois laissé deux problématiques ouvertes :

- La compréhension des spectres d’absorption mesurés restait incomplète. Le code de simulation

ab initio employé calcule en effet des modes de phonons à partir d’un nombre fini de molécules

du cristal sondé. Il ne fournit que la signature des mouvements du centre de masse de la molécule

à une fréquence THz donnée, et ne précise pas le dipôle dominant associé à tel ou tel groupe

chimique fonctionnel. Il est donc impossible à partir de telles simulations d’attribuer à un pic

d’absorption un mouvement intra-moléculaire précis.

- Comme nous le verrons ultérieurement, le régime de filamentation permet de générer des plas-

mas étendus sur plusieurs mètres : il est dû à un équilibre local entre l’auto-focalisation optique

du faisceau laser par effet Kerr et sa défocalisation par création de plasma électronique le long

de l’axe optique. Ce processus peut être d’une efficacité probante pour former des sources THz

étendues, loin d’un dispositif optique et il mérite donc d’être examiné pour un futur démonstra-

teur.

La nécessité de répondre à ces questions a aussi justifié la mise en place du projet de maturation

AID-ANR ALTESSE2 dans lequel mes travaux ont principalement consisté à éclaircir des points

de modèles et à interpréter les données expérimentales par des calculs analytiques et numériques.

1.2.2 Objectifs du projet ALTESSE2

Le projet ANR/MATURATION ALTESSE2, débuté en février 2020, a eu pour but de répondre

aux questions ouvertes et points durs précédents. Il est le fruit d’une collaboration du CEA

DAM-DIF, de l’ILM 5, de l’ISL, de DTU/Fotonik, de la société Amplitude et de la PME Ima-

gine Optic. Les missions principales du projet ALTESSE2 ont été les suivantes :

5. Institut Lumière-Matière, Université Lyon 1, Villeurbanne, France
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- Améliorer la compréhension de l’émissivité THz d’un plasma d’air et du régime de filamentation

laser. En régime focalisé, il est nécessaire d’optimiser les performances de production d’ondes

THz d’une impulsion laser à deux harmoniques (ou plus), le fondamental devant se situer autour

de 1 µm. L’état de polarisation du champ laser devait aussi être examiné. La relation entre la

concentration du matériau analysé et son absorbance au rayonnement THz devait également

être étudié afin de déterminer les limites de cette technologie. En régime de filamentation, les

expérimentateurs devaient être capable de contrôler le retard temporel (dit "effet de walk-off

temporel") entre les deux harmoniques laser de façon à produire un plasma émissif nominal.

A cause de la dispersion optique de l’air, les deux fréquences ne se propagent pas à la même

vitesse, et sur de longues distances, leurs enveloppes tendent à se séparer. Or, ces deux har-

moniques doivent être superposées lorsque le plasma est généré afin d’émettre un rayonnement

THz significatif.

- Comprendre l’origine des pics d’absorption mesurés à l’aide de simulations ab initio/DFT plus

précises que celles réalisées lors du projet ALTESSE1. Un objectif majeur assigné au projet

ALTESSE2 était en effet de pouvoir démontrer que l’on pouvait associer à chaque bande d’ab-

sorption un mouvement rotationnel ou vibrationnel intramoléculaire précis.

- Réaliser des expériences de détection d’explosifs à longue distance de la source laser (entre 3

et 20 m) à l’aide d’une source laser fournie par la société Amplitude et d’un miroir déformable

livré par Imagine Optic. Ces manipulations avaient pour but de confirmer la faisabilité d’une

spectroscopie à distance par filamentation laser en retrouvant les mesures réalisées plus tôt à

DTU/Fotonik. Les matériaux constituant les échantillons analysés étaient des similis de bio-

molécules (thymine, D- et DL-phénylalaline) et des explosifs (PETN, TATB, ANTA et TBN).

Il s’agissait de tester la fiabilité d’une spectroscopie THz en régime de filamentation comparé

au schéma standard, où deux harmoniques laser sont focalisées sur quelques dizaines de cm et

d’évaluer, à puissance TW donnée, la capacité de transmission du rayonnement THz modifié

par un échantillon.

1.2.3 Méthode de détection du rayonnement THz

La détection d’impulsions THz s’effectue généralement à l’aide d’un mélange de fréquences entre

le rayonnement basse-fréquence et une partie sonde de l’impulsion laser prélevée au préalable.

Cette méthode a été expérimentée pour la première fois dans un cristal ZnTe par Karpowicz et
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al. en 2005 [102], puis dans l’air ambiant par Dai et al. en 2006 [103]. C’est ce deuxième procédé

qui a été repris au cours des expériences de spectroscopie THz tout au long du projet ALTESSE.

Appelée ABCD ("Air-Biaised Coherent Detection"), cette technique permet de mesurer l’am-

plitude et la phase du champ électrique THz émis par le plasma d’air.

On place sur le chemin de l’onde THz un module de champ alternatif à haut voltage (Ebias = ±10

kV/cm), où s’opère un mélange à trois ondes entre le rayonnement THz, noté ETHz, le courant

alternatif Ebias et l’onde sonde retardée Eω(τ), τ étant le décalage temporel entre la sonde et

l’onde THz. Dans la zone de détection où se superposent les trois champs électriques, l’excita-

tion apportée par la sonde est suffisamment intense (>1 TW/cm2) pour induire une polarisation

non-linéaire dans le milieu, liée à l’effet Kerr. Elle s’exprime formellement comme χ(3)E3, avec

χ(3) désignant la susceptibilité électrique d’ordre 3 du milieu de propagation. Un mélange des

fréquences entre la pompe retardée Eω(τ) et le champ THz ETHz transmis produit entre autres

une composante 2ω d’expression :

S2ω(τ) ∝ I2
ω[ETHz(τ)2 + 2EbiasETHz(τ) + E2

bias] (1.2)

avec Iω = cε0E
2
ω/2 l’intensité moyenne de l’impulsion laser fondamentale.

Pour extraire le signal THz dont l’information est contenue dans S2ω, deux mesures successives

sont effectuées (nommées S+
2ω et S+

2ω) lorsque le signe du voltage alternatif Ebias change. La

différence de ces deux mesures est proportionnelle au signal THz :

STHz(τ) = S+
2ω(τ)− S−2ω(τ) ∝ I2

ωETHz(τ)|Ebias|. (1.3)

La ligne à retard contrôle le décalage temporel τ entre la pompe et le champ THz, et permet

ainsi de sonder les valeurs de STHz(τ) pour enfin remonter au profil temporel de ETHz(τ), dont

un exemple typique a été rappelé en figure 1.8(a). On obtient alors le spectre de transmission

de l’échantillon en prenant la transformée de Fourier du profil temporel THz mesuré [104,105].

Une comparaison peut être effectuée entre les signaux captés par la photo-diode en présence

et en l’absence de voltage statique. La différence d’amplitudes mesurées est liée au champ THz

généré par l’expression (1.2).
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1.2.4 Mieux comprendre les dynamiques spectrales

Figure 1.15: Schéma expérimental de la plate-forme THz exploitée à l’ILM (projet ALTESSE2)
[104, 105]. La première harmonique est polarisée linéairement par une lame demi-onde (HWP),
puis focalisée dans l’air par une lentille (L). Elle passe ensuite à travers un cristal BBO (BH)
pour former sa deuxième harmonique. Le rayonnement THz (en vert) émis par le plasma d’air
est filtré du reste de l’onde de pompe par une lame de silicium (SiW) puis guidée par une série de
miroirs paraboliques (OAP) vers l’échantillon à analyser (S). Une ligne à retard (DL) permet de
contrôler le décalage temporel entre l’émission THz et la sonde laser transmise par le polariseur
(BS). Le couplage entre la sonde laser, l’impulsion THz et un fort voltage alternatif (HV) crée
une composante 2ω dans l’air, qui est filtrée (F) puis détectée par une photo-diode à avalanche
(APD). L’étude de l’amplitude du signal détecté en fonction du retard imposé par DL permet
de remonter au profil temporel du champ THz produit.

Une des missions du projet ALTESSE2 a été de réaliser la spectroscopie THz résolue en temps

d’échantillons de matériaux biologiques ou explosifs à partir du rayonnement THz généré par la

méthode décrite plus haut. Pour ce faire, les expérimentateurs de l’ILM ont conçu une plate-

forme de génération d’ondes THz par plasma d’air en exploitant le dispositif décrit dans la

figure 1.15. Une source laser Ti:Saphir opérant à 800 nm produit des impulsions ultracourtes

(30 fs) de 350 µJ en énergie avec un taux de répétition de 5 kHz. La pompe laser (74 % de

l’énergie laser disponible) orientée par un polariseur traverse un cristal doubleur BBO générant

la deuxième harmonique. Le champ électrique en sortie du plasma d’air est une superposition

des harmoniques laser (incluant le fondamental) et de l’émission THz générée. On filtre en-

suite la pompe résiduelle à l’aide d’une lame de silicium pour ne garder que le rayonnement

basse-fréquence (50% de transmittivité). Le rayonnement THz est ensuite guidé via un système

de quatre miroirs paraboliques vers l’échantillon à analyser, puis vers le système de détection
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cohérente.

Figure 1.16: (a) Spectres de transmission mesurés de la thymine (courbe bleue), de la D-
phénylalaline (courbe noire) et de la DL-phénylalaline (courbe rouge). (b) Spectre de transmis-
sion mesuré sur un mélange de thymine et de DL-phénylalaline (courbe noire). Les lignes bleues
(resp. rouge) représentent les fréquences des pics d’absorption mesurés de la thymine (resp.
DL-phénylalaline).

La sonde laser (26 % de l’énergie laser) est envoyée vers le système de détection ABCD, afin

de mesurer les champs électriques transmis par des échantillons de thymine, de D-phénylalaline

et de DL-phénylalaline (biomolécules). Les spectres de transmission obtenus sont illustrés sur

la figure 1.16(a). L’amplitude du rayonnement THz produit est suffisamment intense et large

bande en fréquence pour pouvoir différencier clairement les pics d’absorption de ces matériaux

jusqu’à 35 THz.

L’objectif de l’étude menée à l’ILM était de mieux comprendre les spectres THz mesurés par

rapport aux données fournies par les simulations CASTEP. Il s’agissait d’être en mesure de

dissocier la composition d’un matériau composite à partir de sa signature spectrale, et de pou-

voir attribuer un certain nombre de bandes d’absorption observées à un mouvement inter- ou

intra-moléculaire précis. Afin de répondre à la première demande, une seconde campagne de

spectroscopie a été réalisée sur un mélange de thymine et de DL-phénylalaline. Le spectre en
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transmission est illustré en figure 1.16(b). En analysant les pics d’absorption contenus dans le

spectre du mélange, c’est-à-dire les creux du spectre de transmission, on remarque la présence

des signatures spectrales mesurées individuellement sur la thymine et la DL-phénylalaline. Le

spectre mesuré contient donc des informations sur chacun de ses composants, indiquant qu’il

est possible d’identifier la composition d’un tel mélange par la THz-TDS. Toutefois, la corréla-

tion entre l’intensité des pics d’absorption et la concentration d’un matériau reste non-linéaire

et difficile à traiter. Une limitation actuelle est donc l’incapacité à déduire le pourcentage des

matériaux composant un échantillon analysé à partir de son spectre de transmission.

Simulations DFT

Afin de mieux comprendre les signatures spectrales mesurées lors des expériences menées à

l’ILM, des simulations dites DFT ont été effectuées en parallèle. La théorie fonctionnelle de

la densité (abrégée DFT) permet de déduire à partir de la structure atomique ou moléculaire

d’une espèce ses caractéristiques chimiques et spectrales. Son fondement mathématique ainsi

que les terminologies concernant les fonctionnelles utilisées par la suite sont précisées en annexe

A. Au cours de ce travail, l’objectif était de retrouver les bandes d’absorption de la thymine et

du TATB et d’affiner les spectres numériques pour en extraire une information sur les dipôles

majeurs excités au sein de ces molécules.

Une première étape dans le calcul DFT était de retrouver numériquement les résultats des

simulations en phase gazeuse obtenus à l’aide de CASTEP dans le cadre de ALTESSE1. Les

simulations réalisées à l’ILM ont employé le code de simulation CP2K [106]. Ce logiciel, publié en

2014 par Hutter et al., permet à l’instar de CASTEP de réaliser des simulations ab-initio/DFT

de matières condensées. Cependant, il est également capable de prendre en compte des struc-

tures cristallines comprenant des liaisons de Van-der-Walls, ce que CASTEP ne permettait pas.

En premier lieu a été vérifiée la correspondance entre les simulations CP2K et le spectre de thy-

mine en phase gazeuse obtenu pendant le projet ALTESSE1, assurant la fiabilité de la méthode

numérique employée. Or, un cristal de thymine est stabilisé en partie par ses liaisons intermo-

léculaires de Van-der-Walls. Il a donc été nécessaire de réaliser des simulations DFT en phase

solide, justifiant l’utilisation d’une fonctionnelle hybride et la prise en compte de corrections dis-

persives pour intégrer la structure cristalline de la thymine. Les résultats numériques obtenus se

sont révélés bien meilleurs et plus précis, jusqu’à 20 THz, que le spectre CASTEP, et ont permis
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de reproduire une partie des mesures réalisées lors des expériences de THz-TDS de thymine du

projet ALTESSE1. La figure 1.17 compare ces résultats numériques avec la mesure en question.

Figure 1.17: Spectre d’absorption THz de la thymine mesuré lors d’ALTESSE1 (courbe grise).
Résultats des simulations DFT en phase solide par le code CP2K en utilisant une fonctionnelle
hybride prenant en compte des corrections de type Van-der-Walls (courbe bleue). Les barres
verticales oranges correspondent aux prédictions de CASTEP.

Les différences observées dans la partie haute du spectre sont attribuées à une forte diffusion

subie par l’impulsion THz dans l’échantillon de thymine lors de l’expérience. Contrairement aux

résultats numériques CASTEP obtenus lors d’ALTESSE1, les simulations CP2K menées à l’ILM

ont été capables de reproduire fidèlement le profil de raies de la thymine. Ce résultat permet de

déduire les mouvements majeurs induits dans les groupements chimiques de cette molécule lors

du passage de l’impulsion THz (oscillation du CH3, basculement du C=0, etc...). Le domaine

de validité estimé de ces résultats est borné entre 5 et 25 THz.

Des simulations CP2K de molécules de TATB en phase gazeuse et en phase solide ont ensuite

été réalisées. Les résultats de ces calculs ont été comparés à un spectre mesuré et publié par le

ministère de la Défense américain, comme illustré par la figure 1.18.

Les simulations ont permis d’identifier trois pics intenses du spectre d’absorption, à savoir la

torsion du groupe C-NO2 à 750 cm−1 (3.5 THz), l’étirement du cycle de benzène à 1200 cm−1

(8.5 THz) et l’effet de ciseau des groupes NH2 à 1500 cm−1 (13 THz). Les simulations en phase

gazeuse (courbes orange et rouge) reproduisent assez bien la position des pics de la courbe

expérimentale américaine en-dessous de 25 THz. Ces résultats sont complétés par la simulation
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Figure 1.18: Spectre d’absorption THz d’un cristal de TATB mesuré par le ministère de la
Défense américain (courbe noire). Résultats des simulations CP2K de TATB en phase gazeuse
(courbes rouge et orange) et en phase solide (courbe bleue).

en phase cristalline (courbe bleue) qui décrit les pics mesurés au-delà de 3000 cm−1 (90 THz).

En conclusion, les simulations réalisées par l’ILM ont été capables de retrouver les spectres

mesurés de la thymine et du TATB, et d’identifier l’origine intra-moléculaire de certains pics

observés. Cela représente une avancée importante en comparaison des simulations réalisées lors

d’ALTESSE1, et satisfait un des objectifs principaux du projet ALTESSE2.

1.2.5 Spectroscopie THz résolue en temps à longue distance

La spectroscopie THz résolue en temps de matériaux énergétiques doit prendre en compte des

contraintes de sécurité qui sont primordiales lors du déroulement de l’analyse. La solution pro-

posée par le projet ALTESSE2 prévoit qu’une telle spectroscopie s’effectue à longue distance

de l’échantillon explosif (∼ 10 m) et exploite pour ce faire le régime de filamentation laser. Ce

phénomène apparaît lors de la propagation non-linéaire d’un faisceau laser intense dans l’air.

L’indice de réfraction du milieu n(ω) inclut une contribution proportionnelle à l’intensité laser :

n(ω) = nopt(ω) + n2I (1.4)

avec nopt(ω) l’indice de réfraction linéaire du milieu de propagation, ω la pulsation de l’onde

propagée, I son intensité et n2 l’indice non-linéaire du milieu.

La propagation de l’impulsion laser femtoseconde, de puissance crête suffisamment élevée, induit
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alors une croissance axiale de l’indice de l’air, qui a pour effet de renforcer la focalisation du

faisceau par effet loupe et de comprimer spatialement l’impulsion laser : on parle alors d’effet

d’auto-focalisation Kerr. La puissance minimale nécessaire pour déclencher cet effet est nommée

"puissance critique d’auto-focalisation", et est associée à l’indice non-linéaire du milieu et à la

longueur d’onde laser fondamentale par [107] :

Pcr ≈
3.72λ2

0

8πn0n2
(1.5)

n0 étant l’indice du milieu à la fréquence du fondamental laser.

Numériquement, ce seuil de puissance est compris généralement entre 5 et 10 GW à 0.8 µm pour

l’air [107]. La puissance pic de l’impulsion laser correspond au rapport entre l’énergie laser et sa

durée, c’est pourquoi une onde ultracourte (quelques dizaines de femtosecondes), même d’énergie

modérée, est particulièrement adaptée pour déclencher le mécanisme de l’auto-focalisation Kerr.

Figure 1.19: Schéma du principe de filamentation laser pour une impulsion ultracourte. Pour
des puissances pics suffisamment hautes, l’auto-focalisation Kerr et la défocalisation plasma
s’équilibrent pour générer de longs canaux plasma au cours de plusieurs séquences d’auto-
focalisation/défocalisation plasma.

Une fois que l’impulsion laser est suffisamment intense pour ioniser l’air ambiant, l’augmentation

de la densité électronique induit à son tour une variation de l’indice de réfraction du milieu, de

signe contraire à la contribution portée par l’effet Kerr : c’est la défocalisation plasma. Aux

puissances sur-critiques, l’auto-focalisation Kerr et la défocalisation plasma peuvent s’équilibrer

localement : le faisceau laser se propage alors à intensité élevée (> 1013 W/cm2) sous forme

collimatée tout en ionisant le milieu. C’est le processus de filamentation laser, qui permet à
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l’impulsion optique de former des canaux plasmas très longs, pouvant atteindre plus d’un mètre

chacun [99, 107]. Ce mécanisme est illustré par la figure 1.19. Lorsque l’impulsion ne contient

plus assez d’énergie pour ioniser l’air, l’équilibre décrit ci-dessus est rompu. Le faisceau laser

est alors défocalisé et le plasma s’arrête. Comme indiqué précédemment, les molécules d’eau

absorbent fortement les émissions basse-fréquence, ce qui limite la capacité du rayonnement

THz à se propager librement dans l’air. Le régime de filamentation permet alors de former des

plasmas d’air générateurs de rayonnement THz loin de la source laser et proche du système de

détection. Il est donc exploité ici afin de réduire la distance de propagation des ondes THz, et

donc leur absorption par la vapeur d’eau atmosphérique.

Campagne expérimentale à l’ISL

Une collaboration entre DTU/Fotonik et l’ISL a eu pour but de réaliser une expérience concluante

de THz-TDS à longue distance en exploitant le régime de filamentation laser. Cette campagne

expérimentale s’est déroulée entre mai et juin 2022 en deux parties : tout d’abord dans les locaux

de l’ISL où de longs canaux plasma ont pu être produits et l’énergie THz mesurée, puis à DTU,

où des expériences de spectroscopie sur de longues distances de propagation dans l’air ont eu

lieu à partir de filaments laser à deux couleurs.

Figure 1.20: Canaux plasma observés lors du test préliminaire à DTU (Haut) sans et (Bas)
avec la correction du front d’onde laser par un miroir déformable.

Lors de l’expérience opérée à l’ISL, la source optique utilisée était un laser Ti:Saphir délivrant

des impulsions femtosecondes (35 fs) centrées sur 800 nm à un taux de répétition de 100 Hz et

d’énergie élevée (12 mJ) permettant de produire un long filament laser. L’harmonique deux à

été créée à l’aide d’un cristal doubleur BBO et les couleurs furent guidées vers un système de

focalisation. Une tentative d’amélioration du dispositif expérimental usuel a consisté en l’utili-
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sation d’un miroir déformable. C’est un instrument optique (ici fourni par Imagine Optic) doté

de 19 actionneurs permettant de contrôler sa surface par ordinateur. Ce dispositif d’optique

adaptative est ainsi en mesure de modifier la phase spatiale du faisceau laser afin de supprimer

toute aberration optique indésirée (astigmatisme, sphéricité, coma, ...), stabilisant de facto la

propagation de l’impulsion. L’impact de ces effets optiques sur le plasma et la génération THz

sera étudiée dans le chapitre 5.

Pour les expériences d’ALTESSE2, le miroir déformable a été testé au préalable à DTU à partir

d’une impulsion laser de fondamental opérant à 0.8 µm et de taux de répétition 1 kHz. Il a per-

mis de stabiliser un canal plasma d’environ 1 cm en réduisant les aberrations optiques, comme

montré par la figure 1.20. Cependant, l’utilisation de cet instrument lors de la campagne réalisée

à l’ISL a réduit la puissance THz mesurée d’un facteur de l’ordre de 3. Il n’a donc pas été utilisé

dans les expériences suivantes.

Figure 1.21: (a) Photographie d’un filament laser générant un plasma d’un mètre de long
créé à une distance de focalisation de 10 m lors de l’expérience menée à l’ISL. (b) Dispositif
expérimental et (c) faisceau THz mesuré en amont du filament laser.

Celles-ci se sont essentiellement concentrées sur le potentiel émissif d’un long canal plasma induit

par filamentation à deux couleurs. Pour déclencher un régime de filamentation laser loin de la

source optique, un téléscope composé de deux miroirs (un divergent et un convergent) a été

utilisé comme une focale longue distance (10 m). Les deux fréquences laser se propageant à

des vitesses différentes à cause de la dispersion de l’air ambiant, leurs enveloppes se décalent

dans le temps au cours de la propagation à environ 80 fs par mètre parcouru [108]. Il est donc

nécessaire de contrôler le retard initial entre les deux couleurs afin que les deux impulsions se

superposent lorsque le plasma d’air est formé à une dizaine de mètres du système laser. A cette
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fin, un verre de calcite a été utilisé pour agir comme retardateur en temps afin de s’assurer de la

superposition des deux harmoniques dans la zone plasma. La figure 1.21(b) résume le dispositif

expérimental exploité.

Au cours de cette expérience, des rayonnements THz d’au plus 100 µW en puissance ont été

mesurés après la formation d’un canal plasma d’environ 1 m de long à une distance de 10 m de la

source laser, comme montré par les figures 1.21(a, c). Cependant, les conditions expérimentales

n’ont pas donné lieu à une spectroscopie THz. Cette première expérience a toutefois montré la

faisabilité de la production d’un rayonnement THz intense à plusieurs mètres de la source laser.

Campagne de spectroscopie à DTU/Fotonik

L’expérience a donc été poursuivie à DTU/Fotonik pour réaliser des essais en spectroscopie THz.

La source laser employée fournissait des impulsions similaires (35 fs, 800 nm de fondamental)

avec une énergie plus faible (4.4 mJ) et un taux de répétition plus élevé de 1 kHz. Ici, le faisceau

était focalisé par un télescope comparable à celui employé lors de l’expérience menée à l’ISL.

Les miroirs formant le télescope avaient des distances focales de -100 mm et 300 mm et étaient

espacés de 233 mm, équivalant ainsi à une focale de 3 m de longueur. Le cristal BBO a converti

22 à 25% de l’énergie laser en second harmonique. Le dispositif de détection de rayonnement

THz utilisait la méthode ABCD. Lors de l’expérience, un canal plasma d’environ 15 cm a été

formé à une distance de 3 m de la source optique. La plateforme utilisée est détaillée en figure

1.22.

Afin de valider la faisabilité d’une THz-TDS à de telles distances, des expériences de spectrosco-

pie ont été menées, où les spectres mesurés en formant un plasma à longue distance (3 mètres)

ont été comparés avec les résultats obtenus pour un canal plasma plus court (2.5 cm) et situé

plus proche (30 cm) de la source laser. Une première manipulation a consisté à collecter les

spectres THz mesurés par le dispositif ABCD en l’absence d’échantillon (spectres et champs de

référence, comme montrés en figure 1.23 pour les deux dispositifs). En comparant les spectres

THz rayonnés par le plasma situé à 30 cm et celui à 3 m de la source laser, une certaine insta-

bilité de ce dernier a pu être observée. Elle indique qu’une détection lointaine de matériau par

le biais de filaments laser peut être moins précise qu’une détection à courte distance.

Une fois les spectres THz de référence mesurés, les expérimentateurs ont ajouté au dispositif

ABCD des échantillons de thymine, de TATB (C6H6N6O6), d’ANTA (C2H3N5O2) et de TNB
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Figure 1.22: Schéma de la plateforme de spectroscopie THz-TDS construite à DTU.

Figure 1.23: (a,c) Deux mesures consécutives de champs THz détectés par le système ABCD
à partir d’un plasma d’air situé à (a) 30 cm et (c) 300 cm du système laser. (b,d) Spectres de
transmission correspondants aux figures de gauche.
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Figure 1.24: Spectres d’absorption THz mesurés (a) de l’ANTA, (b) du TATB, (c) de la
thymine et (d) du TNB. Les spectres en noir ont été obtenus à l’aide d’une impulsion THz émise
par un plasma d’air formé à 30 cm de la source laser, et ceux en rouge sont mesurés à l’aide
d’un canal plasma généré à 300 cm de la source.

(C6H3N3O6) afin de comparer les mesures de leurs signatures spectrales à courte (30 cm) et

longue distance (3 m). Ces échantillons se présentent sous la forme d’une pastille constituée

d’un mélange compressé de poudres de l’espèce à analyser et de polyéthylène (PE), de 1 mm

d’épaisseur et de 1 cm de diamètre et dont la concentration massique en PE est en général 9 fois

supérieure à la concentration du matériau d’intérêt. Les résultats expérimentaux sont illustrés

sur la figure 1.24.

Les spectres mesurés de l’ANTA à l’aide des deux configurations plasma montrent des pics à

1.94, 2.7 et 7 THz, correspondant aux absorptions principales de cet explosif [5]. Ceux du TATB

montrent les torsions intermoléculaires correspondant au pic à 3.52 THz et les oscillations intra-

moléculaires représentées par la bande à 8.6 THz, en accord avec la référence précédente. Les

mesures du spectre d’absorption du TNB comportent deux pics à 3.86 et 4.74 THz et rejoignent

les résultats d’Engelbrecht et al. [109]. Enfin, les pics d’absorption mesurés de la thymine sont

situés à 2.23, 2.92, 6.27 et 8.51 THz. La bibliographie récente [110] rapporte des bandes à 2.27,

2.93, 6.30 et 8.51 THz, assurant un accord très satisfaisant. Cet ensemble de résultats prouve la

fiabilité du dispositif de THz-TDS à longue distance conçu par DTU/Fotonik en dépit de l’insta-

bilité mentionnée ci-dessus. Ces résultats constituent une avancée importante dans le domaine
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de la détection d’explosifs par imagerie THz.

Cette étude expérimentale a également cherché à caractériser l’influence des dimensions de

l’échantillon et de sa concentration en matériau à analyser sur l’amplitude et la largeur spectrale

du rayonnement collecté. Pour ce faire, une série de spectroscopies THz a été réalisée sur diffé-

rents échantillons de nitroguanidine (NGu, de formule chimique CH4N4O2) à l’aide du dispositif

expérimental longue distance décrit plus haut. Dans un premier temps, les expérimentateurs

ont réalisé des spectres de référence sur un échantillon de mêmes dimensions que précédemment

et dont les rapports de concentrations massiques vérifient NGu/PE = 1/9. Les plasmas utilisés

sont, une nouvelle fois, formés à 30 cm et à 3 m de la source laser. La figure 1.25(b) indique le

bon accord entre les deux mesures, montrant à nouveau la fiabilité de la THz-TDS basée sur

des filaments. Elle indique également des pics d’absorption (correspondant aux creux dans les

spectres de transmission) à 1.34, 2.37 et 2.79 THz, en accord avec la bibliographie [111], qui

rapporte des bandes d’absorption à 1.53, 2.06 et 2.58 THz.

Dans un second temps, l’expérience a été réitérée sur des échantillons de concentrations dif-

férentes (NGu/PE = 1/3 et NGU/PE = 1/2) et d’épaisseurs variables (NGU/PE = 1/9 avec

0.51 et 1.35 mm d’épaisseur). La figure 1.25(c) [respectivement 1.25(d)] représente les spectres

de transmission mesurés pour un plasma formé à 30 cm de la source laser [respectivement 3

m]. Les résultats montrent que lorsque l’épaisseur de la cible augmente, l’amplitude du signal

mesuré diminue, ce qui amoindrit la visibilité des pics d’absorption et réduit la largeur spec-

trale exploitable du spectre de transmission obtenu. Un comportement similaire est retrouvé

lorsque la concentration en NGu de l’échantillon est augmentée. Cet effet s’explique facilement

par le principe associé à la loi de Beer-Lambert, selon lequel l’absorbance du milieu croît avec sa

concentration et son épaisseur. Cependant, cette relation de proportionnalité n’a pas été vérifiée

sur des spectres aussi larges, ce que nous attribuons à une non-homogénéité de l’échantillon

provoquant de forts effets de diffusion au sein de la cible. La géométrie et la concentration de

l’échantillon ont donc une forte influence sur la qualité du spectre mesuré, et représente une

problématique à résoudre lors d’une expérience de THz-TDS. Bien qu’un critère permettant de

choisir un échantillon "optimal" ne puisse pas être dégagé des mesures réalisées à DTU, ces

expériences ont permis de mieux comprendre l’impact des caractéristiques de la cible sur les

mesures, en plus de prouver la faisabilité d’une spectroscopie THz résolue en temps par des

canaux plasmas de filaments laser.
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Figure 1.25: (a) Champs THz et (b) spectres de transmission de référence, mesurés à partir
d’un plasma d’air formé à 30 cm (noir) et 3 m (rouge) de la source laser pour un échantillon
d’épaisseur 1 mm et de concentration massique NGu/PE = 1/9. (c) Spectres de transmission
THz mesurés pour différentes concentrations et épaisseurs à l’aide d’un plasma à 30 cm. (d)
Mesures similaires par un plasma à 3 m.

1.3 Structure du manuscrit

1.3.1 Sujet de la thèse

Cette thèse a eu pour cadre le projet ALTESSE2 visant à fiabiliser une spectroscopie THz

résolue en temps de matériaux divers, basée sur des plasmas d’air excités par des impulsions

laser à plusieurs composantes spectrales. De multiples résultats expérimentaux obtenus durant ce

projet ont démontré la faisabilité de cette technique, et la réalisation d’une telle spectroscopie à

longue distance (>3 m) sur des matériaux explosifs a été effectuée avec succès. Une campagne de

simulations DFT en lien avec ces expériences a également permis d’attribuer certaines signatures

spectrales mesurées à des transitions moléculaires précises. L’objectif du projet a été d’améliorer

la qualité des spectres THz collectés en optimisant le processus de production du rayonnement

THz. En particulier, la qualité des mesures est liée à deux caractéristiques de l’impulsion THz :
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son intensité (ou son énergie), donnant lieu à des pics d’absorption mieux contrastés, et la largeur

de son spectre, permettant de visualiser les bandes d’absorption d’une structure moléculaire sur

un plus vaste paysage fréquentiel. Mon travail de doctorat a eu pour but de satisfaire ce besoin

à travers la dérivation de résultats analytiques et numériques allant en ce sens, ainsi que de

proposer et développer de nouvelles pistes pour accroître le rendement de conversion énergétique

laser - THz sur une large étendue spectrale.

1.3.2 Traitement des problématiques

Outre cette introduction, mon mémoire de thèse s’articule en 5 chapitres supplémentaires.

Le chapitre 2 a pour objectif d’exposer les lois physiques gouvernant la génération d’impulsions

THz par un plasma d’air. Ce chapitre commence par décrire les caractéristiques d’une impulsion

laser à deux couleurs en polarisation linéaire, puis l’équation d’onde par laquelle elle est gouver-

née. Il développe ensuite les propriétés de la réponse non-linéaire des électrons liés aux atomes

du milieu provoquée par la propagation du faisceau laser. Le plasma d’air formé par la suite est

généré par photo-ionisation en régime tunnel, dont on expose différents modèles. La cinétique du

plasma ainsi créé est gouvernée par l’équation de Vlasov et ses moments, qui sont alors dérivés.

Je décris ensuite le modèle de courant local, qui néglige les effets propagatifs et spatiaux pour

pouvoir comparer aisément les rayonnements THz générés par différentes configurations laser.

La présentation de ce modèle est suivie d’une description du modèle UPPE (pour "Unidirectio-

nal Pulse Propagation Equation"), plus précis car plus riche en physique, mais également plus

complexe. Le chapitre 2 s’achève sur une présentation du code de calcul employé pour intégrer

le modèle UPPE, ainsi que les améliorations qui ont dû lui être apportées pour mener à bien ce

projet.

Le chapitre 3 traite diverses pistes pour améliorer le rendement de conversion laser - THz. Un

premier travail concerne l’optimisation des paramètres laser d’une impulsion à deux couleurs

cette fois-ci polarisée de manière quelconque pour maximiser l’énergie THz produite. Celui-ci

montre qu’une polarisation circulaire permet d’augmenter le rendement d’un facteur 4-5 par

rapport à un état de polarisation linéaire classique. Une seconde partie est consacrée à l’amélio-

ration du rendement délivrée par l’ajout de couleurs à l’impulsion laser. De précédents résultats

analytiques et numériques [112] ont montré que cette méthode, appliquée à un faisceau polarisé

linéairement, permet d’augmenter le rendement de conversion par un facteur pouvant croître
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jusqu’à 15-20. J’ai approfondi cette étude en considérant une impulsion polarisée circulairement

au vu des résultats présentés lors de la partie précédente. Ce chapitre se conclut sur l’étude du

rôle de la diffusion Raman stimulée par les rotations moléculaires du milieu lors de la propaga-

tion laser. Je propose une modélisation de la polarisation associée à cet effet pour des impulsions

à deux couleurs et à polarisation arbitraire, avant de présenter une étude numérique décrivant

son influence sur la production d’ondes THz.

Le chapitre 4 vise à décrire de manière approfondie le caractère conique de l’émission basse-

fréquence, typique du procédé de génération THz étudié. Un premier modèle disponible et ro-

buste est le modèle de You [47,48], qui explique l’origine de l’émission conique et la décrit pour

un plasma cylindrique et de densité homogène. Je présente ici une intégration plus complète

de ce modèle, prenant en compte les variations fréquentielles du spectre THz généré, dans le

cadre d’une collaboration entre le CEA DAM-DIF et DTU/Fotonik menée lors d’ALTESSE2.

L’objectif était de caractériser expérimentalement et numériquement la dynamique radiale de

l’émission conique associée au rayonnement THz généré. Enfin, je propose un nouveau modèle

plus généraliste, prenant en compte les inhomogénéités transverses du plasma ainsi que les ef-

fets d’enveloppe des deux harmoniques laser pouvant intervenir lors de leur propagation sur de

longues distances. En particulier, ce modèle peut inclure l’impact d’aberrations optiques sur

le plasma afin d’en déduire leur influence sur le profil transverse de l’émission THz en champ

lointain. Ainsi, le chapitre 5 décrit l’effet que peuvent avoir trois aberrations optiques communes

(astigmatisme, coma et sphéricité) sur la propagation du faisceau, la formation du plasma et

sur la génération du rayonnement THz. L’impact de ces aberrations sur l’émission conique est

également discuté à l’aide de l’intégration du nouveau modèle proposé au chapitre 4 et de si-

mulations numériques tridimensionnelles réalisées avec un solveur unidirectionnel (CUP3D). Ce

travail porte aussi bien sur le régime de propagation focalisée que sur la filamentation laser.

Le chapitre 6 conclut ce travail et présente des pistes afin d’approfondir, dans le futur, l’étude

de la génération de rayonnement THz par interaction laser-plasma.

1.3.3 Moyens financiers et numériques mis à disposition

Cette thèse a été réalisée au Commissariat à l’Energie Atomique et aux Energies Alternatives,

Département des Applications Militaires, Direction Ile-De-France (CEA DAM-DIF). Elle a été

financée à hauteur de 67 % par le CEA et de 33 % par l’Ecole Doctorale Ondes et Matière
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(EDOM). Elle constitue le volet numérique du projet ALTESSE2 financé par l’Agence Innovation

Défense (AID) en partenariat avec l’Agence Nationale de la Recherche (ANR) dans le cadre de

son programme MATURATION. Les ressources numériques ont été fournies par le Très Grand

Centre de Calcul (TGCC) du CEA et par le CINES dans le cadre du projet n°A0120507594 du

Grand Equipement National de Calcul Intensif (GENCI).
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Ce chapitre expose les mécanismes entrant en jeu lors de la production de rayonnement

THz par un plasma d’air formé par une impulsion laser femtoseconde à plusieurs har-

moniques. Il commence par préciser les caractéristiques de l’impulsion laser étudiée,
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puis rappelle les équations de Maxwell ainsi que les effets non-linéaires qui gouvernent le com-

portement propagatif du faisceau. Par la suite, il présente différents modèles de taux d’ionisation

décrivant la croissance de la densité électronique, consécutive à la photo-ionisation de l’air par

effet tunnel et menant à la formation d’un plasma. Un traitement classique de l’équation de

Vlasov permet d’établir ses moments, qui déterminent la dynamique électronique du plasma

généré. Cette première partie regroupe donc toutes les équations à intégrer afin d’estimer le

rayonnement THz produit par un plasma atmosphérique.

La seconde partie de ce chapitre explicite deux modèles physiques permettant de résoudre ces

équations. Tout d’abord, elle présente le modèle non-propagatif de courant local (abrégé mo-

dèle "LC", pour "Local Current"), qui permet d’obtenir une évaluation rapide des variations

de l’amplitude de l’onde THz émise en fonction de la configuration laser employée. Elle détaille

ensuite le modèle UPPE (pour "Unidirectional Pulse Propagation Equation"), plus complet en

processus physiques mais également plus laborieux à intégrer numériquement.

Ce chapitre se conclut en présentant le code CUP3D qui intègre le modèle UPPE utilisé lors de

mon travail de doctorat, et compare quelques résultats acquis à l’aide du modèle LC et ceux de

simulations UPPE tridimensionnelles.

2.1 Équations décrivant la production de rayonnement THz

La première partie de ce chapitre consiste à établir le système d’équations régissant la propaga-

tion de l’impulsion laser et la formation du plasma.

2.1.1 Impulsion laser initiale

Pour produire des ondes THz, l’impulsion laser doit satisfaire plusieurs conditions. Tout d’abord,

elle doit se situer dans une gamme d’intensités élevée (1013−1015 W/cm2), permettant d’ioniser

le milieu de propagation - ici un gaz -, pour lequel la source principale de rayonnement THz

est le courant interne induit par la dynamique des particules chargées libres, et nommé "photo-

courant" [56]. Pour des intensités plus modérées, les ondes THz sont plutôt obtenues à l’aide d’un

mélange à quatre ondes induit par l’effet Kerr [55], qui sera explicité plus loin. Aux intensités

plus fortes (> 1015 W/cm2) et pour des impulsions monochromatiques, l’émission THz est due

majoritairement à la force pondéromotrice qu’exerce l’impulsion sur les porteurs de charge. Cette
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force correspond à la pression électromagnétique induite par un faisceau comportant un gradient

radial d’intensité du fait de son enveloppe. La force pondéromotrice a pour effet d’expulser

les électrons des zones de plus forte intensité laser, causant ainsi une hétérogénéité dans la

répartition des charges au sein du plasma. Cette dernière induit à son tour un champ de rappel,

qui attire les électrons vers les zones majoritairement peuplées par les ions (qui sont supposés

immobiles aux échelles de temps considérées à cause de leur masse élevée). L’association de la

force pondéromotrice et de ce champ de rappel génère une oscillation des électrons, induisant

alors une onde plasma électronique [113] et des fluctuations de courants qui perdurent après

le passage de l’impulsion laser. Ces fluctuations peuvent être sources de rayonnement THz [51,

54, 114, 115]. La figure 2.1 résume les sources principales de rayonnement THz en fonction de

l’intensité laser.

Figure 2.1: Schéma représentant les sources principales de rayonnement THz lors de la propa-
gation non-linéaire d’une impulsion laser dans l’air en fonction de son intensité pic. Le mélange
à quatre ondes (induit par la réponse Kerr du milieu) et les photo-courants nécessitent une im-
pulsion laser comportant au moins deux harmoniques pour produire une onde basse-fréquence
intense. Source : Tailliez [57]

L’impulsion laser utilisée est également ultracourte (quelques dizaines de fs). Ses harmoniques

sont donc larges spectralement, ce qui favorise la production d’oscillations basse-fréquence à
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spectre étendu lors des mélanges de fréquences engendrés par l’effet Kerr et les interactions

laser-plasma [115].

Enfin, l’impulsion laser contient plusieurs harmoniques (ou "couleurs"). Leur nombre est gé-

néralement limité à deux pour des contraintes expérimentales. Ce travail de doctorat admet

cependant des impulsions à spectre plus riche, qui seront étudiées au chapitre 3. La composante

fondamentale laser, parfois abrégée "FH" pour "First/Fondamental Harmonic", est généralement

comprise entre 0.8 et 2 µm. En pratique, la seconde couleur (abrégée "SH" pour "Second Har-

monic") est produite à l’aide d’un cristal doubleur BBO (pour "β-borate baryum") et contient

généralement entre 10% et 30% de l’énergie laser totale. Le décalage en temps entre leurs profils

temporels peut être contrôlé à l’aide d’un matériau dispersif, par exemple un verre de calcite,

afin qu’ils se superposent lorsque le plasma est formé (voir section 1.2.5). Par souci de simpli-

cité, les couleurs seront ici considérées comme préparées indépendamment l’une de l’autre, par

exemple à l’aide de deux bras séparés. Nous les supposerons de même durée et de même diamètre

transverse, et elles seront initialement superposées dans ce qui suit.

On note ~EL le champ électrique associé à l’impulsion laser. Les deux couleurs sont supposées

toujours polarisées dans le plan (~ex, ~ey) orthogonal à l’axe de propagation ~ez. Leurs enveloppes

temporelle et spatiale sont initialement gaussiennes, de rayons en 1/e2 notés respectivement

τ0 et w0. On note t la variable temporelle et (x, y) les variables spatiales transverses, toutes

centrées sur les maxima des profils temporels et spatiaux de l’impulsion. La seconde couleur est

l’harmonique deux, de fréquence double par rapport à celle du fondamental laser de pulsation

notée ω0. En posant ~E1 et ~E2 les champs laser associés respectivement au fondamental et à

l’harmonique deux, l’expression de l’impulsion incidente s’écrit :

~EL(t, x, y) = e
− t2

τ20 e
−x

2+y2

w2
0

(
~E1(t) + ~E2(t)

)
. (2.1)

Il est parfois d’usage d’employer la durée tFWHM et le diamètre transverse wFWHM à mi-hauteur

(ou FWHM, pour "Full Width Half-Max"), respectivement définis par tFWHM =
√

2ln2τ0 et

wFWHM =
√

2ln2w0.

L’intensité instantanée de l’impulsion laser est définie par

I(t, x, y) = ε0cn0|EL(t, x, y)|2 (2.2)
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avec n0 l’indice optique du milieu de propagation à la fréquence du fondamental laser.

Pour une impulsion laser monochromatique, l’intensité moyenne s’écrit sous la forme simple

I0 = ε0cn0E
2
0/2. La puissance incidente de l’impulsion laser est alors :

Pin(t) = ε0cn0

∫∫
x,y
|EL(t, x, y)|2dxdy. (2.3)

Pour un faisceau laser d’enveloppe spatiale gaussienne, la puissance moyenne incidente se note

Pin = ε0cn0πw
2
0E

2
0/2. Enfin, l’énergie de l’impulsion laser est donnée par

E = ε0cn0

∫∫∫
t,x,y
|EL(t, x, y)|2dtdxdy. (2.4)

Pour une enveloppe temporelle gaussienne, cette expression se réduit à E = ε0cn0π
3/2w2

0τ0E
2
0/2.

2.1.2 Equations de Maxwell

Les ondes électromagnétiques sont gouvernées par les équations de Maxwell [3]. On note ~E le

champ électrique et ~H le champ magnétique associés à une telle onde se propageant dans un

milieu donné. Son induction électrique ~D et son induction magnétique ~B sont définies à l’aide

de la polarisation électrique ~P et de l’aimantation ~M du milieu par

~D = ε0 ~E + ~P , (2.5)

~B = µ0
~H + ~M, (2.6)

où ε0 et µ0 sont respectivement la constante diélectrique et la perméabilité magnétique du vide

(voir Formulaire). Les grandeurs ~P et ~M sont définies par

−~∇ · ~P = ρb, (2.7)

1

µ0

~∇× ~M = ∂t ~P − ~Jb, (2.8)

où ρb et ~Jb représentent les densités de charge et de courant des particules liées.

Dans ce qui suit, l’aimantation de l’air ~M sera toujours considérée nulle. L’induction magnétique
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~B et le champ magnétique ~H étant égaux à une constante µ0 près, nous noterons ~B le champ

magnétique par abus de langage. De plus, aux échelles de temps concernées ici, les noyaux sont

supposés immobiles en vertu de leur masse environ 1800 fois plus élevée que celle des électrons. La

dynamique des ions est donc ignorée et leur densité de courant est supposée nulle. Les équations

de Maxwell se réécrivent donc :

~∇ · ~D = ρe, (2.9)

~∇× ~E = −∂t ~B, (2.10)

~∇ · ~B = 0, (2.11)

~∇× ~B = µ0
~Je + µ0∂t ~D, (2.12)

avec ρe et ~Je les densités de charge et de courant liées aux électrons libres.

Equation d’onde

Les équations de Maxwell sont utilisées pour établir la relation régissant la propagation d’un

faisceau optique. On rappelle que la vitesse de la lumière dans le vide, notée c (voir Formu-

laire), vérifie la relation ε0µ0 = 1/c2. En combinant (2.5), (2.6), (2.10) et (2.12), nous obtenons

facilement

~∇× (~∇× ~E) = −µ0∂t ~Je −
1

c2
∂2
t
~E − µ0∂

2
t
~P . (2.13)

Cette équation se simplifie à l’aide de l’identité vectorielle :

~∇× (~∇× ~E) = ~∇(~∇ · ~E)− ~∇2 ~E (2.14)

pour aboutir à l’équation d’onde :

~∇2 ~E − ~∇(~∇ · ~E)− 1

c2
∂2
t
~E = µ0

(
∂t ~Je + ∂2

t
~P
)
. (2.15)

Pour toute grandeur dépendant du temps X(t), nous notons X̂(ω) sa transformée de Fourier

temporelle, comme définie dans le formulaire. Cette transformation appliquée à la relation pré-
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cédente donne l’équation de Helmholtz non-linéaire :

~∇2 ~̂E − ~∇(~∇ · ~̂E) +
ω2

c2
~̂E = −µ0ω

(
i ~̂Je + ω ~̂P

)
. (2.16)

L’action de la densité de charges électriques sur la propagation du champ électrique est obtenue

en développant l’équation (2.9) à l’aide de (2.5) :

~∇ · ~̂E =
ρ̂e − ~∇ · ~̂P

ε0
. (2.17)

Afin de simplifier les relations (2.16) et (2.17), il est nécessaire de caractériser la polarisation ~P ,

qui contient entre autres la dispersion optique du faisceau laser.

Polarisation linéaire due à la réponse des électrons liés

Pour commencer, nous supposons que l’air est homogène et isotrope. Ses propriétés spatiales sont

donc inchangées en tout lieu et selon toute direction dans l’espace. Lorsque ce milieu est soumis

à une excitation électrique ~E(~r, t), comme lors du passage de l’impulsion laser, les électrons

liés aux espèces neutres subissent une contrainte qui produit une polarisation électrique ~P (~r, t)

affectant la propagation de l’impulsion optique.

En régime linéaire, l’excitation externe ~E(~r, t) induit la polarisation des charges liées ~PL(~r, t)

[116] :

~PL(~r, t) = ε0

∫ +∞

−∞
χ(1)(t− t′) ~E(~r, t′)dt′, (2.18)

où χ(1) est un tenseur d’ordre 2, nommé susceptibilité électrique linéaire. La polarisation indicée

par L fait référence à un régime linéaire, caractérisé par une simple relation de proportionnalité

entre ~PL(~r, t) et ~E(~r, t). ~PL(~r, t) est ainsi la polarisation linéaire du milieu.

Le caractère isotrope de l’air assure que χ(1) est diagonal et que ses coefficients non-nuls sont

tous égaux. La susceptibilité linéaire peut donc être assimilée à une fonction constante en espace

et ne dépendant que de ω. Nous obtenons donc par transformée de Fourier :

~̂PL(~r, ω) = ε0χ
(1)(ω) ~̂E(~r, ω), (2.19)

où χ(1)(ω) est liée à la permittivité diélectrique du milieu ε(ω) par
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ε(ω) = 1 + χ(1)(ω) (2.20)

et à l’indice optique linéaire du milieu nopt(ω) =
√
ε(ω) par

nopt(ω) =
√

1 + χ(1)(ω). (2.21)

Ici nopt(ω) vérifie

k(ω) = nopt(ω)
ω

c
(2.22)

avec k(ω) le nombre d’onde du champ ~̂E(~r, ω).

En général, χ(1)(ω) est une quantité complexe : sa partie réelle est liée à la dispersion optique

du milieu, et sa partie imaginaire décrit l’absorption linéaire de l’énergie laser par ce dernier. Le

modèle de Reeder et Peck [117] sera ici employé pour représenter la dispersion de l’air ambiant

associée aux variations en ω de l’indice optique linéaire nopt(ω). L’absorption, quant à elle, sera

supposée négligeable.

Equation de Helmholtz généralisée

Revenons désormais à l’équation (2.16). Il est maintenant nécessaire de détailler les réponses

non-linéaires incluses dans le membre de droite de cette équation de Helmholtz. La polarisation

électrique est habituellement séparée en une partie linéaire notée ~PL [cf. équation (2.19)], et

une partie non-linéaire notée ~PNL associée à la réponse des électrons liés aux ordres i > 1

(∝ ~Ei>1) [29]. En introduisant ~P = ~PL + ~PNL, les équations (2.16) et (2.17) s’expriment donc

comme suit :

~∇2 ~̂E +
ω2

c2
(1 + χ(1)) ~̂E = −µ0ω

(
i ~Je + ω ~PNL

)
+
~∇ · ρ̂e − ~∇2 ~̂PNL

ε0(1 + χ(1))
(2.23)

~∇ · ~̂E =
ρ̂e − ~∇ · ~̂PNL

ε0(1 + χ(1))
. (2.24)

L’équation de conservation de la charge électrique
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2.1 Équations décrivant la production de rayonnement THz

∂tρe + ~∇ · ~Je = 0 (2.25)

est donnée dans le domaine fréquentiel par

~∇ · ~̂Je = iωρ̂e. (2.26)

Les relations (2.23), (2.24) et (2.26) nous permettent alors de simplifier l’équation d’onde pour

finalement obtenir l’équation de Helmholtz généralisée :

~∇2 ~̂E + k2(ω) ~̂E = −µ0ω
2

(
~̂FNL +

1

k2(ω)
~∇
(
~∇ · ~̂FNL

))
(2.27)

incluant ~̂FNL la réponse non-linéaire du milieu à l’excitation laser :

~̂FNL =
i

ω
~̂Je + ~̂PNL. (2.28)

Le terme ~Je représente la densité de courant des électrons libérés lors du passage de l’impulsion.

Il est donc associé aux photo-courants, source principale de rayonnement THz ici, ainsi qu’aux

courants de pertes (voir section 2.1.6). La grandeur ~̂PNL est associée à la réponse non-linéaire

des électrons liés, constituée de l’effet Kerr et de la diffusion Raman rotationnelle stimulée [118].

2.1.3 Réponse non-linéaire des électrons liés

Comme introduit précédemment, la polarisation électrique admet également une partie non-

linéaire ~PNL(~r, t) lorsque l’excitation ~E(~r, t) est suffisamment intense. Celle-ci est toutefois gé-

néralement faible devant la polarisation linéaire [29]. Il est possible de décomposer cette réponse

non-linéaire des électrons liés en une série de puissances de ~E(~r, t). La polarisation reliée à ~Ei(~r, t)

est appelée "polarisation d’ordre i" et fait intervenir la susceptibilité non-linéaire d’ordre i, notée

χ(i). Pour une excitation scalaire monochromatique et en supposant un milieu non-dispersif, i.e.,

χ(i) ≈ χ(i)(ω0), l’expression liant ces grandeurs s’écrit simplement :

49



Chapitre 2 : Mécanismes de production de rayonnement térahertz et modèles

P (~r, t) =
∑
i

P (i)(~r, t) (2.29)

= ε0 χ
(1)E(~r, t)︸ ︷︷ ︸
PL(~r,t)

+ ε0 χ
(2)E2(~r, t) + ε0 χ

(3)E3(~r, t) + ...︸ ︷︷ ︸
PNL(~r,t)

(2.30)

Pour une impulsion laser vectorielle à plusieurs harmoniques, cette expression se complexifie car

la susceptibilité d’ordre i est à la base un tenseur d’ordre i + 1. L’analyse nécessite de décrire

séparément les différentes oscillations composant l’excitation ~E(~r, t) et la polarisation ~P (~r, t) :

~E(~r, t) =
∑
n

~E(ωn)e−iωnt, (2.31)

~P (~r, t) =
∑
n

~P (ωn)e−iωnt, (2.32)

où ~E(ωn) et ~P (ωn) sont les amplitudes du terme oscillant à la pulsation ωn.

L’air, qui sera le milieu d’interaction privilégié tout au long de ce travail, est un milieu majori-

tairement composé de molécules de diazote N2 (≈ 80 %) et de dioxygène O2 (≈ 20 %). Sa nature

gazeuse nous conduit à le considérer comme un milieu centrosymétrique. Cette géométrie par-

ticulière assure que les polarisations d’ordre pair sont toujours nulles par symétrie des vecteurs

d’onde [29]. Parmi les ordres impairs de la susceptibilité non-linéaire, c’est χ(3) qui est largement

dominant devant les autres [119]. La polarisation non-linéaire de l’air est donc assimilable à la

polarisation d’ordre 3, qui s’écrit formellement [29] :

PNL,i(ωm + ωn + ωo) = ε0
∑
jkl

∑
mno

χ
(3)
ijkl(ωm + ωn + ωo, ωm, ωn, ωo)

× Ej(ωo)Ek(ωn)El(ωm) (2.33)

où i, j, k et l sont les indices du tenseur χ(3), et m, n et o des indices décrivant les fréquences

d’oscillation de l’excitation ~̂E(~r, ω).

L’hypothèse d’isotropie permet de ramener le tenseur χ(3) à un scalaire, noté χ(3)(ω). Pour
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2.1 Équations décrivant la production de rayonnement THz

rappel, la susceptibilité d’ordre 3 est supposée non-dispersive par commodité technique, c’est-à-

dire qu’elle est supposée ici indépendante de la fréquence de l’excitation ~̂E(~r, ω), d’où χ(3)(ω) =

χ(3)(ω0) avec ω0 la pulsation fondamentale du champ laser. Ces considérations permettent de

grandement simplifier l’expression (2.33) qui se réduit à :

~PNL(~r, t) = ε0χ
(3)(ω0) ~E3(~r, t). (2.34)

Effet Kerr

La polarisation non-linéaire d’ordre 3 excitée par un champ laser monochromatique écrit sous

la forme ~E(t) = E0 cos(ω0t)~ex se développe à partir de la relation (2.34) comme :

~PNL(t) = ε0χ
(3)E3

0

(
3

4
cos(ω0t) +

1

4
cos(3ω0t)

)
~ex. (2.35)

Cette équation montre que la réponse non-linéaire des électrons liés génère une onde de pulsation

3ω0 par mélange de fréquences, en plus d’un terme oscillant à la fréquence fondamentale ω0.

En regroupant les expressions (2.19) et (2.35), nous obtenons la partie oscillant à ω0 de la

polarisation totale (en omettant le terme généré à 3ω0) :

~P (t) = ε0

(
χ(1)(ω0) +

3

4
χ(3)E2

0

)
~E(t). (2.36)

Cette équation indique que la polarisation non-linéaire apporte une correction à l’indice de

réfraction de l’air proportionnelle au carré de l’amplitude laser (donc à l’intensité pic) :

n2(ω) = n2
opt(ω) +

3

4
χ(3)E2

0 . (2.37)

Il est usuel en optique non-linéaire d’utiliser l’indice non-linéaire du milieu n2 [29, 116], aussi

nommé indice Kerr, défini tel que :

n2 =
3

4

χ(3)

cε0n2
0

(2.38)

avec n0 = nopt(ω0) ≈ 1.

En supposant 3χ(3)E2
0/4� n2

opt(ω), l’indice optique corrigé prend alors la forme :
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n(ω) = nopt(ω) + n2I0, (2.39)

avec I0 = cε0n0E
2
0/2 l’intensité maximale de l’impulsion laser. Pour l’air, n2 prend la valeur

3.8× 10−19 cm2/W [120] souvent proposée dans la littérature.

Au cours de la propagation du faisceau, l’accroissement de l’intensité pic consécutive à cette

dépendance provoque ainsi une augmentation sur l’axe de l’indice optique de l’air. ce qui a

pour effet de réfracter le faisceau vers l’axe optique. L’effet Kerr impose donc une focalisation

supplémentaire à l’impulsion laser : c’est le phénomène d’auto-focalisation [121,122], illustré en

figure 2.2.

Figure 2.2: (a) L’augmentation axiale de l’intensité pic du faisceau provoque un accroîssement
de l’indice du milieu, qui induit un effet focalisant l’impulsion laser. Intensités (b) avant et (c)
après l’auto-focalisation. Source : Bergé [107]

Pour déclencher l’effet d’auto-focalisation Kerr, l’impulsion laser nécessite une puissance pic

suffisamment élevée pour rendre la réponse non-linéaire de l’air prédominante sur la diffraction

transverse du faisceau. Comme mentionné en section 1.2.5, la puissance minimale requise pour

engendrer ce phénomène est nommée "puissance critique", et est approchée par [107]
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2.1 Équations décrivant la production de rayonnement THz

Pcr ≈
3.72λ2

0

8πn0n2
. (2.40)

Dans l’air, ce seuil en puissance vaut entre 5 et 10 GW pour λ0 = 0.8− 1 µm. La compression

spatiale de l’impulsion laser induite par ce phénomène implique une modification du foyer, alors

situé à une distance zc de la lentille de focale f , ou du point d’entrée du faisceau dans le milieu

non-linéaire si l’impulsion est collimatée. Le modèle semi-empirique proposé par Marburger et

al. [123] permet de décrire cette grandeur, nommée distance focale (ou foyer) non-linéaire :

zc =
0.367z0√(√

Pin/Pcr − 0.852
)2
− 0.0219 + 0.367z0/f

(2.41)

avec z0 = πw2
0/λ0 la longueur de Rayleigh de l’impulsion, Pin la puissance du faisceau incident

en z = 0 et f la longueur focale de la lentille (facultative) initialement appliquée au faisceau.

Pour une impulsion à deux harmoniques, le mélange en fréquence causé par l’effet Kerr génère des

composantes spectrales en harmoniques multiples de ω0, ainsi qu’un terme basse-fréquence situé

dans le domaine THz. La figure 2.3 illustre le spectre associé à la polarisation non-linéaire (2.34)

pour un champ laser à deux couleurs de fondamental 0.8 µm, de durée 34 fs et d’amplitude égale

à 30 GV/m, où 20 % de l’énergie laser est contenue dans l’harmonique deux et où le déphasage

entre les couleurs est de π/4. Dans cette configuration, le spectre de la polarisation Kerr contient

six composantes optiques ainsi qu’une contribution THz à basse fréquence (ω � ω0), qui sera

caractérisée dans la section 2.2.3.

Diffusion Raman stimulée

Une réponse supplémentaire des charges liées de l’air au passage de l’impulsion laser est la

diffusion Raman stimulée. Dans l’air (ou dans le diazote) à pression atmosphérique, cet effet

provient majoritairement de l’excitation des transitions rotationnelles du diazote N2 par des

photons intenses [124, 125]. Par souci de simplicité, nous négligeons la diffusion vibrationnelle

Raman ainsi que la diffusion rotationnelle associée aux molécules de dioxygène. La diffusion

Raman se résume donc ici à la diffusion Raman rotationnelle stimulée du diazote, abrégée

SRRS.

Le diazote étant un gaz diatomique, les transitions rotationnelles permises correspondent à
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Figure 2.3: Spectre de la polarisation Kerr |P̂NL(ω)| associée à une impulsion laser polarisée
linéairement d’amplitude 30 GV/m, de longueur d’onde fondamentale λ0 = 0.8 µm, et de durée
τ0 = 34 fs. La seconde couleur contient 20 % de l’énergie laser et est déphasée de π/4 par rapport
au fondamental.

une variation du nombre quantique rotationnel j de ±2. Les transitions liées à ∆j = +2 sont

nommées émissions Stockes, et celles associées à ∆j = −2 sont appelées émissions anti-Stockes.

Leur schéma de principe est illustré par la figure 2.4. Une émission Stockes est la production

d’un photon lié à la transition d’un état rotationnel 1 à un état d’énergie supérieure 2, en passant

par un état virtuel situé en-dessous d’un état électronique 3 supposé suffisamment élevé pour

ne pas être excité. Une émission anti-Stockes correspond à la transition de l’état 2 à l’état 1 en

respectant le même processus. Nous supposons ici que seul l’état 1 est initialement peuplé. Les

émissions anti-Stockes sont donc négligées.

Les énergies des niveaux rotationnels des molécules d’azote sont réparties en fonction de j selon

l’expression

Ej = j(j + 1)B0hc (2.42)

où h est la constante de Planck (voir Formulaire) et B0 = 2 cm−1 est la constante rotationnelle

du diazote [127].

Une première formulation pour la polarisation macroscopique associée à la SRRS induite par

une impulsion laser unidirectionnelle E(t) polarisée linéairement s’écrit [128] :
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2.1 Équations décrivant la production de rayonnement THz

Figure 2.4: Schéma de principe des émissions Stockes (Gauche) et anti-Stockes (Droite).
Source : Nguyen [126]

PNL,R(t) =
3

2
xKε0χ

(3)E(t)τ1

(
τ−2

1 + τ−2
2

) ∫ t

−∞
e
− t−τ

τ2 sin

(
t− τ
τ1

)
E2(τ) dτ (2.43)

où xK est la proportion de polarisation non-linéaire due à la SRRS valant environ 0.8 dans

l’air [120], τ1 ≈ 62.5 fs est le temps moyen entre deux transitions Stockes et τ2 ≈ 77 fs est le

temps caractéristique de dépopulation de l’état 2 [129,130].

Figure 2.5: Evolutions temporelles du champ laser (courbe bleue) et de la polarisation Raman
associée (courbe rouge) résultant de l’intégration de l’équation (2.43) pour l’impulsion laser
décrite en légende de la figure 2.3.

La généralisation de cette expression pour les impulsions laser vectorielles sera présentée au
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Figure 2.6: Spectre de la polarisation Raman dont le profil temporel est illustré sur la figure
2.5. Le champ laser utilisé est similaire à celui décrit en figure 2.3.

chapitre 3. L’expression (2.43) montre que la polarisation Raman dépend de E3 à l’instar de

la polarisation Kerr (2.34). Elle indique cependant que la SRRS agit de manière retardée par

rapport à l’effet Kerr à cause du temps nécessaire pour provoquer une émission Stockes. Ce

retard est illustré par la figure 2.5 qui présente les profils temporels de la polarisation Raman

(courbe rouge) associée au champ laser à deux couleurs (courbe bleue) de mêmes paramètres

que pour la figure 2.3. De manière analogue à l’effet Kerr, la polarisation Raman génère une

contribution THz ainsi que des fréquences optiques allant, dans notre configuration, jusqu’à

6ω0 pour une impulsion à deux harmoniques, comme illustré sur la figure 2.6. Cependant, les

termes fréquentiels ainsi générés sont d’amplitude très négligeable face au fondamental (ω0) et

au second harmonique (2ω0).

Pour comprendre cet effet, nous établissons une approximation analytique du spectre de la

polarisation Raman. Pour commencer, définissons la fonction

f(t, τ) = E2(τ) sin(Ω21(t− τ)) exp(−(t− τ)/τ2) (2.44)

qui décrit l’intégrande dans la formule (2.43), où l’on a posé Ω21 = τ−1
1 .

Numériquement, le rayon en 1/e2 de l’enveloppe temporelle de l’impulsion laser vaut typique-

ment ≈ 34 fs, comme montré par la figure 2.5. La durée de l’enveloppe de E2(τ) est donc

considérée faible devant le temps de décroissance τ2 ≈ 77 fs. En omettant les variations du
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facteur exponentiel de la relation précédente, nous obtenons l’approximation

f(t, τ) ≈ E2(τ) sin(Ω21(t− τ)). (2.45)

Le champ laser E(τ) contenant deux harmoniques s’écrit alors à partir d’amplitudes notées a1

et a2 telles que

E(τ) ≈
2∑
j=1

aj cos(jω0τ), (2.46)

où tout déphasage éventuel entre les deux couleurs a été omis par commodité technique. Les

variations temporelles associées à l’enveloppe de l’impulsion laser ont également été négligées.

Le terme E2(τ) est donc a priori une somme d’oscillations battant à jω0|j={0,1,...,4} d’amplitudes

bj , où le terme j = 0 décrit par abus de langage un terme "basse-fréquence" (par rapport aux

fréquences optiques) :

E2(τ) ≈
4∑
j=0

bj cos(jω0τ). (2.47)

Avec ce formalisme, la transformée de Fourier de la fonction f(t, τ), notée Fτ [f(t, τ)](ω), peut

être approchée par :

Fτ [f(t, τ)](ω) ≈
4∑
j=0

cj
2

(Fτ [sin((jω0 + Ω21)τ)](ω)−Fτ [sin((jω0 − Ω21)τ)](ω)) + c.c. (2.48)

avec Fτ l’opérateur de transformation de Fourier par rapport à la variable τ , cj défini à partir

de bj et de t0, et c.c. signifiant le complexe conjugué.

Numériquement, Ω21 = τ−1
1 ≈ 16 THz. Les fréquences d’oscillation de la polarisation Raman

sont donc légèrement décalées par rapport à celles de l’impulsion laser incidente. Par souci de

simplicité, nous poserons par la suite ωj � Ω21, et assimilerons ainsi les oscillations battant

à jω0 ± Ω21 à des vibrations de pulsation jω0. Nous considérons aussi que les oscillations ≈

0ω0 ± Ω21 (appartenant à la composante basse-fréquence du spectre) restent lentes devant les

fréquences optiques. L’expression précédente se simplifie alors comme :
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Fτ [f(t, τ)](ω) ≈
4∑
j=0

cjFτ [sin(jω0τ)](ω) + c.c. (2.49)

Nous en déduisons directement le spectre du facteur intégral de la relation (2.43) :

Ft
[∫ t

−∞
f(t, τ)dτ

]
(ω) ≈

4∑
j=0

i
cj
ω
Ft[sin(jω0t)](ω) + c.c. (2.50)

où la transformée de Fourier s’applique maintenant à la variable t.

Cette expression décrit un spectre comportant quatre fréquences optiques jω0, avec j allant de

1 à 4, d’amplitudes très faibles devant une contribution basse-fréquence majoritaire ω ∼ 0 (car

les cj sont tous a priori du même ordre de grandeur). On peut donc réécrire le terme intégral

dans le domaine temporel tel que :

∫ t

−∞
f(t, τ)dτ ≈

4∑
j=0

dj cos(jω0t) (2.51)

avec dj∈{0,...,4} vérifiant d0 � dj≥1. Les décalages temporels entre les différentes composantes

fréquentielles ont été négligés pour alléger les calculs.

La polarisation Raman étant proportionnelle au produit de E(t) et de
∫ t
−∞ f(t, τ)dτ , les relations

(2.46) et (2.51) nous permettent de développer :

PNL,R(t) ∝ E(t)

∫ t

−∞
f(t, τ)dτ (2.52)

∝

 4∑
j=0

dj cos(jω0t)

( 2∑
k=1

ak cos(kω0t)

)
(2.53)

∼
4∑
j=0

dj

(
2∑

k=1

ak [cos((j + k)ω0t) + cos((j − k)ω0t)]

)
. (2.54)

Cette expression met en évidence une génération d’harmoniques allant jusqu’à 6ω0 à travers la

SRRS. Les amplitudes de ses composantes spectrales sont toutes du même ordre de grandeur,

exceptées celles associées à d0, (soit a1 et a2), qui représentent la partie dominante du spectre.

Les fréquences associées à ce terme privilégié sont ω0 et 2ω0, ce qui justifie le spectre illustré par

la figure 2.6. Notons que cette propriété provient de l’intégration en temps incluant le retard
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entre l’excitation des états rotationnels par le champ laser et l’émission de photons Stockes qui

en résulte.

Remarquons pour conclure que les plus fortes bandes associées à la SRRS correspondent aux

niveaux rotationnels j = 8 et j = 10 [124]. La relation (2.42) indique que les transitions Stockes

concernées par ce processus impliquent des photons de fréquence 2.2 THz (9 meV). Ces derniers

ne représentent cependant pas une source efficace de rayonnement THz car ils sont produits de

manière incohérente et omnidirectionnelle dans l’espace.

2.1.4 Photo-ionisation de l’air

Cette section est consacrée à la production d’électrons libres formant un plasma de gaz. Nous

supposons qu’avant le passage de l’impulsion laser, tous les électrons du milieu sont liés aux

noyaux. Le potentiel coulombien décrivant leur interaction s’écrit

φ(~r) = − Ze2

4πε0|r|
(2.55)

avec Z le nombre d’électrons liés à chaque noyau.

En présence d’une perturbation électrique intense notée ~E(~r, t), φ(~r) admet une correction cor-

respondant à un abaissement de la barrière de potentiel atomique :

φ(~r) = − Ze2

4πε0|r|
− eE(~r, t)r. (2.56)

Pour des intensités laser relativement faibles (I0 < 1013 W/cm2), le seul moyen pour que les

électrons outrepassent cette barrière est d’absorber suffisamment de photons pour que leur éner-

gie devienne supérieure au potentiel d’ionisation de l’atome : c’est l’ionisation multi-photonique.

Pour des intensités plus élevées (I0 = 1013 − 1015 W/cm2), la barrière de potentiel est suffisam-

ment abaissée par le champ laser pour que les électrons puissent la franchir par effet tunnel [131].

Pour des champs laser de plus haute énergie, l’energie des électrons peut devenir supérieure au

potentiel coulombien : c’est l’ionisation par abaissement de barrière ou "over-barrier ioniza-

tion" [132,133]. Ces différents régimes d’ionisation sont illustrés en figure 2.7.

Afin de quantifier ces régimes d’ionisation, Keldysh [136] a établi en 1965 un paramètre noté γK ,

correspondant au rapport de la fréquence fondamentale laser et de la fréquence caractéristique

de l’effet tunnel, ωt = E0/
√

2Ui, avec Ui le potentiel d’ionisation de l’atome considéré :
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Figure 2.7: Illustration du potentiel coulombien unidimensionnel du dioxygène O2 (charge
effective Z∗ = 0.53 [134,135]) (a) sans champ extérieur, et avec une excitation électrique d’am-
plitude (b) 10, (c) 30 et (d) 50 GV/m. (b) Ionisation multi-photonique. (c) Ionisation par effet
tunnel. (d) Ionisation par abaissement de barrière. Les niveaux verts correspondent au premier
potentiel d’ionisation du dioxygène (énergie d’ionisation Ui = 12.1 eV). Source : Nguyen [126].

γK =
ω0

√
2Ui

E0
. (2.57)

Lorsque γK → +∞, le régime dominant est l’ionisation multi-photonique. Lorsque γK → 0,

la photo-ionisation se produit par effet tunnel [137]. Dans les configurations laser étudiées au

cours de cette thèse, c’est dans ce régime que se produit préférentiellement l’ionisation de l’air.

Ci-dessous, nous présentons différents modèles rendant compte de ce mécanisme. Par souci de

simplicité, l’amplitude laser, les fréquences et les énergies seront exprimées dans leurs unités

atomiques correspondantes, valant Eau = 514 GV/m, νau = 41.3 PHz et Uau = 27.25 eV.

Modèle quasi-statique (QST)

Historiquement, le premier modèle analytique de taux d’ionisation par effet tunnel a été dérivé

par Landau et Lifschitz al. [138] en 1965. Il a été conçu pour un milieu composé d’atomes neutres

d’hydrogène, donc pour l’atome le plus élémentaire, et une perturbation électrique constante E0.

Ce taux, qui donne une probabilité d’ionisation par unité de temps, s’exprime sous la forme :

WQST(E0) = 4Ui
2 (2Ui)

3/2

E0
e
− 1

3

2(2Ui)
3/2

E0 . (2.58)

C’est le modèle QST, pour "Quasi-Static Tunneling". Son avantage principal est sa relative sim-
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plicité, qui permet une intégration numérique rapide du taux d’ionisation.

La formule ci-dessus révèle que le taux d’ionisation est très fortement non-linéaire selon l’am-

plitude du champ laser, de sorte que pour une excitation sinusoïdale, l’ionisation peut être

considérée exclusivement produite par les extrema de E(t). Le profil temporel du taux d’io-

nisation WQST(t) est donc composé d’une série de pics de très courte durée, chacun pouvant

être associé à un champ électrique constant très bref et d’amplitude maxt |E(t)|. On peut donc

généraliser l’expression précédente à des champs oscillants :

WQST(t) = 4Ui
2 (2Ui)

3/2

|E(t)|
e
− 1

3

2(2Ui)
3/2

|E(t)| . (2.59)

Afin de simplifier les développements analytiques lors d’estimations de l’ionisation produite par

une impulsion laser d’intensité modérée (E0 = 10 − 50 GV/m), cette expression est parfois

approchée pour des valeurs de E0 ≥ 30 GV/m proches du seuil d’ionisation par [57,126,139] :

WQST(t) ∝ E2(t). (2.60)

Ce choix est justifié graphiquement par la figure 2.8, où la croissance du taux d’ionisation a été

approchée par une fonction du type f(E0) = α(E0/Eau − β)2. En supposant que E0/Eau � β

lors de la croissance de WQST(E0) au-delà de 30 GV/m, la relation ci-dessus est bien vérifiée.

Bien que l’accord reste approximatif, nous admettons qu’il est suffisamment représentatif pour

pouvoir appliquer cette simplification dans les chapitres suivants au besoin.

Figure 2.8: Tracé de WQST(E0) (courbes pleines) et d’une fonction du type f(E0) =
α(E0/Eau − β)2 (courbe pointillées) (a) dans l’O2 (Ui = 12.1 eV) et (b) dans le N2 (Ui = 15.6
eV). Dans la région d’intérêt, les courbes pointillées reproduisent relativement bien la croissance
du taux d’ionisation. Dans l’O2, α = 30 et β = 4.5×10−2. Dans le N2, α = 10 et β = 6.25×10−2.
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Modèle général PPT

Un des modèles les plus complets à ce jour rendant compte de l’ionisation d’atomes de gaz pour

des intensités allant jusqu’à 1015 W/cm2 a été travail publié par Popov, Perelomov et Terent’ev

en 1966 [140]. Ce modèle suppose que l’excitation électrique prend une forme sinusoïdale :

E(t) = E0 cos(ω0t) (2.61)

et unifie les régimes d’ionisation multi-photonique et d’ionisation par effet tunnel pour un milieu

composé d’atomes hydrogénoïdes. Ce modèle, appelé PPT en référence à ses auteurs, donne la

formule générale du taux d’ionisation :

WPPT(E0, ω0) =
4
√

2

π
Cn∗,l∗,l,mAm(γK)Hn∗,m(E0, ω0) (2.62)

avec n∗ = Z/
√

2Ui le nombre quantique principal effectif, l∗ = n∗ − 1 le nombre secondaire

effectif, l le nombre secondaire azimutal et m le nombre quantique magnétique de l’état dans

lequel se trouve le milieu. γK est le paramètre de Keldysh donné par l’équation (2.57).

Le nombre Cn∗,l∗,l,m est représenté par l’état des atomes du milieu avant le passage de l’impulsion

laser :

Cn∗,l∗,l,m =
22n∗(2l + 1)(l + |m|)!

2|m|(l − |m|)!n∗Γ(n∗ + l∗ + 1)Γ(n∗ − l∗)
, (2.63)

Γ(x) =
∫ +∞

0 tx−1e−tdt étant la fonction gamma d’Euler.

A cause de la symétrie des molécules diatomiques homonucléaires comme l’O2 et le N2, les élec-

trons situés dans certaines orbitales de valence actives ne peuvent pas être libérés par ionisation

comme pour les atomes simples. Talebpour et al. ont proposé en référence [135] de modéliser

cet effet en introduisant le nombre de charge effectif Z∗, estimé à Z∗ = 0.53 pour l’O2 et à

Z∗ = 0.9 pour le N2, données que nous utiliserons parfois par la suite. Remarquons que d’autres

références [141, 142] proposent également d’adapter les coefficients Cn∗,l∗,l,m au milieu étudié

afin de modéliser ce phénomène.

Am(γK) décrit le régime d’ionisation considéré (multi-ionisation et/ou effet tunnel) en sommant

les contributions de chaque photon absorbé par l’électron pour son passage à travers la barrière

de potentiel :

62



2.1 Équations décrivant la production de rayonnement THz

Am(γK) =
γK

1 + γ2
K

+∞∑
κ=bν+1c

φm

√√√√2γK(κ− ν)√
1 + γ2

K

 e
(κ−ν)

(
2γK√
1+γ2

K

−sinh−1(γK)

)
(2.64)

avec sinh−1(x) = ln(x+
√

1 + x2), b . c la partie entière, ν le nombre minimal de photons devant

être absorbés par l’électron pour ioniser l’atome :

ν =
Ui
ω0

(
1 +

1

2γ2
K

)
(2.65)

et φm(z) la fonction pondérant l’influence de l’absorption de chaque photon pour l’ionisation :

φm(z) =
e−z

2

|m|!

∫ z

0

(
z2 − ξ2

)|m|
eξ

2
dξ. (2.66)

Aux intensités et fréquences laser étudiées ici, chaque électron doit absorber κ = bν + 1c = 8

photons pour provoquer une ionisation dans l’air.

Enfin, la fonction Hn∗,m(E0, ω0) intègre la déformation du potentiel coulombien lors de la per-

turbation imposée par le passage du faisceau laser monochromatique :

Hn∗,m(E0, ω0) = Ui

 2(2Ui)
3/2

E0

√
1 + γ2

K

2n∗− 3
2
−|m|

e
−2ν

(
sinh−1(γK)−

γK

√
1+γ2

K

1+2γ2
K

)
. (2.67)

Etant donné que la seconde couleur contient généralement une faible portion de l’énergie laser en

comparaison du fondamental, on peut considérer que ce modèle reste valable pour une impulsion

laser à deux harmoniques.

Grâce à son caractère général, il est possible de simplifier le modèle PPT en se plaçant dans les

limites des régimes d’ionisation multi-photonique (γK → +∞) ou tunnel (γK → 0).

Taux d’ionisation multi-photonique

Le régime d’ionisation multi-photonique correspond aux faibles amplitudes laser et donc à γK →

+∞ [143]. Il est alors possible de simplifier ν ≈ Ui/ω0 ainsi que les facteurs dépendant de γK

dans les expressions de Am(γK) et Hn∗,m(E0, ω0) :
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2γK√
1 + γ2

K

≈ 2, (2.68)

γK

√
1 + γ2

K

1 + 2γ2
K

≈ 1

2
, (2.69)

sinh−1(γK) ∼ ln(2γK). (2.70)

Ces simplifications permettent également de privilégier le terme κ = bν+1c dans la série entière

de Am(γK) comme seule contribution non-négligeable à l’ionisation. Par souci de simplicité, on

pose m = 0. Les fonctions A0(γK) et Hn∗,0(E0, ω0) prennent alors la forme :

A0(γK) ∼ φ0

(√
2(bν + 1c − ν)

)
e2(bν+1c−ν)(2γK)−2(bν+1c−ν) (2.71)

Hn∗,0(E0, ω0) ∼ Ui
(

4Ui
ω0

)2n∗− 3
2
(

E0

2ω0

√
Ui

)2ν

eν . (2.72)

En injectant ces simplifications dans (2.62), nous trouvons le taux d’ionisation en régime multi-

photonique [136,144] :

WMPI(E0, ω0) = σKE
2bν+1c
0 (2.73)

avec σK défini par :

σK =
8
√

2

π
Cn∗,l∗,l,m=0

2−3bν+1cU
−bν+1c+ 3

2
i

ω
2bν+1c+ 1

2
0

e2bν+1c−νφ0

(√
2(bν + 1c − ν)

)
. (2.74)

Taux d’ionisation par effet tunnel

Dans la limite γK → 0 (fortes amplitudes laser), la photo-ionisation de l’air se produit par

effet tunnel. Ce régime a été étudié plus particulièrement pour des atomes plus complexes par

Ammosov, Delone et Krainov en 1986 [145], d’où le nom de modèle de taux d’ionisation ADK. Sa

dérivation a consisté à employer des fonctions d’onde électroniques incluant l’effet du potentiel

coulombien (états de Volkov [146, 147]) connectés aux états du continuum à grande distance

(r � 1/
√

2Ui) [107, 144]. Dans ce cas le nombre de photons à absorber pour ioniser un atome
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est approché par ν ≈ Ui/(2ω0γ
2
K). Il est possible par ailleurs de montrer que

lim
γK→0

Am(γK) =

√
3π

4
. (2.75)

De plus, les facteurs dépendant du paramètre de Keldysh dans l’expression de Hn∗,m(E0, ω0) se

simplifient comme

√
1 + γ2

K ∼ 1, (2.76)

sinh−1(γK) ∼ γK −
1

6
γ3
K , (2.77)

γK

√
1 + γ2

K

1 + 2γ2
K

∼ γK −
3

2
γ3
K . (2.78)

Nous trouvons alors la limite :

Hn∗,m(E0, ω0) ∼ Ui

(
2(2Ui)

3/2

E0

)2n∗− 3
2
−|m|

e
− 1

3

2(2Ui)
3/2

E0 . (2.79)

Le taux d’ionisation en régime tunnel s’écrit donc :

WADK(E0, ω0) = Cn∗,l∗,l,m

√
6

π
Ui

(
2(2Ui)

3/2

E0

)2n∗− 3
2
−|m|

e
− 1

3

2(2Ui)
3/2

E0 . (2.80)

La figure 2.9 compare les taux d’ionisation QST (2.59), ADK (2.80) et PPT (2.62) de l’O2 et

du N2. Pour une perturbation E0 intense (typiquement > 30 GV/m, ou en termes d’intensité >

120 TW/cm2), le taux QST tend à surestimer l’ionisation prédite par le modèle PPT en régime

tunnel, alors que le taux d’ionisation ADK le sous-estime, en particulier dans le régime multi-

photonique. Un résultat caractéristique de ce dernier est la croissance en une série d’échelons du

taux d’ionisation aux faibles valeurs de E0. Chaque échelon correspond à l’amplitude à partir

de laquelle l’électron libéré absorbe un photon supplémentaire.

Taux d’ionisation par effet tunnel instantané

Le modèle ADK présenté plus haut a été dérivé en moyennant la contribution à la photo-

ionisation du champ laser monochromatique sur une période complète. Afin de décrire sur les

temps courts l’ionisation WADK(t) de manière instantanée, c’est-à-dire sur des fractions d’oscil-
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Figure 2.9: Taux d’ionisation des modèles QST (courbe bleue), ADK (courbe rouge) et PPT
(courbe verte) en fonction de l’excitation électrique externe E0 dans le dioxygène (Haut) et le
diazote (Bas) pour un champ laser monochromatique de fréquence λ0 = 0.8 µm.

lation laser, Yudin et Ivanov [148] ont proposé en 2001 la dérivation d’un modèle comportant

les mêmes hypothèses que le taux d’ionisation ADK et dont la moyenne sur une période optique

correspond au taux défini par (2.80). En d’autres termes, la relation entre le taux d’ionisation

recherché WADK(t) et celui du modèle ADK (2.80) s’écrit :

WADK(E0, ω0) =
2

T

∫ T
4

−T
4

WADK(t)dt (2.81)

avec T = 2π/ω0 la période de la perturbation monochromatique. La moyenne s’effectue sur T/2

et non sur T car le taux d’ionisation dépend de |E(t)| de période T/2.

Dans la limite tunnel γK → 0, les facteurs Cn∗,l∗,l,m et Am(γK) convergent vers des constantes.

Par continuité avec le modèle ADK moyenné, la partie dépendante du champ laser (2.79) prend

alors la forme instantanée :

Hn∗,m(t) = CteUi

(
2(2Ui)

3/2

E0| cos(ω0t)|

)2n∗− 3
2
−|m|

e
− 1

3

2(2Ui)
3/2

E0| cos(ω0t)| (2.82)

avec Cte une constante dépendant de Cn∗,l∗,l,m et de Am(γK → 0).

On en déduit donc :
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Hn∗,m(E0, ω0) =
2

T

∫ T
4

−T
4

Hn∗,m(t)dt. (2.83)

Par souci de simplicité, nous noterons par la suite 〈Hn∗,m(t)〉 la moyenne de Hn∗,m(t) sur une

demi-période laser. Afin de calculer cette grandeur, il est nécessaire de simplifier l’expression

(2.82). Comme évoqué lors de la présentation du modèle QST, le comportement des taux d’io-

nisation par effet tunnel est fortement non-linéaire par rapport à l’amplitude de la perturbation

électrique. On suppose donc que le seul instant où Hn∗,m(t) est non-négligeable est celui où

E0| cos(ω0t)| atteint son maximum dans l’intervalle [−T/4, T/4], c’est-à-dire en t = 0. L’ex-

pression de Hn∗,m(t) est donc approchée au voisinage de t = 0 par le développement limité

1/ cos(ω0t) ∼ 1 + ω2
0t

2/2. Cette simplification n’est appliquée qu’au terme exponentiel, car il

est le terme dominant des non-linéarités permettant d’effectuer cette hypothèse. On réduit le

champ électrique dans l’autre facteur par E0| cos(ω0t)| ∼ E0. Le facteur Hn∗,m(t) se simplifie

donc :

Hn∗,m(t) ∼ CteUi

(
2(2Ui)

3/2

E0

)2n∗− 3
2
−|m|

e
− 1

3

2(2Ui)
3/2

E0
(1+ω2

0t
2/2)

. (2.84)

Nous pouvons désormais calculer sa moyenne afin de la comparer à l’expression Hn∗,m(E0, ω0) :

〈Hn∗,m(t)〉 = CteUi

(
2(2Ui)

3/2

E0

)2n∗− 3
2
−|m|

e
− 1

3

2(2Ui)
3/2

E0
2

T

∫ T
4

−T
4

e
− 1

3

(2Ui)
3/2

E0
ω2
0t

2

dt (2.85)

= Cte

√
6

π

E0

2(2Ui)3/2
Ui

(
2(2Ui)

3/2

E0

)2n∗− 3
2
−|m|

e
− 1

3

2(2Ui)
3/2

E0 erf

π
2

√
(2Ui)3/2

3E0


(2.86)

avec la fonction d’erreur définie par erf(x) = 2/
√
π
∫ x

0 e
−t2dt (voir Formulaire).

Aux intensités propres à l’ionisation en régime tunnel, les premiers potentiels d’ionisation Ui

du diazote (Ui = 0.58Uau) et du dioxygène (Ui = 0.44 Uau) sont, en unités atomiques, très

supérieurs à l’amplitude du champ laser (E0 ≈ 0.01 − 0.05 Eau) [149]. On effectue de facto la

simplification erf(π/2
√

(2Ui)3/2

3E0
π) ≈ 1. Nous pouvons alors identifier la constante Cte à partir

des relations (2.79) et (2.86) :
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Cte =

√
π

6

2(2Ui)3/2

E0
. (2.87)

La fonction Hn∗,m(t) s’écrit donc :

Hn∗,m(t) =

√
π

6
Ui

(
2(2Ui)

3/2

E0| cos(ω0t)|

)2n∗−1−|m|

e
− 1

3

2(2Ui)
3/2

E0| cos(ω0t)| . (2.88)

Nous reconstruisons finalement le taux d’ionisation instantané par effet tunnel à partir de l’équa-

tion (2.62) avec Am(γK → 0) =
√

3π/4 [cf. equation (2.75)] et l’expression ci-dessus :

WADK(t) = Cn∗,l∗,l,mUi

(
2(2Ui)

3/2

E0| cos(ω0t)|

)2n∗−1−|m|

e
− 1

3

2(2Ui)
3/2

E0| cos(ω0t)| (2.89)

Pour toute valeur entière de m, la relation précédente permet d’établir le rapport :

W
|m|+1
ADK (t)

W
|m|
ADK(t)

=
E0

2(2Ui)3/2

(l − |m|)(l + |m|+ 1)

2(|m|+ 1)
| cos(ω0t)|. (2.90)

Or, comme mentionné plus haut, E0 � Ui (en unités atomiques) de sorte que W |m|+1
ADK (t) �

W
|m|
ADK(t) pour tout |m| entier. La majorité de l’ionisation est donc due à la sous-couche m = 0,

ce qui permet de simplifier la relation (2.89) pour obtenir finalement :

WADK(t) = Cn∗,l∗,l,m=0Ui

(
2(2Ui)

3/2

E0| cos(ω0t)|

)2n∗−1

e
− 1

3

2(2Ui)
3/2

E0| cos(ω0t)| . (2.91)

Remarquons que pour un atome hydrogénoïde (n∗ = 1, l = 0), cette expression recouvre la forme

instantanée du modèle QST (2.59).

Modèle d’ionisation multiple

Pour des champs de plus forte amplitude, il est possible de libérer par effet tunnel des électrons

provenant de sous-couches plus profondes des atomes et des molécules composant le milieu. Afin

de modéliser ce phénomène, il est nécessaire de comptabiliser les ions selon leur degré d’ionisation

[150]. Ainsi, nous notons Nj(t) la densité d’ions ionisés j fois, U ji le potentiel d’ionisation associé

à la sous-couche j et W j
MI(t) le taux d’ionisation d’un ion ionisé j − 1 fois. Nous définissons

également Na la densité initiale d’espèces neutres. La neutralité du milieu avant le passage de

l’impulsion laser assure les conditions initiales N0(t → −∞) = Na et Nj≥1(t → −∞) = 0, et
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la conservation de la matière donne
∑Z

j=0Nj(t) = Na. Les densités ioniques vérifient alors le

système d’équations :

∂Nj

∂t
= −W j+1

MI (t)Nj(t) +W j
MI(t)Nj−1(t), (2.92)

où l’on pose par extrapolation W 0
MI(t) = WZ+1

MI (t) = 0 pour alléger les notations.

Par conservation du nombre d’électrons, la densité d’électrons libres s’écrit :

Ne(t) =
Z∑
j=1

jNj(t). (2.93)

Nous introduisons également le degré d’ionisation du milieu Z∗, qui correspond à la proportion

d’électrons libres par rapport à la densité de neutres initiale :

Z∗ =
Ne(t→ +∞)

Na
. (2.94)

L’ionisation multiple peut être décrite en appliquant le taux d’ionisation instantané (2.91) aux

sous-couches des ions en effectuant la substitution n∗ → n∗j = j/
√

2U ji [151,152]. Les différents

taux d’ionisation W j
MI(t) ont ainsi pour expression :

W j
MI(t) =

28/5(n∗j − 1)

n∗jΓ(2n∗j )
(2lj + 1)

(
4(2Ui)

5/2
) 6n∗j−1

5

|E(t)|2n
∗
j−1

e
− 2(2Ui)

3/2

3|E(t)| . (2.95)

Numériquement, les deux premiers potentiels d’ionisation de l’O2 sont U1
i = 12.1 eV et U2

i =

35.1 eV [149]. Provoquer une ionisation multiple dans l’air nécessite donc des impulsions laser

présentant des intensités pics situées dans la tranche haute du régime concerné par ce travail de

doctorat.

La caractéristique principale du phénomène d’ionisation multiple est la présence de paliers lors

de l’évolution de la densité électronique en fonction de l’intensité du champ laser et du nombre

d’électrons libérés (état de charge). Cette particularité est montrée par la figure 2.10 à l’aide

de calculs réalisés dans des gaz monoatomiques d’hydrogène, d’argon et d’hélium [150], dont

les premiers potentiels d’ionisation sont décrits dans le tableau 2.1. Les différences de seuils

d’ionisation sont dues aux forts écarts entre les potentiels d’ionisation des milieux étudiés.
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Figure 2.10: Evolutions avec l’intensité laser des degrés d’ionisation Z∗ de gaz d’hydrogène
(courbes grises), d’argon (courbes vertes) et d’hélium (courbes rouges) pour une impulsion laser
gaussienne monochromatique de longueur d’onde 1 µm et de durée 10 fs (courbes pleines) ou 40
fs (courbes pointillées). Les points représentent des prédictions analytiques des seuils d’ionisation
pour une impulsion de durée 10 fs. Source : Debayle [150]

H He Ar
Ui,1 13.6 24.6 15.8

Ui,2 54.4 27.6

Ui,3 40.7

Ui,4 59.8

Table 2.1: Premières énergies d’ionisation (en électronvolts) pour l’hydrogène, l’hélium et l’ar-
gon.

Ionisation par avalanche

L’ionisation par avalanche correspond à l’ionisation provoquée par les collisions entre les atomes

neutres et les électrons libres lorsque la densité électronique du milieu est suffisamment élevée.

Elle est relevante dans les solides, où le temps caractéristique entre deux collisions est de l’ordre

de la femtoseconde. Dans les gaz, ce processus est généralement très lent (∼ 1 ps) devant la

photo-ionisation (∼ 1 fs), mais peut devenir important pour des impulsions à longue durée

et d’intensité reltivement forte ou de longueur d’onde élevée. Sa section efficace prend pour

expression [56,108,126] :

σ(ω) =
µ0ce

2νc
me(ν2

c + ω2)
(2.96)

avec νc la fréquence de collisions entre les neutres et les électrons.

Etablissons la variation de densité électronique causée par l’ionisation par avalanche. D’une

part, la perte en densité d’énergie laser due à ce phénomène, dtEe|av, correspond à la quantité
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d’énergie transmise au milieu pour l’ioniser via les collisions par unité de temps, à savoir σINe :

dEe
dt

∣∣∣∣
av

= σINe(t). (2.97)

D’autre part, chaque ionisation requiert par définition une énergie Ui correspondant au potentiel

d’ionisation. Soit ∂tNe|av le nombre d’ionisations par avalanche par unité de volume et de temps.

Ce nombre est relié à la densité d’énergie laser dépensée par :

dEe
dt

∣∣∣∣
av

= Ui
∂Ne

∂t

∣∣∣∣
av

. (2.98)

Les relations (2.97) et (2.98) mènent finalement à l’expression de la hausse de densité électronique

par avalanche :

∂Ne

∂t

∣∣∣∣
av

=
σI

Ui
Ne. (2.99)

Afin d’estimer la contribution de ce phénomène à l’ionisation totale, nous nous proposons de la

comparer avec celle due à la photo-ionisation. Dans le cadre de notre étude, la fréquence laser

satisfait toujours ω0 � νc. De plus, le milieu étudié étant l’air, n0 ≈ 1 et la relation (2.99) se

simplifie donc en

∂Ne

∂t

∣∣∣∣
av

≈ νau
2

(νcν
−1
au )(E(t)E−1

au )2

(ω0ν
−1
au )2(UiU

−1
au )

Ne. (2.100)

Pour rappel, la photo-ionisation dans le régime quasi-statique mène à une hausse de densité

électronique décrite par :

∂Ne

∂t

∣∣∣∣
PI

=
29/2(UiU

−1
au )5/2νau

|E(t)E−1
au |

e
− 25/2

3

(UiU
−1
au )3/2

|E(t)E−1
au | (Na −Ne). (2.101)

Le rapport de ces deux termes s’écrit :

∂tNe|av
∂tNe|PI

=
1

2

(νcν
−1
au )|E(t)E−1

au |3

(ω0ν
−1
au )2(UiU

−1
au )7/2

e
25/2

3

(UiU
−1
au )3/2

|E(t)E−1
au |

Ne

Na −Ne
. (2.102)

Numériquement, νcν−1
au ≈ 10−4 (pour νc valant typiquement 2.86 THz pour les plasmas d’air

étudiés [108]), E0E
−1
au ≈ 10−1, ω0ν

−1
au ≈ 10−1 et UiU−1

au ≈ 1. Ce quotient se simplifie donc en
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∂tNe|av
∂tNe|PI

≈ 10−3 Ne

Na −Ne
. (2.103)

Le terme d’ionisation par avalanche est donc relevant lorsque Ne
Na−Ne ≈ 103, c’est-à-dire lorsque

Ne ≈ Na. ce qui ne sera pas le cas dans la plupart de nos configurations laser-gaz. Cependant, le

solveur tridimensionnel CUP3D, utilisé pour réaliser les simulations de propagation non-linéaires

présentées dans cette thèse, pourra inclure cette source d’ionisation. Nous avons employé ce

module lorsque des faisceaux laser de forte intensité pic ont été simulés.

2.1.5 Interactions laser-plasma : Equation de Vlasov

La photo-ionisation causée par l’impulsion optique donne lieu à une génération de charges libres,

et l’air entre donc dans un état plasma, où les mouvements fluides du gaz ionisé sont couplés

aux mouvements des charges libres et aux champs électromagnétiques locaux. Cet état de la

matière est composé d’atomes neutres, d’électrons libres et d’ions, que l’on représente par des

fonctions de distribution fs(t, ~r, ~p), où fs(t, ~r, ~p)d~rd~p est le nombre d’espèces s dans le volume

infinitésimal d~rd~p de l’espace des phases (~r, ~p), avec ~r la position et ~p l’impulsion. Cette section

a pour but de caractériser le comportement du plasma d’air.

Afin de simplifier les développements, nous supposons que les espèces en mouvement sont

non-relativistes. De plus, aux échelles de temps concernées par le passage de l’impulsion laser

(quelques dizaines de fs), les atomes neutres et les ions sont supposés immobiles en comparaison

aux électrons.

Le comportement du plasma peut donc être décrit uniquement à partir de la dynamique des

électrons libres, de fonction de distribution notée fe(t, ~r, ~p), qui vérifie la propriété :

lim
p→±∞

pαfe(t, ~r, ~p) = 0 (2.104)

pour tout α > 0.

Ses moments sont reliés à la densité électronique du plasma Ne(t, ~r), à la densité de courant

électronique ~Je(t, ~r) et à la densité d’énergie électronique Ee(t, ~r), respectivement définis pour

un plasma non-relativiste par
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Ne(t, ~r) =

∫∫∫
fe(t, ~r, ~p) d~p, (2.105)

~Je(t, ~r) = −e
∫∫∫

~vfe(t, ~r, ~p) d~p = −e〈Ne(t, ~r)~v〉, (2.106)

Ee(t, ~r) =
1

2
me

∫∫∫
v2fe(t, ~r, ~p) d~p =

〈Ne(t, ~r)p
2〉

2me
. (2.107)

Nous supposons ici que les électrons libres sont créés uniquement par photo-ionisation, dont le

terme source est noté Se(t, ~r, ~p). Aux échelles de temps associées au passage de l’impulsion laser

(< 100 fs), il n’y a pas de diminution du nombre d’électrons libres, pouvant être causée par

recombinaison à trois corps ou par attachement par exemple, car le temps caractéristique de

ces mécanismes est de l’ordre de la nanoseconde [128, 153]. La conservation locale du nombre

d’électrons libres dans le plasma s’écrit alors

dfe(t, ~r, ~p)

dt
= Se(t, ~r, ~p) (2.108)

où d/dt est la dérivée totale définie par :

d

dt
=

∂

∂t
+
d~r

dt

∂

∂~r
+
d~p

dt

∂

∂~p
. (2.109)

Les deux relations précédentes donnent donc la première forme de l’équation différentielle régis-

sant l’évolution de fe(t, ~r, ~p) :

∂fe(t, ~r, ~p)

∂t
+
d~r

dt
· ∂fe(t, ~r, ~p)

∂~r
+
d~p

dt
· ∂fe(t, ~r, ~p)

∂~p
= Se(t, ~r, ~p). (2.110)

Le vecteur vitesse de l’électron i, notée ~ve,i, est associé à sa position ~re,i par ~ve,i = dt~re,i. Cet

électron est soumis uniquement à la force de Lorentz provoquée par un champ électromagnétique

( ~Ei, ~Bi) supposé a priori quelconque dans l’espace. Le principe fondamental de la dynamique

appliqué à cet électron s’écrit ainsi :

d~pi
dt

= −e
(
~Ei + ~ve,i × ~Bi

)
. (2.111)

Nous effectuons dans un premier temps l’approximation de Vlasov, qui consiste à supposer que
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chaque particule chargée n’est sensible qu’au champ électromagnétique moyen présent dans le

plasma, de composantes notées ( ~E(t, ~r), ~B(t, ~r)). Nous pouvons donc négliger les fluctuations de

champ locales dues à l’inhomogénéité des particules chargées. Cette approximation implique que

le mouvement individuel d’un électron libre isolé permet de déterminer la dynamique électro-

nique du plasma dans son ensemble. En injectant (2.111) dans l’équation (2.110), nous obtenons

alors la forme non-perturbée de l’équation de Vlasov :

∂fe(t, ~r, ~p)

∂t
+ ~v · ∂fe(t, ~r, ~p)

∂~r
− e

(
~E(t, ~r) + ~v × ~B(t, ~r)

)
· ∂fe(t, ~r, ~p)

∂~p
= Se(t, ~r, ~p). (2.112)

Lorsque le champ électrique est suffisamment intense, le champ électromagnétique local causé

par la répartition des charges ne peut cependant plus être négligé. Afin de l’intégrer à l’équation

de Vlasov, nous le traitons comme un champ perturbatif de composantes ( ~Ep, ~Bp). Nous ajou-

tons ainsi à la fonction de distribution moyenne fe(t, ~r, ~p) un terme perturbatif noté fpe (t, ~r, ~p).

La fonction de distribution électronique totale fee s’écrit alors fee = fe + fpe .

Un développement analogue à celui réalisé précédemment permet d’obtenir l’équation différen-

tielle vérifiée par fee (t, ~r, ~p) :

∂fee (t, ~r, ~p)

∂t
+
d~r

dt
· ∂f

e
e (t, ~r, ~p)

∂~r
+
d~pe

dt
· ∂f

e
e (t, ~r, ~p)

∂~p
= Se(t, ~r, ~p). (2.113)

Afin de simplifier cette relation, chaque terme est moyenné sur l’espace des impulsions ~p. Pour

une grandeur X(t, ~r, ~p), la moyenne notée 〈X(t, ~r)〉 est définie par

〈X(t, ~r)〉 =

∫∫∫
X(t, ~r, ~p)fe(t, ~r, ~p) d~p∫∫∫

fe(t, ~r, ~p d~p
. (2.114)

Par définition, les moyennes des termes perturbatifs sont nulles : 〈fpe 〉 = 〈 ~Ep〉 = 〈 ~Bp〉 = 0. Après

simplifications, l’équation (2.112) s’écrit :

∂fe(t, ~r, ~p)

∂t
+
d~r

dt
· ∂fe(t, ~r, ~p)

∂~r
+

〈
d~pe

dt
· ∂f

e
e (t, ~r, ~p)

∂~p

〉
= Se(t, ~r, ~p). (2.115)

Le terme restant entre crochets est donné par
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〈
d~pe

dt
· ∂f

e
e (t, ~r, ~p)

∂~p

〉
=

〈
−e
(
~Ep(t, ~r) + ~v × ~Bp(t, ~r)

) ∂fpe (t, ~r, ~p)

∂~p

〉
(2.116)

et contient toute la contribution des perturbations à la fonction de distribution électronique.

En particulier, il provient des collisions entre les électrons et les neutres dans le plasma. Nous

adoptons alors la notation [∂tfe(t, ~r, ~p)]coll pour décrire ce terme. Ces collisions sont élastiques

car la photo-ionisation est le seul phénomène pouvant modifier le nombre d’électrons libres dans

les hypothèses du problème étudié. Les collisions électrons-ions sont ici négligeables car le plasma

est en général faiblement ionisé. Ce sont donc les collisions électrons-neutres qui sont supposées

prévaloir. Leur ordre de grandeur varie dans la littérature entre 2.5 et 10 ps−1 selon les gaz

considérés (à pression atmosphérique) [108].

La dynamique des collisions électrons-neutres consiste, en l’absence de toute action extérieure,

en une relaxation des électrons d’un état perturbé vers l’équilibre, dans lequel leur fonction de

distribution est notée f0
e . En notant νc la fréquence des collisions électron-neutre, ce terme s’écrit

donc :

[∂tfe(t, ~r, ~p)]coll = −νc
(
fe(t, ~r, ~p)− f0

e (~r, ~p)
)
. (2.117)

En injectant cette formulation dans la relation (2.115), l’équation de Vlasov prend en compte

les perturbations locales de champ électromagnétique dues aux collisions :

∂fe
∂t

+ ~v · ∂fe
∂~r
− e

(
~E(t, ~r) + ~v × ~B(t, ~r)

)
· ∂fe
∂~p

= Se(t, ~r, ~p) + [∂tfe(t, ~r, ~p)]coll . (2.118)

Nous supposons que les électrons libérés par la photo-ionisation ont une vitesse initiale nulle,

d’où :

Se(t, ~r, ~p) = Se(t, ~r)δ(~p = ~0) (2.119)

avec δ la distribution de Dirac définie pour toute fonction g(~p) par la propriété
∫∫∫

g(~r)δ(~p −

~p0)d~p = g(~p0).

Les moments électroniques de l’équation de Vlasov permettent de déduire les évolutions des

grandeurs régissant la dynamique électronique d’un plasma [57,154,155].

Le moment d’ordre 0 de l’équation de Vlasov correspond à la conservation du nombre d’électrons
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libres :

∂Ne(t, ~r)

∂t
+ ~∇ · (Ne(t, ~r)~v) = W (E) (Na −Ne(t, ~r)) (2.120)

où le terme source Se(t, ~r) = W (E)(Na − Ne) inclut le taux de photo-ionisation W (E) et la

densité initiale d’espèces neutres Na.

Aux intensités laser étudiées, les électrons sont non-relativistes (|~v| � c) : nous pouvons donc

négliger le terme convectif ~∇ · (Ne(t, ~r)~v) pour obtenir l’équation différentielle vérifiée par la

densité électronique :

∂Ne(t, ~r)

∂t
= W (E) (Na −Ne(t, ~r)) . (2.121)

En présence d’ionisation pour avalanche, l’équation précédente s’exprime :

∂Ne

∂t
= W (E)(Na −Ne) +

σI

Ui
Ne. (2.122)

Le moment d’ordre 1 représente la conservation de l’impulsion :

me
∂Ne(t, ~r)~v

∂t
+me

~∇ · 〈Ne(t, ~r)~v ⊗ ~v〉 = −eNe(t, ~r)
(
~E + ~v × ~B

)
− νcmeNe(t, ~r)~v (2.123)

où ⊗ est le produit tensoriel.

En régime non-relativiste, le terme quadratique en vitesse ~∇·〈Ne(t, ~r)~v ⊗ ~v〉 et la partie magné-

tique de la force de Lorentz ~v× ~B sont négligeables devant les autres termes. Ces simplifications

mènent à l’équation régissant les courants électroniques au sein du plasma :

∂ ~Je(t, ~r)

∂t
+ νc ~Je(t, ~r) =

e2

me
Ne(t, ~r) ~E(t, ~r). (2.124)

Cette équation est parfois résolue dans le domaine de Fourier fréquentiel, pour lequel elle s’écrit :

~̂Je(ω,~r) =
e2

me

1− iνc/ω
1 + ν2

c /ω
2
N̂e

~E. (2.125)

Le moment d’ordre 2 décrit quant à lui la conservation de la densité d’énergie des électrons

libres, notée Ee(t, ~r) :
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∂Ee(t, ~r)

∂t
+ ~∇ ·

(
p2

2me
Ne(t, ~r)~v

)
= ~Je(t, ~r) · ~E(t, ~r). (2.126)

Les électrons étant non-relativistes, le terme convectif ~∇·
(

p2

2me
Ne(t, ~r)~v

)
est négligeable devant

les autres. La conservation de l’énergie s’écrit donc sous la forme :

∂Ee(t, ~r)

∂t
= ~Je(t, ~r) · ~E(t, ~r). (2.127)

En dérivant les moments de l’équation de Vlasov vers les ordres croissants, il est possible d’obte-

nir une infinité d’équations donnant chacune une information sur l’interaction entre l’impulsion

laser et le plasma [154]. Cependant, les moments d’ordre 0 et 1 suffisent pour caractériser effica-

cement le rayonnement THz émis par les photo-courants. Ces moments seront intégrés afin de

résoudre les différents modèles qui seront explicités par la suite.

2.1.6 Courants de pertes

L’ionisation de l’air consomme une partie de l’énergie laser pour que les électrons liés puissent

franchir la barrière de potentiel. Il est possible d’écrire cette perte sous la forme d’un courant,

nommé "courant de perte", lié à la production d’électrons libres par unités de volume et de

temps.

Les courants de pertes, notés ~Jp(t, ~r), sont caractérisés à partir du moment d’ordre 2 de l’équation

de Vlasov (2.127), en supposant qu’ils sont la seule source de perte d’énergie laser :

∂Ee(t, ~r)

∂t
= ~Jp(t, ~r) · ~E(t, ~r) (2.128)

Remarquons que cette équation correspond au théorème de Poynting appliqué aux électrons

libérés par ionisation.

Nous traitons ici séparément les pertes dues à la photo-ionisation (nous y attribuerons l’indice

PI) et à l’ionisation par avalanche (respectivement d’indice av). La densité d’énergie transmise

par unité de temps au milieu par l’impulsion à travers ces deux effets s’écrit :
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∂Ee(t, ~r)

∂t

∣∣∣∣
PI

= UiW (E) (Na −Ne(t, ~r)) , (2.129)

∂Ee(t, ~r)

∂t

∣∣∣∣
av

= σI(t, ~r)Ne(t, ~r). (2.130)

Nous en déduisons l’expression des courants de pertes associés à la photo-ionisation et à l’ioni-

sation par avalanche :

~Jp(t, ~r)
∣∣∣
PI

=
~E(t, ~r)

| ~E(t, ~r)|2
UiW (E)(Na −Ne(t, ~r)), (2.131)

~Jp(t, ~r)
∣∣∣
av

= cε0n0σNe(t, ~r) ~E(t, ~r), (2.132)

où pour rappel, I(t, ~r) = cε0n0| ~EL(t, ~r)|2.

Ces pertes seront systématiquement incluses dans le code de simulations tridimensionnelles

CUP3D utilisé pour intégrer le modèle UPPE présenté en section 2.2.4.

2.2 Modèles physiques

2.2.1 Génération de rayonnement THz par photo-courants

Comme nous le démontrerons plus tard, la source principale de rayonnement THz est ici les

courants induits dans le plasma par interaction entre le champ laser et les électrons libres créés

par la photo-ionisation de l’air. On les nomme donc "photo-courants" et cette partie est dédiée à

la dérivation de leur expression. Pour ce faire, nous résolvons les équations de la densité (2.121)

et du courant (2.124) obtenus à partir de l’équation de Vlasov, dont les solutions générales

s’écrivent :

Ne(t) = Ne(t→ −∞) +Na

[
1− exp

(
−
∫ t

−∞
W (t)dt

)]
, (2.133)

~Je(t) = ~Je(t→ −∞) +
e2

me
e−νct

∫ t

−∞
Ne(t

′) ~E(t′)eνct
′
dt′. (2.134)

Avant le passage de l’impulsion laser, le plasma n’existe pas, et il n’y a donc pas de photo-
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courants, d’où Ne(t→ −∞) = 0 et ~Je(t→ −∞) = 0.

Afin de simplifier les notations, nous introduisons le vecteur ~vf (t), représentant la vitesse des

électrons libres au temps t, antérieurement créés en t = −∞ :

~vf (t) = − e

me
e−νct

∫ t

−∞
~E(t′)eνct

′
dt′. (2.135)

Une intégration par parties de l’expression des photo-courants donne :

~Je(t) = −eNe(t)~vf (t)︸ ︷︷ ︸
~JA(t)

+ e

∫ t

−∞

∂Ne

∂t
(t′)~vf (t′)e−νc(t−t

′) dt′︸ ︷︷ ︸
~JB(t)

. (2.136)

Le premier terme de l’expression précédente, noté ~JA, correspond à l’interaction entre les varia-

tions rapides de la densité électronique et du champ laser. Comme nous le verrons dans la section

suivante, c’est le second terme, noté ~JB, qui contient la composante basse-fréquence majoritaire

des photo-courants.

Ces photo-courants, issus de l’accélération des électrons libres par le champ laser, sont à dif-

férencier des courants de pertes décrits en équations (2.131) et (2.132), qui proviennent de la

perte d’énergie due à l’ionisation du milieu.

Nous comparerons par la suite la contribution au rayonnement THz des photo-courants, de l’ef-

fet Kerr et de la SRRS. Pour ce faire, nous avons besoin d’un modèle liant de manière simple le

champ THz et ces différentes sources.

2.2.2 Modèle de courant local (ou "Local Current")

Le plasma d’air se comporte comme une antenne génératrice de rayonnement THz, dont la

source sont les photo-courants ~Je. La caractérisation de cette émission fait appel à la théorie

de Jefimenko [156], qui donne l’expression du champ électrique produit par une source plasma

volumique :

~E(t, ~r) = − 1

4πc2ε0

∫
V

1

|~r − ~r′|
∂t ~Je

(
t− |~r − ~r

′|
c

, ~r′
)
d~r′, (2.137)

où V représente le volume du plasma émetteur.

La complexité de cette équation rend son intégration laborieuse. Afin de contourner ce problème,
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il est d’usage de dériver une approximation du champ émis à partir du modèle de courant local,

dit modèle LC (pour "Local Current"), proposé par Kim et al. entre 2007 et 2008 [56,157] puis

approfondi par Babushkin et al en 2011 [158]. Ce modèle simple néglige les effets propagatifs

et ignore toute dépendance spatiale afin de relier simplement le champ électrique émis par le

plasma aux photo-courants [159] :

~E(t) = g
∂ ~Je(t)

∂t
(2.138)

avec g un facteur dépendant de la géométrie du problème.

Pour un plasma de dimensions faibles devant la distance plasma-observateur dp→o, la théorie de

Jefimenko [156,158] définit :

g =
V

4πε0c2dp→o
eiωdp→o/c. (2.139)

En raison des définitions non-quantitatives de V et dp→o, le modèle LC ne permet pas de prédire

la valeur numérique exacte du champ émis par le plasma. Cependant, il donne des résultats

raisonnables lorsqu’il s’agit de comparer les émissions THz produites par différentes impulsions

laser, par exemple par rapport à une configuration laser de référence. A la suite de [160], nous

pouvons modifier l’expression de g en redéfinissant cette quantité comme un simple facteur

dimensionnant entre le champ électrique rayonné et les photo-courants, à condition que les

volumes des plasmas et les distances plasma-observateur soient supposées identiques entre les

différentes configurations étudiées :

g ≈ − me

e2Na
. (2.140)

Le modèle LC est particulièrement utile en pratique grâce à sa simplicité d’intégration numé-

rique, ce qui limite les ressources informatiques nécessaires pour étudier les relations entre les

paramètres laser (fondamental, amplitude, durée, polarisation, ...) et le rendement de conversion

laser-THz.

Dans la référence [158], le modèle LC a été revisité au niveau "microscopique" pour son traite-

ment analytique complet, que nous présentons ici. Celui-ci consiste à décrire de manière simplifiée

les comportements temporels du taux d’ionisation W (t), de la densité électronique Ne(t) puis
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des photo-courants ~Je(t) afin d’en déduire une évaluation du champ électrique rayonné par le

plasma ~E(t) dans les basses-fréquences. Intégré numériquement, le modèle LC calcule ∂t ~Je le

long du profil temporel laser et en filtre la composante THz par transformée de Fourier inverse

dans un intervalle en fréquences ν ≤ νco. Afin de simplifier la lecture des prochains calculs, la

figure 2.11 montre les profils temporels caractéristiques de EL(t), W (t), Ne(t) et Je(t), résultant

de la résolution numérique du système d’équations composé de (2.62), (2.121) et (2.124) pour

une impulsion laser à deux couleurs dont les paramètres sont précisés dans la légende.

Figure 2.11: Profils temporels caractéristiques du champ laser EL(t) (courbe bleue), du taux
d’ionisation W (t) (courbe rouge), de la densité électronique Ne(t) (courbe verte) et des photo-
courants Je(t) (magenta). L’impulsion d’amplitude E0 = 30 GV/m, de durée τ0 = 34 fs, et de
fondamental λ0 = 0.8 µm est polarisée linéairement. La seconde couleur comporte un rapport
SH/FH r = 20% de l’énergie laser et est déphasée de φ = π/4 par rapport au fondamental. Le
taux d’ionisation PPT a été utilisé dans l’air composé de 80% de N2 (Ui = 15.5 eV) et de 20%
de O2 (Ui = 12.1 eV).

Nous commençons par supposer que les instants d’ionisation du milieu sont localisés en des temps

distincts notés tn, chacun correspondant à un maximum de |EL(t)|. Selon cette approximation,

le taux d’ionisation correspond à une série de pics d’ionisation très courts notés Wn(t), chacun

centré autour de l’instant tn correspondant :

W (t) =
∑
n

Wn(t). (2.141)

Soit τn la durée du neme pic d’ionisation, supposée très courte devant une période laser (τn �

2π/ω0). Pour caractériser cette quantité, nous effectuons un développement de Taylor à l’ordre

2 du champ laser autour de tn :
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| ~EL(tn + ∆t)| ≈ | ~EL(tn)| − 1

2
|∂2
t
~EL(tn)|∆t2. (2.142)

En injectant ce développement dans le modèle de taux d’ionisation QST (2.59), choisi pour sa

simplicité, nous obtenons une approximation du profil temporel des pics d’ionisation Wn(t) :

Wn(t) = W [E(tn)] exp

(
−
(
t− tn
τn

)2
)
. (2.143)

Cette relation, couplée à l’expression simplifiée de W (E) (2.8), permet d’identifier les largeurs

d’ionisation τn :

τn =

√√√√ 3| ~EL(tn)|2

(2Ui)
3
2 |∂2

t
~EL(tn)|

. (2.144)

Numériquement, la durée des pas d’ionisation est de l’ordre de 0.1 fs. Il est donc raisonnable de

supposer que les croissances de densité sont instantanées, c’est-à-dire de poser τn → 0.

Chaque pic d’ionisation est associé à une hausse de densité électronique, nommée "pas d’ionisa-

tion", de hauteur δNn
e . la densité électronique Ne(t) peut donc être approchée par une fonction

du type :

Ne(t) ≈ Na

∑
n

δNn
e Hn(t− tn). (2.145)

où Hn(t) décrit le profil temporel du neme pas d’ionisation.

En supposant que Ne � Na, c’est-à-dire pour un milieu faiblement ionisé, l’équation (2.133) se

simplifie commeNe(t) = Na

∫ t
−∞W (t′)dt′. De fait, les hausses de densité plasma suivent un profil

temporel en Hn(t) = (1+erf(t/τn))/2, où la fonction erf est la fonction erreur (voir Formulaire).

Puisque Hn(t) tend vers la fonction de Heaviside H(t) lorsque τn → 0, nous pouvons simplifier

l’expression de Ne(t) :

Ne(t) =
∑
n

δNn
e H(t− tn) (2.146)

avec H(t) valant 0 pour t < 0 et 1 pour t ≥ 0.

L’expression (2.146) permet de simplifier significativement l’expression des photo-courants (2.136).

A l’aide de l’approximation LC (2.138), le développement du terme ~JA(t) donne la contribution
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suivante au champ électrique rayonné par le plasma, notée ~EA(t) :

~JA(t) = −e
∑
n

δNn
e ~vf (t)H(t− tn), (2.147)

~̂EA(ω) = egiω
∑
n

δNn
e

∫ tn

−∞
~vf (t)dt. (2.148)

Dans la limite ω ∼ 0, la contribution de ~EA(t) tend vers 0 et est donc marginale pour produire

un rayonnement basse-fréquence.

On développe désormais le terme ~JB(t) :

~JB(t) = e

∫ t

−∞

∑
n

δNn
e ~vf (t′)

∂H

∂t′
(t′ − tn)e−νc(t−t

′)dt′. (2.149)

Puisque ∂tH(t) = δ(t), avec δ(t) la distribution de Dirac vérifiant pour toute fonction f :∫ +∞
−∞ f(t)δ(t− t0)dt = f(t0), il est facile d’obtenir l’expression simplifiée de ~JB(t) :

~JB(t) = e
∑
n

δNn
e ~vf (tn)e−νc(t−tn). (2.150)

Le modèle LC (2.138) permet alors d’estimer ~̂EB(ω) :

~̂EB(ω) = eg
ω

ω + iνc

∑
n

δNn
e ~vf (tn)eiωtn . (2.151)

Lorsque ~vf (tn) 6= ~0, la contribution ~̂EB(ω) est non-nulle aux basses-fréquences : elle correspond

à une composante quasi-DC et contient donc le rayonnement THz généré. Remarquons que pour

un champ monochromatique de type E0 cos(ω0t), nous avons donc toujours ~vf (tn) ≈ ~0 étant

donné que tn = nπ, et que ~vf (t) [cf. équation (2.135)] est proportionnelle à la primitive du

champ laser pour un plasma peu collisionnel (νc � ω). Cette observation justifie la nécessité

d’une deuxième couleur laser pour produire l’émission désirée. En regroupant (2.148) et (2.151),

on obtient alors l’estimation LC du rayonnement basse-fréquence produit au sein du plasma

d’air :

~̂E(ω � ω0) ∼ eg
∑
n

δNn
e ~vf (tn) (2.152)
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pour un plasma non-collisionnel.

Cette relation montre que le rayonnement THz est produit par bouffées de champs électromagné-

tiques successives produites aux instants d’ionisation tn, chacune d’amplitude liée à la grandeur

δNn
e ~vf (tn). Afin d’optimiser le rendement de conversion laser-THz, il sera donc nécessaire d’ac-

croître ce produit :

— en maximisant les pas d’ionisation δNn
e .

— en maximisant les extrema de |~vf (t)|.

— en synchronisant tn avec les maxima de |~vf (t)|.

2.2.3 Comparaison des spectres THz issu des photo-courants et des effets

Kerr et Raman

A l’aide du modèle LC, il est possible de comparer les productions de rayonnement THz associées

aux photo-courants, à l’effet Kerr et à l’effet Raman. Pour ce faire, il est nécessaire de généraliser

la relation (2.138) pour qu’elle puisse prendre en compte la contribution des électrons liés au

rayonnement THz. L’équation de Helmholtz (2.27) indique que la réponse non-linéaire du milieu

(2.28) dépend des courants et de la dérivée de la polarisation non-linéaire. En supposant que

le volume générateur d’ondes THz des photo-courants est assimilable à ceux des effets Kerr et

Raman, le coefficient g est le même pour ces trois effets. Le modèle LC peut donc se réécrire :

~E(t) = g

∂ ~Je(t)∂t
+
∂2 ~PKerr(t)

∂t2
+
∂2 ~PRaman(t)

∂t2︸ ︷︷ ︸
∂2t
~PNL(t)

 . (2.153)

Puisque nous considérons l’action de la SRRS sur la réponse des électrons liés, il est nécessaire

d’adapter l’expression de la polarisation Kerr instantanée. En effet, cette dernière n’engage

que les électrons liés qui ne réalisent pas la transition rotationnelle impliquée dans la diffusion

Raman. Leur proportion est estimée à 1− xK ≈ 20 % [120]. En considérant une impulsion laser

polarisée linéairement, la polarisation non-linéaire totale, incluant les expressions (2.34) et (2.43)

prend donc pour expression :
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PNL(t) = (1− xK)ε0χ
(3)E3

L(t)︸ ︷︷ ︸
Kerr

+xKε0χ
(3)CREL(t)

∫ t

−∞
e
− t−τ

τ2 sin

(
t− τ
τ1

)2

(τ) dτ︸ ︷︷ ︸
Raman

(2.154)

avec CR = 3τ1

(
τ−2

1 + τ−2
2

)
/2.

Afin d’estimer analytiquement les différentes contributions de chaque effet au champ électrique

total, nous posons que l’impulsion laser comporte deux couleurs polarisées linéairement selon le

même axe. Suivant les définitions et notations de Meng et al. [161], un tel état de polarisation

se rapporte à une impulsion dite LP-P (pour "Linear Polarization - Parallel"), et représente la

configuration la plus classique pour produire un rayonnement THz avec un plasma d’air. Son

champ électrique associé s’écrit :

~ELP−PL (t) = E0

(√
1− r cos(ω0t) +

√
r cos(2ω0t+ φ)

)
~ex (2.155)

avec E0 l’amplitude du champ laser, r la portion d’énergie laser allouée à la deuxième harmonique

et φ le déphasage entre les deux couleurs.

Pour une telle impulsion laser, les grandeurs tn et vf (tn), établies en annexe B, s’écrivent [139] :

tLP−P
n = ω−1

0

(
nπ − (−1)n2

√
r

1− r
sin(φ)

)
, (2.156)

vLP−P
f (tn) =

3eE0

2meω0

√
r sin(φ). (2.157)

Les équations (2.138) et (2.152) nous permettent de trouver la contribution des photo-courants

au spectre THz en supposant que tous les pas d’ionisation δNn
e ont des hauteurs similaires,

assimilées à la grandeur δNe :

ÊJ,THz(ω) =
3ge2NδNeE0

2
√

2πmeω0

√
r cos

(
2

√
r

1− r
sinφ

ω

ω0

)
sinc

(
Nπω

2ω0

)
sinφ (2.158)

avec N le nombre d’évènements d’ionisation.

La figure 2.11 justifie l’approximation faite sur la densité. En effet, bien que tous les échelons

n’aient pas exactement la même hauteur à cause de l’enveloppe temporelle de l’impulsion, ceux
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associés aux bouffées de champs THz les plus intenses (autour de t = 0) vérifient bien cette

hypothèse.

Calculons désormais la contribution de l’effet Kerr à l’émission THz. Le premier terme de l’ex-

pression (2.154) se développe comme :

PKerr(t) = (1− xK)ε0χ
(3)E

3
0

4

∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣

3
√
r(1− r) cosφ

+
√

1− r(2 + 3r) cos(ω0t)

+
√
r(5− 3r) cos(2ω0t+ φ)

+ (1− r)3/2 cos(3ω0t) + 3r
√

1− r cos(3ω0t+ 2φ)

+ 3
√
r(1− r) cos(4ω0t+ φ)

+ 3r
√

1− r cos(5ω0t+ 2φ)

+ r3/2 cos(6ω0t+ 3φ)

(2.159)

où nous avons séparé les différents termes selon leur fréquence d’oscillation pour plus de lisibilité.

Cette expression, en accord avec la figure 2.3, montre la présence d’un terme basse-fréquence

(constant ou quasi-DC dans la limite ω → 0) associé au spectre THz, ainsi que la création

d’harmoniques supérieures allant jusqu’à 6ω0.

Nous souhaitons comparer les spectres THz associés aux photo-courants et à l’effet Kerr. Ce-

pendant, le terme basse-fréquence de l’équation (2.159) ne dépend pas du temps car nous avons

traité le champ laser comme une onde plane lors de la dérivation de PKerr(t). Le calcul de la

transformée de Fourier de ce terme est donc impossible en l’état. Pour contourner ce problème,

nous lui affectons un profil temporel fini, que nous choisissons être une enveloppe gaussienne de

largeur τK ≈ τ0/
√

3 étant donné que la polarisation Kerr dépend du cube de l’enveloppe laser.

Nous verrons plus loin que cet terme influe peu sur le spectre THz et pourra être négligé lors

des estimations numériques. La polarisation Kerr se réécit :

PKerr,THz(t) =
3

4
(1− xK)ε0χ

(3)E3
0

√
r(1− r) cosφe−t

2/τ2K . (2.160)

La transformée de Fourier d’une gaussienne est donnée, dans notre formalisme, par :

F
[
e−t

2/τ2K

]
(ω) =

√
πτKe

−τ2Kω
2/4. (2.161)
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Le modèle LC (2.138) permet alors de trouver la contribution de l’effet Kerr au spectre THz,

notée ÊKerr,THz(ω) :

ÊKerr,THz(ω) = −3

4
g(1− xK)ε0χ

(3)E3
0

√
r(1− r) cosφ

√
πτKω

2e−τ
2
Kω

2/4. (2.162)

Il est intéressant de remarquer que cette grandeur est proportionnelle à cosφ, là où la contribu-

tion des photo-courants dépend de sinφ. Selon le déphasage entre les deux harmoniques laser,

les photo-courants sont donc maximaux lorsque la contribution Kerr est minimale et vice-versa.

Afin de ne privilégier aucun de ces effets, nous posons φ = π/4 lors des développements à suivre.

Le rapport entre les spectres THz dus à l’effet Kerr et aux photo-courants s’écrit :

ÊKerr,THz(ω)

ÊJ,THz(ω)
= −1

2

(1− xK)ε0χ
(3)E2

0(1− r)τKω2e−τ
2
Kω

2/4

e2NδNe√
2πmeω0

cos
(

2
√

r
1−r sinφ ω

ω0

)
sinc

(
Nπω
2ω0

) . (2.163)

Ce quotient, que nous pouvons simplifier en appliquant ω/ω0 � 1 dans le domaine THz, se

réécrit :

ÊKerr,THz(ω)

ÊJ,THz(ω)
≈ −1

2

(1− xK)ε0χ
(3)E2

0(1− r)τKω2e−τ
2
Kω

2/4

e2NδNe/(
√

2πmeω0)
. (2.164)

Pour les valeurs numériques courantes, xK = 0.8, χ(3) ≈ 1.3×10−25 SI, E0 ≈ 30 GV/m, r ≈ 0.2,

τK ≈ 10 fs, ω ≈ 2π × 10 THz, NδNe ≈ 1024 m−3 et λ0 = 0.8 µm, nous obtenons donc :

ÊKerr,THz(ω)

ÊJ,THz(ω)
≈ −6.2× 10−4. (2.165)

Le rayonnement THz induit par l’effet Kerr est donc plus faible que celui généré par les photo-

courants d’environ 4 ordres de grandeur. Remarquons que pour les valeurs numériques choisies,

le terme d’enveloppe gaussienne vérifie e−τ2Kω2/4 ≈ 1.

Passons enfin au cas de la SRRS. Le calcul de l’expression de la polarisation Raman étant

relativement laborieux, il est présenté en annexe D. Les développements indiquent que cette

grandeur peut être séparée en deux termes : un d’amplitude dominante noté P p
Raman(t) oscillant

à ω0 et 2ω0, et un de plus faible ampleur, noté Pm
Raman(t), qui contient le terme THz et les

mélanges de fréquences jusqu’à 6ω0 observés en figure 2.6, comme prédit en section 2.1.3 :
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PRaman(t) = P p
Raman(t) + Pm

Raman(t). (2.166)

Ces deux composantes vérifient :

P p
Raman(t) =

3

4
xKε0χ

(3)E2
0E

LP−P
L (t), (2.167)

Pm
Raman,THz = −27

32
xKε0χ

(3) τ
−2
1 + τ−2

2

ω2
0

E3
0

√
r(1− r) cosφ. (2.168)

Nous avons seulement écrit la composante basse fréquence de Pm
Raman(t) car seul ce terme nous

intéresse ici.

Comparons maintenant les contributions au rayonnement THz issus de l’effet Kerr (2.160) et de

la SRRS (2.168). Par continuité avec les développements précédents, nous assignons l’enveloppe

temporelle gaussienne e−t2/τ2K au terme quasi-DC de la polarisation Raman. Nous obtenons

directement :

PRaman,THz(ω)

PKerr,THz(ω)
= −9

8

xK
1− xK

τ−2
1 + τ−2

2

ω2
0

= −2.1× 10−5 (2.169)

pour xK = 0.8 [120] et en reprenant les paramètres utilisés dans l’équation (2.165).

La contribution au spectre THz portée par la SRRS est donc à son tour plus faible de 5 ordres

de grandeurs par rapport à celle générée par l’effet Kerr, et peut alors être aisément négligée.

Notons que le quotient calculé ci-dessus est indépendant de ω, ce qui indique que les spectres

THz fournis par les effets Kerr et Raman prennent des formes similaires.

Afin de confirmer ces prédictions analytiques, une intégration numérique de l’équation (2.153) est

réalisée. Elle consiste à calculer, dans le domaine THz, les différents termes composant le membre

de droite de cette relation pour obtenir les estimations LC du spectre THz associé à chacune

de ces sources. L’impulsion laser, d’amplitude 30 GV/m, de durée 34 fs et de longueur d’onde

fondamentale 0.8 µm, est polarisée linéairement, et comporte deux couleurs. L’harmonique deux

contient 20 % de l’énergie laser et est déphasée de π/4 par rapport au fondamental. Le milieu

choisi est l’air composé à 80 % de N2 (Ui = 15.5 eV) et à 20 % de O2 (Ui = 12.1 eV), dont

l’ionisation est modélisée par le taux PPT. Les résultats obtenus sont illustrés dans le domaine

fréquentiel sur la figure 2.12.
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Figure 2.12: Spectres THz associés aux photo-courants (courbe bleue), à l’effet Kerr (courbe
rouge) et à l’effet Raman (courbe verte). L’impulsion laser et le modèle d’ionisation utilisés sont
les mêmes que pour la figure 2.11. La portion d’effet Raman dans la polarisation non-linéaire
d’ordre 3 est de xK = 0.8 d’après la référence [120].

En accord avec les prédictions analytiques précédentes, le spectre THz généré par les photo-

courants est plus intense entre 3 à 5 ordres de grandeur comparé au rayonnement induit par

l’effet Kerr. Nous attribuons les différences observées par rapport à nos évaluations analytiques

aux effets d’enveloppe, qui incluent la différence de traitements analytiques de Je (approche LC

microscopique) et de PNL (ondes planes complétées par une enveloppe gaussienne). Le spectre

THz émis par la diffusion Raman suit des variations fréquentielles semblables à la contribution

Kerr, et est plus faible que ce dernier de 5 ordres de grandeur, conformément à la prédiction

analytique (2.169). Pour un champ laser d’amplitude E0 = 30 GV/m, donc légèrement au-dessus

du seuil d’ionisation de l’air, les photo-courants sont donc bien la source de rayonnement THz

dominante ici.

2.2.4 Modèle UPPE

Afin de simuler de manière précise une expérience d’émission THz par plasma d’air et de confir-

mer ou infirmer les résultats prédits par le modèle LC, nous devons faire appel à un modèle plus

complet. Le modèle UPPE (pour "Unidirectional Pulse Propagation Equation"), proposé par

Kolesik et al. entre 2002 et 2004 [162,163], simplifie l’équation de Helmholtz (2.27) en admettant

que la propagation de l’impulsion se produit majoritairement vers l’avant selon l’axe de propa-
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gation privilégié ~ez. Pour rappel, l’équation de Helmholtz, qui régit la propagation non-linéaire

de l’impulsion s’écrit :

~∇2 ~̂E + k2(ω) ~̂E = −µ0ω
2

(
~̂FNL +

1

k2(ω)
~∇
(
~∇ · ~̂FNL

))
, (2.170)

où X̂(ω) décrit la transformée de Fourier temporelle d’une grandeur X(t) et ~̂FNL correspond à

la réponse non-linéaire du milieu donnée par

~̂FNL =
i

ω
~̂Je + ~̂PNL. (2.171)

Nous allons commencer par montrer que la composante selon ~ez de ~̂FNL est négligeable devant

les autres. L’équation de Maxwell-Gauss, s’écrit :

~∇ · ~̂E = −
~∇ · ~̂FNL

ε0ε(ω)
. (2.172)

Nous notons X(~k, ω) la transformée de Fourier spatiale transverse et en temps d’une grandeur

X(~r, t). La relation précédente s’exprime comme

k⊥E⊥ + kzEz = − 1

ε0ε(ω)

(
k⊥FNL,⊥ + kzFNL,z

)
. (2.173)

Nous supposons que le champ laser est principalement polarisé dans le plan transverse. Les com-

posantes E⊥ et Ez sont donc respectivement d’ordresO(1) etO(E⊥k⊥/kz) = O(k⊥/kz). De plus,

si nous considérons que l’onde laser et les champs secondaires émis se propagent essentiellement

proche de l’axe de propagation, alors :

k⊥ � k, k ≈ kz (2.174)

avec k⊥ ≡
√
k2
x + k2

y.

Sous ces conditions, Ez, d’ordre O(k⊥/kz), est négligeable devant E⊥, ce qui mène à la simpli-

fication :

FNL,z ≈ −
k⊥
kz

(
ε0ε(ω)E⊥ + FNL,⊥

)
= O

(
k⊥
k

)
. (2.175)

Nous avons donc montré que FNL,z � FNL,x, FNL,y pour des non-linéarités transverses a priori
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d’ordre O(1).

Simplifions désormais l’équation de Helmholtz (2.27). Son membre de gauche s’écrit dans le

domaine de Fourier spatial :

~̂FNL +
1

k2(ω)
~∇
(
~∇ · ~̂FNL

)
→


FxNL

FyNL

FzNL

− 1

k2


FxNLk

2
x + FyNLkxky + FzNLkxkz

FxNLkxky + FyNLk
2
y + FzNLkykz

FxNLkxkz + FyNLkykz + FzNLk
2
z

 . (2.176)

En négligeant les termes en O(k2
⊥/k

2), l’expression précédente se réduit à :

~̂FNL +
1

k2(ω)
~∇
(
~∇ · ~̂FNL

)
→


FxNL −FzNLkxkz/k

2

FyNL −FzNLkykz/k
2

−FxNLkxkz/k
2 −FyNLkykz/k

2

 . (2.177)

L’équation (2.175) nous permet de continuer les simplifications en négligeant les termes en FNL,z :

~̂FNL +
1

k2(ω)
~∇
(
~∇ · ~̂FNL

)
→


FxNL

FyNL

−FxNLkxkz/k
2 −FyNLkykz/k

2

 . (2.178)

Dans le plan de polarisation laser (~ex, ~ey), l’équation de Helmholtz se réduit donc finalement à :

(
∇2
⊥ +

∂2

∂z2
+ k2

)
~̂E = −µ0ω

2 ~̂FNL. (2.179)

Introduisons alors les opérateurs de propagation vers l’avant D+ et vers l’arrière D− :

D±(ω) =
∂

∂z
∓ i
√
k2 +∇2

⊥. (2.180)

En variables de Fourier (kx, ky, ω), ces opérateurs s’écrivent :

D±(ω) =
∂

∂z
∓ ikz (2.181)

et l’équation (2.179) est ainsi reformulée à l’aide de D−(ω) et D+(ω) :
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D+(ω)D−(ω) ~E = −µ0ω
2 ~FNL. (2.182)

Pour simplifier cette équation, nous allons poser que le champ électrique ~E est la somme d’une

onde se propageant vers l’avant (terme en e+ikzz) et d’une onde se propageant vers l’arrière

(terme en e−ikzz) :

~E = ~U+e
ikzz + ~U−e

−ikzz. (2.183)

Le modèle originel UPPE ne considère que la composante avant de ce champ, et son approxi-

mation fondamentale consiste à négliger les évolutions longitudinales de l’enveloppe laser dans

sa propagation vers l’arrière :

D−(ω) ~E =
∂~U+

∂z
eikzz + 2ikz ~E ≈ 2ikz ~E. (2.184)

Le membre de gauche de l’équation (2.182) se simplifie donc :

D+(ω)D−(ω) ~E ≈ 2ikz

(
∂ ~E

∂z
− ikz ~E

)
. (2.185)

En injectant cette expression dans la relation (2.182), on obtient finalement l’équation-maîtresse

du modèle UPPE :

∂ ~E

∂z
= i
√
k2(ω)− k2

x − k2
y
~E +

i

2k(ω)
µ0ω

2

[
i

ω

(
~Je + ~Jloss

)
+ ~PNL

]
. (2.186)

Dans l’approximation UPPE (champ électrique se propageant essentiellement vers l’avant), la

dérivée seconde de l’équation de Helmholtz (2.27) est devenue une dérivée première dans l’équa-

tion ci-dessus, ce qui facilite l’intégration de ce modèle.

Afin de le valider expérimentalement, des comparaisons ont été effectuées entre des mesures et

des simulations UPPE de spectres THz générés par des plasmas d’argon pour différentes va-

leurs de pression [164]. Les résultats sont illustrés sur la figure 2.13. Cette étude a montré des

correspondances satisfaisantes entre les mesures et les simulations, ce qui a permis de valider le

modèle UPPE ainsi que le code de calcul l’intégrant, que nous présentons ci-dessous.
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Figure 2.13: Spectres THz générés par des plasmas d’argon de pression allant de 1 à 1000 mbar
(a) mesuré et (b) prédit par le modèle UPPE. (c) Spectre THz mesuré à l’aide d’un matériau
électro-optique (ZnTe) pour un plasma à 1000 mbar. La bande grisée représente le domaine
de non-fonctionnement du capteur. (d) Spectres expérimentaux mesurés (courbes pleines) et
prédits par le modèle UPPE (courbes pointillées) générés par des plasmas de 100 mbar (courbes
vertes), 200 mbar (courbes bleues) et 400 mbar (courbes rouges). (e) Rendement de conversion
laser-THz en fonction de la pression du plasma tracé à l’aide des mesures (courbe pleine) et des
simulations UPPE (courbe pointillée). Source : Babushkin [164].

2.3 Code de simulation CUP3D

Afin de simuler la production de rayonnement THz décrite par les phénomènes rappelés dans

ce chapitre, nous avons utilisé le code appelé CUP3D (pour "Code for Ultrashort Pulses 3D"),

qui intègre le modèle UPPE (2.186) à partir d’une impulsion laser d’entrée donnée. Il a été ini-

tialement écrit en Fortran90 par Stefan Skupin en 2005 [165]. Ce code peut prendre en compte

différents taux d’ionisation, y compris les taux QST, ADK et PPT (ce dernier étant préférable-

ment choisi car plus complet). Il décrit aussi l’ionisation de milieux à plusieurs espèces, ce qui

permet de simuler la génération d’un plasma d’air composé de 80% de N2 (Ui = 15.5 eV) et

de 20% de O2 (Ui = 12.1 eV). De nombreuses améliorations y ont été apportées depuis. Entre

autres, ce code a été parallélisé en OpenMP/MPI ("Open Multi-Processing/Multi-Processing

Interface") durant le projet ALTESSE1. Dans le cadre d’ALTESSE2, son programme a égale-

ment été élargi afin de simuler des impulsions vectorielles et de traiter l’ionisation multiple du

milieu.
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2.3.1 Pré-processeur de propagation linéaire

La résolution numérique du modèle UPPE est particulièrement coûteuse en ressources informa-

tiques, car un maillage en espace et en temps très fin est nécessaire pour décrire de manière

précise les non-linéarités entrant en jeu dans les simulations.

Pour simuler correctement le rayonnement THz large bande généré, la résolution fréquentielle

de la simulation doit être de l’ordre de ≈ 1 THz, et sa résolution temporelle doit être inférieure

à un dixième de période laser. A cet effet, nous utilisons 16384 points en temps, et la largeur de

la fenêtre temporelle correspond à ≥ 20 fois la durée de l’impulsion, ce qui assure des résolutions

temporelle et fréquentielle satisfaisant ces critères.

De plus, les plasmas étudiés ont un diamètre de l’ordre de 10 µm. Il est donc nécessaire que la

résolution transverse dans le plan (~ex, ~ey) de la simulation CUP3D soit inférieure à 1-2 µm pour

les faisceaux de rayon initialement submillimétrique,jusqu’à tolérer une résolution transverse de

5-6 µm pour des faisceaux centimétriques. La largeur de la fenêtre transverse de la simulation

doit toujours être supérieure à environ 8 fois le rayon en 1/e2 de l’impulsion en propagation

collimatée (parallèle) ou 6 fois en propagation focalisée pour que la simulation du faisceau soit

correctement réalisée. La limite supérieure admissible par CUP3D en nombre de points par di-

mension transverse est fixée à 1024 pour des raisons de limitations de temps de calcul et de

mémoire. Il est possible de simuler des faisceaux de petit rayon initial ou des impulsions initiale-

ment focalisées en relaxant ces contraintes. Cependant, pour calculer la propagation non-linéaire

d’un faisceau de rayon initialement large (w0 ≈ 1 cm), environ 1300 points pour chaque dimen-

sion transverse sont nécessaires afin de modéliser correctement le problème. Leur traitement est

donc fastidieux en l’état.

Pour résoudre ce problème, j’ai écrit un pré-processeur en langage Python ayant pour but de si-

muler la partie linéaire de la propagation d’un faisceau laser focalisé jusqu’à atteindre un régime

d’intensités propice aux non-linéarités. Ce processus exploite ensuite la réduction du rayon du

faisceau pour adapter la fenêtre spatiale afin d’alléger les données que CUP3D doit traiter. Ce

programme peut notablement aider à modéliser des aberrations optiques qui se manifestent par

une modification de la phase spatiale initiale du front d’onde, qui seront étudiées au chapitre 5.

Nous décrivons ici le principe de ce pré-processeur. L’équation régissant la propagation linéaire

d’une impulsion laser s’écrit à l’aide de (2.186), où le terme non-linéaire en ~̂F⊥NL est négligé :
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∂ ~E⊥
∂z

= i
√
k2(ω)− k2

⊥
~E⊥. (2.187)

La solution générale de cette équation donne la relation de propagation linéaire :

~E⊥(ω,~k⊥, z + ∆z) = ~E⊥(ω,~k⊥, z) exp

(
i∆z

√
k2(ω)− k2

⊥

)
. (2.188)

Lors de la propagation d’une impulsion laser contenant deux harmoniques, la dispersion optique

tend à décaler temporellement les deux enveloppes selon l’inverse de la différence des vitesses de

groupe :

∆v−1
g =

1

c

∣∣n−1
g (ω0)− n−1

g (2ω0)
∣∣−1 ≈ 80 fs/m (2.189)

pour un fondamental opérant à 0.8-1 µm. ng(ω) désigne l’indice de groupe du milieu parcouru

par une onde de pulsation ω, défini par

ng(ω) = c
∂k(ω′)

∂ω′

∣∣∣∣
ω

, (2.190)

avec k(ω) calculé ici à partir du modèle de Peck et Reeder [117].

Nous nous plaçons donc dans le référentiel du fondamental laser
(
~E⊥(z − ω0ng(ω0)/c)→ ~E⊥(z, ω)

)
,

dans lequel l’équation (2.188) se réécrit :

~E⊥(ω, z + ∆z) = ~E⊥(ω, z) exp

(
i∆z

[√
k2(ω)− k2

⊥ − ng(ω0)
ω

c

])
, (2.191)

de façon à contrôler l’écart de l’harmonique deux par rapport au référentiel du fondamental.

La vérification du programme de propagation linéaire s’effectue en comparant les résultats nu-

mériques avec des solutions analytiques standards [29] décrivant la propagation d’une impulsion

gaussienne monochromatique de fondamental ω0 focalisée par une lentille convergente de lon-

gueur focale f . La lentille se situe en z = 0, distance à laquelle le champ laser a pour expression :

E(t, z = 0, r⊥) = E0 cos(ω0t) exp

(
− t

2

τ2
0

)
exp

(
−
r2
⊥
w2

0

)
exp

(
i
k0r

2
⊥

2f

)
. (2.192)

En calculant la transformée de Fourier inverse de (2.191), on peut montrer analytiquement que

le rayon en 1/e2 du faisceau w(z) suit la loi :
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w(z) = wf

√(
1− z

f

)2

+

(
z

z0

)2

, (2.193)

avec wf le rayon de l’impulsion laser au point focal (aussi appelé "waist") et z0 = w2
0π/λ0 la

longueur de Rayleigh.

L’évolution avec z de l’amplitude pic est donnée par :

E0(z) =
E0√(

1− z
f

)2
+
(
z
z0

)2
. (2.194)

La figure 2.14 illustre la comparaison entre les propagations linéaires numérique et théorique.

Elle valide les résultats de notre pré-processeur.

Figure 2.14: Comparaison des évolutions axiales (a) du rayon w(z) et (b) de la valeur maximale
de l’amplitude du champ laser, calculés par le pré-processeur de propagation linéaire (courbes
pleines) et à l’aide de la théorie (points).

En propageant linéairement une impulsion laser gaussienne (focalisée ou non) jusqu’à l’appa-

rition des premières non-linéarités (I0 ∼ 1012 W/cm2), nous obtenons une impulsion de plus

petit rayon, noté w(zl) < w0. Nous réduisons alors la fenêtre spatiale en y enlevant des points

en partant de ses bords, où l’amplitude laser est quasi-nulle. Typiquement, la nouvelle fenêtre

est large de 6 à 8 w(zl) < w0 par dimension transverse et fournit toujours la même résolution

transverse que l’ancienne. Afin de raffiner celle-ci, nous effectuons une interpolation de Fourier

(interpolation spectrale). Cette méthode consiste à interpoler une fonction contenue dans une

fenêtre spatiale donnée à l’aide d’une transformée de Fourier (x, y)→ (kx, ky). En élargissant la

fenêtre en kx et ky avec des 0 puis en calculant la transformée de Fourier inverse, nous rédui-

sons la résolution spatiale de l’impulsion propagée linéairement tout en gardant inchangées les

limites de la fenêtre spatiale. Ce jeu de données est alors transmis au code CUP3D, qui peut
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calculer la propagation ultérieure des faisceaux en y incorporant les non-linéarités, ce qui com-

prend entre autres la génération de rayonnement THz. Notons que l’utilisation de transformées

de Fourier rapides implique que ce processus est optimisé lorsque les différentes fenêtres utilisées

contiennent un nombre de points de la forme 2n − 1, avec n entier.

Enfin, l’impulsion interpolée est introduite comme condition d’entrée dans le code CUP3D sous

la forme d’un fichier de données encodé au format HDF5. Celui-ci contient les profils spatiaux de

son amplitude et de sa phase à chaque fréquence séparément. Puisque le propagateur linéaire ne

peut traiter qu’une composante spectrale à la fois, nous séparons chaque couleur en 25 fréquences

voisines afin de reproduire correctement leur caractère pulsé.

2.3.2 Intégration numérique du modèle UPPE

Le schéma numérique servant à intégrer le modèle UPPE traite le champ électrique ~E(t) en

séparant ses fréquences positives [contenues dans ~E(t)] et négatives [contenues dans ~E∗(t)] :

~E(t) =
√
c1

(
~E(t) + ~E∗(t)

)
, (2.195)

avec c1 = µ0ω0/(2k(ω0)) ayant l’unité d’une intensité physique en W/cm2 et ~E(t) donné par

~E(t) =
1
√
c1

∫ +∞

−∞
~̂E(ω)e−iωtH(ω)dω, (2.196)

où H(ω) représente la fonction de Heaviside [107].

La première étape pour calculer la propagation non-linéaire du faisceau est d’adimensionner

les variables afin d’alléger les contraintes de calcul. Les variables spatiales transverses x et y

sont normalisées par w0, la distance de propagation z par 4z0 et le temps t par τ0. Le champ

électrique ~E(t) est normalisé par
√
c2, avec c2 = Pcr/(4πw

2
0) où Pcr est la puissance critique

d’auto-focalisation du milieu de propagation définie par l’équation (2.40).

Soit Nc la densité critique plasma, au-delà de laquelle le plasma est opaque à l’impulsion laser

de pulsation ω0, et qui est définie par :

Nc =
ω2

0meε0
e2

. (2.197)

La densité électronique est adimensionnée à l’aide de n0Nc/(2z0k0). Enfin, les courants sont
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normalisés à partir des coefficients d’adimensionnement du champ et de la densité. Nous nor-

malisons finalement l’équation du modèle UPPE (2.186), qui s’écrit alors dans le domaine de

Fourier (kx, ky, ω) :

∂~E
∂z

= i

√
k2(ω)− k2

⊥

(
4z0

w0

)2
~E︸ ︷︷ ︸

Dispersion optique

+ i(1− xK)~E3︸ ︷︷ ︸
Kerr

+ i
(
R |E|2

)
∗ ~E︸ ︷︷ ︸

Raman

−H(ω)
(
~Je + ~Jloss

)
︸ ︷︷ ︸

Courants

, (2.198)

avec l’opérateur ∗ désignant le produit de convolution (voir Formulaire) et R(t) une fonction

décrivant la proportion de non-linéarités dues aux effets Kerr et Raman :

R(t) = (1− xK)δ(t) + xKH(t)τ1

(
τ−2

1 + τ−2
2

)
sin

(
t

τ1

)
e−t/τ2 . (2.199)

L’intégration numérique des courants ~Je et ~Jloss est réalisée en deux parties. D’une part, le code

CUP3D calcule :

µ0∂t ~Je + µ0∂t ~Jp

∣∣∣
av

=

 ω2
0(1− iνc/ω)

c2Nc (1 + ν2
c /ω

2)︸ ︷︷ ︸
Photo−courants

− iωn0σ(ω)

c︸ ︷︷ ︸
Avalanche

NeE, (2.200)

où les photo-courants ∂t ~Je et les courants de pertes associés à l’ionisation par avalanche ∂t ~Jp|av

sont respectivement donnés par les équations (2.125) et (2.132). D’autre part, les courants de

pertes dus à la photo-ionisation ~Jp|PI sont intégrés à partir de la relation (2.131). Dans les cas

où l’ionisation par avalanche est négligée, la section efficace σ(ω) est simplement fixée à 0.

La résolution de l’équation (2.198) s’effectue à l’aide d’un schéma numérique de type "split-step

spectral", qui consiste à différencier la manière dont on traite les termes linéaires et non-linéaires.

On réécrit l’équation à résoudre telle que :

∂~E
∂z

= (D +N)~E , (2.201)

avec D l’opérateur linéaire prenant en compte la dispersion optique et la diffraction, et N

l’opérateur non-linéaire qui comprend les effets Kerr et Raman, les photo-courants et les courants

de pertes.
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Le schéma split-step spectral impose de séparer le traitement d’un pas allant de z à z + ∆z en

trois parties. Dans un premier temps, on résout l’équation (2.198) entre z et z + ∆z/2 dans le

domaine fréquentiel en omettant les termes non-linéaires, que l’on inclut ensuite en z + ∆z/2

dans le domaine temporel. Enfin, on résout une nouvelle fois l’équation comportant uniquement

les effets linéaires entre z + ∆z/2 et z + ∆z dans le domaine fréquentiel, comme illustré par la

figure 2.15.

Figure 2.15: Représentation du schéma numérique implémenté dans le code CUP3D. Source :
Nguyen [126].

De manière formelle, la solution générale de l’équation (2.201) s’écrit :

~E(z + ∆z, t) = ~E(z, t) exp

(
∆z

2
D

)
︸ ︷︷ ︸

Etape 1

exp

(∫ z+∆z

z
N(z′)dz′

)
︸ ︷︷ ︸

Etape 2

exp

(
∆z

2
D

)
︸ ︷︷ ︸

Etape 3

. (2.202)

L’intégrale comprenant les non-linéarités est calculée à l’aide d’une méthode de Runge-Kutta

d’ordre 2. De plus, le pas ∆z est adaptatif en fonction des variations de phase du champ électrique

associées à l’auto-focalisation Kerr. Lorsque ces variations sont fortes, au voisinage d’un pic

d’amplitude laser par exemple, le pas est réduit afin de mieux résoudre la propagation non-

linéaire du faisceau.

Nous avons réalisé les simulations CUP3D sur les super-ordinateurs du TGCC ou du CINES,

capables de solliciter plusieurs centaines de nœuds en parallèle (typiquement 512 nœuds à 6

cœurs chacun).

99





Chapitre 3

Optimisation du rendement de

conversion laser-THz

Sommaire

3.1 Influence de la polarisation laser sur l’onde THz . . . . . . . . . . . . . . . . 102

3.1.1 Configurations des polarisations laser étudiées . . . . . . . . . . . . . . 102

3.1.2 Optimisation de la production d’impulsions THz par un faisceau LP-P 104

3.1.3 Développements analytiques . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 105

3.1.4 Intégration numérique du modèle LC . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 110

3.1.5 Simulations UPPE . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 114

3.1.6 Confirmation expérimentale . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 116

3.2 Ajout d’harmoniques laser . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 119

3.2.1 Dérivation du champ laser Sawtooth LP-P . . . . . . . . . . . . . . . . 119

3.2.2 Caractérisation du champ laser Sawtooth CP-S . . . . . . . . . . . . . 123

3.2.3 Simulations CUP3D de production de rayonnement THz par des im-

pulsions Sawtooth . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 126

3.2.4 Expériences de génération de rayonnement THz par une impulsion

laser à 3 couleurs . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 130

3.3 Impact de la diffusion Raman stimulée sur la propagation d’une impulsion

laser vectorielle . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 135

3.3.1 SRRS pour une impulsion laser de polarisation arbitraire . . . . . . . . 135

3.3.2 Implémentation dans CUP3D . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 140

3.3.3 Impact de la diffusion Raman sur la génération d’ondes THz . . . . . . 141

3.4 Résumé du chapitre . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 144

101
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Ce chapitre est consacré aux méthodes d’optimisation du rendement de conversion laser-

THz. Nous commençons par présenter une étude montrant l’influence de la polari-

sation de l’impulsion laser sur le rayonnement THz généré au moyen de prédictions

LC, de simulations CUP3D et de résultats expérimentaux. Nous établissons ensuite des estima-

tions analytiques, soutenues par des simulations UPPE, montrant que l’ajout de couleurs au

champ laser augmente de manière significative l’énergie THz émise. Ce résultat est suivi d’une

présentation de quelques expériences récentes employant trois harmoniques laser (ω0, 2ω0, 3ω0).

Enfin, nous généralisons l’expression de la polarisation associée à la diffusion Raman rotation-

nelle stimulée (SRRS) à des impulsions laser vectorielles, puis nous étudions son impact sur la

propagation non-linéaire du faisceau, sur les caractéristiques du plasma et sur le rayonnement

THz qui en résulte.

3.1 Influence de la polarisation laser sur l’onde THz

La première étude portant sur la relation entre l’état de polarisation de l’impulsion laser et

l’onde THz produite par des plasmas de gaz a été menée par Dai et al. en 2009 [166,167]. Cette

étude a permis de montrer expérimentalement qu’un faisceau polarisé circulairement génère des

impulsions THz polarisées linéairement, orientées selon une direction dépendant du déphasage

entre les deux harmoniques laser. Meng et al. [161] ont ensuite démontré expérimentalement

qu’une impulsion laser polarisée circulairement permet d’augmenter le rendement de conversion

laser-THz d’un facteur allant de 4 à 7 dans l’hélium par rapport à un faisceau pompe polarisé

linéairement. Nous présentons ici un travail théorique justifiant ces propriétés et incluant aussi

une campagne expérimentale qui a permis de retrouver et d’expliquer ces différents résultats

[139].

3.1.1 Configurations des polarisations laser étudiées

Afin de décrire l’état de polarisation des harmoniques laser de la manière la plus générale possible,

nous considérons a priori une impulsion polarisée elliptiquement. Nous rappelons qu’un état de

polarisation linéaire, déjà mentionné dans le chapitre 2, correspond au cas où les deux couleurs
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sont orientées selon un même direction, ici ~ex par convention. Nous rappelons que (~ex, ~ey) est le

plan transverse à l’axe de propagation ~ez. Par commodité technique, les raisonnements présentés

au cours de ce chapitre s’effectueront dans le formalisme des ondes planes, c’est-à-dire que nous

négligeons les termes d’enveloppe.

Un champ laser en polarisation elliptique comprend une seconde composante vectorielle, orientée

selon ~ey. Il est caractérisé par 3 paramètres laser supplémentaires, à savoir :

— L’ellipticité ρ (0 < ρ < 1) associée à la portion d’énergie allouée à la composante Ey du

champ laser.

— Le déphasage entre les composantes vectorielles noté θ.

— L’hélicité ε (ε = ±1), qui détermine si les rotations effectuées par les deux couleurs dans le

plan (~ex, ~ey) se réalisent dans le même sens (ε = +1), ou dans des sens opposés (ε = −1).

A l’aide de ces paramètres, un champ laser polarisé elliptiquement à deux couleurs et de pulsation

fondamentale ω0 s’écrit :

~EEll
L (t) = E0

1√
1 + ρ2

[√
1− r

(
cos(ω0t)

ρ cos(ω0t+ θ)

)
+
√
r

(
cos(2ω0t+ φ)

ερ cos(2ω0t+ φ+ θ)

)]
, (3.1)

où E0 est l’amplitude du champ optique, r correspond à la portion d’énergie laser conte-

nue dans la seconde harmonique et φ représente la différence de phase temporelle entre les

couleurs. La prise en compte des enveloppes s’effectue en réalisant la transformation E0 →

E0e
−t2/τ20 e−(x2+y2)/w2

0 , où τ0 et w0 correspondent respectivement à la durée et au rayon en 1/e2

de l’impulsion laser.

Nous nous intéressons plus particulièrement à quatre états de polarisation distincts : les confi-

gurations dites LP-P, LP-O, CP-S et CP-C étudiées Meng et al. [161] et présentées ci-dessous.

La polarisation LP-P (pour "Linear Polarization - Parallel") décrit l’état où les deux couleurs

sont dirigées selon le même axe fixe (ρ = 0), ici ~ex :

~ELP−PL (t) = E0

(√
1− r cos(ω0t) +

√
r cos(2ω0t+ φ)

)
~ex. (3.2)

La polarisation LP-O (pour "Linear Polarization - Orthogonal") représente une impulsion po-

larisée linéairement où les deux harmoniques sont orientées selon des sens orthogonaux :

~ELP−OL (t) = E0

(√
1− r cos(ω0t)~ex +

√
r cos(2ω0t+ φ)~ey

)
. (3.3)
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Chapitre 3 : Optimisation du rendement de conversion laser-THz

Remarquons que la configuration LP-O ne peut pas être décrite à partir de la relation (3.1).

Nous la traiterons donc séparément des autres cas dans la partie suivante.

La polarisation CP-S (pour "Circular Polarization - Same") correspond à la configuration où

les deux couleurs sont polarisées circulairement (ρ = 1, θ = −π/2), et leurs axes d’orientation

tournent dans le même sens (ε = +1) :

~ECP−SL (t) = E0
1√
2

[√
1− r

(
cos(ω0t)

sin(ω0t)

)
+
√
r

(
cos(2ω0t+ φ)

sin(2ω0t+ φ)

)]
. (3.4)

Enfin, la polarisation CP-C (pour "Circular Polarization - Counter") décrit un état de pola-

risation circulaire pour lequel les axes d’orientation des deux couleurs tournent dans des sens

opposés (ε = −1) :

~ECP−CL (t) = E0
1√
2

[√
1− r

(
cos(ω0t)

sin(ω0t)

)
+
√
r

(
cos(2ω0t+ φ)

− sin(2ω0t+ φ)

)]
. (3.5)

La figure 3.1 résume la manière dont les couleurs sont orientées dans ces quatre configurations.

Figure 3.1: Schémas indiquant l’orientation des couleurs dans les configurations LP-P, LP-O,
CP-S et CP-C. Source : Tailliez [57]

3.1.2 Optimisation de la production d’impulsions THz par un faisceau LP-P

Avant de débuter l’étude portant sur les champs laser polarisés circulairement, nous rappelons

brièvement quelques résultats publiés dans la littérature cherchant à maximiser le rendement de

conversion à l’aide d’une impulsion laser LP-P.

Une propriété important des impulsions LP-P est que l’énergie THz produite avec cet état de

polatisation présente une forte dépendance en φ, ce qui a été démontré par l’expérience [56,168].
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Plus précisément, l’amplitude du rayonnement basse-fréquence est attendue suivre une loi de

proportionnalité en sinφ : il s’annule donc pour φ = 0 et devient maximal pour φ ≈ ±π/2.

Ce résultat est retrouvé dans l’étude présentée ci-dessous. Le ratio de fréquences entre les deux

composantes spectrales du faisceau laser a aussi été examiné dans les références [169, 170], qui

ont établi qu’un optimum dans le rendement de conversion est atteint lorsque l’une des deux

couleurs correspond à l’harmonique deux de l’autre, vérifiant λ2 = 2λ1 dans un cas où la ma-

jorité de l’énergie laser est contenue dans la composante λ2. D’autres études ont porté sur la

corrélation entre les dimensions spatiales du plasma et l’énergie THz produite [51,171]. Elles font

intervenir des plasmas de forte densité électronique et de dimensions micrométriques (≈ 10 µm),

d’où leur appellation de "micro-plasmas", qui sont généralement produits à l’aide d’impulsions

laser monochromatiques intenses fortement focalisées (I0 > 1015 W/cm2). Cependant, la source

principale de rayonnement THz dans ce type de plasmas est la force pondéromotrice, qui a été

mentionnée en section 2.1.1, et qui s’écarte donc du présent travail. Les micro-plasmas formés

par des impulsions à deux couleurs ont plus particulièrement été étudiés en référence [134].

Enfin, des analyses récentes ont démontré une forte corrélation entre le fondamental laser et

l’énergie THz émise. Plus précisément, des résultats numériques [101] et expérimentaux [172]

ont montré que l’énergie THz augmente très non-linéairement avec la longueur d’onde du fon-

damental, en particulier selon le choix de la différence de phase initiale φ [101]. Ces résultats

ont récemment été confirmés numériquement [173,174] et expérimentalement [175,176] à l’aide

de systèmes laser à CO2 opérant dans l’infrarouge lointain (3.9 µm).

3.1.3 Développements analytiques

Nous souhaitons caractériser analytiquement les ondes THz générées en fonction de la polarisa-

tion laser. Nous employons donc le modèle LC introduit en section 2.2.2, qui relie de manière

simple le spectre THz rayonné aux contributions de l’effet Kerr et des photo-courants. Compte

tenu des résultats de la section 2.2.3, nous négligeons ici la diffusion Raman stimulée (SRRS) et

considérons donc le cas xK = 0.

Effet Kerr

Commençons par le rayonnement THz potentiellement généré par l’effet Kerr, dont on rappelle

la polarisation associée :
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~PKerr(t) = ε0χ
(3) ~E3

L(t). (3.6)

Nous développons dans un premier temps cette expression pour un champ de polarisation ellip-

tique (3.1). Le module au carré d’un tel champ laser s’écrit :

|EEll
L |2(t) =

E2
0

2(1 + ρ2)

∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣

1 + ρ2

+ 2
√
r(1− r)(1 + ερ2) cos(ω0t+ φ)

+ (1− ρ2)(1− r) cos(2ω0t)

+ 2
√
r(1− r)(1− ερ2) cos(3ω0t+ φ)

+ (1− ρ2)r cos(4ω0t+ 2φ)

(3.7)

où nous avons séparé les différents termes en fonction de leur fréquence d’oscillation pour plus

de lisibilité.

L’expression précédente permet de développer la polarisation Kerr, dont le terme basse-fréquence

(assimilé aux termes constants) vaut :

~PEll
Kerr,THz =

ε0χ
(3)E3

0

2(1 + ρ2)
3
2

√
r(1− r)

( (
3
2 + ρ2ε

)
cosφ+ ρ2

2 cos(φ− 2θ)

ρ(1 + 2ρ2ε) cos(φ− θ) + ρε cos(φ+ θ)

)
. (3.8)

Cette équation peut être appliquée séparément aux configurations LP-P (ρ = 0), CP-S (ρ = 1,

θ = −π/2, ε = 1) et CP-C (ρ = 1, θ = −π/2, ε = −1) pour obtenir finalement :

~PLP−P
Kerr,THz =

3

4
ε0χ

(3)E3
0

√
r(1− r) cosφ~ex, (3.9)

~PCP−S
Kerr,THz =

1

23/2
ε0χ

(3)E3
0

√
r(1− r)

(
cosφ

− sinφ

)
, (3.10)

~PCP−C
Kerr,THz = ~0. (3.11)

Remarquons que le résultat en polarisation LP-P rejoint celui obtenu dans le chapitre précé-

dent. Pour les cas LP-P et CP-S, le terme THz de la polarisation Kerr est toujours polarisé

linéairement, respectivement selon les directions ~ex et cosφ~ex − sinφ~ey, en accord avec les réfé-

rences [161, 167]. En revanche, une impulsion laser CP-C ne génère pas de rayonnement THz à

partir de l’effet Kerr.
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Dans le cas LP-O, le module au carré du champ laser s’écrit :

|ELP−O
L |2(t) =

E2
0

2
[1 + (1− r) cos(2ω0t) + r cos(4ω0t+ 2φ)] , (3.12)

ce qui mène à :

~PLP−O
Kerr,THz =

1

4
ε0χ

(3)E3
0

√
r(1− r) cosφ~ey. (3.13)

En accord avec la référence [177], cette expression montre d’une part que l’émission THz due à

l’effet Kerr en configuration LP-O est trois fois plus faible en amplitude que celle produite par le

cas LP-P, et d’autre part que la polarisation Kerr basse-fréquence est colinéaire avec la seconde

couleur (donc ici selon ~ey).

Photo-courants

Calculons désormais les contributions basse-fréquence dues aux photo-courants pour les quatre

états de polarisation précédents. Pour rappel, le modèle LC microscopique estime le spectre THz

issu de cette source dans un plasma non-collisionnel à travers la relation :

~̂EJ,THz(ω) ≈ ge
N∑
n=1

δNn
e ~vf (tn)eiωtn , (3.14)

avec N le nombre d’évènements d’ionisation.

Cette expression indique que l’amplitude de l’onde THz générée est fortement dépendante du

profil temporel de la densité électronique. Afin de clarifier l’impact de la polarisation laser sur

cette grandeur, la figure 3.2 illustre les évolutions temporelles de WQST(t) et de Ne(t) ainsi que

le comportement de Ne(t → +∞) pour les quatre configurations étudiées impliquant un gaz

d’argon. En particulier, les figures 3.2(a,b) montrent que pour une configuration laser donnée,

les pas d’ionisation δNn
e ont tous des hauteurs comparables. Nous posons donc

δNn
e ≈ δNe, (3.15)

cette hauteur pouvant varier d’un état de polarisation à un autre.

Dans un plasma non-collisionnel, la fonction ~vf (t) se simplifie telle que :
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Figure 3.2: Evolution temporelle de Ne(t) en configuration (a) LP-P (courbe rouge) et CP-S
(coube bleue), et en configuration (b) CP-C (courbe verte) et LP-O (courbe grise). Les inserts du
haut détaillent les figures de champ des polarisations étudiées, et ceux en bas sont un zoom de
la croissance de Ne(t) sur un fenêtre de 10 fs. (c, d) Profils temporels des taux d’ionisation QST
WQST(t) associés. Cartes de Ne(t→ +∞)/Na en fonction de ρ et θ calculées pour (e) ε = +1 et
(f) ε = −1. Résultats obtenus pour une impulsion laser à deux couleurs de fondamental 800 nm,
de durée 60 fs et d’intensité 200 TW/cm2 dans l’argon à pression ambiante (Ui = 15.8 eV [149]).
Source : Tailliez [139]

~vf (t) = − e

me

∫ t

−∞
~EL(t′)dt′. (3.16)

L’estimation des ~vf (tn) nécessite la connaissance des instants d’ionisation tn. Leur développe-

ment, présenté en annexe B, permet d’obtenir les relations suivantes :
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ω0t
LP−P
n ≈ nπ + 2(−1)n+1

√
r

1− r
sinφ (3.17)

ω0t
LP−O
n ≈ nπ − r sinφ (3.18)

ω0t
CP−S
n = 2nπ − φ (3.19)

ω0t
CP−C
n =

2nπ

3
− φ

3
(3.20)

où l’on a supposé r � 1 sans les cas LP-P et LP-O.

Le développement des grandeurs ~vf (tn), également effectué en annexe B, mène à :

~vLP−P
f (tn) =

3eE0

2meω0

√
r sinφ ~ex, (3.21)

~vLP−O
f (tn) = − eE0

meω0
sinφ

(
(−1)n+1r

√
1− r√

r/2

)
, (3.22)

~vCP−S
f (tn) =

eE0√
2meω0

(√
1− r +

√
r

2

)(
sinφ

cosφ

)
, (3.23)

~vCP−C
f (tn) =

eE0√
2meω0

(√
1− r −

√
r

2

)(
sin(φ/3− 2nπ/3)

cos(φ/3− 2nπ/3)

)
. (3.24)

En substituant l’approximation (3.15) et les relations (3.21) à (3.24) dans l’expression (3.14),

nous obtenons finalement :

~̂E
LP−P
J,THz (ω) =

3ge2NδNeE0

2meω0

√
r sinφ sinc

(
Nπω

2ω0

)
~ex, (3.25)

~̂E
LP−O
J,THz (ω) = −ge

2NδNeE0

2meω0

√
r sinφ sinc

(
Nπω

2ω0

)
~ey, (3.26)

~̂E
CP−S
J,THz (ω) =

ge2NδNeE0√
2meω0

(√
1− r +

√
r

2

)
sinc

(
Nπω

ω0

)(
sinφ

cosφ

)
, (3.27)

~̂E
CP−C
J,THz (ω) =

ge2NδNeE0√
2meω0

(√
1− r −

√
r

2

)(
cos

(
Nπ

3

)
+

1√
3

sin

(
Nπ

3

))(
sin φ

3

cos φ3

)
, (3.28)

après avoir appliqué la limite ω � ω0 dans chacun des cas. Remarquons que cette simplification

omet le facteur en cosinus dans l’expression (2.158) du chapitre précédent.

Ces résultats analytiques amènent à plusieurs conclusions :

— Le modèle LC prévoit donc, en accord avec [167], qu’une impulsion LP-P génère une
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impulsion THz polarisée linéairement, dont l’amplitude est proportionnelle au sinus du

déphasage φ entre les couleurs et à l’amplitude de l’harmonique deux
√
rE0.

— Une impulsion LP-O génère un champ THz polarisé linéairement selon l’axe d’orien-

tation de la seconde couleur, à savoir ~ey, en accord avec des résultats numériques ré-

cents [126,134,178]. Ce phénomène provient d’interférences destructives entre les compo-

santes orientées selon ~ex des différentes bouffées THz [
∑2

j=1 v
x
f (tn+j) = 0]. L’amplitude

du champ THz généré est analogue à celle produite par un faisceau LP-P, i.e., elle dépend

de sinφ et de
√
rE0. Elle est toutefois 3 fois plus faible en amplitude d’après le modèle LC

à ionisations similaires (le produit NδNe est constant entre les différentes configurations).

Le facteur ≈ 9 de différence en énergies est en accord avec les références précédentes.

— Une impulsion CP-S engendre également une onde THz polarisée linéairement, orientée

selon la direction ~ex tournée d’un angle φ dans le plan (~ex, ~ey), et d’amplitude proportion-

nelle à celle du fondamental laser
√

1− rE0. Cette caractéristique indique qu’à ionisations

semblables, une impulsion CP-S doit générer un rayonnement THz plus intense qu’une

impulsion LP-P.

— La configuration CP-C génère des bouffées THz trois par trois qui s’annulent entre elles

par interférences destructives, i.e.,
∑2

j=0 ~v
CP−C
f (tn+j) = ~0. L’expression trouvée est donc

un terme résiduel de très faible amplitude devant les autres cas.

3.1.4 Intégration numérique du modèle LC

Nous cherchons maintenant à mettre en relation ces résultats avec une intégration numérique

directe du modèle LC évaluant le spectre THz de l’effet Kerr puis des photo-courants.

Effet Kerr

Le calcul du terme basse-fréquence associé à la polarisation Kerr s’effectue simplement en inté-

grant la relation :

~̂EKerr(ω) = −gω2ε0χ
(3) ~̂E3

L(ω), (3.29)

puis par filtrage à l’aide d’un filtre passe-bas de type Butterworth d’ordre 32, d’expression :
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f̂S(ω)

f̂E(ω)
=

1√
1 + (ω/ωco)32

, (3.30)

où f̂E(ω) et f̂S(ω) décrivent respectivement les spectres d’entrée et de sortie du filtre, et ωco est

la fréquence (angulaire) 1 de coupure prenant généralement pour valeur 2π × 90 THz.

La figure 3.2 montre que l’ionisation du milieu est fortement dépendante de la polarisation

laser. Cependant, en pratique, la hausse de l’intensité d’une impulsion laser survenant lors de sa

propagation non-linéaire subit une saturation, nommée effet de clamping, causée par la croissance

de la densité électronique à des niveaux similaires pour toutes les polarisations considérées

[108,179]. Ce phénomène provient de la défocalisation plasma, qui est d’autant plus importante

que l’intensité laser est forte. Afin de prendre en compte cette limitation de la densité plasma,

nous adaptons l’expression du facteur de proportionnalité g calibrant la production d’ondes THz

pour toutes les configurations laser à densité plasma (ou ionisation) constante :

g =
me

e2Nmax
e

(3.31)

avec Nmax
e = Ne(t→ +∞) la densité électronique maximale atteinte.

La comparaison entre les spectres THz produits par chaque configuration laser est finalement

effectuée à travers le rendement de conversion laser-THz noté η :

η =

∫ +ωco
−ωco

∣∣∣ÊTHz(ω)
∣∣∣2 dω∫ +∞

−∞

∣∣∣ÊL(ω)
∣∣∣2 dω . (3.32)

Les figures 3.3(a,b) illustrent les résultats de l’intégration numérique des équations (3.29) et

(3.32) pour des impulsions à deux couleurs (0.8 µm FH), de durée 60 fs à mi-hauteur et d’inten-

sité initiale 200 TW/cm2 dans l’argon à pression ambiante. Elles montrent que la contribution

Kerr est maximale parmi les états de polarisation elliptique pour une configuration LP-P. En

particulier, la figure 3.3(a) indique un facteur d’environ 2 en amplitude entre les performances

des impulsions LP-P et CP-S, en accord avec les relations (3.9) et (3.10) qui prévoient un facteur

3/
√

2 ≈ 2.1. La figure 3.3(b) confirme également la prédiction analytique (3.11) selon laquelle

le spectre THz généré par l’effet Kerr en configuration CP-C est nul.

1. Nous pourrons commettre un abus de langage usuel entre "fréquence angulaire", ou "pulsation", et "fré-
quence" dans ce qui suit.
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Figure 3.3: (a,b) Cartographie du maximum en temps de |∂2
t
~PKerr(t)| filtré dans le domaine

THz (ν < νco = 90 THz) pour (a) ε = +1 et (b) ε = −1. L’impulsion laser d’intensité 200
TW/cm2 comporte deux couleurs en phase (φ = 0), dont l’enveloppe est une gaussienne de
largeur 60 fs. n2 = 10−19 cm2/W. (c,d) Spectres THz estimés par le modèle LC associés à l’effet

Kerr |ω2 ̂~PKerr,THz| (courbes rouges) (φ = 0) et aux photo-courants |ω ~̂Je,THz| (courbes bleues)
(φ = π/2) en configuration (c) LP-P et (d) CP-S (courbes pleines) et CP-C (courbes pointillées)
dans l’argon à pression ambiante. La fréquence de collisions électrons-neutres vaut νc = 2.85
THz. Source : Tailliez [139]

Photo-courants

L’expression des photo-courants ~Je(t) est calculée à partir du taux d’ionisation W (EL) et de la

densité électronique Ne(t) associés au champ laser ~EL supposé connu. Nous déduisons ensuite

le spectre THz dû aux photo-courants à partir de :

~̂EJ,THz(ω) = −iωg ~̂Je|THz(ω), (3.33)

où ~̂Je|THz(ω) est la transformée de Fourier de ~Je(t) filtrée à l’aide de l’équation (3.30).

L’intégration numérique du modèle LC sous les considérations précédentes confirme les pré-

dictions analytiques. En effet, la figure 3.3(c) montre, en accord avec la section 2.2.3, que la

contribution au rayonnement THz des photo-courants est prépondérante devant celle de l’effet
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3.1 Influence de la polarisation laser sur l’onde THz

Figure 3.4: Estimation LC du rendement de conversion laser-THz en fonction de (a) r
(φ = π/2) et de (b) φ (r = 0.1) pour les configurations LP-P (courbe rouge pleine), LP-O
(courbe rouge pointillée), CP-S (courbe bleue pleine) et CP-C (courbe bleue pointillée) à ioni-
sation constante. Les inserts sont des zooms illustrant les différences entre η,LP−O et η,CP−C.
L’impulsion laser et le milieu sont similaires à ceux employés pour la figure 3.2(a). Source :
Tailliez [139]

Kerr en configuration LP-P. La figure 3.3(d) permet d’étendre cette conclusion aux impulsions

CP-S et CP-C. De plus, pour une impulsion laser propagée dans l’argon (Ui = 15.76 eV [149])

et de mêmes paramètres qu’en figures 3.3(a,b), la figure 3.4 montre l’évolution de η en fonction

de r et de φ. Elle confirme qu’une impulsion CP-S peut augmenter l’énergie THz générée d’un

facteur 4-5 par rapport à une configuration LP-P classique. Nous retrouvons également que la

polarisation CP-C tend à neutraliser le rayonnement THz généré. Enfin, ces courbes sont en

accord avec les dépendances en φ de ÊLP−PJ,THz (ω) et ÊCP−SJ,THz (ω) prévues par les relations (3.25) et

(3.27).

Cette figure permet également d’identifier les paramètres (r, φ) pour lesquels les champs laser

LP-P et CP-S sont optimaux. Une impulsion LP-P présente un rendement de conversion maximal

pour r ≈ 25 % et φ = ±π/2, là où il tend vers 0 pour φ = mπ pour toute valeur de r, en accord

avec les références [56,168]. Dans le cas CP-S, le rendement de conversion η est indépendant de

φ et est optimisé pour r ≈ 15 %.

Nous avons également employé le modèle LC afin de trouver la polarisation elliptique maximisant

le rendement de conversion pour une réponse purement plasma. Plus précisément, nous avons

cartographié à l’aide de simulations numériques la grandeur η en fonction de ρ, θ et ε à ionisation

constante. La figure 3.5 résume les résultats de cette analyse. Elle indique que la configuration
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Chapitre 3 : Optimisation du rendement de conversion laser-THz

Figure 3.5: Estimation LC du rendement de conversion laser-THz en fonction de ρ et θ pour (a)
ε = +1 et pour (b) ε = −1 à ionisation constante. L’impulsion laser et le milieu sont similaires
à ceux employés pour la figure 3.2(a). Source : Tailliez [139]

optimale recherchée est à nouveau la polarisation CP-S.

3.1.5 Simulations UPPE

Afin de confirmer ces estimations, des simulations CUP3D ont été effectuées pour des impulsions

laser LP-P, CP-S, CP-C et de polarisation elliptique (ρ = 0.9, θ = −0.446π et ε = −1) proche

de l’état CP-C (ρ = 1, θ = −π/2 et ε = −1). Celles-ci entrent dans une cellule de gaz d’argon

(Ui = 15.8 eV [149]) à pression ambiante, d’indice non-linéaire n2 = 10−19 cm2/W [180]. Les

faisceaux utilisés comportaient deux couleurs (0.8 µm FH) vérifiant r = 0.1 et φ = π/2, de

durées FWHM 60 fs et de largeurs initiales 50 µm à 1/e2 de l’intensité pic totale. Les impulsions

étaient légèrement sous-critiques en puissance : Pin = 0.77Pcr. Les simulations ont employé une

fenêtre temporelle de largeur 0.8 ps et de résolution 50 attosecondes, ainsi qu’une résolution

spatiale d’environ 0.78 µm. Le filtrage du rayonnement THz a été à nouveau effectué avec une

fréquence de coupure νco = 90 THz.

La figure 3.6(a) montre l’évolution simulée par CUP3D de la densité électronique maximale en

(t, x, y) en fonction de la distance de propagation du faisceau (z) pour les quatre cas étudiés.

Toutes les impulsions polarisées circulairement présentent des niveaux de densité similaires et

sont atténués de manière lisse par la défocalisation plasma et les courants de perte. Quant au cas

LP-P, il génère une densité électronique jusqu’à 5 fois plus élevée que les autres impulsions pour

z < 100 µm, ce qui est justifié par une amplitude plus élevée d’un facteur
√

2 qu’en polarisation

circulaire [cf. relations (3.2), (3.4) et (3.5)]. Cette forte densité provoque des courants de pertes

d’autant plus importants menant à une détérioration rapide du filament. La figure 3.6(b) illustre
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Figure 3.6: Simulation CUP3D de l’évolution avec la distance de propagation de (a) la densité
électronique maximale et de (b) l’énergie THz générée pour une impulsion LP-P (courbe rouge),
CP-S (courbe bleue pleine) et CP-C (courbe bleue pointillée). La courbe noire correspond à un
état de polarisation elliptique proche du cas CP-C (ρ = 0.9, θ = −0.446π). Les caractéristiques
des impulsions et du milieu sont précisées dans le texte. Source : Tailliez [139]

Figure 3.7: Simulation CUP3D de l’énergie THz transmise à travers un polariseur situé à
z = 500 µm (fin de la boîte de simulation) pour un faisceau (a) LP-P, (b) CP-S, (c) CP-C et (d)
elliptique proche de l’état CP-C. Les caractéristiques des impulsions et du milieu sont associées
à celles de la figure 3.6. Source : Tailliez [139]

l’augmentation de l’énergie THz produite le long du canal plasma. Elle confirme les prédictions

analytiques et les simulations LC, à savoir que l’impulsion CP-S génère un rayonnement THz

plus intense que le cas LP-P. En particulier, le ratio entre les énergies THz engendrées entre

l’impulsion CP-S et l’impulsion LP-P est d’environ 1.44 à z = 100 µm (où NLP−P
e /NCP−S

e ≈

5), et s’élève à 2.1 à z = 500 µm (où NLP−P
e /NCP−S

e ≈ 3.76). En normalisant les énergies

THz produites par la densité maximale associée afin d’effectuer des comparaisons à ionisations

égales, l’augmentation du rendement η est d’environ 7.2-7.9 entre les configurations LP-P et

CP-S, en accord avec les prédictions LC annonçant une hausse d’un facteur d’environ 5-6.

Enfin, les simulations UPPE ont confirmé que le faisceau CP-C induit un rendement quasi-nul.

En revanche, l’impulsion elliptique proche du cas CP-C produit un rayonnement THz non-

négligeable, comme montré par la figure 3.7(d).
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Ces simulations tridimensionnelles ont également permis de confirmer les prédictions LC sur

l’état de polarisation du rayonnement THz généré. La figure 3.7 indique que le champ THz

produit par des impulsions LP-P et CP-S est polarisé linéairement, dans le premier cas selon

l’axe de polarisation du champ laser, et dans le second cas selon un axe légèrement tourné.

L’angle d’orientation du champ THz généré par l’impulsion CP-S est plus faible que celui prédit

analytiquement par la relation (3.27), à savoir φ = π/2, ce qui peut être attribué aux variations

radiales et temporelles de l’intensité laser associées à l’enveloppe de l’impulsion. Le caractère

isotrope de la polarisation THz dans le cas CP-C est dû à l’absence de rayonnement basse-

fréquence conséquent. Remarquons enfin que le cas elliptique proche de l’état CP-C produit, à

l’image des configurations LP-P et CP-S, un champ THz polarisé linéairement.

3.1.6 Confirmation expérimentale

L’étude présentée dans la section précédente a été menée en parallèle d’une campagne expéri-

mentale réalisée par les chercheurs du LRC 2 en Lituanie. Ces expériences ont consisté à générer

un rayonnement THz à partir d’un plasma d’argon à pression ambiante, formé par des faisceaux

laser en configurations LP-P, CP-S, LP-O et CP-C. Un schéma du montage expérimental est

présenté en figure 3.8. Un laser Ti:Saphir de taux de répétition 1 kHz a été utilisé pour produire

des impulsions de fondamental 790 nm, d’énergie 8 mJ et de durée 40-45 fs à mi-hauteur. L’éner-

gie des impulsions est réglable par l’insertion de miroirs diélectriques (DM) fins, partiellement

réfléchissants. Les impulsions délivrées sont ensuite dissociées en deux bras par un séparateur

(BS1). La deuxième harmonique de la pompe est formée à l’aide d’un cristal BBO de 200 µm

d’épaisseur. Une ligne à retard (DL) permet de contrôler le décalage temporel entre les faisceaux

des deux bras. La polarisation laser est fixée à l’aide de lames demi-onde (HWP) et quart d’onde

(QWP). Plus précisément, les lames quart d’onde permettent d’appliquer une polarisation circu-

laire aux deux couleurs, et les lames demi-ondes ont permis d’appliquer une polarisation linéaire

aux harmoniques. Les couleurs sont ensuite regroupées au moyen d’un séparateur de faisceaux

(BS2) puis focalisées par un miroir focalisant de focale ≈ 22 cm.

Un filament plasma de quelques mm a ainsi pu être formé et observé. La pompe résiduelle ainsi

que le rayonnement THz ont été guidés à travers deux miroirs paraboliques (PM1 et PM2) vers

un filtre passe-bas en silicone. L’onde THz est alors détectée par un dispositif pyro-électrique.

2. Laser Research Center, Vilnius University, Sauletekio 10, Vilnius LT-10223, Lithuania
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3.1 Influence de la polarisation laser sur l’onde THz

Figure 3.8: Schéma de l’expérience. DM, M1-M6 : Miroirs diélectriques. HWP et QWP : Lames
demi- et quart d’onde. BS1, BS2 : Séparateurs de faisceaux. PM1, PM2 : Miroirs hors-axe para-
boliques. DL : Ligne à retard. BD : Evacuateur de faisceau. Les harmoniques un (fondamental)
et deux sont montrées respectivement en rouge et bleu. Le rayonnement THz est représenté en
gris. Source : Tailliez [139]

L’état de polarisation de cette impulsion a pu être mesuré à l’aide d’un polariseur THz en po-

lyéthylène à haute densité (HDPE). Enfin, l’imagerie THz a été réalisée à l’aide d’une caméra

thermique fonctionnant entre 0.1 et 40 THz.

Les mesures des énergies des impulsions THz générées et de leur état de polarisation sont illus-

trées en figure 3.9. Les énergies associées au fondamental et au second harmonique étaient

respectivement de 0.92 mJ et de 0.03 mJ, ce qui correspond au rapport r ≈ 3.3 %. En accord

avec les prédictions LC et les simulations CUP3D, la figure 3.9(a) montre qu’une impulsion

CP-S génère un rayonnement THz plus intense qu’une impulsion LP-P. Plus précisément, l’onde

THz formée par le faisceau CP-S était environ 4.3 fois plus intense que son équivalent LP-P. Les

énergies mesurées dans les cas LP-O et CP-C sont beaucoup plus faibles, mais non-nulles. Ce

résultat est attribué à la difficulté de produire parfaitement une impulsion CP-C. La figure 3.7 a

d’ailleurs permis de montrer qu’une légère perturbation dans les paramètres laser d’un faisceau

CP-C peut émettre un rayonnement THz conséquent. L’état de polarisation de l’onde THz pro-

duite par une impulsion LP-P est linéaire, comme prévu par la théorie et les simulations. Dans

le cas CP-S, le rayonnement THz est cependant plutôt isotrope, ce qui est attribué à un défaut

d’alignement entre les faisceaux FH et SH [139].

Afin de compléter cette étude expérimentale, une imagerie des impulsions THz formées a été réa-
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Figure 3.9: Mesure expérimentale de l’énergie et de l’état de polarisation de l’impulsion THz
passée à travers le polariseur et générée par une impulsion LP-P (courbe rouge pleine), CP-S
(courbe bleue pleine), LP-O (courbe rouge pointillée) ou CP-C (courbe bleue pointillée). Source :
Tailliez [139]

lisée pour mesurer leur profil spatial en présence ou en l’absence d’un défaut d’alignement entre

les deux composantes optiques. La figure 3.10 indique que loin du filament laser, le rayonnement

THz prend la forme d’un cône, dont l’angle d’ouverture vaut environ 5° [47, 181, 182]. C’est un

résultat typique obtenu lors de la génération THz par plasma d’air, qui sera explicité dans le

chapitre 4. En présence de défauts d’alignement entre les faisceaux FH et SH (angle entre les

axes optiques, décalage spatial), la symétrie de ce cône est brisée de sorte que le faisceau THz

mesuré présente un profil en forme de croissant de lune, comme illustré par la figure 3.10(b).

Figure 3.10: Champ THz mesuré par une caméra thermique loin du filament pour un décalage
spatial des impulsions FH et SH (a) quasi-nul et (b) d’environ 40 µm, accompagné d’une diffé-
rence d’orientation (aussi nommée tilt) des axes optiques de ≈ 0.7 mrad. Source : Tailliez [139]
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3.2 Ajout d’harmoniques laser

3.2 Ajout d’harmoniques laser

L’étude précédente ne concernait que des impulsions laser limitées à deux composantes spec-

trales. Afin d’explorer de nouvelles pistes pour augmenter le rendement de conversion laser-

THz η, nous étudions ici l’avantage potentiel d’ajouter des couleurs supplémentaires au fais-

ceau pompe. Cette section commence par présenter le problème d’optimisation de l’efficacité de

conversion laser-THz pouvant être dérivé à l’aide du modèle LC, ainsi que sa résolution analy-

tique en se limitant aux faisceaux LP-P. Ces développements sont issus des travaux de González

de Alaiza Martínez et al. [112], et servent de base pour ensuite généraliser cette étude aux im-

pulsions polarisées circulairement [183]. En lien avec cette thématique, nous présentons ensuite

des mesures expérimentales de production de rayonnement THz par une impulsion laser à trois

couleurs réalisées par des équipes extérieures.

3.2.1 Dérivation du champ laser Sawtooth LP-P

Nous dérivons analytiquement l’équation du champ laser permettant d’optimiser le rendement η

donné par l’équation (3.32). Pour cela, le formalisme du modèle LC est particulièrement adapté

compte tenu de sa simplicité. En gardant l’énergie laser constante, maximiser η revient donc à

maximiser l’énergie THz. Le modèle LC estime le spectre THz à l’aide des pas d’ionisation et

des grandeurs ~vf (tn) à travers la relation (3.14). Le problème d’optimisation à résoudre s’écrit

alors [112] :

~Eopt(ω) = max
~EL∈EL

∑
n

δNn
e ~vf (tn)eiωtn , (3.34)

où EL décrit l’ensemble des champs laser possibles et où nous avons considéré que le rayonnement

THz est entièrement dû aux photo-courants.

Soit ~E(t) le champ laser correspondant à la solution recherchée parmi les impulsions àN couleurs

polarisées linéairement 3. Ce champ s’écrit de manière générale :

~E(t) = E0

N∑
k=1

ak cos(kω0t+ φk)~ex, (3.35)

où les coefficients ak décrivent la portion d’énergie laser contenue dans la keme harmonique, de

3. Dans cette section, N se réfère au nombre de couleurs laser, bien que cette notation décrivait précédemment
le nombre d’évènements d’ionisation. Ce dernier n’est pas utilisé ici, ce qui évite toute confusion.
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phase φk.

Par souci de simplicité et sans perte de généralité, nous posons que |E(t)| admet un maximum

en t = 0. Le champ recherché vérifie donc

∂E

∂t
(t = 0) = −ω0

N∑
k=1

kak sin(φk) = 0. (3.36)

Pour que le champ ~E(t) soit optimal, il est nécessaire qu’il maximise les produits δNn
e |~vf (tn)|.

Nous supposons que l’ionisation (liée aux pas δNn
e ) varie peu selon le champ laser étudié. La

solution recherchée doit donc optimiser les grandeurs vf (tn). En négligeant les effets d’enveloppe,

ce problème revient à maximiser vf (0), qui s’écrit

vf (t = 0) = − e

meω0

N∑
k=1

ak
k

sin(φk). (3.37)

Par définition, ak={1,...,N} ≥ 0 et par normalisation :

N∑
k=1

a2
k = 1. (3.38)

Puisque tous les coefficients ak sont de même signe, le champ recherché doit vérifier | sinφk| = 1

pour maximiser vf (0), d’où φk = ±π/2. Le système d’équations formé par les relations (3.36)

à (3.38) permet de trouver les signes des φk et les valeurs des ak. Pour le résoudre, nous ré-

exprimons le problème d’optimisation (3.37) comme satisfaisant les contraintes (3.36) et (3.38)

réécrites sous forme vectorielle. Nous introduisons les vecteurs :

~a = {a1, ..., ak}, (3.39)

~b = {ω0 sin(φ1), ..., Nω0 sin(φN )}, (3.40)

~c = {ω−1
0 sin(φ1), ..., (Nω0)−1 sin(φN )}, (3.41)

Dans ce formalisme, les relations (3.38), (3.36) et (3.37) se réécrivent respectivement :
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|~a|2 = 1 (3.42)

∂E

∂t
(t = 0) = −~a ·~b = 0, (3.43)

vf (t = 0) = − e

me
~a · ~c. (3.44)

Nous cherchons à déterminer l’expression de ~a · ~c sous les contraintes ci-dessus. Le vecteur ~a

solution du problème d’optimisation satisfait la relation fonctionnelle :

~a = C

(
~c−

~b · ~c
|~b|2

~b

)
, (3.45)

avec C une constante permettant de vérifier |~a|2 = 1.

Puisque ~b · ~c = N et |~b|2 = ω2
0

∑N
k=1 k

2, la relation précédente permet de déterminer la valeur

des coefficients ak :

ak =
C

ω0

(
1

k
− k N∑N

k=1 k
2

)
=
C

ω0

(
1

k
− 6k

(N + 1)(2N + 1)

)
. (3.46)

La constante C est obtenue en sommant la relation précédente et en utilisant la propriété∑
k |ak|2 = 1. Elle fixe l’optimum ~a · ~c = 1/C en vertu de l’égalité |~a|2 = 1 = C(~a · ~c). De

plus, nous posons que N est suffisamment grand pour que ak ≈ C/(kω0). Nous trouvons alors

l’expression de C :

C ≈ ω0√∑
k k
−2
, (3.47)

conduisant à

ak ≈
1

k
√∑N

j=1 j
−2
. (3.48)

Afin de vérifier l’équation (3.36), il est nécessaire que les signes des phases φk soient alternés :

φk = (−1)k
π

2
, (3.49)

où nous avons choisi arbitrairement de poser φ1 = −π/2 sans perte de généralité.
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Figure 3.11: (a) Profil temporel du champ laser Sawtooth LP-P pour N = 2 (courbe bleue),
N = 10 (courbe rouge) et N = 100 (courbe noire). (b) Estimation LC du taux d’accroissement
de l’énergie THz produite en fonction de N en suivant la relation (3.50), normalisée par rapport
à UTHz(2).

Le champ laser LP-P à N couleurs, solution du problème d’optimisation (3.34), s’écrit donc

finalement :

~E(t) =
E0√∑N
j=1 j

−2

N∑
k=1

(−1)k+1

k
sin(kω0t)~ex. (3.50)

Graphiquement, ce champ prend une forme qui tend vers une série de dents de scie périodiques

lorsque N → +∞, comme illustré par la figure 3.11(a). C’est pourquoi il est nommé champ

"Sawtooth LP-P à N couleurs". Remarquons que les maxima de |E(t)| (donc les instants d’io-

nisation) sont synchronisés avec les maxima de |
∫
tE(t′)dt′| (donc les maxima de |vf (t)|), ce qui

est rendu possible grâce aux discontinuités que ce champ présente à chaque tn. Cette propriété

explique clairement la raison pour laquelle le champ Sawtooth LP-P est capable de maximiser

les produits δNn
e vf (tn) à ionisation constante.

Le modèle LC permet aussi d’estimer la croissance d’énergie THz produite avec l’augmenta-

tion du nombre d’harmoniques N . Comme précisé dans l’annexe C, les instants d’ionisation tn

associés au champ Sawtooth LP-P à N couleurs sont donnés par

tn = ω−1
0

(
± N

N + 1
π + 2πn

)
. (3.51)

Les grandeurs vf (tn) s’écrivent donc
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vf (tn) =
eE0

me

√∑N
j=1 j

−2

N∑
k=1

(−1)k

k2
cos

(
N

N + 1
kπ

)
. (3.52)

En supposant que tous les δNn
e ont une hauteur identique δNe, l’énergie THz générée UTHz est

obtenue à partir de

UTHz(N) ∝ (δNe)
2

(∑
n

vf (tn)

)2

. (3.53)

Nous supposons ensuite que les coefficients g et δNe sont indépendants du nombre de couleurs N .

Les effets d’enveloppe ainsi que les interférences entre les différentes bouffées THz sont également

négligés. En remarquant que le nombre d’instants d’ionisation reste le même quel que soit N ,

le rapport UTHz(N)/UTHz(2) est donc proportionnel au rapport (vf (tn)|N/vf (tn)|2)2. Nous en

déduisons une approximation de l’accroissement de UTHz(N) :

UTHz(N)

UTHz(2)
≈ 1

UTHz(2)

(∑N
k=1

(−1)k

k cos
(

N
N+1kπ

))2

∑N
j=1 j

−2
. (3.54)

Cette fonction est tracée en figure 3.11(b). Elle révèle une augmentation importante du rende-

ment de conversion laser-THz, qui tend vers un facteur proche de 15 pour une courbe en dents

de scie "idéale" (N ≈ 100) par rapport au cas à 2 couleurs.

3.2.2 Caractérisation du champ laser Sawtooth CP-S

Après avoir montré que pour une impulsion à deux couleurs, une polarisation CP-S permet

d’augmenter fortement l’énergie THz produite, il est naturel d’appliquer un tel état de polari-

sation au champ Sawtooth établi par [112] en polarisation linéaire. Par analogie avec la relation

(3.50), nous définissons le champ Sawtooth CP-S à N couleurs par :

~E(t) =
E0√

2
∑N

j=1 j
−2

N∑
k=1

(−1)k+1

k

(
sin(kω0t)

− cos(kω0t)

)
. (3.55)

Le profil temporel de ce champ est tracé sur la figure 3.12(a). Sa composante Ex(t) reproduit la

courbe en dents de scie décrite par l’équation (3.50), alors que sa composante Ey(t) se présente

comme une suite de pics très intenses. Remarquons que les instants d’ionisation associés à la

Sawtooth CP-S sont les mêmes que ceux liés à la Sawtooth LP-P, décrits par la relation (3.51).
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Figure 3.12: (a) Profil temporel des composantes Ex (courbe bleue) et Ey (courbe rouge) du
champ laser Sawtooth CP-S où N = 10. (b) Evolution des composantes vf,x (courbe bleue) et
vf,y (courbe rouge) ainsi que du module |~vf | (courbe noire).

La fonction |~vf (t)| correspondant à la Sawtooth CP-S et tracée en figure 3.12(b) est également

maximale en tn. Le champ décrit par (3.55) est donc également un bon candidat pour la solution

du problème d’optimisation (3.34).

A l’instar du champ Sawtooth LP-P, l’accroissement de UTHz avec le nombre de couleurs N d’un

champ Sawtooth CP-S peut être estimé à l’aide du modèle LC. Pour ce faire, nous procédons

à un développement similaire à celui effectué dans la partie précédente. Les grandeurs ~vf (tn)

s’écrivent

~vf (tn) =
eE0

me

√
2
∑

j j
−2

N∑
k=1

(−1)k

k2

 cos
(

N
N+1kπ

)
sin
(

N
N+1kπ

)
 . (3.56)

En réutilisant les hypothèses énoncées lors du développement précédent (niveau d’ionisation

identique, i.e., saturé pour les configurations laser considérées), on obtient directement

UCP−S
THz (N) ∝ |~vf (tn)|2 . (3.57)

En normalisant UCP−S
THz (N) par rapport à UCP−S

THz (2), nous trouvons finalement :

UCP−S
THz (N)

UCP−S
THz (2)

≈ 1

UCP−S
THz (2)

N∑
j=1

1

j2
. (3.58)

La figure 3.13(a) compare cette fonction (courbe rouge pointillée) avec celle trouvée pour une
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impulsion LP-P (courbe bleue pointillée). Nous observons à nouveau qu’ajouter des compo-

santes spectrales à une impulsion CP-S tend à fortement augmenter le rendement de conversion.

Cependant, un résultat étonnant est l’inversion de cette tendance pour un nombre élevé d’har-

moniques : au-delà de N ≈ 6 − 7, une impulsion LP-P est plus performante pour générer une

onde THz qu’un faisceau CP-S d’après le modèle LC analytique. Des simulations numériques

de ce modèle dans l’air composé à 20 % d’O2 (Ui = 12.1 eV) et à 80 % de N2 (Ui = 15.6

eV) employant les modèles d’ionisation QST (courbes bleue et rouge pleines) et PPT (courbes

cyan et magenta pleines) sont en accord avec ce comportement analytique, comme montré par

la figure 3.13(c). Elles font intervenir des impulsions laser de fondamental 1.6 µm, de durée 60

fs et d’intensité pic 200 TW/cm2. Il est intéressant de remarquer que ces simulations révèlent

également une inversion dans les comportements des impulsions LP-P et CP-S par rapport à

l’ionisation lorsque N augmente. En effet, pour N = 2, la densité électronique croît plus rapi-

dement pour un champ laser LP-P que pour un champ CP-S, a contrario du cas N = 10, pour

lequel un résultat inverse est observé, comme indiqué par la figure 3.13(b).

Dans le but d’expliquer ces résultats, une intégration numérique de la densité électronique Ne(t)

et des grandeurs ~vf (tn) dans les cas LP-P et CP-S à 2 et 10 couleurs est présentée en figure

3.14. Les impulsions précédentes conduisent toutes à une ionisation (modélisée par le taux QST)

de l’O2 saturée. L’énergie THz produite est donc dépendante uniquement des grandeurs ~vf (tn)

au vu de la relation (3.14). Remarquons que pour les cas à 2 couleurs, le champ laser LP-P,

dont l’amplitude est plus forte d’un facteur
√

2, conduit à un plasma saturé plus rapidement

que pour le cas CP-S. Ce comportement est conforme aux simulations CUP3D illustrées par la

figure 3.6. Cependant, l’impulsion CP-S génère des vitesses de dérive électronique ~vf (tn) plus

importantes, en accord avec les relations (3.25) et (3.27) qui montrent que ces grandeurs sont

proportionnelles au second harmonique dans le cas LP-P, et au fondamental dans le cas CP-S.

Pour des impulsions à 10 couleurs, ces conclusions s’inversent : la configuration LP-P sature

le milieu moins rapidement que le champ CP-S, mais présente des vf (tn) plus élevés. En effet,

contrairement au cas à 2 couleurs, les instants d’ionisation tn sont synchronisés avec les maxima

de |E(t)| dans le cas LP-P, ce qui explique la forte augmentation des vitesses de dérive vf (tn).

Quant à la configuration CP-S, cette synchronisation était déjà vérifiée à 2 harmoniques, ce

qui indique que l’ajout de couleurs est moins efficace pour améliorer la production THz dans

ce cas. De plus, la figure 3.14(d) révèle que les vf,y(tn) sont quasi-nuls aussi bien dans le cas
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Figure 3.13: (a) Estimations LC analytiques (courbes pointillées) ou numériques (courbes
pleines) de l’énergie THz produite par une impulsion Sawtooth LP-P ou CP-S comportant 2 à
15 couleurs (1.6 µm FH, 60 fs, 200 TW/cm2), à l’aide du taux d’ionisation QST (courbes bleue
et rouge) ou PPT (courbes cyan et magenta). Les résultats obtenus sont normalisés par rapport
à la configuration LP-P à deux couleurs correspondante. Simulations LC de l’évolution de (b)
la densité électronique finale et (c) du rendement de conversion LC en fonction de l’intensité pic
d’une impulsion LP-P (courbes bleues/cyan) ou CP-S (courbes rouges/magenta) à 2 (courbes
pointillées) ou 10 couleurs (courbes pleines) à l’aide du modèle QST (courbes bleues/rouges) ou
PPT (courbes cyan/magenta). Source : Stathopulos [183]

LP-P que dans le cas CP-S, ce qui signifie que seuls les vf,x(tn) contribuent au rayonnement

THz. Or, la polarisation circulaire assure ECP−S
x (t) = ELP−P

x (t)/
√

2, ce qui implique donc que

vCP−S
f,x (tn) = vLP−P

f,x /
√

2.

3.2.3 Simulations CUP3D de production de rayonnement THz par des im-

pulsions Sawtooth

Afin de confirmer ces estimations, nous avons effectué des simulations CUP3D d’impulsions LP-

P et CP-S à 2 et 10 couleurs, de fondamental 1.6 µm, de durée 60 fs, et d’intensité pic initiale de

200 TW/cm2, entrant dans une cellule d’air et s’y propageant sur 500 µm. Le rayonnement THz

est toujours obtenu par filtrage passe-bas νco = 90 THz. Nous avons commencé par effectuer

ces simulations dans l’O2, dont la photo-ionisation est modélisée à l’aide du taux QST. Les

résultats, présentés sur les figures 3.15(a, b), sont en bon accord avec la théorie car on observe
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3.2 Ajout d’harmoniques laser

Figure 3.14: Axe de gauche : Composantes Ex(t) (courbe bleue) et Ey(t) (courbe rouge)
du champ laser, densité électronique Ne(t) (courbe noire), grandeurs vf,x(tn) (points bleus) et
vf,y(tn) (points rouges) en fonction du temps pour une impulsion LP-P à (a) 2 ou (c) 10 couleurs,
et pour une impulsion CP-S à (b) 2 ou (d) 10 couleurs. Axe de droite : Evolutions temporelles
de |

∫ t
−∞ ∂tNe~vf (t)dt|2 (courbes vertes), qui est analogue à l’énergie THz produite au cours du

temps. Les impulsions laser, 1.6 µm FH, de durée 60 fs FWHM, et d’intensité 200 TW/cm2

ionisent l’O2 (modèle QST). Toutes les grandeurs sont normalisées par rapport au cas LP-P à 2
couleurs. Source : Stathopulos [183]

bien un inversion de tendance dans l’énergie produite par les impulsions LP-P et CP-S lorsque

le nombre de couleurs augmente. Notons que l’énergie THz accumulée jusqu’à z = 500 µm a

augmenté d’un facteur de l’ordre de 10 pour le cas LP-P, et de 2 pour le cas CP-S lorsque N

est passé de 2 à 10, ce qui s’approche des estimations LC. Des simulations plus précises faisant

intervenir les impulsions LP-P et CP-S à 10 couleurs ont ensuite été réalisées dans l’air constitué

de 20 % d’O2 et de 80 % de N2, où nous avons employé le taux d’ionisation PPT. Les nombres

de charge respectifs de ces deux espèces ont été fixés à Z∗O2
= 0.53 et Z∗N2

= 0.9 selon le modèle

de Talebpour et al. [135]. Une nouvelle fois, les simulations montrent que la Sawtooth LP-P

est plus performante que la Sawtooth CP-S pour produire un rayonnement THz intense. Le

double croisement entre les énergies THz observable en z < 100 µm [voir figure 3.15(d)] est

attribué à une ionisation particulièrement forte induite par le cas CP-S en début de simulation

[cf. figure 3.15(c)]. Celle-ci provoque des courants de pertes intenses la rendant moins efficace

pour produire une émission THz aussi énergétique que pour le cas LP-P à partir de z ≈ 50 µm.

127



Chapitre 3 : Optimisation du rendement de conversion laser-THz

Ce phénomène est dû à de légers décalages de phase entre les couleurs qui tendent à accroître

localement les maxima du champ laser, comme illustré par l’insert en figure 3.15(c). Au vu

des figures 3.15(e, f), l’inversion de comportement LP-P/CP-S est également observable dans

l’argon dont l’ionisation est modélisée par le taux d’ionisation multiple décrit en section 2.1.4,

et où nous avons employé des impulsions d’intensité pic ≈ 400 TW/cm2. Nous avons vérifié que

la présence ou l’absence d’ionisation par avalanche ne modifiait pas ces conclusions. Les niveaux

de densité atteints par l’impulsion LP-P à 10 couleurs variaient entre Ne/Na = 1.41 et 2.02 dans

l’argon, et les niveaux maximaux associés au cas CP-S à 10 couleurs sont de 1.99 et 1.89 dans

l’Ar et l’He à 0.2 bar respectivement, ce qui justifie l’utilisation du modèle d’ionisation multiple

utilisé ici. Pour finir, nous pouvons remarquer à l’aide des inserts en figures 3.15(a, d) que le

rayonnement THz prend une forme conique en champ lointain, d’angle d’ouverture valant 4-5°.

Ces simulations CUP3D nous ont également permis de mesurer la polarisation du rayonnement

THz produit dans chaque cas, comme illustré par la figure 3.16. Pour rappel, une onde THz

générée par une impulsion CP-S à deux couleurs est polarisée linéairement selon un axe de

rotation tourné d’un angle correspondant au déphasage φ entre les deux harmoniques laser,

en accord avec la figure 3.16(a), qui montre également que lors de la croissance de l’énergie

THz, l’axe de polarisation THz tourne dans le sens direct. Ces deux comportements restent

conservés dans le cas à 10 couleurs d’après la figure 3.16(b). Nous attribuons la rotation de la

direction de polarisation THz à un effet dit de chirp de phase, qui correspond à une dépendance

temporelle des phases des couleurs. Ce phénomène peut être causé par différentes non-linéarités,

comme l’auto-modulation Kerr, les courants de pertes, la défocalisation plasma et la dispersion

plasma. Il est particulièrement visible sur les profils temporels des deux couleurs séparées de

la composante Ex du champ laser CP-S en z = 500 µm, montrés en figure 3.16(c). Afin de

caractériser le chirp affectant l’impulsion pompe, nous avons modélisé à l’aide du modèle LC

la polarisation de l’onde THz produite par un champ laser CP-S bicolore dont les composantes

spectrales sont soumises à cet effet. Plus particulièrement, nous avons modélisé le chirp par

une dépendance temporelle linéaire ou quadratique des phases des couleurs laser, alors notées

φj(t). La figure 3.16(d) montre en effet qu’un chirp appliqué aux phases φj affecte de manière

non-négligeable la direction de polarisation de l’onde THz associée.

En résumé, cette étude a permis de montrer que des impulsions laser à plus de deux couleurs sont

capables d’augmenter de manière significative le rendement de conversion laser-THz. Cependant,
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Figure 3.15: (a,c,e) Densités électroniques maximales et (b,d,f) énergies THz calculées par
simulation UPPE pour des impulsions LP-P (courbes bleues) et CP-S (courbes rouges) à 2
(courbes pointillées) et 10 couleurs (courbes pleines). (a,b) O2 ionisé avec le taux QST. (c,d) 20
% d’O2 et 80 % de N2 ionisés avec le taux PPT. Nous avons choisi Z∗O2

= 0.53 et Z∗N2
= 0.9

en accord avec la référence [135]. (e,f) Impulsions à 10 couleurs LP-P (courbe bleue) et CP-
S (courbes rouge et magenta) ionisant l’argon (courbes bleue et rouge) ou l’hélium (courbe
magenta) à 0.2 bar à l’aide du modèle d’ionisation multiple. La courbe magenta a été réduite d’un
facteur 5 pour commodité graphique. Les inserts montrent la transformée de Fourier transverse
du champ THz émis et révèlent une émission conique du rayonnement THz à z = 500 µm dans
le plan transverse −100 ≤ x, y ≤ 100 µm. Source : Stathopulos [183]

de tels faisceaux restent inaccessibles en pratique, car la génération d’harmoniques élevées et

cohérentes avec le fondamental est particulièrement complexe à réaliser. Toutefois, des efforts

récents ont été réalisés dans la production d’ondes THz par des impulsions laser constituée de

trois harmoniques.
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Figure 3.16: Diagrammes de polarisation angulaire calculés par CUP3D pour une impulsion
CP-S à (a) 2 et (b) 10 couleurs pour z = 10 µm (courbes pointillées), z = 250 µm (courbes
en points-tirets) et z = 500 µm (courbes pleines). (c) Profils temporels du fondamental (courbe
bleue) et de la deuxième harmonique (courbe rouge) de la composante Ex(t) du champ laser
à deux couleurs en z = 500 µm, montrant une phase chirpée (déphasage non-conservé sur la
totalité des oscillations optiques). (d) Polarisations THz théoriques pour une phase constante
φ = 0.19 rad (courbe rouge) reproduisant (a), pour un chirp linéaire φj(t) = −1.38t/τj (courbe
verte) et pour un chirp quadratique φj(t) = 5.54t2/τ2

j (courbes bleues) avec τ1 = τ2 (courbe en
points-tirets) et τ2 = τ1/

√
2. Source : Stathopulos [183]

3.2.4 Expériences de génération de rayonnement THz par une impulsion

laser à 3 couleurs

Même si l’utilisation pratique d’impulsions à un nombre d’harmoniques supérieur à deux est

difficile, nous présentons ici quelques résultats expérimentaux de génération d’ondes THz par

des impulsions à trois couleurs. Compte tenu de leur potentiel pour améliorer la production de

rayonnement THz, ce sujet fait l’objet de nombreuses études numériques [184–187] et expéri-

mentales [188–192] depuis quelques années. La première expérience réalisée sur ce sujet a été

publiée en 2010 par Petersen et al. [188]. La méthode utilisée pour former la troisième harmo-

nique a été d’employer un premier cristal BBO, d’épaisseur 200 µm, afin de générer la seconde

harmonique (0.4 µm) à partir du fondamental laser (0.8 µm), puis un second (nommé cristal

tripleur) dans lequel la troisième couleur (0.267 µm) est formée par accord de phase. Des lames
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Figure 3.17: (a) Schéma du dispositif expérimental de génération de rayonnement THz par une
impulsion à trois couleurs formée à l’aide de deux cristaux non-linéaires. (b) Spectres infrarouges
mesurés à l’aide d’un détecteur MCT (Tellurure de mercure-cadmium) (courbe gris clair) et d’un
spectromètre à infrarouge employant la méthode FTIR (courbe grise) comparés au spectre de
la lampe infrarouge incluse dans le spectromètre (courbe noire). Les barres grises et noires
représentent les domaines d’absorption du CO2 et de l’H2O respectivement. (c) Dépendance de
l’intensité du spectre infrarouge intégré en fonction de la puissance du fondamental laser opérant
à 0.8 µm. Source : Petersen [188]

demi-ondes et quart d’ondes sont utilisées pour régler l’état de polarisation des composantes

spectrales de l’impulsion laser, à l’image du dispositif expérimental présenté en figure 3.8. Les

décalages temporels entre les trois harmoniques sont corrigés à l’aide d’une lame à retard [193].

La figure 3.17(a) illustre ce dispositif, qui a permis de générer un continuum infrarouge entre

12 et 100 THz montré par la figure 3.17(b), bien que son énergie n’ait pas été mesurée. Un tel

spectre a également été obtenu à l’aide de simulations LC en 2017 par Lu et al. [189]. Enfin, la

figure 3.17(c) indique que l’intensité infrarouge intégrée, rayonnée par ce dispositif, croît forte-

ment non-linéairement avec l’énergie du fondamental laser (énergie à la puissance 5-6), ce qui

invite à utiliser des impulsions pompe à plus haute énergie (≈ 500 µJ) pour la génération de

rayonnement THz à travers cette méthode.

Plus récemment, Liu et al. en 2020 [190] ont repris ce procédé de création d’harmonique trois
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pour une expérience de génération d’ondes THz. Une amélioration apportée par ce travail a été

la possibilité de contrôler les déphasages entre les trois couleurs, en pouvant modifier librement

la position et l’orientation des cristaux doubleur et tripleur. Les expérimentateurs ont ainsi pu

reproduire un champ s’approchant d’une Sawtooth LP-P à trois couleurs. L’énergie THz mesurée

était environ 3.2 fois plus élevée en présence de la troisième couleur par rapport à un faisceau

bicolore analogue. Le champ THz obtenu était polarisé elliptiquement.

Dans le cadre du projet ALTESSE2, une expérience similaire a aussi été menée à DTU/Fotonik,

où les deuxième (0.4 µm) et troisième (0.267 µm) harmoniques ont été créées à l’aide de deux

cristaux non-linéaires BBO à partir du fondamental opérant à 0.8 µm, de durée 40 fs. L’impul-

sion laser tri-colore focalisée dans l’air a généré un plasma émettant un rayonnement THz, qui

a été filtré de la pompe rémanente et guidé à l’aide d’une série de miroirs paraboliques vers

un dispositif de détection ABCD, mentionné au chapitre précédent. La plateforme employée est

illustrée en figure 3.18(a). Elle a permis de comparer les champs THz générés par le plasma

d’air avec et sans la troisième couleur. En particulier, l’utilisation de l’harmonique trois a aug-

menté notablement le rayonnement THz, dont l’amplitude a été multipliée par ≈ 10 par rapport

au cas classique à deux couleurs, comme montré par la figure 3.18(b). Les spectres THz asso-

ciés à ces rayonnements sont tracés en figure 3.18(c). Nous observons d’une part une intensité

spectrale maximale plus forte d’un facteur de l’ordre de 100 dans le cas à 3 couleurs (courbe

verte) comparé au cas à 2 couleurs (courbe rouge). De plus, le spectre THz (normalisé) généré

à l’aide de l’impulsion laser tri-colore s’étend pour des niveaux d’intensité > 10−3 (en unités

arbitraires) jusqu’à 40 THz, contre 20 THz dans la configuration à deux harmoniques. Cette

expérience confirme, en accord avec les références [188, 190], que l’ajout d’une troisième com-

posante spectrale à l’impulsion laser permet d’augmenter fortement le rendement de conversion

laser-THz.

Une seconde manière de générer la troisième harmonique est d’utiliser un amplificateur paramé-

trique optique (abrégé OPA pour "Optical Parametric Amplifier"). Un tel système laser prend

pour entrées l’impulsion pompe ω0 et un signal lumineux, généralement de la lumière blanche.

Par rectification optique dans un cristal non-linéaire, il engendre une impulsion opérant dans

l’infrarouge (λ ≤ 1.6 µm). Celle-ci peut être utilisée comme signal dans un second étage afin

de former avec la pompe une troisième impulsion dite "idler" de plus grande longueur d’onde

(λ ≥ 1.6 µm). Les trois faisceaux lumineux sortant de l’OPA sont la pompe, le signal et l’idler,
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Figure 3.18: (a) Schéma du dispositif expérimental de génération de rayonnement THz à
DTU/Fotonik par une impulsion à trois couleurs formée à l’aide d’un cristal tripleur. (b) Profils
temporels des champs THz générés par une impulsion laser à deux (courbe rouge) ou trois
couleurs (courbe verte). L’amplitude THz maximale est environ 10 fois plus élevée dans le cas
à trois harmoniques que dans le cas à deux couleurs. (c) Spectres THz calculés par transformée
de Fourier à partir des champs de la figure (b). La courbe bleue représente le niveau de bruit
mesuré par le capteur.

dont les fréquences peuvent s’approcher d’un système ω : 2ω : 3ω. Un polariseur en calcite est

placé en sortie de l’OPA pour que ces trois impulsions soient dans le même état de polarisation.

Ce procédé a été employé pour la première fois pour générer des impulsions tricolores par Bagley

et al. en 2018 [191], où le faisceau laser comportait trois longueurs d’onde : 0.8 µm (pompe), 1.3-

1.6 µm (sonde) et 1.6-2.075 µm (idler). A l’opposé du procédé de création d’impulsions tricolores

illustré en figure 3.17(a), les fréquences générées à partir de l’onde de pompe sont ici plus faibles

que cette dernière, ce qui semble au premier abord particulièrement intéressant pour augmenter

l’énergie THz émise [101]. Cette méthode comporte cependant deux désavantages principaux

qui ont tendance à réduire très fortement l’énergie THz produite : les impulsions générées par

l’OPA ne sont pas aussi spectralement piquées que pour une impulsion laser habituelle, et elles

sont soumises à un effet de chirp, c’est-à-dire à des variations de phase temporelles. Un spectre

infrarouge s’étendant jusqu’à 6 THz a été mesuré lors de cette expérience, mais son énergie n’a

pas pu être obtenue.

Les travaux de Vaičaitis et al. en 2019 [192] viennent compléter ces mesures. Le dispositif expé-

rimental utilisé reprend le principe de la référence précédente et est illustré sur la figure 3.19. Ici,

133



Chapitre 3 : Optimisation du rendement de conversion laser-THz

Figure 3.19: (a) Schéma du dispositif expérimental de génération de rayonnement THz par
une impulsion à trois couleurs formée à l’aide d’un amplificateur paramétrique optique (OPA).
(b) Energie THz mesurée (courbe noire) en fonction des longueurs d’onde du signal (courbe
bleue) et du faisceau idler (courbe rouge) pour une génération d’ondes THz à trois couleurs. (c)
Energie THz mesurée (courbe noire) en fonction de la longueur d’onde du signal (courbe bleue)
pour une génération d’ondes THz à deux couleurs. Source : Vaičaitis [192]

la longueur d’onde du signal variait entre 1.2 et 1.6 µm, et celle de l’idler se situait entre 1.6 et

2.4 µm, pour une impulsion pompe de 0.8 µm. Comme illustré par la figure 3.19(b), l’onde THz

la plus énergétique obtenue (20 nJ) a été générée pour des longueurs d’onde signal et idler de

1.475 µm et 1.7 µm respectivement, ce qui correspond à un rendement de conversion laser-THz

de l’ordre de 10−5. Comme montré par comparaison entre les figures 3.19(b) et 3.19(c), cela

représente un facteur d’amélioration proche de 20 par rapport à l’impulsion THz la plus éner-

gétique mesurée dans le cas à 2 couleurs (longueur d’onde du signal ≈ 1.37 µm, pas de faisceau

idler).
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3.3 Impact de la diffusion Raman stimulée sur la propagation

d’une impulsion laser vectorielle

Cette troisième section est consacrée à l’étude de la diffusion Raman rotationnelle stimulée

(SRRS) dans l’air (molécules de diazote), et à son influence sur le plasma généré ainsi que sur le

rayonnement THz émis. Elle vient compléter la description scalaire présentée en section 2.1.3 car

je généralise ici son expression pour une impulsion laser vectorielle de polarisation quelconque.

En premier lieu, nous développons l’expression de la polarisation due à la SRRS généralisée pour

des impulsions laser vectorielles. Nous présentons ensuite une manière alternative de la décrire,

afin de faciliter son implémentation dans le code de calcul CUP3D. Cette section se termine par

une étude numérique portant sur la production de rayonnement THz en présence ou en l’absence

de SRRS pour des impulsions LP-P et CP-S.

3.3.1 SRRS pour une impulsion laser de polarisation arbitraire

Nous proposons un modèle théorique pour la polarisation des électrons liés associés à la SRRS

induite par les rotations de molécules atmosphériques suite à une excitation par un champ élec-

trique vectoriel ~E(t). A pression ambiante, la SRRS est majoritairement causée par l’excitation

de transitions rotationnelles dans les molécules de diazote N2 [124, 125,127], comme mentionné

en section 2.1.3. Ces transitions créent ainsi des photons par émissions Stockes et anti-Stockes,

dont les mécanismes ont été introduits dans la figure 2.4 du chapitre 2.

Avant le passage du faisceau pompe de fréquence fondamentale ω0, les molécules de N2 sont

dans un état rotationnel nommé 1 de fréquence propre Ω1. Conformément à la figure 2.4, les

photons peuvent exciter la transition rotationnelle d’énergie ~ωR permettant aux espèces d’at-

teindre l’état 2 de fréquence propre Ω2. Les émissions Stockes (resp. anti-Stockes) représentent

la transition de l’état 1 à l’état 2 (resp. de l’état 2 à l’état 1) en passant par un état virtuel situé

en-dessous de l’état 3, de fréquence propre Ω3 et supposé suffisamment haut pour ne pas pouvoir

être excité lors du passage de l’impulsion laser. Elles émettent alors un photon de pulsation ωS

(resp. ωA) vérifiant ωS = ω0 − ωR (resp. ωA = ω0 + ωR). Puisque seul l’état 1 est considéré

initialement peuplé, les émissions anti-Stockes seront négligées.

Nous commençons par développer la polarisation microscopique due à la SRRS associée à une

molécule de N2 isolée. Soit Ωnm = Ωn − Ωm la différence de fréquences propres entre les ni-
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veaux n et m (n, m = 1,2,3). Au vu des hypothèses précédentes, nous pouvons considérer

Ω21 � ω0 � Ω32. Nous introduisons également ψ(t, ~r) la fonction d’onde moléculaire de l’espèce

isolée, H0 = − ~2
2m∇

2 le Hamiltonien (libre) de la molécule à l’équilibre, et V (t, ~r) = ~µ · ~E(t, ~r) =

µxEx(t, ~r) + µyEy(t, ~r) = Vx(t, ~r) + Vy(t, ~r) l’opérateur de perturbation du Hamiltonien, avec

~µ = −e~r le vecteur moment dipolaire de la molécule étudiée. La fonction d’onde moléculaire

vérifie l’équation de Schrödinger :

(H0 + Vx + Vy)|ψ〉 = i~
∂|ψ〉
∂t

. (3.59)

Afin de résoudre cette équation, ψ(t, ~r) est décomposée en une somme des états propres station-

naires de H0, que l’on note un(~r)n=1,2,3, et de coefficients associés dépendants du temps notés

cn(t). Ces états propres forment une base orthonormée, c’est-à-dire 〈um|un〉 = δmn, avec δmn le

symbole de Kronecker. La fonction d’onde s’écrit alors [129]

ψ(t, ~r) =
3∑

n=1

cn(t)e−iΩntun(~r). (3.60)

Le développement de (3.59) mène aux équations différentielles vérifiées par les coefficients cm(t) :

∂cm
∂t

=
i

~

3∑
n=1

cn(t)
(
~µmn · ~E

)
e−iΩnmt, (3.61)

où nous avons introduit le vecteur de moment dipolaire microscopique ~µmn = µxmn ~ex + µymn ~ey

avec µx,ymn = 〈um|µx,y|un〉.

La polarisation microscopique due à la SRRS est définie par

~Pmic
R (t) = Na

3∑
m=1

3∑
n=1

ρnme
iΩmnt~µmn, (3.62)

où les coefficients de la matrice densité (ρnm)m=1,2,3
n=1,2,3 tels que ρnm = c∗mcn vérifient les équations

différentielles

∂ρnm
∂t

=
i

~

3∑
j=1

(
ρnj

(
~µjm · ~E

)
e−iΩmjt − ρjm

(
~µnj · ~E

)
e−iΩjnt

)
. (3.63)

Comme l’état 3 est de trop haute énergie pour être excité par l’impulsion laser, ρ33 = 0. De

plus, dans le cadre d’une émission Stockes, la transition de l’état 1 à l’état 2 se fait de manière
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indirecte via un état virtuel, d’où ~µ12 = ~0 et ~µ11 = ~µ22 = ~µ33 = ~0. Nous supposons enfin que

les ~µmn non-nuls sont tous égaux et assimilables au vecteur ~µ. Ces simplifications permettent

de développer la relation (3.62) sous la forme

~Pmic
R (t) = Na

(
ρ13e

iΩ31t + ρ32e
−iΩ32t

)
~µ+ c.c. (3.64)

où c.c. correspond au complexe conjugué.

Les coefficients ρ13 et ρ32 dépendent de ρ12 à travers l’équation (3.63), de sorte que

∂ρ13

∂t
=
i(~µ · ~E)

~
(
ρ11e

−iΩ31t + ρ12e
−iΩ32t

)
, (3.65)

∂ρ32

∂t
= − i(~µ ·

~E)

~
(
ρ12e

iΩ31t + ρ22e
iΩ32t

)
. (3.66)

La hauteur du troisième niveau implique que les variations temporelles de ρ11, ρ12, ρ21 et ρ22

sont lentes devant celles de ρ13 et de ρ32 car Ω31,Ω32 � Ω21 et Ω31 ∼ Ω32. Ces quatre coefficients

peuvent donc être considérés comme indépendants du temps dans (3.65) et (3.66). De plus, la

période laser est grande devant les temps caractéristiques de repopulation du milieu (ω0 � Ω31).

Le champ ~E est donc également considéré constant ici. Nous appliquons les conditions initiales

ρ13(t = 0) = ρ32(t = 0) = 0, de sorte que l’intégration des équations (3.65) et (3.66) mène à :

ρ13(t) = −(~µ · ~E)

~Ω31

(
ρ11e

−iΩ31t + ρ12e
−iΩ32t

)
, (3.67)

ρ32(t) = −(~µ · ~E)

~Ω31

(
ρ12e

iΩ31t + ρ22e
iΩ32t

)
. (3.68)

Par conservation de la densité totale des états,
∑3

i=1 ρii = 1. Puisque l’état 3 ne peut être peuplé

(ρ33 ≈ 0), cette relation mène à ρ11 + ρ22 ≈ 1. Nous supposons également que l’état 1 reste

beaucoup plus peuplé que l’état 2, c’est-à-dire ρ11 − ρ22 ≈ 1. Selon ces considérations, nous

trouvons une expression simple de ~Pmic
R (t) :

~Pmic
R (t) = −2Naµ

2

~Ω31
ρ12e

iΩ21t(~µ · ~E)~µ+ c.c. (3.69)

où l’expression de ρ12(t) provient de l’équation (3.63) :
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∂ρ12

∂t
= − i(~µ ·

~E)2

~2Ω31
e−iΩ21t. (3.70)

En pratique, une décroissance de la population de ρ12(t), non-décrite par le modèle présenté, est

attendue [129]. Afin de la prendre en compte, nous ajoutons artificiellement un terme −ρ12/τ2

à l’équation différentielle, avec τ2 = Γ−1 désignant la durée de vie de la population ρ12. Nous

introduisons également τ1 = Ω−1
21 le temps caractéristique entre deux transitions de l’état 1 à

l’état 2. Numériquement, ces grandeurs sont estimées à τ1 ≈ 62.5 fs et τ2 ≈ 77 fs pour les

molécules de N2 [129,130]. L’équation différentielle vérifiée par ρ12(t) se reformule alors

∂ρ12

∂t
= −ρ12

τ2
− i(~µ · ~E)2

~2Ω31
e
−i t

τ1 (3.71)

et permet d’obtenir la forme développée de la polarisation microscopique due à la SRRS :

~Pmic
R (t) =

4Na~µ

~3Ω2
31

(~µ · ~E(t))

∫ t

−∞

(
~µ · ~E

)2
sin

(
t− t′

τ1

)
e
t′−t
τ2 dt′. (3.72)

A l’aide du changement de variable τ = t− t′, on obtient l’expression finale de ~Pmic
R (t) :

~Pmic
R (t) =

4Na~µ

~3Ω2
31

(~µ · ~E(t))

∫ +∞

0
(~µ · ~E(t− τ, ~r))2 sin

(
τ

τ1

)
e
− τ
τ2 dτ. (3.73)

Cette expression ne concerne qu’une molécule de diazote isolée. Afin d’obtenir la polarisation

macroscopique associée à la SRRS, il est nécessaire d’intégrer l’équation (3.73) pour toutes les

molécules entrant en interaction avec le faisceau laser. Pour cela, nous supposons que toutes les

molécules de N2 sont localisées uniformément dans l’espace, et que leur moment dipolaire ~µ est

orienté selon une direction aléatoire au passage de l’impulsion laser. Soit ξ la variable aléatoire

représentant l’angle entre la direction de ~µ et ~ex. En supposant que les moments ~µ sont répartis

de manière isotrope dans l’air, nous en déduisons que ξ est distribué uniformément entre 0 et

2π. En notant ~PR(t) la polarisation macroscopique associée à la SRRS, ces hypothèses mènent

à

~PR(t) =
1

2π

∫ 2π

0

~Pmic
R (t, ξ) dξ. (3.74)

Le calcul de cette moyenne aboutit à
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~PR(t) =
Naµ

4

2~3Ω2
31

∫ +∞

0

[
E2(t− τ) ~E(t) + 2( ~E(t) · ~E(t− τ)) ~E(t− τ)

]
sin

(
τ

τ1

)
e
− τ
τ2 dτ. (3.75)

Nous posons R(τ) = τ1(τ−2
1 + τ−2

2 ) sin(τ/τ1)e−τ/τ2 en vertu de l’identité :

∫ +∞

0
sin

(
τ

τ1

)
e
− τ
τ2 dτ =

1

τ1

(
1

τ2
1

+
1

τ2
2

)−1

=
Ω2

21

Ω2
21 + Γ2

(3.76)

qui permet de normaliser la fonction de retard associée à la réponse Raman en sin(τ/τ1)e−τ/τ2 .

Nous définissons également

~G( ~E, t, τ) =
1

3

[
E2(t− τ) ~E(t) + 2( ~E(t) · ~E(t− τ)) ~E(t− τ)

]
. (3.77)

La relation (3.75) se réécrit alors :

~PR(t) =
3Naµ

4

2~3Ω2
31

Ω2
21

Ω2
21 + Γ2

∫ +∞

0

~G( ~E, t, τ)R(τ) dτ︸ ︷︷ ︸
~f( ~E,t)

. (3.78)

Nous rappelons que, d’après la section 2.1.3, la polarisation Kerr s’exprime sous la forme ~PK(t) =

ε0χ
(3) ~E3(t). Nous introduisons alors la grandeur xK de manière à ce que la polarisation Raman

s’exprime de manière analogue ~PR(t) = xKε0χ
(3) ~f( ~E, t). Ici, xK est la fraction d’intensité laser

permettant d’exciter les transitions rotationnelles du N2, l’autre partie servant à provoquer la

réponse Kerr instantanée de l’air. Par identification dans (3.78), on trouve

xK =
1

ε0χ(3)

Naµ
4

~3Ω2
31

Ω2
21

Ω2
21 + Γ2

. (3.79)

Nous pouvons également définir nR = xKn2 qui correspond à l’indice non-linéaire effectif de

l’air associé à la SRRS :

nR =
1

2cε20n0(ω0)2

3Naµ
4

2~3Ω2
31

Ω2
21

Ω2
21 + Γ2

. (3.80)

En injectant (3.79) dans (3.78), nous obtenons finalement la formulation générale de la polari-

sation macroscopique associée à la SRRS pour une impulsion laser vectorielle :
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~PR(t) =
3

2
xKε0χ

(3)

∫ +∞

0

~G( ~E, t, τ)R(τ) dτ. (3.81)

Remarquons que pour un champ laser scalaire (Ey = 0), l’expression précédente permet de

retrouver la polarisation Raman dérivée par Sprangle et al. [128] mentionnée par l’équation 2.43

dans le chapitre 2.

En résumé, la polarisation non-linéaire totale des électrons liés, associée à l’effet Kerr et à la

SRRS, s’écrit donc pour une impulsion laser vectorielle :

~PNL(t) = (1− xK)ε0χ
(3) ~E(t)3 +

3

2
xKε0χ

(3)

∫ +∞

0

~G( ~E, t, τ)R(τ) dτ. (3.82)

3.3.2 Implémentation dans CUP3D

L’équation (3.81) est coûteuse à intégrer car elle fait intervenir, pour chaque valeur de t, le calcul

d’une intégrale à borne infinie comprenant des variations rapides. Afin d’alléger les contraintes

numériques nécessaires pour modéliser la SRRS pour une impulsion laser vectorielle, nous propo-

sons une définition alternative pour ~PR(t). Le vecteur ~G( ~E, t, t−τ), intervenant dans l’expression

(3.81) et défini par l’équation (3.77), se développe comme suit :

~G( ~E, t, t− τ) =
1

3

([
3E2

x(t− τ) + E2
y(t− τ)

]
Ex(t)[

E2
x(t− τ) + 3E2

y(t− τ)
]
Ey(t)

)
. (3.83)

Nous introduisons les fonctions Qx(t) et Qy(t) telles que

Qx,y(t) = τ1

∫ +∞

0
sin

(
τ

τ1

)
e
− τ
τ2E2

x,y(t− τ)dτ. (3.84)

La polarisation Raman se réécrit donc

~PR(t) =
1

2
xKε0χ

(3)
(
τ−2

1 + τ−2
2

)([3Qx(t) +Qy(t)]Ex(t)

[Qx(t) + 3Qy(t)]Ey(t)

)
, (3.85)

où les fonctions Qx,y(t) vérifient les équations différentielles :

d2Qx,y
dt

+
2

τ2

dQx,y
dt

+
(
τ−2

1 + τ−2
2

)
Qx,y(t) = E2

x,y(t), (3.86)

avec pour conditions initiales Qx,y(t→ −∞) = 0.
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En pratique, les fonctions Qx,y(t) sont calculables beaucoup plus rapidement en résolvant les

équations (3.86) qu’avec la formulation intégrale (3.84). Afin de résoudre ces équations différen-

tielles, le code CUP3D emploie un solveur de schéma numérique Runge-Kutta d’ordre 4.

3.3.3 Impact de la diffusion Raman sur la génération d’ondes THz

L’implémentation de la diffusion Raman vectorielle dans le code CUP3D permet alors de calcu-

ler numériquement la production de rayonnement THz par plasma d’air en prenant en compte,

ou non, cet effet selon la polarisation de l’impulsion pompe.

Nos simulations à ce sujet ont consisté à modéliser la propagation initialement collimatée d’im-

pulsions laser LP-P et CP-S à deux couleurs sur 2 mètres dans l’air, dont l’indice optique li-

néaire nopt(ω) est donné par la référence [117] et dont l’indice non-linéaire vaut n2 = 3.8×10−19

cm2/W [120]. Sa puissance critique vaut Pcr = 10.7 GW. Le faisceau laser est décrit par un

fondamental opérant à 1.6 µm, de durée 50 fs FWHM et de rayon initial 0.5 mm. Les impulsions

utilisées contiennent une énergie de 4.43 mJ, dont 20 % est attribuée à la seconde harmonique, ce

qui correspond à une puissance laser incidente de 15.5 Pcr. La fraction des non-linéarités associée

à la SRRS est choisie à xK = 0.8 en accord avec les mesures rapportées dans la référence [120].

La fenêtre temporelle des simulations a une largeur de 0.8 ps et une résolution temporelle de

∆t = 0.98 attosecondes, ce qui correspond à une résolution fréquentielle de ∆ν = 1.25 THz. La

longueur d’onde fondamentale laser étant relativement élevée, nous considérons que la résolution

spatiale des simulations, à savoir ∆x, y = 12 µm, est suffisante pour ce problème, car les di-

mensions radiales du filament augmentent avec λ0, et celles du plasma croîssent avec
√
λ0 [194].

Afin de discriminer le rayonnement THz, nous employons un filtre passe-bas coupant le champ

électrique à 90 THz.

La figure 3.20(a) illustre l’évolution des densités électroniques calculées par le solveur CUP3D.

Elle indique que la SRRS réduit fortement la photo-ionisation de l’air, ce qui donne lieu à

des canaux plasmas moins denses, mais plus longs et réguliers car soumis à des courants de

pertes plus modérés. La formule de Marburger [équation (2.41)] prévoit une distance focale non-

linéaire zc = 12 cm en l’absence de SRRS, ce qui est en accord avec la simulation (courbes

pointillées) [107, 123]. La figure 3.20(a) montre cependant que la SRRS tend à repousser la

création de plasma vers zc ≈ 25− 30 cm. Nous attribuons ce phénomène à une augmentation de

la puissance critique effective du milieu due à la SRRS, car en présence de cet effet, seule une
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Figure 3.20: (a) Densité électronique maximale en fonction de la distance de propagation
laser et (b) énergie THz (ν < 90 THz) associée en présence (xK = 0.8) (courbes pleines) ou en
l’absence (xK = 0) (courbes pointillées) de la diffusion Raman pour une impulsion laser LP-P
(courbes bleues) ou CP-S (courbes rouges). Source : Stathopulos [195]

portion 1−xK = 20 % de polarisation non-linéaire totale participe à la réponse Kerr instantanée.

La puissance critique d’auto-focalisation se corrige donc telle que :

Pcr ≈
3.72λ2

0

8πn0n2
→ 3.72λ2

0

8π(1− xK)n0n2
. (3.87)

La distance focale non-linéaire en présence de SRRS se réécrit donc :

zc(xK) ≈ zc(xK = 0)√
1− xK

. (3.88)

Cette dernière subit donc une correction d’un facteur ≈ (1−xK)−1/2, ce qui mène à zc ≈ 27 cm

pour xK = 0.8, en accord avec la figure 3.20(a).

En résumé, la SRRS est caractérisée par une réduction de l’auto-focalisation Kerr d’un facteur

1− xK , peu importe la polarisation laser. Il en résulte que l’énergie THz produite, montrée en

figure 3.20(b), croît plus lentement en présence de diffusion Raman, mais est plus régulière au

cours de la propagation laser. Les diminutions d’énergies THz sont dues aux pertes aux bords

de la boîte de simulation. Il est à noter que le faisceau CP-S produit un rayonnement THz plus

intense que l’impulsion LP-P, comme précédemment attendu avec deux couleurs.

La figure 3.21 montre le spectre du champ électrique total en différents lieux de l’axe optique.

Sans contribution Raman, celui-ci présente déjà un spectre plat pour ω > 3ω0 en z = 10 cm,

et se développe en un super-continuum pour z = 50 cm. Cette évolution spectrale n’apparaît
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Figure 3.21: Spectre optique à (a) z = 10 cm, (b) z = 50 cm et (c) z = 2 m. Les inserts sont
des zooms sur les spectres THz correspondants. La légende est similaire à celle de la figure 3.20.

que pour z = 2 m en présence de SRRS. En accord avec les conclusions tirées lors de l’analyse

de la figure 3.20, la capacité de la SRRS à s’opposer à l’auto-focalisation Kerr tend donc à

réduire les non-linéarités causant des intensités pic élevées et les distorsions spectrales qui y sont

associées. Les inserts indiquent, en accord avec la figure 3.20(b), que le spectre THz produit par

une impulsion CP-S est plus intense que celui généré par un faisceau LP-P à partir de z = 50

cm, et ce en présence ou en l’absence de la diffusion Raman stimulée.

Enfin, la figure 3.22 décrit les profils temporels du champ électrique et de la densité électronique

en z = 50 cm pour ces quatre cas. En particulier, elle montre que les champs laser ont subi de

plus fortes distorsions sans SRRS (courbes de gauche) qu’avec (courbes de droite), ce qui rejoint

les observations précédentes. Il est intéressant de remarquer que l’ampleur de ces distorsions est

beaucoup plus sensible à l’action de la diffusion Raman stimulée qu’à la polarisation laser, ce

qui justifie la nécessité de bien modéliser cet effet pour réaliser une simulation de production

THz aussi réaliste que possible.
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Figure 3.22: Champs électriques Ex (courbes bleues) et Ey (courbes rouges) associés au profil
temporel de densité (courbes noires) en z = 50 cm pour une impulsion (a, b) LP-P ou (c, d)
CP-S (a, c) en l’absence ou (b, d) en présence de diffusion Raman. Source : Stathopulos [195]

3.4 Résumé du chapitre

En résumé, nous avons d’abord montré que la polarisation de l’impulsion laser a une forte action

sur les performances des ondes THz générées. Dans le cas à deux couleurs, nous rapportons

qu’un champ laser en polarisation CP-S permet d’augmenter le rendement de conversion laser-

THz d’un facteur ≈ 4− 6 en comparaison de la configuration LP-P classique. Dans le cas CP-S,

l’axe d’orientation de l’onde THz produite peut aussi être contrôlé par le déphasage entre les

harmoniques φ. Nous avons également montré que les configurations LP-O et CP-C tendent

à réduire le rendement η à cause d’interférences destructives entre les bouffées THz produites

successivement. Ce travail a conduit à la publication de l’article [139].

L’ajout de couleurs permet aussi d’accroître fortement l’énergie THz engendrée lorsque le champ

laser suit un profil temporel en dents de scie. Le rendement de conversion peut alors augmenter

d’un facteur pouvant atteindre jusqu’à 15 en configuration LP-P en comparaison du cas à 2

couleurs. La généralisation de ce champ laser à une polarisation CP-S, pourtant prometteuse à

deux couleurs, ne permet toutefois pas d’améliorer ces conclusions. Au contraire, à partir de ≈ 6

couleurs, le champ LP-P devient plus efficace que le champ CP-S pour produire un rayonnement
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THz. Ces observations ont donné lieu à une seconde publication présentée en référence [183].

Enfin, la diffusion Raman stimulée (SRRS), induite par les transitions rotationnelles de molécules

de diazote dans l’air, est caractérisée par un affaiblissement de l’auto-focalisation Kerr. En effet,

les électrons liés aux noyaux participant à la SRRS (en effectuant une transition rotationnelle)

ne contribuent pas aux non-linéarités Kerr instantanées. Cette réduction de l’auto-focalisation

tend à augmenter la distance focale non-linéaire, et à former des plasmas plus longs et réguliers,

mais également moins denses. La croissance de l’énergie THz générée par ce type de filament est

donc plus lente, et se produit sur une plus longue distance. Nous avons ici généralisé et utilisé

l’expression de la SRRS pour des états de polarisation variés de l’onde de pompe laser, ce qui a

conduit à la publication de l’article [195].
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Ce chapitre est consacré au caractère conique de l’émission THz couramment observé

lors des expériences de production de rayonnement basse-fréquence par un plasma

d’air [49, 196–198]. Nous commençons par expliquer cet effet à l’aide d’un premier

modèle simple, qui permet d’estimer la distribution spatiale du rayonnement THz généré par

un plasma cylindrique et de densité électronique homogène. Les résultats sont ensuite comparés

à une mesure expérimentale de spectre THz angulaire (ou spectre angulo-fréquentiel) obtenue

lors d’une expérience réalisée à DTU/Fotonik. Enfin, nous généralisons le modèle d’émission

conique pour des plasmas admettant des inhomogénéités transverses, associées soit aux variations

radiales de l’enveloppe laser, soit aux modifications de phase induites par différentes aberrations

optiques. Les impulsions laser étudiées ici sont toujours initialement en état de polarisation LP-P.

L’émission conique due à des impulsions laser CP-S sera examinée dans le prochain chapitre.
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4.1 Emission conique par un plasma cylindrique homogène

4.1.1 Modèle de You, Oh et Kim (2012)

Un premier modèle permettant d’expliquer l’émission conique du rayonnement THz a été proposé

en 2012 par You, Oh et Kim (abrégé par You et al. dans ce qui suit) [47,48]. Ce modèle suppose

que le plasma est cylindrique de rayon a et de longueur L, et homogène en densité électronique

Ne. D’après la référence ci-dessus, le plasma se comporte comme une source volumique d’ondes

THz polarisées selon une direction dépendant du déphasage entre les deux harmoniques laser φ,

conformément à la section 3.1.3 [139]. Pour rappel, la dispersion du milieu est caractérisée par

une dépendance en fréquence de l’indice de son groupe ng(ω), défini par

ng(ω) = c
∂k

∂ω

∣∣∣∣
ω

=
∂[ω′n(ω′)]

∂ω′

∣∣∣∣
ω

(4.1)

avec n(ω) l’indice de réfraction du milieu incluant la contribution plasma due à l’ionisation [29] :

n2(ω) = n2
opt(ω)−

ω2
p

ω2(1 + iνc/ω)
. (4.2)

ωp est la pulsation plasma décrite par

ωp =

√
e2Ne

meε0
. (4.3)

La dispersion optique, compte tenu des différentes vitesses de groupe des deux harmoniques

laser, produit une variation de leur déphasage le long du canal plasma, et avec elle une évolution

de la polarisation des impulsions THz générées. Nous introduisons donc ld la longueur dite de

déphasage (ou longueur de cohérence), qui correspond à la distance que les deux harmoniques

laser doivent parcourir dans le plasma uniforme pour que leur déphasage varie de ±π. Cette

longueur est définie par

ld =
λ0

4 |n(ω0)− n(2ω0)|
(4.4)

où ω0 et λ0 sont respectivement la fréquence et la longueur d’onde du fondamental de l’impulsion

laser. Notons que la correction de l’indice optique due à l’effet Kerr (n(ω) → n(ω) + n2I) ne

contribue pas à la longueur de déphasage car cette correction est, par hypothèse, la même pour
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4.1 Emission conique par un plasma cylindrique homogène

les deux couleurs.

Lorsque le plasma est suffisamment long (typiquement L > ld), les rayonnements THz produits

en différents lieux (donc de polarisations différentes) entrent en interférences destructives là où

l’impulsion laser est la plus intense, c’est-à-dire sur l’axe optique. Cependant, un accord de phase

naturel peut apparaître hors-axe, ce qui mène à une géométrie de rayonnement conique loin du

plasma. Ce mécanisme est illustré par la figure 4.1.

Figure 4.1: Schéma illustrant le mécanisme de formation de l’émission conique dans un plasma
cylindrique homogène. Source : You [47]

Posons les points A et B, séparés d’une distance ld et appartenant au filament. Si la polarité

de l’onde THz est positive en A (et donc négative en B), les impulsions THz générées en A

et B interfèrent constructivement lorsque la différence de chemins vérifie P3 − (P1 + P2) =

(m + 1/2)λTHz, avec m = {0, 1, ...}. Pour le mode principal m = 0, l’angle d’interférences

constructives théorique Θp est approché par

cos[Θp(λTHz, Ne)] ≈ 1− λTHz

2ld(Ne)
. (4.5)

Les plasmas d’air formés par une impulsion laser d’intensité 1013−15 W/cm2 et de fondamental

λ0 = 0.8 µm ont une densité typique de l’ordre de Ne = 5 × 1016 cm−3, ce qui correspond à

ld ≈ 2.6 cm. L’angle d’émission d’une onde THz de fréquence 1 THz est donc estimé par Θp ≈ 6°.

Le modèle de You et al., dont nous justifions la dérivation en section 4.2.2, décrit la répartition

spatiale et spectrale du rayonnement THz loin du plasma cylindrique de longueur L et de rayon
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Chapitre 4 : Emission conique

a en coordonnées sphériques (r, Θ, Φ) :

|Ê(ω,Θ)|2 ∝ |A(ω)|2
(
J1(β)

β

)2 [
κ2

+ + κ2
− − 2κ+κ− cos(2φ0)

]
(4.6)

où E(ω,Θ) est le champ électrique THz associé à la pulsation ω = ckTHz = 2πc/λTHz, A(ω) son

amplitude spectrale et φ0 le déphasage entre les couleurs à l’entrée du plasma. Les paramètres

β et κ± sont donnés par

β = kTHza sin Θ, (4.7)

κ± = sinc α±, (4.8)

α± =
1

2
kTHzL

(
1− cos Θ± λTHz

2ld

)
. (4.9)

Chacun des trois facteurs de l’expression (4.6) peut être interprété physiquement :

— Le facteur A(ω) contient l’information sur le profil en fréquence du rayonnement THz.

Il peut être estimé avec le modèle LC, de manière plus complète à partir de simulations

UPPE, ou de manière heuristique à partir d’une forme de spectre caractéristique, comme

nous le verrons par la suite.

— La quantité J1(β)/β décrit l’influence de la géométrie radiale (β ∝ a) du plasma sur

le rayonnement THz loin de la source. Plus précisément, il correspond à la diffraction

circulaire des ondes THz par un plasma de rayon fini. Sa dépendance en Θ est centrée

autour de 0 et tend donc à atténuer les ondes émises hors de l’axe optique. Cependant,

les plasmas étudiés ici ont un rayon de quelques dizaines de microns au plus, d’où β � 1

et donc J1(β)/β ≈ 1 aux ordres de grandeur concernés par les angles d’émission conique

typiques (< 10°).

— Le troisième facteur contient la signature de la géométrie axiale du plasma sur le champ

THz généré (α± ∝ L). Incluant les fonctions décrivant l’accord de phase entre les deux

couleurs laser au sein du plasma, c’est ce terme qui contient l’information sur le caractère

conique du rayonnement THz.

La figure 4.2, résultant de l’intégration de l’équation (4.6), indique que l’émission conique dépend

majoritairement de trois paramètres :
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4.1 Emission conique par un plasma cylindrique homogène

— Le premier est la longueur du plasma L. La figure 4.2(a) montre que lorsque L < ld, le

rayonnement THz est maximal sur l’axe optique (Θ = 0). En revanche pour des longueurs

plasma plus élevées (L > ld), un creusement de l’amplitude du rayonnement THz sur l’axe

se crée, et l’onde THz est produite majoritairement hors-axe.

— Le second est la densité électronique Ne. D’une part, la figure 4.2(b) indique que pour

Ne > 2 × 1017 cm−3, l’angle d’émission théorique Θp augmente fortement avec Ne alors

qu’il reste constant autour de 2.5° (pour ν = 5 THz) pour des niveaux de densité plus

faibles. D’autre part, la figure 4.2(d) montre que la longueur de déphasage ld est fortement

décroissante avec Ne. Pour des niveaux de densité élevés, l’émission conique apparaît donc

pour des longueurs plasmas plus faibles. Ce phénomène est dû à la correction de l’indice

du milieu associée au plasma, décrite par l’équation (4.2) : plus Ne est important, plus la

dispersion plasma est forte. Les interférences engendrant l’émission conique apparaissent

alors pour des plasmas plus courts.

— Le troisième paramètre est la fréquence de l’onde THz rayonnée. A ce propos, la figure

4.2(c) trace l’intensité THz donnée par l’équation (4.6) en fonction de ν et Θ pour Ne =

5 × 1016 cm−3 et L = 2ld. Elle met en lumière que l’angle d’émission théorique Θp est

fortement décroissant avec la fréquence, en particulier dans la partie basse du spectre

THz. De plus, cette figure montre que l’angle Θp prévu par l’équation (4.5) (courbe

blanche) restitue de manière consistante l’évolution en ν de l’angle d’émission privilégié

calculé à partir du modèle (4.6).

Lorsque λTHz/(2ld) � 1, l’angle d’émission conique donné par le modèle de You et al. (4.6)

peut être déduit analytiquement. Il correspond à la valeur de Θ pour laquelle |Ê(ω,Θ)|2 est

maximal, i.e., le facteur dépendant de κ± est maximal, étant donné que A(ω) est indépendant

de Θ et que le terme de diffraction circulaire est d’influence limitée (β � 1). L’approximation

sincα+ ≈ sincα− ≈ 1 conduit de facto à la relation (4.5). Cette condition est respectée ici car

ld reste souvent d’ordre millimétrique, voire centimétrique, là où la longueur d’onde THz reste

inférieure à 300 microns (≡ 1 THz) sur l’ensemble du spectre étudié.
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Figure 4.2: (a,b,c) Cartographie de l’intensité THz donnée par l’équation (4.6) en fonction
de l’angle d’émission conique Θ et (a) de la longueur plasma L, (b) de la densité électronique
Ne et (c) de la fréquence ν. Lorsqu’ils sont constants, ces paramètres valent L = 2ld(Ne),
Ne = 5 × 1016 cm−3 et ν = 5 THz. Les cartes sont normalisées par rapport à leurs valeurs
maximales respectives, et nous avons posé A(ω) = 1 par commodité. Les courbes blanches
rapportent l’angle d’émission conique Θp prédit par l’équation (4.5). (d) Evolution de la longueur
de déphasage ld avec Ne en échelle logarithmique. Dans tous les cas, nous avons posé λ0 = 0.8
µm.

4.1.2 Comparaison à des données expérimentales

Profil radial du faisceau THz

Dans le cadre du projet ALTESSE2, un enjeu a été de vérifier expérimentalement le caractère

conique lié à l’émission THz produite par un plasma d’air. A cette fin, une étude dédiée à la me-

sure des profils transverses THz émis par un plasma atmosphérique créé par deux couleurs laser

a nécessité de nouveaux diagnostics appropriés, exploités par les chercheurs de DTU/Fotonik en

2022 [199].

L’expérience consistait à focaliser dans l’air ambiant purgé en O2 une impulsion laser femtose-

conde (≈ 40 fs) de fondamental 800 nm. La source optique était un amplificateur laser Ti:Saphir

de taux de répétition 1 kHz. Le faisceau (5.5 mm de diamètre à mi-hauteur, d’énergie 0.9 mJ)

traversait un cristal doubleur BBO, générant la seconde couleur (400 nm, environ 35% en conver-

sion d’énergie laser). Le caractère LP-P de la polarisation de l’impulsion laser était assuré par

une lame demi-onde (DWP). Le plasma d’air formé par photo-ionisation émettait des impulsions
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4.1 Emission conique par un plasma cylindrique homogène

Figure 4.3: (a) Schéma de l’expérience menée à DTU/Fotonik incluant le diagnostic "knife-
edge". (b) Signaux THz captés par la caméra pour chaque position de la lame de couteau, (c)
et spectres correspondants. Entre chaque mesure, la lame de couteau est translatée de 0.3 mm.
La ligne rouge désigne le choix de la fréquence pour laquelle le profil spatial THz est tracé (ici
4 THz). (d) Puissance spectrale mesurée (points rouges) de l’impulsion THz (ν = 4 THz) pour
différentes positions de la lame de couteau, comaprée aux profils attendus pour une impulsion
THz radialement gaussienne (courbe noire) ou annulaire (courbe verte). Source : Rasmussen [199]

THz (≈ 0.2 µJ) qui étaient guidées par quatre miroirs paraboliques vers une lame de silicium fil-

trant ces impulsions de l’onde de pompe, puis vers un système de détection ABCD pour collecter

le champ THz produit. Ce dispositif est représenté sur la figure 4.3(a).

Un point important de l’étude a été de mesurer les profils spatiaux du faisceau THz rayonné.

Pour ce faire, cette mesure a utilisé la méthode dite de la lame de couteau, plus communément

appelée "knife-edge". Les expérimentateurs ont veillé à localiser une zone où l’impulsion THz

était focalisée et ont placé, proche de cette zone, une lame de couteau pouvant être translatée

dans le plan transverse à l’axe optique pour contrôler le rayon du faisceau propagé. Pour chaque

position de la lame, une caméra THz enregistrait le profil temporel du rayonnement produit et en
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déduisait son spectre. Des exemples de telles mesures pour différentes positions de la lame sont

présentés en figures 4.3(b, c), où nous remarquons une atténuation de l’amplitude THz détectée

lorsque la lame est translatée vers l’axe optique, c’est-à-dire lorsque le rayon de l’impulsion THz

mesurée diminue. La courbe de la puissance spectrale THz à ν = 4 THz mesurée en fonction de

la position de la lame de couteau est montrée en figure 4.3(d) (points rouges). Si le faisceau THz

était transversalement gaussien, cette courbe suivrait une fonction d’erreur complémentaire du

type :

PTHz(x) ∝ erfc
∣∣∣√2(x− x0)/w

∣∣∣ (4.10)

avec x la position de la lame de couteau, x0 un paramètre de fit et w le rayon en 1/e2 de l’im-

pulsion THz.

Cependant, cette estimation (courbe noire) s’écarte de la mesure. Afin d’expliquer ces diffé-

rences, une seconde comparaison a été effectuée avec le profil prévu dans le cas d’un faisceau

THz axisymétrique et creux autour de l’axe optique (courbe verte), qui prend pour expression

générale :

Idonut(r) = exp

(
−2

(r − rdonut)
2

w2
donut

)
+ exp

(
−2

(r + rdonut)
2

w2
donut

)
(4.11)

avec rdonut le rayon de l’anneau et wdonut son épaisseur, ces grandeurs satisfaisant rdonut ≤ wdonut.

Le deuxième terme permet d’assurer ∂rIdonut(r = 0) = 0.

Des correspondances satisfaisantes ont été retrouvées entre la mesure et ce modèle, indiquant

que la forme de l’impulsion THz dans le plan où se situe la lame de couteau décrit un anneau,

significatif de l’émission conique, et illustré par l’insert de la figure 4.3(d).

Ce procédé peut être réitéré en plaçant la lame de couteau plus ou moins loin du point où le

rayonnement THz est focalisé, afin de mesurer l’étendue transverse de cette onde en différents

lieux de sa propagation. La figure 4.4(a) montre à ce propos que lorsque la lame est positionnée

proche du point focal, l’impulsion THz est radialement gaussienne et son diamètre diminue avec

la fréquence, indiquant que les parties basse et haute du spectre THz se propagent avec des

angles différents. Les figures 4.4(b,c) décrivent que plus loin du point focal, le profil mesuré

se creuse autour de l’axe optique pour présenter un pic hors-axe, représentatif de l’émission

conique. En particulier, les mesures confirment que l’angle d’ouverture du cône diminue avec la
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4.1 Emission conique par un plasma cylindrique homogène

fréquence mesurée, comme attendu selon le modèle de You et al.

Figure 4.4: Mesures expérimentales du profil radial de l’émission THz pour ν = 3 THz (courbes
jaunes), ν = 6 THz (courbes oranges) et ν = 9 THz (courbes rouges) (a) proche du point focal,
(b) dans la région transitoire et (c) loin du point focal, où le rayonnement prend la forme d’un
cône. Source : Rasmussen [199]

Emission conique : Comparaison avec le modèle de You et al.

Un enjeu du présent travail a été de justifier et caractériser l’émission conique dans cette ex-

périence, et de retrouver numériquement la dépendance angulaire des spectres THz mesurés.

A cette fin, nous avons employé le modèle de You et al. (4.6), dont l’intégration consiste en

l’estimation de quatre grandeurs : le profil spectral THz A(ω), le rayon a du plasma, sa lon-

gueur L et sa densité électronique Ne, toujours supposée uniforme dans le filament. Afin de les

calculer, une simulation CUP3D de l’expérience a été réalisée. Nous avons simulé la propagation

non-linéaire d’une impulsion à deux couleurs de fondamental opérant à 0.8 µm, de durée 34 fs,

de rayon initial 467 µm et d’énergie 800 µJ, dont 35 % était attribué à la seconde harmonique.

Cette impulsion laser était focalisée par une lentille convergente de longueur focale 300 mm

dans du diazote (Ui = 15.6 eV) de densité initiale d’espèces neutres 2.7 × 1019 cm−3 et dont

l’indice optique est calculé à partir du modèle de Peck et Reeder [117]. La fréquence de collisions

électrons-neutres valait 2.86 THz et l’indice non-linéaire du milieu choisi était n2 = 3 × 1019

cm2/W. La puissance incidente laser vérifiait donc Pin = 3Pcr, avec Pcr = 3.1 GW la puissance

critique du milieu.

Il est important de souligner que les plasmas observé et simulé ont des longueurs et densités
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électroniques différentes, ce que nous attribuons à des imperfections du faisceau expérimental

(distorsions du front d’onde, enveloppes non-gaussiennes). Nous identifierons donc séparément

les quatre paramètres nécessaires à l’intégration du modèle de You et al. à partir des mesures

expérimentales d’une part (indice exp), et de la simulation d’autre part (indice sim) afin de

pouvoir comparer les estimations de ce modèle avec les spectres mesuré ou simulé.

Ignoré dans le modèle originel de You et al. [47, 48], le calcul du spectre THz A(ω), qui décrit

le profil fréquentiel de l’impulsion THz, est rarement effectué dans la bibliographie. Toutefois,

comme l’angle d’émission conique Θp est fortement dépendant de νTHz [cf. figure 4.2(c)], la prise

en compte de A(ω) est essentielle pour caractériser efficacement le rayonnement THz émis [197].

Lors de l’expérience menée à DTU/Fotonik, le détecteur THz employé fonctionnait comme un

filtre passe-bas, dont la réponse fréquentielle en puissance est illustrée en figure 4.7(a). Afin de se

rapprocher au mieux des conditions expérimentales, nous considérons que le facteur |Aexp(ω)|2

est donné par cette courbe.

Pour nos comparaisons avec les résultats du code CUP3D, le facteur Asim(ω) a été calculé à

partir d’une simulation LC. Les paramètres de l’impulsion laser ont été choisis à l’aide de la

configuration initiale du champ optique de la simulation UPPE (r = 35 %, φ = π/4), et son

intensité a été identifiée à partir de celle calculée par CUP3D à l’entrée du plasma (E0 = 35

GV/m).

Afin d’estimer le rayon du plasma a, nous avons cartographié la densité électronique maximale

(t→ +∞) calculée par CUP3D en fonction de la distance de propagation z et de la distance x

à l’axe optique dans le plan transverse à ce dernier. Cette carte est illustrée en figure 4.5.

Cette figure révèle que le rayon du plasma vaut au plus a ≈ 50 µm. Cet ordre de grandeur

est cohérent avec les remarques effectuées en section 4.1.1, qui indiquaient que la diffraction

circulaire associée à l’étendue radiale du canal plasma est négligeable dans une telle configuration

(β � 1). Cette valeur sera retenue lors de l’intégration du modèle de You et al..

Les références [47, 48] définissent la grandeur L comme étant la longueur du plasma, ce qui

reste flou pour un plasma réel, car tout point d’un tel filament ne génère pas nécessairement

de rayonnement THz (les deux couleurs peuvent ne pas rester superposées par exemple). Nous

choisissons ici de renommer cette quantité "longueur du volume émetteur d’ondes THz". Cette

nouvelle définition indique que L peut être estimé à partir de la croissance de l’énergie THz

générée par le plasma, montrée en figure 4.6(b) (courbe rouge).

156



4.1 Emission conique par un plasma cylindrique homogène

Figure 4.5: Cartographie de la densité électronique simulée par CUP3D dans le plan (x, z)
(paramètres décrits dans le texte). Le rayon du canal plasma est estimé à a ≈ 50 µm.

Figure 4.6: (a) Chronographies des évolutions en z du champ laser (carte verte, en GV/m),
du champ THz (ν < 90 THz) (carte bleue, en GV/m) et de la densité électronique (carte rouge,
en 1018 cm−3). Le rayonnement THz est produit avant que la densité plasma n’atteigne son
maximum. (b) Evolutions en z de la valeur de la densité électronique à l’instant où le champ
THz est maximal (courbe bleue, axe de gauche) et de l’énergie THz présente dans la fenêtre de
simulation (courbe rouge, axe de droite). Source : Rasmussen [199]

En l’occurrence, nous observons que l’énergie THz contenue dans la boîte de simulation présente

un accroissement entre 2.25 cm et 2.75 cm, et nous estimons donc la longueur de l’antenne

génératrice de rayonnement THz à Lsim ≈ 5 mm. La longueur du canal plasma observé lors de

l’expérience est quant à elle estimée à Lexp = 2.5 cm.

A l’instar de la longueur L, la densité électronique Ne n’est pas clairement définie pour un
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plasma sujet à des variations de densité en temps et en espace. Il est donc nécessaire d’estimer

une valeur de densité plasma effective N eff
e représentative du niveau de densité moyen atteint

lorsque les ondes THz sont produites.

Dans le cas de la simulation, commençons par supposer que la majorité du rayonnement THz est

formé proche de l’axe optique, où la densité est la plus élevée. Nous assimilons donc Ne(t, x, y, z)

à Ne(t, x = 0, y = 0, z). Les variations en (t, z) de Ne(t, z) et de ETHz(t, z) sont tracées en figure

4.6(a). Cette dernière indique que le rayonnement THz (en bleu) est généré au cours de la

croissance de la densité électronique (en rouge). La figure 4.6(b) précise pour chaque distance

z le niveau de densité atteint à l’instant où le champ THz est maximal. Nous observons que

le long du canal plasma, cette densité varie entre 1 et 3 × 1017 cm−3. Nous choisissons donc

N eff
e,sim = 2× 1017 cm−3 pour intégrer l’équation (4.6).

Lors de l’expérience, la densité plasma n’a pas pu être mesurée. Nous nous référons donc aux

mesures de Théberge et al. [200] qui indiquent que la densité électronique maximale atteinte pour

un plasma d’air formé par une impulsion laser femtoseconde de puissance incidente Pin = 3Pcr

et de rapport w0/f ≈ 0.01 vaut environ 2 × 1018 cm−3. Or, le rapport entre la densité plasma

maximale Ne(t→ +∞) ≈ 6.75× 1018 cm−3 [cf. figure 4.6(a)] et la densité électronique effective

N eff
e = 2× 1017 cm−3 valait ≈ 35 dans la simulation UPPE. En supposant que ce facteur reste

le même pour le plasma expérimental, nous en déduisons N eff
e,exp ≈ 5× 1016 cm−3.

A partir de la simulation UPPE et des estimations expérimentales, nous pouvons maintenant

estimer le spectre angulo-fréquentiel en intensité THz généré par les plasmas de diazote définis

sous les conditions ci-dessus. La figure 4.7(c) représente ce spectre résultant de l’intégration

du modèle de You et al. à l’aide des paramètres expérimentaux (indice exp), et est comparé

à la mesure réalisée lors de l’expérience, illustrée en figure 4.7(b). La figure 4.7(a) montre le

spectre intégré en angle de cette mesure, que nous retenons comme facteur |Aexp(ω)|2 lors de la

résolution de l’équation (4.6).

Les angles d’émission conique Θp(νTHz) prévus par le modèle de You et al. sont en adéquation

avec la mesure (2° < Θp(νTHz) < 6 °). En effet, cette dernière montre une évolution de Θp(νTHz)

en ν−1/2
THz (courbe blanche pointillée), en accord avec la relation (4.5) lorsque λTHz/(2ld)� 1 car

Θp ≈ arccos

(
1− λTHz

2ld

)
∼
√

c

ldνTHz
, (4.12)
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Figure 4.7: (a) Integration angulaire du spectre mesuré, illustré en (b). (b) Spectre angulo-
fréquentiel en intensité THz mesuré à l’aide de la technique de la lame de couteau. La ligne
blanche montre que l’angle d’émission conique suit la loi 1/

√
νTHz en accord avec la relation

(4.12). (c) Intégration du modèle de You et al. à l’aide des paramètres Lexp = 2.5 cm, a = 50
µm, et N eff

e,exp = 5 × 1016 cm−3. Le spectre |Aexp(ω)|2 utilisé correspond à la courbe tracée en
(a). Source : Rasmussen [199]

en vertu du développement limité arccos(1− u) ∼u→0

√
2u.

Cette relation est aussi en accord avec les observations de Nikolaeva et al. [201]. Remarquons

que bien que l’intégration du facteur A(ω) est rarement effectuée dans la littérature, elle a ici

été essentielle pour retrouver la mesure montrée en figure 4.7(b).

Enfin, la figure 4.8(a) illustre le spectre angulo-fréquentiel calculé par le code CUP3D. Contrai-

rement à la mesure expérimentale, il présente une forte contribution sur l’axe pour ν < 10

THz provenant d’un ratio L/ld plus faible dans la simulation (≈ 1.3) que lors de l’expérience

(≈ 2.3). Les angles d’émission privilégiés (Θ ≈ 3− 5°) ainsi que leur évolution avec la fréquence

ν restent cependant en bon accord avec les mesures expérimentales. La figure 4.8(b) décrit le

spectre estimé à partir du modèle de You et al, où nous avons utilisé les paramètres indicés sim.

Pour rappel, le facteur Asim(ω) a été ici calculé par intégration numérique du modèle LC, où les

paramètres de l’impulsion laser d’entrée étaient choisis selon le faisceau laser UPPE à l’entrée du

plasma. Le modèle de You et al. reproduit de manière satisfaisante les angles d’émission conique

ainsi que la contribution sur l’axe prédits par la simulation UPPE. Les différences observées aux

faibles fréquences entre ces deux spectres sont attribuées au code CUP3D, qui devient moins

fiable pour les fréquences inférieures à la fréquence plasma (< 3− 4 THz) car celui-ci ne prend
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pas en compte les effets de dispersion, d’absorption et d’opacité plasma [202].

Figure 4.8: (a) Spectre angulo-fréquentiel simulé par le code CUP3D (paramètres précisés dans
le texte). (b) Intégration du modèle de You et al. à partir des paramètres Lsim = 5 mm, a = 50
µm et N eff

e,sim = 2×1017 cm−3. La répartition fréquentielle Asim(ω) a été obtenue par intégration
du modèle LC, où les paramètres laser choisis ont été identifiés par rapport au faisceau laser
UPPE à l’entrée du plasma. Source : Rasmussen [199]

4.2 Généralisation du modèle de You et al.

Cette section généralise le modèle de You et al. pour des canaux plasmas arbitraires. Nous

commençons par établir que l’absorption et l’opacité plasma ainsi que les variations axiales de

densité électronique jouent un rôle mineur sur le spectre angulo-fréquentiel THz, en nous basant

sur des travaux précédemment publiés. Je propose ensuite un modèle de rayonnement THz en

champ lointain produit par des canaux plasma admettant des variations de densité transverses

et incluant les dépendances en enveloppe des impulsions laser excitatrices. Après avoir montré

que ces effets d’enveloppe sont d’influence limitée, le modèle de You et al. est retrouvé comme

une simplification du modèle général. Enfin, nous intégrons numériquement notre modèle en le

comparant avec des spectres calculés par le code CUP3D pour des impulsions laser polarisées

linéairement. Ces résultats permettent d’apprécier les différences entre le rayonnement généré

par un plasma homogène transversalement ou non.
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4.2.1 Commentaires préliminaires

Mis à part la publication de You et al. en 2012, d’autres auteurs se sont attachés à proposer

une modélisation de l’émission conique THz incluant des effets annexes que nous rappelons

ci-dessous.

Absorption et opacité plasma dans le domaine THz

Lorsque l’onde THz est générée, elle se propage sur une courte distance au sein du canal plasma

d’indice de réfraction n(ω), dont les parties réelle et imaginaire se développent à partir de

l’équation (4.2) :

<[n(ω)] =

(
n2

opt(ω)−
ω2
p

ω2 + ν2
c

)1/2

, (4.13)

=[n(ω)] =
νcω

2
p

2ω(ω2 + ν2
c )

(
n2

opt(ω)−
ω2
p

ω2 + ν2
c

)−1/2

, (4.14)

où pour rappel, ωp =
√
e2Ne/(meε0) est la fréquence angulaire plasma (nous appellerons par la

suite νp = ωp/(2π) la fréquence plasma) et νc est la fréquence de collisions électrons-neutres.

La réduction d’amplitude de l’onde THz associées aux collisions dans le plasma se réfèrent à

l’"absorption plasma", et sont représentées par la partie imaginaire de n(ω). Par ailleurs, lorsque

que ω <
√
ω2
p − ν2

c , la quantité dans la racine de l’expression de <[n(ω)] devient négative, ce

qui induit une contribution supplémentaire à la partie imaginaire de n(ω). Cette dernière est

nommée "opacité plasma".

Chronologiquement, le premier modèle de puissance THz rayonnée a été proposé par Kim et al. en

2008 [56]. Dans ce modèle impliquant une impulsion laser à deux couleurs, le rayonnement THz

est généré uniquement par les photo-courants. Cette référence donne la dépendance spatiale et

spectrale de l’intensité THz ITHz rayonnée par un plasma de longueur L supposé unidimensionnel

sous la forme :

ITHz(ω) ∝
∣∣∣∣∫ L

0
ETHz(ω, z) exp

[
− L− z
La(ω, ω0, Ne)

]
exp[iφ(z, ωp)]dz

∣∣∣∣2 , (4.15)

où ETHz(ω, z) est le spectre THz produit par les photo-courants en z, La = c/(ω=[n]) est la
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longueur d’absorption caractéristique du filament induite par les collisions et φ(z, ωp) est le

déphasage entre les deux couleurs à la sortie du plasma.

A l’image des travaux de You et al., le champ THz est supposé varier avec z en suivant l’évolution

axiale du déphasage entre les deux couleurs (dispersion optique et plasma), ce qui mène à une

émission conique loin du filament. Une caractéristique intéressante de ce modèle est la prise en

compte de l’absorption plasma dans le domaine THz, qui ne peut être négligée d’après Kim et

al. car l’onde THz est supposée se propager longitudinalement dans le plasma. Cependant, dans

un cas réel, le rayonnement THz sort du filament par ses faces latérales. L’absorption plasma

joue donc un rôle limité dans les configurations étudiées ici (a� L).

En 2014, Gorodetsky et al. [197] ont établi un modèle d’émission conique considérant l’opacité

plasma et incluant les variations axiales et transverses du plasma afin de généraliser le modèle

de Kim et al. Le champ électrique THz rayonné s’écrit :

E(~r, ω) ∝ kTHz

∫
V

eikTHz|~r−~r′|

|~r − ~r′|
A(x′, z′, ω) sin[φ(z)]eikTHzzh(~r, ~r′, ω)d2~r′, (4.16)

avec A(x, z, ω) son amplitude spectrale générée localement, φ(z) le déphasage entre les couleurs,

et h(~r, ~r′, ω) le terme d’absorption défini par :

h(~r, ~r′, ω) =

 0 si ω < ωp,

exp
[
i
∫
l(~r,~r′) kTHz(n(ξ, ω)− 1)dξ

]
si ω ≥ ωp,

, (4.17)

où l(~r, ~r′) décrit le chemin pris par l’onde THz générée en ~r′ pour sortir du filament et arriver

en ~r.

Hormis les variations spatiales du plasma considéré, ce modèle améliore la prise en compte du

terme d’absorption en estimant le chemin optique parcouru par le rayonnement THz dans le

plasma. Remarquons que formellement, le facteur h(~r, ~r′, ω) peut être généralisé tel que :

h(~r, ~r′, ω)→ exp

[
i

∫
l(~r,~r′)

kTHz(n(ξ, ω)− 1)dξ

]
. (4.18)

L’intégration numérique de ce terme est particulièrement complexe, d’une part car elle nécessite

la connaissance de la distribution spatiale tridimensionnelle du plasma étudié, et d’autre part

car en chaque point du filament, il contient une intégrale à calculer sur un chemin oblique dé-

pendant de r′, de Θ, de Φ et de ν.
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Une autre solution a été proposée par Thiele et al. [51], qui ont étudié la génération de rayon-

nement THz par des impulsions laser femtoseconde formant des micro-plasmas, dans lesquels la

source principale d’ondes THz est la force pondéromotrice. Ce type de plasmas fait intervenir

des niveaux de densité bien plus élevés que dans les filaments étudiés ici, et l’absorption plasma

peut a priori devenir conséquente. D’après cette référence, il est possible de considérer que le

rayonnement THz est généré sur une coquille de plasma, au centre de laquelle toute onde basse-

fréquence ne peut sortir à cause de l’opacité et de l’absorption plasma.

Nous choisirons de négliger l’absorption plasma par la suite. En effet, la majeure partie du

spectre THz produit par les photo-courants vérifie ν > νc = 2.86 − 5 THz. Pour les niveaux

de densité effectifs généralement atteints par les plasmas de gaz étudiés (N eff
e ≈ 1017 cm−3, cf.

section précédente), la longueur d’absorption La = c/(ω=[n(ω)]) associée à une onde THz de

fréquence ω = νc est de l’ordre de la centaine de microns. En outre, dans cette partie du spectre,

le rayonnement THz est rayonné à Θ ≈ 5°. Sa distance de propagation au sein d’un filament de

largeur a ≈ 20 µm vaut donc ∼ 200 µm ≈ La. Comme la longueur d’absorption est fortement

croissante avec la fréquence, nous en déduisons que l’absorption plasma est négligeable dans la

majeure partie du spectre THz (ω > νc) pour les configurations étudiées. De plus, l’intégration

numérique du facteur h(~r, ~r′, ω) est particulièrement coûteuse, car elle fait intervenir en chaque

point du filament, pour chaque fréquence THz ν et pour chaque angle d’émission Θ une intégrale

sur un chemin devant être déterminé numériquement.

De même, l’opacité plasma concerne les fréquences inférieures à
√
ω2
p − ν2

c < 10 THz pour des

niveaux de densité effectifs de l’ordre de 1017 cm−3. Cet effet devrait donc également jouer un

rôle limité dans le spectre angulo-fréquentiel rayonné.

Notons que dans la référence [134], qui étend le modèle de rayonnement THz proposé par Thiele

et al. en 2016 aux impulsions laser à deux couleurs, l’opacité plasma est négligée en raison des

arguments présentés ci-dessus.

Variations axiales de la densité plasma

Le modèle de Gorodetsky et al. prend également en compte les inhomogénéité axiales du filament,

que nous choisissons aussi de négliger dans notre modèle. Premièrement, au vu de la figure

4.6(b), la densité électronique effective N eff
e varie peu au cours de la croissance de l’énergie THz.

Deuxièmement, ce type de variations engendre des effets non-observés en pratique, comme des
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angles d’émission conique secondaires. Afin de les mettre en évidence, nous généralisons le modèle

de You et al. aux plasmas admettant de telles variations. L’intensité spectrale se reformule alors

telle que :

| ~̂E(~r, ω)|2 =
ω2µ2

0

16π2r2

(
J1(β)

β

)2
∣∣∣∣∣
∫ +L/2

−L/2
dz′A(ω, z′) sin

(
φ0 + π

z′

ld(z′)

)
ei
ω
c

(1−cos Θ)z′

∣∣∣∣∣
2

. (4.19)

en reprenant les notations de l’équation (4.6).

Par commodité technique, nous supposons que A(z′) ∝ N eff
e (z′) car les ondes THz sont majori-

tairement formées par les photo-courants, pour lesquels Ĵe(ω) ∝ N̂eE(ω).

Figure 4.9: (a) Croissance linéaire de la densité électronique effective avec z. (b) Spectre
angulo-fréquentiel THz calculé à l’aide de l’équation (4.19) pour A(ω, z′) indépendant de ω et
suivant la croissance en z′ explicitée en (a). Les courbes blanches pointillées tracent l’angle
conique Θp(ν) prévu par le modèle de You et al. (4.5) pour un plasma homogène de densité
N eff
e = 5 × 1016 cm−3 (courbe inférieure) ou N eff

e = 1 × 1017 cm−3 (courbe supérieure). Le
spectre est normalisé par rapport à sa valeur maximale.

La figure 4.9(b), qui illustre le spectre calculé à partir de l’équation (4.19) pour la croissance

linéaire de N eff
e (z′) montrée en figure 4.9(a), révèle que les variations axiales de densité électro-

nique ne modifient pas significativement l’angle d’émission privilégié. En effet, le lobe d’émission

majoritaire reste correctement encadré par les angles minimum Θp(ν,N
eff
e = 5 × 1016 cm−3)

(courbe inférieure) et maximum Θp(ν,N
eff
e = 1× 1017 cm−3) (courbe supérieure) prévus par le

modèle de You et al. Nous observons aussi des lobes supplémentaires, mais ceux-ci sont associés à

des pics de faible intensité THz (≈ 10 % de la valeur maximale du spectre), qui ne sont d’ailleurs

pas observés dans les mesures rapportées dans la littérature [cf. figure 4.7(b)]. Nous en déduisons

donc que l’importance des variations axiales du plasma sur le spectre angulo-fréquentiel THz
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est marginale dans le contexte précédent.

4.2.2 Emission conique pour des impulsions laser gaussiennes

Sur la base des remarques précédentes, nous établissons ici un modèle général d’émission conique

incluant des profils d’enveloppe laser en temps et dans le plan transverse. Soient t la variable

de temps et ~r la position du détecteur d’ondes THz. L’origine du repère est situé au centre du

plasma de longueur L supposée finie. La géométrie du problème est illustrée en figure 4.10. Dans

ce qui suit, Θ correspond à l’angle polaire avec lequel le rayonnement est émis par rapport à

l’axe optique ; Φ est l’angle azimutal.

Figure 4.10: Schéma de la géométrie du problème étudié. Source : Peñano [203].

Le théorème de Helmholtz donne le potentiel vecteur ~A(~r, t) émis par une source volumique de

volume V (ici le plasma) parcourue par une densité de courant électronique ~J(~r, t) :

~A(~r, t) =
µ0

4π

∫
V
d3~r′

~J(~r′, t′)

|~r − ~r′|
. (4.20)

Le champ électrique ~E(~r, t) associé s’écrit, en l’absence de potentiel scalaire [V (~r, t) = 0] :

~E(~r, t) = −µ0

4π

∫
V
d3~r′

∂t ~J(~r′, t′)

|~r − ~r′|
, (4.21)

où t′ = t− |~r − ~r′|/c correspond au temps retardé auquel le détecteur reçoit le signal généré en

t. Nous avons supposé que l’indice du milieu vaut 1 dans le domaine en fréquences étudié, ici le
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spectre THz.

La transformée de Fourier temporelle de l’équation (4.21) mène à :

~̂E(~r, ω) = −µ0

4π

∫
V
d3~r′

eik|~r−~r′|

|~r − ~r′|
∂̂t ~J(~r′, ω), (4.22)

en appliquant l’identité ∂t = ∂t′ et en posant k = ω/c.

Nous supposons que la distance plasma-détecteur est grande devant les dimensions du filament,

i.e., |~r| � |~r′|. Les coordonnées cartésiennes, cylindriques et sphériques sont écrites respective-

ment (x, y, z), (r, ϕ, z) et (r, Θ, Φ). Les notations ′ s’appliquent aux coordonnées locales dans

le plasma. L’hypothèse de champ lointain mène à la simplification :

|~r − ~r′| ' r − ~r′ · ~r
r

= r −
r′⊥
r

(x cosϕ′ + y sinϕ′)− zz′

r
= r −

~k⊥ · ~r′⊥
k

− z′ cos Θ. (4.23)

L’équation (4.22) se réécrit donc :

~̂E(~r, ω) =
iωµ0

4πr
eikr

∫ +L/2

−L/2
dz′e−ik cos Θz′

[∫∫
x,y
d2~r′⊥

~̂J(~r′, ω)e−i~k⊥·~r
′
⊥

]
. (4.24)

Rappelons ici que le champ magnétique ~̂B(~r, ω) associé au champ électrique émis par le plasma

~̂E(~r, ω) a pour expression :

~̂B(~r, ω) = − ikµ0

4πr2
eikr

∫ +L/2

−L/2
dz′e−ik cos Θz′

[∫∫
x,y
d2~r′⊥

(
~r × ~̂J(~r′, ω)

)
e−i~k⊥·~r

′
⊥

]
. (4.25)

Pour un rayonnement THz produit par les photo-courants ou la réponse Kerr, le champ basse-

fréquence est orienté dans le plan transverse (~ex, ~ey) à l’axe de propagation ~ez. En notant

~e⊥ = cosα~ex + sinα~ey la direction d’orientation de ce rayonnement, la puissance spectrale

magnétique rayonnée PB(~r, ω) = −c| ~̂B(~r, ω)|2/µ0 prend pour expression :

PB(~r, ω) =
k2µ2

0

16π2r2
|~er × ~e⊥|2

∣∣∣∣∣
∫ +L/2

−L/2
dz′e−ik cos Θz′

[∫∫
x,y
d2~r′⊥

~̂J(~r′, ω)e−i~k⊥·~r
′
⊥

]∣∣∣∣∣
2

. (4.26)

où |~er × ~e⊥|2 se développe en coordonnées sphériques (r, Θ, Φ) :

|~er × ~e⊥|2 = 1− [sin Θ(cosα cos Φ + sinα sin Φ)]2 . (4.27)
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En comparaison de l’intensité électrique pouvant être calculée à partir de la relation (4.24),

cette équation contient une dépendance en Θ supplémentaire déterminée par la direction de

polarisation du champ électrique THz. Dans le cas où l’émission basse-fréquence est générée

par la force pondéromotrice, le terme source est orienté selon ~ez [50,54,134,172,203,204]. Cette

dépendance supplémentaire s’écrit alors |~er× ~ez|2 = 2 sin2 Φ sin2 Θ et influe fortement sur l’angle

d’émission conique car elle favorise les émissions à angle Θ élevé. Au contraire, pour des photo-

courants orientés selon la direction transverse de l’onde laser, la relation (4.27) satisfait |~er ×

~e⊥|2 ≈ 1 aux angles de rayonnement faibles (Θ ≈ 2−6°). Dans cette configuration, ce terme n’est

pas discriminant et les champs ~E(~r, t) et ~B(~r, t) peuvent être supposés rayonnés à des angles Θ

similaires. Les développements à suivre s’effectueront à partir de la formulation de ~E(~r, t) par

continuité avec le modèle de You et al.

Cas d’une impulsion laser monochromatique

Commençons par développer la relation (4.24) dans le cas d’une impulsion laser monochroma-

tique. Pour un tel faisceau, nous supposons que les dépendances transverses de tous les termes

sources sont séparables en z et ω :

~̂J(x, y, z, ω) = Jtr(x, y) ~̂Jax(z, ω). (4.28)

De plus, la densité de courant électronique ~J(~r, t) peut être supposée invariante par translation

le long du canal plasma :

~Jax(z, t) = ~Jax(t− z/vg) (4.29)

où vg décrit la vitesse de groupe de l’onde de pompe. Cette condition s’applique à tous les

termes sources de rayonnement THz inclus dans le courant ~J(~r, t) (photo-courants et effet Kerr)

et amène la simplification :

~̂E(~r, ω) =
µ0

4πr
eikriω ~̂J0(ω)

∫∫
x,y
d2~r′⊥Jtr(~r

′
⊥)e−i~k⊥·~r

′
⊥

∫ +L/2

−L/2
dz′eikz

′( c
vg
−cos Θ)

, (4.30)

où nous avons utilisé ~̂Jax(z, ω) = ~̂J0(ω)eiωz
′/vg compte tenu des relations (4.28) et (4.29). Le

terme ~̂J0(ω) correspond au spectre du mécanisme de conversion générant l’onde THz dont l’am-
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plitude spectrale est notée A(ω) dans le modèle de You et al.

Le plasma étant supposé fini transversalement, l’intégrale dépendant de Jtr(~r
′
⊥) peut se réécrire

sous la forme d’une transformée de Fourier dans l’espace (x, y) :

~̂E(~r, ω) =
µ0

4πr
eikriω ~̂J0(ω)Jtr(k⊥)

∫ +L/2

−L/2
dz′eikz

′( c
vg
−cos Θ)

, (4.31)

où f(kx, ky) dénote la transformée de Fourier transverse de la fonction f(x, y) (voir Formulaire).

La calcul du facteur intégral conduit finalement au modèle d’émission conique en intensité pour

une impulsion laser monochromatique :

∣∣∣∣ ~̂E(r, L, ω)

∣∣∣∣2 =
ω2µ2

0L
2

16π2r2

∣∣∣∣ ~̂J0(ω)

∣∣∣∣2 ∣∣∣Jtr(~k⊥)
∣∣∣2 sinc2

[
1

2
kL

(
c

vg
− cos Θ

)]
. (4.32)

Dans le cas d’une propagation laser axisymétrique, cette équation peut se simplifier selon la

géométrie du plasma, par exemple :

— Pour un plasma filaire de rayon a, nous pouvons approcher son profil radial par des

distributions de Dirac [54] :

Jtr(~r⊥) = δ(x)δ(y)πa2. (4.33)

— Pour un plasma cylindrique, toujours de rayon a, le terme Jtr(k⊥) s’exprime par une

fonction de Bessel J1(β)/β (avec β = ωa sin Θ/c) représentant la diffraction circulaire

des ondes THz dans le plasma [134].

Cas d’une impulsion laser à deux couleurs

Nous avons établi dans les chapitres précédents que les termes sources de rayonnement THz

contenus dans ~J(~r, t) sont les photo-courants ~Je(~r, t) et la réponse Kerr ~PKerr(~r, t) en moindre

proportion. Nous négligeons ici la SRRS ne contribuant que marginalement au spectre THz. La

décomposition

~J(~r, t) = ~Je(~r, t)︸ ︷︷ ︸
Photo−courants

+ ∂t ~PKerr(~r, t)︸ ︷︷ ︸
Kerr

(4.34)

permet ainsi de poursuivre le développement de l’équation (4.24) en calculant les termes sources
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~Je(~r, t) et ~PKerr(~r, t) pour une impulsion laser à deux couleurs. Commençons par établir l’ex-

pression de son champ laser :

~EL(~r, t) = ~E1(~r, t′1) cos [ω0t
′
1 + φ1(~r)] (4.35)

+ ~E2(~r, t′2) cos [2ω0t
′
2 + φ2(~r)] (4.36)

en posant t′j={1,2} = t − tjc − z/vgj . Les instants tjc correspondent aux maxima des enveloppes

temporelles des deux couleurs, vgj = c/n(jω0) sont leurs vitesses de groupe respectives et φj(~r)

leurs phases.

Nous supposons que le profil radial des enveloppes des deux couleurs laser Ej(~r) varient peu le

long du filament à cause de l’effet de clamping. Nous admettons que les phases φj(~r) respectent

également cette hypothèse pour des filaments suffisamment courts. Bien que cette dernière ap-

proximation puisse être mise en cause à cause des non-linéarités optiques, nous verrons par la

suite qu’elle permet de restituer des spectres de rayonnement THz en champ lointain satisfai-

sants.

La contribution des électrons libres ~Je(~r, t) est ici calculée à l’aide du modèle de taux d’ionisation

QST simplifié :

W (E) ≈ CE2(t), C = const. =⇒ Ne(t) ≈ C
∫ t

−∞
E2
L(t′)dt′, (4.37)

mentionné au chapitre 2 [cf. figure 2.8] et valable pour un degré d’ionisation faible (Ne �

Na) [160]. Nous commençons par développer notre modèle pour un faisceau laser LP-P. Il sera

aisément généralisé à des impulsions CP-S par la suite. En ne retenant que les termes quasi-DC,

nous obtenons ainsi :

(∂t + νc) ~Je,THz = J̇e,0E2
1 (~r⊥, t

′
1)E2(~r⊥, t

′
2) sin

[
∆kz + φ′(~r⊥)

]
~ex, (4.38)

avec J̇e,0 = 3Ce2

8meω0
et où nous avons posé les notations :
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∆k =
2ω0

c
[n(ω0)− n(2ω0)] , (4.39)

∆t = t1c − t2c , (4.40)

φ(~r⊥) = φ2(~r⊥)− 2φ1(~r⊥) (4.41)

φ′(~r⊥) = φ(~r⊥) + 2ω0∆t. (4.42)

Physiquement, ∆k est la différence de nombres d’ondes entre les harmoniques, ∆t est le décalage

temporel entre leurs enveloppes, et φ′(~r⊥) est leur déphasage en temps et dans les coordonnées

transverses incluant le décalage précédent.

De même, le terme source Kerr est obtenu en injectant l’équation (4.35) dans la définition

~PKerr = ε0χ
(3) ~E3

L puis en ne gardant que le terme basse-fréquence :

~PKerr,THz = PKerr,0E2
1 (~r⊥, t

′
1)E2(~r⊥, t

′
2) cos

[
∆kz + φ′(~r⊥)

]
~ex, (4.43)

avec PKerr,0 = 3ε0
4 χ

(3)(ω0).

La grandeur PKerr,0 (resp. J̇e,0) est une constante de proportionnalité entre la polarisation Kerr

(resp. la dérivée temporelle des photo-courants), les effets cubiques d’enveloppes temporelles (en

E2
1E2) et les dépendances axiales en sinus et cosinus. Afin de simplifier les relations (4.38) et

(4.43), nous séparons les variations temporelles et radiales des enveloppes laser :

Ej(~r⊥, t′j) = Etr,j(~r⊥)Eax,j(t′j) (4.44)

de manière à pouvoir développer ~̂J(~r, ω) tel que :

~̂J(~r, ω) = ~̂J0(~r, ω)Jtr(~r
′
⊥)Ft

[
E2
ax,1(t′1)Eax,2(t′2)

]
, (4.45)

où nous avons introduit Jtr(~r
′
⊥) tel que :

Jtr(~r
′
⊥) = E2

tr,1(~r⊥)Etr,2(~r⊥) (4.46)

et où ~̂J0(~r, ω) est défini par
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4.2 Généralisation du modèle de You et al.

~̂J0(~r′⊥, z, ω) =
−iωJe,0
νc − iω

sin (∆kz + φ′(~r′⊥))~ex − iωPKerr,0 cos (∆kz + φ′(~r′⊥))~ex, (4.47)

où nous avons posé Je,0 = −iωJ̇e,0. La notation Ft fait référence à la transformée de Fourier

temporelle (équivalente à la notation .̂.. utilisée précédemment).

Pour des impulsions laser CP-S, il suffit d’effectuer la transformation

Je,0 sin (∆kz + φ′(~r′⊥))~ex →
(
Jxe,0 sin (∆kz + φ′(~r′⊥))

Jye,0 cos (∆kz + φ′(~r′⊥))

)
(4.48)

PKerr,0 cos (∆kz + φ′(~r′⊥))~ex →
(
P xKerr,0 cos (∆kz + φ′(~r′⊥))

−P yKerr,0 sin (∆kz + φ′(~r′⊥))

)
(4.49)

d’après les développements présentés au chapitre précédent. Par la suite, nous supposerons que

Jxe,0 = Jye,0 et P xKerr,0 = P yKerr,0.

Les enveloppes transverses Etr,1(~r⊥) et Etr,2(~r⊥) ainsi que le déphasage φ(~r⊥) sont supposées

connus. En pratique, ces grandeurs sont calculées à l’aide d’un code de simulation de propagation

linéaire d’impulsions laser dont les couleurs comportent des enveloppes transverses généralement

gaussiennes initialement, et leurs phases contiennent l’effet de lentille. Dans le chapitre suivant,

nous ajouterons à φ(~r⊥) des distorsions correspondant aux aberrations optiques pouvant surve-

nir dans la chaîne optique d’un montage expérimental.

Le seul facteur restant à caractériser est donc la transformée de Fourier des enveloppes tempo-

relles laser. A cette fin, nous supposons qu’elles suivent un profil gaussien :

Eax,j(t) = e−t
2/t2j (4.50)

avec tj la durée de l’enveloppe de la jeme couleur.

A l’aide de la propriété de la transformée de Fourier Ft[f(t− t0)] = Ft[f(t)]eiωt0 , nous pouvons

simplifier :

Ft
[
E2
ax,1(t′1)Eax,2(t′2)

]
= Ft

[
E2
ax,1(t)Eax,2(t+ ∆t+

z∆k

2ω0
)

]
e
i ω
vg1

z+iωt1c . (4.51)

Or,
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Ft
[
E2
ax,1(t)Eax,2(t+ ∆t+

z∆k

2ω0
)

]
= e−b(z)

2t22Ft
[
e−ut

2
e−2b(z)t

]
(4.52)

où nous avons utilisé les notations :

u =
2

t21
+

1

t22
, b(z) =

∆kz

2ω0t22
+

∆t

t22
. (4.53)

A l’aide de l’identité :

Ft[e−ut
2−2b(z)t] =

√
π

u
e

(2b(z)−iω)2
4u , (4.54)

nous pouvons établir la relation suivante :

Ft
[
E2
ax,1(t′1)Eax,2(t′2)

]
=

√
π

u
e
i ω
vg1

z+iωt1ce
(2b(z)−iω)2

4u e−b
2(z)t22 . (4.55)

Après les développements, cette équation s’écrit sous la forme :

Ft
[
E2
ax,1(t′1)Eax,2(t′2)

]
= exp [ikzn0]Cenv(ω)Denv(z, ω). (4.56)

Le terme Cenv(ω) est donné par :

Cenv(ω) = t1

√
π

2
exp

[
iωt1c

]
exp

[
−2∆t2

t2eq

]
exp

[
−iω∆t

t21
t2eq

]
exp

[
− t

2
1t

2
2

4t2eq
ω2

]
, (4.57)

avec t2eq = t21 + 2t22.

Il représente l’impact des interactions cubiques entre les enveloppes temporelles laser gaussiennes

(dépendance en teq) sur le spectre THz rayonné, ainsi que la décroissance exponentielle de ce

dernier selon le décalage temporel ∆t.

Denv(z, ω) contient les variations axiales du spectre THz rayonné dû à ces effets d’enveloppe :

Denv(z, ω) = exp

[
−i ω
ω0

t21
2t2eq

Z

]
exp

[
− 2∆t

ω0t2eq
Z

]
exp

[
− 1

2ω2
0t

2
eq

Z2

]
, (4.58)

où nous avons noté Z = πz/ld par souci de simplicité.

Remarquons que les définitions de Cenv(ω) et de Denv(z, ω) sont telles que négliger les effets

d’enveloppe revient à poser Cenv(ω) = Denv(z, ω) = 1.
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4.2 Généralisation du modèle de You et al.

Au vu de l’équation (4.56), la grandeur ~̂J(~r, ω) donnée par la relation (4.45) se simplifie alors :

~̂J(~r, ω) = ~̂J0(~r, ω) exp [ikzn0] Jtr(~r
′
⊥)Cenv(ω)Denv(z, ω), (4.59)

L’intégration telle quelle de la relation (4.59) donne lieu à des développements relativement

complexes. Nous pouvons cependant la simplifier en remarquant que le terme quadratique en z2

dans l’expression de Denv(z, ω) est très faible devant les autres : nous traitons habituellement

des longueurs plasma L au plus de quelques ld tandis que ω0teq � 1. Les contributions d’ordre

(ω0teq)
−2 étant négligeables, le dernier terme dans l’équation (4.58) est donc très proche de

l’unité.

En injectant les relations (4.59) et (4.47) dans l’équation (4.24), le champ électrique rayonné

prend la forme :

~̂E(~r, ω) = − µ0

4πr
eikr

[
AJ(ω)~IJ(Θ,Φ, ω) +AKerr(ω)~IKerr(Θ,Φ, ω)

]
, (4.60)

avec AJ(ω) et AKerr(ω) les spectres THz associés respectivement aux photo-courants et à la

réponse Kerr

AJ(ω) = −iωCenv(ω)
Je,0

1 + iνc/ω
, (4.61)

AKerr(ω) = −ω2Cenv(ω)PKerr,0, (4.62)

et où les grandeurs ~IJ(Θ, ω) et ~IKerr(Θ, ω) décrivent respectivement les interférences entre les

ondes THz générées par les photo-courants et par la réponse Kerr au sein du canal plasma :

~IJ(Θ,Φ, ω) =

∫ +L/2

−L/2
dz′e

ikz′( c
vg1
−cos Θ)

Denv(z
′, ω)

ei∆kz
′
I+
S − e−i∆kz

′
I−S

2i
~ex, (4.63)

~IKerr(Θ,Φ, ω) =

∫ +L/2

−L/2
dz′e

ikz′( c
vg1
−cos Θ)

Denv(z
′, ω)

ei∆kz
′
I+
S + e−i∆kz

′
I−S

2
~ex. (4.64)

Les grandeurs I±S (Θ,Φ, ω) contiennent les intégrales transverses :
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I±S (Θ,Φ, ω) =

∫∫
x,y
d2~r′⊥Jtr(~r

′
⊥)e±iφ

′(~r′⊥)e−i~k⊥·~r
′
⊥ . (4.65)

Ces expressions, valables pour une impulsion optique LP-P, peuvent être généralisées au cas

CP-S à l’aide des relations (4.48) et (4.49).

A l’image du cas d’une impulsion laser monochromatique, le plasma est supposé fini transver-

salement. Les facteurs I±S (Θ,Φ, ω) peuvent donc se réécrire :

I±S (Θ,Φ, ω) = F⊥
[
Jtr(~r

′
⊥)e±iφ

′(~r′⊥)
]

(Θ,Φ, ω), (4.66)

où F⊥ représente l’opérateur de transformée de Fourier transverse (voir Formulaire).

Le calcul des intégrales ~IJ(Θ,Φ, ω) et ~IKerr(Θ,Φ, ω) donne, pour une impulsion laser LP-P :

~ILP−P
J (Θ, ω) =

L

2

[
I+
S (Θ,Φ, ω)sinc(α+ + iβ)− I−S (Θ,Φ, ω)sinc(α− + iβ)

]
~ex, (4.67)

~ILP−P
Kerr (Θ, ω) = i

L

2

[
I+
S (Θ,Φ, ω)sinc(α+ + iβ) + I−S (Θ,Φ, ω)sinc(α− + iβ)

]
~ex, (4.68)

avec sinc(x) = sinx/x la fonction sinus cardinal, et pour un faisceau CP-S :

~ICP−S
J (Θ, ω) =

L

2

(
I+
S (Θ,Φ, ω)sinc(α+ + iβ)− I−S (Θ,Φ, ω)sinc(α− + iβ)

I+
S (Θ,Φ, ω)sinc(α+ + iβ) + I−S (Θ,Φ, ω)sinc(α− + iβ)

)
, (4.69)

~ICP−S
Kerr (Θ, ω) = i

L

2

(
I+
S (Θ,Φ, ω)sinc(α+ + iβ) + I−S (Θ,Φ, ω)sinc(α− + iβ)

−I+
S (Θ,Φ, ω)sinc(α+ + iβ) + I−S (Θ,Φ, ω)sinc(α− + iβ)

)
. (4.70)

Les grandeurs α± et β sont définies par :

α± =
1

2
kL

(
n0 − cos Θ± λTHz

2ld
− ω

ω0

t21
t2eq

λTHz

4ld

)
(4.71)

β =
∆t

ω0t2eq

πL

ld
(4.72)

Dans l’expression de α±, qui contient l’information sur les interférences induites par les har-

moniques laser dans le plasma et menant à l’émission conique, le terme en ω/ω0 provient du

caractère gaussien des enveloppes temporelles. Dans le domaine THz, ω � ω0. Il est dès lors
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4.2 Généralisation du modèle de You et al.

naturel de le négliger.

La quantité β décrit la décroissance d’amplitude THz générée à cause du décalage temporel ∆t

entre les enveloppes des deux harmoniques laser. Lorsque celles-ci sont superposées (ce qui est

généralement le cas ici), ∆t = 0 mène à β = 0. Dans le cas contraire, notre modèle indique une

décroissance exponentielle de l’amplitude du champ THz avec ∆t.

Les équations (4.57), (4.67) et (4.68) [alternativement (4.69) et (4.70)] peuvent finalement être

injectées dans la relation (4.60) pour aboutir à notre modèle d’émission conique en intensité :

∣∣∣∣ ~̂E(~r, ω)

∣∣∣∣2 =
µ2

0

16π2r2

∣∣∣AJ(ω)~IJ(Θ,Φ, ω) +AKerr(ω)~IKerr(Θ,Φ, ω)
∣∣∣2 . (4.73)

Celui-ci représente une amélioration du modèle de You et al. sur quatre points :

— L’étendue transverse des termes sources n’est plus supposée constante de rayon a, mais

est ici quelconque (tant que le plasma reste fini transversalement). Le modèle de You et

al. est alors facilement retrouvé sous cette hypothèse et pour des couleurs superposées en

temps ∆t = 0 modélisées par des ondes planes. Ces développements sont explicités plus

bas.

— Les effets d’enveloppes temporelles survenant lors des mélanges de fréquences (liés àNe
~EL

pour les photo-courants et à ~E3
L pour l’effet Kerr) sont pris en compte à travers le terme

Cenv(ω).

— Ce modèle permet l’étude de faisceaux laser CP-S, contrairement au modèle de You et

al qui ne traite que des faisceaux polarisés linéairement. L’impact de cette configuration

vectorielle sur l’émission conique sera adressé dans le chapitre 5.

— Enfin, les sources de rayonnement THz ont été généralisées pour également inclure la

contribution des électrons liés aux noyaux (réponse Kerr).

Notons que les spectres AJ(ω) et AKerr(ω) sont analogues, quoique plus complets, à la grandeur

A(ω) décrite dans le modèle de You et al. (4.6). Leur expression est ici définie par le caractère

gaussien des enveloppes temporelles laser.

Nous avons implicitement supposé que la longueur de déphasage ld est constante dans l’espace,

bien que les termes sources de rayonnement THz comportent des variations radiales. Cela si-

gnifie qu’à l’instar du modèle de You et al., nous avons besoin d’identifier un niveau de densité

électronique effectif N eff
e à partir d’un plasma réel ou simulé pour calculer ld et ainsi intégrer
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notre modèle. Cette hypothèse est justifiée par les figures 4.2(b,d), qui indiquent que ld(Ne)

et en particulier Θp(Ne) sont plutôt constants pour des valeurs de densité effectives réalistes

N eff
e < 1017 cm−3. Elle peut cependant être mise en cause à des niveaux de densité plasma plus

élevés, où la longueur de déphasage ld(Ne) est plus sensible aux variations de Ne.

Dérivation du modèle de You et al.

Le modèle originel de You et al. (4.6) [47, 48] se retrouve facilement à partir de notre modèle

d’émission conique. Nous supposons que le plasma est cylindrique de longueur L et de rayon

a, et homogène en densité électronique. Ainsi, les dépendances transverses des termes sources,

contenues dans I±S (Θ,Φ, ω), sont supposées constantes sur le disque r⊥ < a et nulles pour

r⊥ ≥ a. En outre, nous introduisons φ0 la valeur (également constante) que prend la phase

φ′(~r⊥) selon ces considérations. Nous pouvons donc développer I±S (Θ,Φ, ω) comme :

I±S (Θ,Φ, ω) = e±iφ0
∫∫

d2~r′⊥ exp
[
−i~k⊥ · ~r′⊥

]
(4.74)

= e±iφ0
∫ a

0
dr′⊥r

′
⊥

∫ 2π

0
dϕ′ exp

[
−ik⊥r′⊥ cosϕ′

]
(4.75)

= 2πe±iφ0
∫ a

0
dr′⊥r

′
⊥J0(k⊥r

′
⊥), (4.76)

(4.77)

avec J0(x) la fonction de Bessel de première espèce et de rang 0. Les simplifications se poursuivent

à l’aide de l’identité
∫
dxxJ0(x) = xJ1(x) [205], où J1(x) décrit la fonction de Bessel de première

espèce et de rang 1 :

I±S (Θ, ω) = 2πe±iφ0
a

k⊥
J1(ak⊥) = 2πe±iφ0a2J1(ak sin Θ)

ak sin Θ
(4.78)

où l’on a utilisé k⊥ = k sin Θ.

Nous négligeons maintenant la contribution de la réponse Kerr au rayonnement THz, c’est-à-

dire AKerr(ω) = 0, et nous supposons que l’impulsion laser est polarisée linéairement (LP-P).

En injectant l’expression de ~IJ(Θ, ω) (4.67) dans le modèle (4.73), nous trouvons donc :
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∣∣∣Ê(~r, ω)
∣∣∣2 =

µ2
0

16r2
a4L2 |AJ(ω)|2

(
J1(ak sin Θ)

ak sin Θ

)2 ∣∣∣eiφ0sinc(α+ + iβ)− e−iφ0sinc(α− + iβ)
∣∣∣2 .

(4.79)

Les fréquences THz vérifient ω � ω0. De plus, nous supposons que les harmoniques laser sont

superposées temporellement (∆t = 0), et nous assimilons l’indice optique de l’air n0 à 1. Les

expressions de α± et β se simplifient donc :

α± =
1

2
kL

(
n0 − cos Θ± λTHz

2ld
− ω

ω0

t21
t2eq

λTHz

4ld

)
≈ 1

2
kL

(
1− cos Θ± λTHz

2ld

)
, (4.80)

β =
∆t

ω0t2eq

πL

ld
= 0. (4.81)

En notant κ± = sinc(α±), le terme dépendant de α± se développe tel que :

∣∣∣eiφ0sinc(α+ + iβ)− e−iφ0sinc(α− + iβ)
∣∣∣2 = κ2

+ + κ2
− − 2κ+κ− cos(2φ0). (4.82)

L’intensité THz rayonnée loin du plasma se simplifie finalement :

∣∣∣Ê(~r, ω)
∣∣∣2 =

µ2
0

16r2
a4L2 |AJ(ω)|2

(
J1(ak sin Θ)

ak sin Θ

)2 [
κ2

+ + κ2
− − 2κ+κ− cos(2φ0)

]
. (4.83)

Nous avons retrouvé le modèle de You et al. (4.6), où les notations A(ω) = AJ(ω) et β = ak sin Θ

ont été utilisées, et où le facteur de proportionnalité vaut µ2
0a

4L2/(16r2).

4.2.3 Intégration du modèle généralisé

Nous concluons ce chapitre sur des résultats obtenus à l’aide de l’intégration de notre modèle.

Pour des effets d’enveloppe faibles, son apport réside dans l’utilisation de profils radiaux Jtr( ~r⊥)

et spectraux AJ,Kerr(ω) adaptés au régime de propagation, ainsi que dans la caractérisation des

variations transverses du front d’onde de l’impulsion pompe affectant la condition d’accord de

phase (longueur de cohérente effective) des ondes THz.

En réalité, les enveloppes laser ne restent pas gaussiennes au cours de la propagation non-

linéaire de l’impulsion, de sorte que le profil spectral dans l’expression (4.57) doit être révisé.

La forme de ces profils spectraux est associée au régime de focalisation étudié ainsi qu’aux
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termes sources d’ondes THz en jeu [108, 206]. En particulier, la figure 4.11(a) extraite de la

référence [108] rappelle qu’en régime focalisé, la réponse Kerr (courbes bleues) tend à générer

des spectres paraboliques (∝ ω2 ~̂PNL) maximaux ici autour de 20 THz et diminuant d’un facteur

10 au-delà de ≈ 60 THz. Quant aux photo-courants [∝ N̂e
~E/(1 + iνc/ω)] (courbes oranges),

ils produisent plutôt un rayonnement maximal autour de la fréquence de collisions électrons-

neutres et qui s’éteint typiquement après 60-70 THz. La figure 4.11(b) indique qu’en régime

de filamentation laser, les spectres THz s’élargissent au point de former un continuum avec les

fréquences optiques, engendré par les non-linéarités plasma [107]. Enfin, la figure 4.11(c) trace

les formes caractéristiques de ces spectres, qui pourront être utilisées par la suite pour modéliser

AJ(ω) et AKerr(ω) de manière simple.

Figure 4.11: (a,b) Spectres THz obtenus à partir du calcul semi-analytique des termes sources
∂tJe (P), ∂2

t PKerr (K) et ∂2
t PRaman (R) à l’aide d’un champ électrique prélevé en (a) z = 2.5

cm et (b) z = 20 cm d’une simulation CUP3D de propagation d’une impulsion laser à deux
couleurs (0.8 µm FH). Source : Nguyen [108]. (c) Formes caractéristiques des spectres THz dus
aux photo-courants (courbes bleues) et à l’effet Kerr (courbe rouge) en régimes focalisé (courbes
pleines) et de filamentation (courbes pointillées).
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En plus de ces profils spectraux, l’intégration de notre modèle nécessite la caractérisation de la

longueur du canal plasma L étudié, ainsi que sa densité électronique effectiveN eff
e , qui correspond

à un niveau de densité représentatif de ceux atteints lorsque le champ THz est généré. Une fois

ces grandeurs connues, nous pouvons intégrer numériquement notre modèle en plusieurs étapes :

— Nous commençons par initialiser l’impulsion en lui affectant les paramètres laser désirés

ainsi qu’une phase spatiale correspondant à la focale.

— Celle-ci est ensuite propagée linéairement de z = 0 à z = zp, qui correspond à une distance

où le faisceau laser a un rayon semblable à celui atteint par l’impulsion expérimentale ou

CUP3D à l’entrée du filament. Ce rayon est supposé constant le long du canal plasma par

effet de clamping. Puisque notre propagateur ne prend pas en compte l’auto-focalisation

Kerr, la distance zp pourra être supérieure à la distance de propagation CUP3D nécessaire

pour commencer à ioniser le milieu. Nous calculons ensuite en chaque point du plan (x,

y, z = zp) la phase φ(~r⊥) et l’enveloppe transverse des photo-courants Jtr(x, y) à l’aide

des équations (4.41) et (4.46) respectivement, ce qui mène à la connaissance des termes

I±S (kx, ky).

— A partir des estimations des grandeurs N eff
e et L du plasma étudié, nous calculons la

longueur de déphasage ld, puis les facteurs IJ(Θ, ω) et IK(Θ, ω).

Les rayonnements THz caractérisés dans cette section sont tous produits à partir d’impulsions

laser polarisées linéairement. Nous testerons notre modèle - que nous appelons "Modèle Aug-

menté" par comparaison avec le modèle originel de You et al. - pour des configurations laser

CP-S dans le chapitre 5, où sera également étudié l’impact d’aberrations optiques sur le spectre

THz.

Régime de propagation focalisé (sans effet Kerr)

Commençons par appliquer notre modèle pour un cas vérifiant au mieux les hypothèses du

modèle de You et al. (production uniquement par photo-courants, plasma cylindrique uniforme

en densité électronique). Le canal plasma simulé avec CUP3D résultait de l’interaction non-

linéaire d’une impulsion laser LP-P à deux couleurs de fondamental 0.8 µm, d’énergie 500 mJ,

de durée 34 fs et de rayon initial 250 µm. Une nouvelle fois, 35 % de l’énergie laser est attribuée

à la seconde harmonique. L’impulsion était focalisée par une lentille de focale 2.6 cm dans l’air

(20 % d’O2 + 80 % de N2, taux d’ionisation PPT, Z∗O2
= 0.53 et Z∗N2

= 0.9 [135]). Pour que
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les photo-courants soient la seule source de rayonnement THz dans la simulation, nous avons

aussi négligé les réponses des électrons liés aux noyaux (effets Kerr et Raman) en fixant l’indice

non-linéaire du milieu n2 à 10−25 cm2/W, ce qui est très faible par rapport à la valeur habituelle

n2 = 3.8×10−19 cm2/W. Nous n’avons pas posé n2 = 0 afin que la puissance critique Pcr ∝ n−1
2

reste finie.

Figure 4.12: (a,b) Evolutions avec z de (a) la densité électronique maximale et de (b) l’énergie
THz (ν < 90 THz) dans la boîte de simulation (courbe bleue, axe de gauche), et de la densité
plasma à l’instant où le champ THz est maximal (courbe rouge, axe de droite). (c,d,e) Spectres
angulo-fréquentiels en intensité THz calculés par transformée de Fourier transverse du rayonne-
ment THz dans la boîte de simulation (c) en z = 1.75 cm, (d) en z = 2 cm et (e) en z = 2.5 cm.
Ces résultats sont issus de la simulation CUP3D décrite dans le texte.

Les figures 4.12(a,b) tracent les évolutions en z des densités électroniques maximale et effective

ainsi que de l’énergie THz présente dans la fenêtre de simulation. Elles révèlent que la den-

sité Nmax
e (resp. N eff

e ) est plutôt constante ≈ 1018 cm−3 (resp. ≈ 2 × 1017 cm−3) au cours de

la croissance de l’énergie THz produite, entre 1.5 et 2.25 cm. Les figures 4.12(c,d,e) illustrent

respectivement les spectres THz angulo-fréquentiels en intensité calculés par transformation de

Fourier transverse et en temps du champ filtré (ν < 90 THz) en z = 1.75 cm (début du plasma),

z = 2 cm (milieu du plasma) et z = 2.5 cm (fin du plasma). Au fil de la propagation laser, le
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rayonnement THz développe une contribution sur l’axe optique qui s’efface à cause de l’allon-

gement du filament en commençant par la partie haute du spectre. Cette dynamique spectrale

est souvent retrouvée dans la bibliographie [49, 199]. Nous considérons que le spectre tracé en

figure 4.12(e) est le plus représentatif du spectre THz total rayonné car il contient toute l’énergie

THz produite lors de la simulation. Il présente une contribution sur l’axe optique notable pour

ν < 10− 15 THz, puis une émission conique à Θ ≈ 3° pour ν > 15 THz.

Nous souhaitons maintenant comparer les figures 4.12(c,d,e) à l’aide des modèles de You et al.

d’une part et de notre modèle généralisé d’autre part. Pour rappel, la seule source d’ondes THz

ici sont les photo-courants, d’où AKerr(ω) = 0. Puisque la simulation CUP3D se situe en régime

focalisé, le spectre AJ(ω) suit la courbe bleue pleine de la figure 4.11(c). Lors de l’intégration du

modèle de You et al., le plasma est supposé cylindrique de rayon a = 30 µm conformément à la

simulation 3D (non montré) et homogène en densité électronique effective N eff
e = 2×1017 cm−3,

ce qui correspond à une longueur de déphasage valant ld ≈ 4 mm. Sa longueur est déterminée

en fonction de z par rapport à la croissance de l’énergie THz, qui débute en z = 1.5 cm et se

termine en z = 2.25 cm.

Pour l’intégration de notre modèle, le faisceau laser polarisé linéairement de longueur d’onde

fondamentale 0.8 µm a 35 % de l’énergie laser affectée à l’harmonique deux, qui est déphasée

initialement de π/4 par rapport au fondamental. Les largeurs spatiale et temporelle de l’impul-

sion valent respectivement 250 µm et 34 fs. L’impulsion est focalisée dans l’air (20 % O2 + 80 %

N2) par une lentille de longueur focale 2.6 cm. Nous propageons linéairement l’impulsion laser

jusqu’en zp = 1.85 cm, où la fluence laser et la densité plasma prennent des formes similaires à

celles calculées par CUP3D, à savoir des profils transverses gaussiens de rayon ≈ 50 µm.

Les figures 4.13(a,b,c) et 4.13(d,e,f) illustrent respectivement les résultats donnés par le modèle

de You et al. et le nôtre pour L valant respectivement 2.5 mm, 5 mm et 7.5 mm, ce qui correspond

aux distances de propagation CUP3D z = 1.75 cm, z = 2 cm et z = 2.5 cm. Nous remarquons

que les spectres prédits par les deux modèles sont plutôt similaires, ce qui indique que les

hypothèses du modèle de You et al. semblent plutôt satisfaisantes pour des canaux plasma à

symétrie radiale. Toutefois, pour L ≈ ld [cf. figures 4.13(b,e)], la forte contribution sur l’axe

prédite par la simulation CUP3D est mieux restituée par notre modèle augmenté que par le

modèle classique de You et al. Cette différence est attribuée à la modulation en phase apportée

par les termes en e±iφ(~r′⊥), qui prennent en compte les interférences entre les ondes THz formées
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Figure 4.13: Estimations du spectre THz angulo-fréquentiel THz par (a,b,c) le modèle de You
et al. et (d,e,f) notre modèle (a,d) pour L = 2.5 mm, (b,e) L = 5 mm et (c,f) L = 7.5 mm. Les
paramètres laser-gaz utilisés pour leur intégration sont précisés dans le texte.

dans tout le plan transverse.

Régime Kerr fort

Nous intégrons maintenant la contribution Kerr à l’estimation du rayonnement THz en champ

lointain. Pour mieux apprécier la signature THz de cette réponse, une seconde simulation

CUP3D a été réalisée impliquant une polarisation non-linéaire particulièrement importante.

Elle comporte les mêmes paramètres que précédemment, mais nous fixons cette fois xK = 0 et

n2 = 3.8×10−19 cm2/W afin de favoriser la réponse Kerr. Notons que notre choix de xK implique

que la SRRS n’agit pas sur la propagation laser, ce qui maximise l’effet d’auto-focalisation et la
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4.2 Généralisation du modèle de You et al.

contribution Kerr au spectre THz.

Figure 4.14: Résultats de la simulation CUP3D où l’effet Kerr est favorisé (xK = 0, n2 =
3.8× 10−19 cm2/W). Légende similaire à la figure 4.12.

La figure 4.14(a) montre que la densité plasma maximale prend pour valeur Ne ≈ 1019 cm−3,

qui est 10 fois plus importante que dans la configuration précédente, compte tenu de l’auto-

focalisation Kerr qui est favorisée ici. Un résultat intéressant est que cet accroissement de densité

n’est pas synonyme d’augmentation du rendement de conversion laser-THz : l’énergie THz totale

produite a été divisée par deux par rapport au cas précédent [cf. figures 4.12(b) et 4.14(b)]. Nous

considérons que la croissance de l’énergie THz se produit entre 1.5 et 2.3 cm, d’où L = 8 mm. La

densité effective varie ici fortement avec z, ce qui rend son estimation peu précise. Nous la fixons à

N eff
e ≈ 3×1017 cm−3, ce qui correspond à lJd = 2.8 mm. La réponse Kerr étant produite pour des

valeurs de champ laser plus faibles, elle survient en des temps antérieurs à ceux de la croissance

de Ne, pour lesquels l’indice du milieu vaut n0 ≈ 1 et la longueur de déphasage prend alors

pour valeur lKerr
d ≈ 2.6 cm. Les figures 4.14(c,d,e) illustrent les spectres THz angulo-fréquentiels

calculés par CUP3D. A contrario du cas précédent, ils présentent ici une forte contribution sur

l’axe optique (Θ < 2.5°) attribuée à l’effet Kerr étant donné que L < lKerr
d . Notons qu’elle suit,
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aux hautes fréquences (ν > 30 THz), la dynamique spectrale observée en figures 4.12(c,d,e) pour

le rayonnement généré par les photo-courants. Dans les figures 4.14(c,d,e), la contribution sur

l’axe est superposée à une émission conique (Θ = 3 − 5°) associée aux photo-courants car le

critère L > lJd est bien vérifié. De manière similaire au cas précédent, c’est le spectre présenté

en figure 4.14(e) qui décrit le mieux le rayonnement THz émis par un plasma soutenu par une

forte réponse Kerr, car il est calculé à la fin de la croissance de l’énergie THz.

Evaluons maintenant le rayonnement THz à partir de notre modèle et des estimations ci-dessus.

Pour rappel, les longueurs de déphasage associées aux photo-courants et à la réponse Kerr valent

respectivement lJd = 2.8 mm et lKerr
d = 2.6 cm. La longueur L est estimée en considérant que la

croissance de l’énergie THz est comprise entre 1.5 et 2.3 cm. Les fonctions AJ(ω) et AKerr(ω)

choisies correspondent respectivement aux courbes pleines bleue et rouge de la figure 4.11(c), et

leur rapport d’amplitudes spectrales est choisi tel que Amax
Kerr/A

max
J = 77 %. Lors de l’intégration

de notre modèle, nous propageons linéairement l’impulsion laser jusqu’en zp = 2 cm (au lieu de

zp = 1.85 cm comme dans le cas précédent) car l’auto-focalisation Kerr étant favorisée ici, le

canal plasma est légèrement plus comprimé sur l’axe optique.

Les figures 4.15(a,b,c) [resp. figures 4.15(d,e,f)] regroupent les résultats de l’intégration du mo-

dèle de You et al. (resp. du nôtre) selon les considérations ci-dessus, respectivement en z = 1.75

cm, z = 2 cm et en z = 2.5 cm. A ces distances, les longueurs L valent 2.5 mm, 5 mm et 8

mm. Remarquons pour commencer que les spectres angulo-fréquentiels fournis par notre mo-

dèle comportent une contribution sur l’axe optique supplémentaire, piquée autour de ν = 15

THz, qui correspond au rayonnement THz produit par la réponse Kerr non-prise en compte

par le modèle de You et al. Les figures 4.15(a,d) montrent que notre modèle prévoit ici une

émission THz plus centrée autour de l’axe optique que selon le modèle de You et al., ce qui est

attribué aux variations radiales de phase φ(~r⊥). Les figures 4.15(b,e) indiquent un creusement

de la contribution des photo-courants sur l’axe optique lorsque L ≈ ld. Celui-ci est bien plus

marqué que lors du cas précédent étant donné que la longueur lJd est plus faible dans le cas

présent, dû à la hausse de densité électronique associée à l’auto-focalisation Kerr. Enfin, les fi-

gures 4.15(c,f) décrivent toutes deux une émission conique due aux photo-courants à des angles

compris entre 3 et 5°, conformément à la simulation UPPE (cf. figure 4.14). La contribution

sur l’axe associée à la réponse Kerr est plutôt bien représentée par notre modèle, bien qu’il soit

plus large (Θ < 3.5°) que celui calculé par CUP3D (Θ < 2.5°). Notons que dans tous les cas,
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Figure 4.15: Légende similaire à celle de la figure 4.13 appliquée à une configuration de forte
réponse Kerr.

l’émission THz générée par les photo-courants dans la simulation 3D est piquée dans la partie

haute du spectre (ν > 30 THz), tandis que le spectre AJ(ω) générique utilisé ici est maximal

aux basses-fréquences (ν < 25 THz). Ce phénomène est expliqué par les fortes non-linéarités

(auto-modulation Kerr, défocalisation plasma) associées à la favorisation de l’auto-focalisation

Kerr ici. Il pourra être retrouvé dans le chapitre 5, où nous adapterons alors les grandeurs AJ(ω)

et AKerr(ω) afin de les prendre en compte dans notre modèle.
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Régime de filamentation laser

Nous concluons ce chapitre sur une dernière comparaison entre les deux modèles, portant sur

une simulation UPPE de production de rayonnement THz en régime de filamentation laser [99],

c’est-à-dire pour des plasmas dont la longueur peut être de l’ordre de plusieurs mètres, comme

rappelé dans le chapitre 2.

Ici, le code CUP3D nous a servi à simuler une impulsion laser à deux couleurs (r = 35 %)

de fondamental opérant à 0.8 µm, de durée 34 fs, de rayon initial 2.5 mm, et d’énergie 1.5 mJ,

légèrement focalisée dans l’air (20 % O2 + 80 % N2) d’indice non-linéaire n2 = 3.8×10−19 cm2/W

(xK = 0.8) par une lentille de longueur focale f = 2.6 m. Pour un tel faisceau, l’utilisation du

pré-processeur Python a été nécessaire : nous avons préalablement réalisé la propagation linéaire

de l’impulsion laser de z = −2.3 m jusqu’à z = 0, qui correspond à l’apparition des premières

non-linéarités. Ce faisceau a ensuite été utilisé comme condition d’entrée pour le code CUP3D.

Figure 4.16: (a,b) Evolution en z et (a) x ou (b) y de la fluence laser simulée par le code
CUP3D. La ligne bleue correspond à l’iso-densité plasma Ne(t → +∞) = 5 × 1016 cm−3. (c)
Densité électronique maximale et (d) énergie THz (ν < 90 THz) contenue dans la fenêtre de
simulation en fonction de z. (e) Spectre angulo-fréquentiel THz calculé en z = 20.37 cm. (f)
Spectres THz calculé par intégration transverse associé à (e).

Les figures 4.16(a,b) cartographient la fluence laser dans les plans (z, x) et (z, y) respective-
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ment. Elles montrent que la propagation du faisceau se produit en régime de filamentation simple

de manière axisymétrique. Nous n’observons pas de régime de filamentation multiple, pouvant

survenir pour Pin valant plusieurs Pcr [207]. Le creux de fluence laser observé autour de l’axe

optique pour z ≈ 15 cm est dû à l’effet dit de replenishment [208], qui correspond à un lieu

où la densité électronique, et donc la défocalisation plasma, est particulièrement importante. La

figure 4.16(c) trace l’évolution en z de la densité plasma maximale. Elle montre que le filament

présente un niveau de densité électronique ≈ 1017 cm−3 relativement constant entre z = 10 cm

et z = 60 cm, significatif de l’effet de clamping, puis s’éteint à partir de z = 60 cm. La figure

4.16(d), qui trace l’énergie THz dans la fenêtre de simulation pour chaque valeur de z, montre

de fortes pertes au-delà de z = 17 − 18 cm, dues à la sortie du rayonnement THz de la boîte

de simulation. Elle ne permet pas d’identifier clairement une zone de croissance de l’énergie

THz. La figure 4.16(e) décrit le spectre THz calculé par CUP3D en z = 20.36 cm. Elle indique

d’une part que l’entièreté du rayonnement est émis à un angle Θ = 1 − 2° de l’axe optique. La

fenêtre de simulation s’étendant de −1.3 mm à 1.3 mm, la distance qu’une onde THz générée en

x = y = 0 à un angle Θ = 1.5° doit parcourir pour en sortir vaut 5 cm. Il est donc raisonnable

de considérer que la courbe présentée en figure 4.16(d) trace l’évolution de l’énergie THz générée

par un tronçon de plasma de longueur L = 5 cm se déplaçant le long du filament. La figure

4.16(e) montre d’autre part que la dépendance fréquentielle du spectre généré est plutôt plate.

Ce résultat est en accord avec la figure 4.16(f), qui décrit l’évolution fréquentielle de ce spectre

THz intégré transversalement. Cette observation est également conforme avec la figure 4.11.

Notons que la succession de lobes disjoints observables aux basses-fréquences en figure 4.16(e)

est due à la pauvre résolution angulaire du spectre dans ce domaine (∆Θ ∝ 1/ν).

Afin d’appliquer notre modèle et celui de You et al., nous choisissons L = 5 cm comme lon-

gueur de plasma effective, en rapport avec les observations du paragraphe précédent. La densité

électronique effective peut être estimée à N eff
e ≈ 1016 cm−3, ce qui correspond à ld ≈ 2.6 cm.

Remarquons que pour de tels niveaux de densité (Ne < 1017 cm−3), la figure 4.16(c) montre

que la longueur de déphasage dépend peu de N eff
e . Les imprécisions dans l’estimation de ce pa-

ramètre induisent donc peu d’écarts avec la simulation CUP3D dans cette configuration. Nous

propageons linéairement l’impulsion laser jusqu’en zp = 2.6 m pour l’intégration de notre mo-

dèle. Enfin, nous choisissons la courbe bleue pointillée de la figure 4.11(c) pour représenter A(ω)

et AJ(ω) (photo-courants), et la courbe rouge pointillée pour décrire AKerr(ω) (réponse Kerr).
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Leur rapport en amplitude est évalué à Amax
Kerr/A

max
J = 10 %.

Figure 4.17: Spectres angulo-fréquentiels THz estimés à l’aide (a) du modèle de You et al. et
(b) du nôtre. Les paramètres employés sont précisés dans le texte.

Les figures 4.17(a,b) tracent respectivement les spectres angulo-fréquentiels calculés à l’aide du

modèle de You et al. et du nôtre. Ces deux estimations sont très proches : les spectres présentent

une émission conique pour Θ = 1 − 2° avec un profil plat en fréquence, en bon accord avec la

simulation CUP3D. Ce résultat rejoint d’ailleurs les figures 4.13(c,f), qui indiquent que pour

L > ld, les deux modèles fournissent des résultats similaires.

4.3 Résumé du chapitre

En résumé, ce chapitre a permis d’éclaircir la physique régissant l’émission conique de la dis-

tribution spatiale du rayonnement THz. Cet effet est dû à des interférences destructives entre

les impulsions THz produites le long du canal plasma, provenant des variations axiales de la

polarité du champ électrique THz associée à la dispersion optique et plasma.

La modèle de You et al. fournit une équation permettant d’estimer de manière rapide le spectre

angulo-fréquentiel THz produit par les photo-courants au sein d’un plasma supposé cylindrique

et de densité électronique uniforme. Son intégration est cependant questionnable lorsqu’il est

nécessaire d’identifier trois paramètres mal définis : le spectre THz A(ω), la longueur de volume

générateur d’ondes THz L et la densité électronique effective N eff
e qui correspond au niveau

de densité globalement atteint lorsque le rayonnement THz est produit. Dans un plasma réel
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ou simulé par un code tridimensionnel, les variations spatiales de densité électronique rendent

imprécise la caractérisation de ces quantités. Ce modèle nous a cependant permis de retrouver

le spectre THz mesuré lors d’une expérience menée à DTU/Fotonik en régime focalisé dans le

diazote, ainsi que le spectre calculé lors d’une simulation UPPE dans une configuration simi-

laire.

Nous avons ensuite généralisé ce modèle à des plasmas plus réalistes, prenant en compte les

variations transverses de la densité électronique, des états de polarisation laser vectoriels, la

contribution due à la réponse Kerr et les effets dus aux enveloppes laser. Ces derniers ont été

évalués analytiquement et prouvés être négligeables, excepté lorsque les enveloppes temporelles

des deux harmoniques laser ne se recouvrent pas. Nous avons négligé les variations axiales de

densité, l’absorption et l’opacité plasma sur la base de travaux publiés antérieurement. Bien que

l’intégration de notre modèle généralisé nécessite toujours l’identification des paramètres A(ω)

(dissocié pour les photo-courants et la réponse Kerr), L et N eff
e , il permet de prendre en compte

les effets d’aberration optiques, ce qui sera essentiel dans le chapitre à venir.

Pour finir, nous avons éprouvé notre modèle en comparant ses résultats à des simulations CUP3D

et aux estimations fournies par le modèle de You et al. Dans les trois cas étudiés, notre modèle

a permis de retrouver de manière satisfaisante la dynamique des spectres calculés lors des simu-

lations UPPE. En particulier, pour des plasmas à symétrie radiale, il a été en mesure d’estimer

correctement la contribution de la réponse Kerr au spectre THz, ce que le modèle de You et al.

ne permet pas.

189





Chapitre 5

Influence des aberrations optiques sur

le rayonnement THz
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Le présent chapitre cherche à caractériser l’influence qu’ont les aberrations optiques sur

la propagation de l’impulsion laser, sur le canal plasma et sur le rayonnement THz

émis par ce dernier. Nous avons étudié les effets les plus communs lors d’expériences

laser : l’astigmatisme, l’aberration de coma et la sphéricité. Une première partie est consacrée à

la présentation de ces aberrations et du miroir déformable, instrument d’optique adaptative en

mesure de les générer ou plus couramment de les corriger. Elle explicite également la manière dont

les aberrations peuvent être prises en compte dans notre modèle d’émission conique présenté dans

le chapitre précédent. Une seconde partie décrit les résultats de simulations UPPE comparant

les propagations non-linéaires, les filaments et les émissions THz engendrés en fonction de la
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présence ou de l’absence d’aberrations optiques communes en régime focalisé. La troisième partie

de ce chapitre est analogue à la précédente, mais examine l’influence des aberrations sur le

rayonnement THz sur des domaines de propagation étendus en régime de filamentation laser.

5.1 Introduction aux aberrations optiques

5.1.1 Principe d’aberration optique

Les aberrations optiques sont des effets modifiant la propagation d’un faisceau laser à travers

une distorsion de sa phase transverse, et donc de son front d’onde optique [209]. Elles tendent à

modifier la position et la forme de la tache focale, et donc la géométrie du canal plasma en régime

non-linéaire. Elles sont usuellement classées à l’aide de deux nombres entiers : le degré radial n

et le degré azimutal m ≤ n. Formellement, elles sont associées à une carte de phase transverse,

chacune proportionnelle à un polynôme de Zernike Zmn (ρ, ϕ) d’expression générale [210] :

Zmn (ρ, ϕ) =

 Rmn (ρ) cos(mϕ) si m ≥ 0

Rmn (ρ) sin(mϕ) si m < 0
, (5.1)

où Rmn (ρ) sont les polynômes radiaux de Zernike, définis par

Rmn (ρ) =

(n−m)/2∑
m=0

(−1)k(n− k)!

k!
(
n−m

2 − k
)
!
(
n−m

2 − k
)
!
ρn−2k. (5.2)

Les variations en ρ (resp. ϕ) du polynôme de Zernike Zmn (ρ, ϕ) représentent la dépendance

radiale (resp. azimutale) de la phase associée à l’aberration optique de degrés n et m. A titre

illustratif, la figure 5.1 représente les polynômes de Zernike d’ordres 0 ≤ n ≤ 5 dans le disque

ρ ≤ 1.

Nous étudierons plus particulièrement les trois aberrations optiques les plus observées lors des

expériences laser, à savoir l’astigmatisme vertical (n = m = 2 abrégé "astigmatisme"), l’aber-

ration de coma verticale (n = 3, m = −1 abrégée "coma") et la sphéricité (n = 4, n = 0). Au

cours de ce chapitre, nous ne traiterons pas l’effet de lentille comme une aberration optique,

bien qu’elle soit représentée par le polynôme de Zernike de degrés n = 2 et m = 0. Pour ces

quatre effets, les polynômes Zmn (ρ, ϕ) se simplifient comme suit :
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Figure 5.1: Représentation graphique des 21 premiers polynômes de Zernike sur un cercle de
rayon ρ = 1. Source : Wikipédia

Effet de lentille : Z0
2 (ρ) = 2ρ2 − 1, (5.3)

Astigmatisme : Z2
2 (ρ, ϕ) = ρ2 cos(2ϕ), (5.4)

Coma : Z−1
3 (ρ, ϕ) = (3ρ3 − 2ρ) sin(ϕ), (5.5)

Sphéricité : Z0
4 (ρ) = 6ρ4 − 6ρ2 + 1. (5.6)

Remarquons que plus n (m) est élevé, plus les variations en ρ (resp. ϕ) de Zmn (ρ, ϕ) sont fortes.

Les aberrations réelles influant sur la propagation laser sont une combinaison linéaire des dif-

férents effets décrits ici dans la base des polynômes de Zernike. Ainsi, à chaque aberration est

associée un coefficient, noté cmn et ayant la dimension d’une distance, qui correspond à l’impor-

tance de chaque aberration sur la phase radiale totale. Ils permettent d’exprimer de manière

générale le profil de phase dû aux aberrations φa(r⊥, ϕ), appliqué à une impulsion laser de

fréquence ω0 et de rayon en 1/e2 noté w0 [211] :
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φa(r⊥, ϕ) = −ω0

c

∑
n,m≤n

cmn Z
m
n (
√

2r⊥/w0, ϕ). (5.7)

Les aberrations optiques peuvent ainsi être intégrées à un code de propagation linéaire en af-

fectant à l’impulsion laser initiale ~EL(~r, t) la phase φa(r⊥, ϕ) puis en résolvant l’équation de

propagation linéaire, dont la solution s’écrit pour rappel [cf. equation (2.191)] :

~EL(ω, k⊥, z + ∆z) = ~EL(ω, k⊥, z) exp

(
i∆z

[√
k2(ω)− k2

⊥ − ng(ω0)
ω

c

])
, (5.8)

avec ng(ω0) l’indice de groupe du milieu à la fréquence du fondamental laser ω0.

Notons que la phase φa(r⊥, ϕ) associée à une lentille de longueur focale f s’écrit plus couramment

φa(r⊥) = −ω0r
2
⊥/(2fc). Nous identifions donc la relation entre f et c0

2 :

f =
w2

0

8c0
2

, (5.9)

où nous avons omis le terme constant du polynôme Z0
2 (ρ) car il n’influe pas sur la propagation

laser.

La figure 5.2 illustre les résultats obtenus par simulation de la propagation linéaire d’une im-

pulsion laser à deux couleurs (r = 35 %) de fondamental 0.8 µm et de diamètre initial w0 = 250

µm focalisée (f = 2.6 cm correspondant à c0
2 = 300 nm) dans l’air, dont l’indice de réfraction est

calculé à l’aide du modèle de Peck et Reeder [117]. Les valeurs des amplitudes cmn sont choisies

par rapport aux quantités typiques disponibles dans la bibliographie [212] et aux caractéristiques

techniques du miroir déformable fourni par Imagine Optic durant le projet ALTESSE2. La fi-

gure 5.2(a) représente le cas de référence, c’est-à-dire sans aberration optique (excepté l’effet

de lentille). La propagation est axisymétrique le long de z, et symétrique par rapport au plan

transverse dans lequel se trouve le foyer. Lorsque le faisceau comporte de la sphéricité [c0
4 = 5

nm, figure 5.2(b)], nous observons que la tâche focale s’étale en z, et la fluence laser maximale

est donc plus faible que dans le cas de référence. Cet effet est expliqué par le fait que la phase

radiale associée à la sphéricité peut être exprimée comme celle d’une focale dépendant de r⊥ :

φ0
4(r⊥) = −ω0

c
c0

4Z
0
4 (
√

2r⊥/w0) ∼ −6
ω0

c
c0

4

2r2
⊥

w2
0

(
2r2
⊥

w2
0

− 1

)
= −ω0

c

r2
⊥

2f0
4 (r⊥)

(5.10)

où la focale équivalente f0
4 (r⊥) est identifiée par
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5.1 Introduction aux aberrations optiques

Figure 5.2: Cartographies de la fluence laser en régime linéaire (a,b,c,e) dans le plan (x, z) et
(d,f) dans le plan (y, z) pour une impulsion laser à deux couleurs (r = 35 %) de fondamental
0.8 µm et de rayon initial w0 = 250 µm focalisée dans l’air par une lentille de focale f = 2.6
cm (a) sans aberration optique supplémentaire, (b) avec ajout de sphéricité (c0

4 = 5 nm), (c,d)
d’astigmatisme (c2

2 = 300 nm) et (e,f) de coma (c−1
3 = 300 nm).

f0
4 (r⊥) =

w2
0

24c0
4

(
2r2
⊥/w

2
0 − 1

) . (5.11)

La figure 5.2(c) illustre une propagation laser soumise à de l’astigmatisme (c2
2 = 300 nm). Puisque

cette aberration est d’ordre m 6= 0, elle génère des asymétries azimutales dans la distribution

de la fluence. En particulier, nous observons que l’astigmatisme est caractérisé par une tache

focale en forme d’œil de chat. Cette propriété provient du fait que l’astigmatisme est en fait

équivalente à un système optique admettant un foyer dépendant de ϕ :

φ2
2(r⊥, ϕ) = −ω0

c
c2

2Z
2
2 (
√

2r⊥/w0) = −ω0

c
c2

2

2r2
⊥

w2
0

cos(2ϕ) = −ω0

c

r2
⊥

2f2
2 (ϕ)

(5.12)

où la focale équivalente f2
2 (ϕ) vaut

f2
2 (ϕ) =

w2
0

4c2
2 cos(2ϕ)

. (5.13)
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Nous remarquons également que cette aberration réduit fortement la valeur maximale de la

fluence laser par rapport au cas de référence, ce qui privilégiera des plasmas plus courts et de

moindre densité en régime non-linéaire. Pour finir, l’aberration de coma [c−1
3 = 300 nm, figure

5.2(d)] produit également des asymétries orthoradiales ainsi qu’un affaiblissement conséquent

de l’intensité laser maximale. Elle est caractérisée par un effet de tilt (une imperfection d’ali-

gnement du faisceau optique par rapport à l’axe) dépendant de ϕ. La tâche focale est alors très

déstructurée en comparaison au cas sans aberration.

5.1.2 Le miroir déformable

Lors d’une expérience de filamentation laser par exemple, les aberrations optiques (hormis l’effet

de lentille) doivent souvent être corrigées afin de stabiliser le canal plasma formé [211, 212].

Ceci s’effectue au moyen d’un instrument optique nommé "miroir déformable" [213]. Cet outil

est constitué d’une membrane réfléchissante dont la surface peut être contrôlée par ordinateur

(analyseur de front d’onde) au moyen de plusieurs électrodes (ou actionneurs) afin d’influer sur

la phase spatiale du faisceau laser incident. Un schéma explicatif de cet instrument est montré

en figure 5.3.

Figure 5.3: (a) Répartition des électrodes sous la membrane d’un miroir déformable. (b)
Schéma représentant le déplacement de la membrane selon le voltage appliqué aux électrodes.
Source : Apeksimov [212]

La figure 5.4(a) montre le déplacement de la surface du miroir déformable employé en ré-

férence [214] suite à l’activation de plusieurs actionneurs distincts. La répartition physique

(nombre, positionnement et forme) des électrodes sous la surface du miroir ainsi que l’élasticité

de sa membrane définissent une série de surfaces propres à chaque miroir déformable, appelées

modes et illustrées en figure 5.4(b), que l’instrument peut reproduire parfaitement. Ces modes

représentent une seconde base - en plus de celle formée par les polynômes de Zernike où chaque
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aberration est liée à un coefficient cmn - à partir de laquelle les aberrations optiques peuvent être

décomposées. En pratique, un miroir déformable est utilisé de pair avec un capteur permettant

d’identifier les amplitudes cmn au sein du front de phase d’une impulsion. Ainsi, caractériser une

aberration par rapport à une autre revient à effectuer un changement de base entre les poly-

nômes de Zernike et la base formée des modes du miroir. La géométrie de cet instrument impose

cependant deux limitations techniques. La première correspond aux valeurs maximales de cmn

pouvant être traitées par le miroir, montrées en figure 5.4(c). La seconde réside dans le caractère

fini du nombre de modes du miroir déformable, provenant du nombre fini d’actionneurs situés

sous sa membrane, et qui implique que certaines aberrations optiques (généralement d’ordres n

et m élevés) ne sont pas disponibles ou ne peuvent être reproduites parfaitement [214,215].

Figure 5.4: (a) Influence de l’action d’électrodes isolées (en bleu foncé) sur la surface du miroir
déformable (cartes de couleur). (b) Modes spatiaux représentatifs de cet instrument constituant
la base à partir de laquelle les aberrations optiques peuvent être déclenchées ou corrigées. (c)
Valeurs maximales des coefficients associés aux 21 premiers polynômes de Zernike pouvant être
traitées à l’aide du miroir déformable. Les polynômes de degrés n = 0 et n = 1 (numérotés 1
à 3) ne sont pas représentés. L’effet de lentille, l’astigmatisme, la coma et la sphéricité sont ici
numérotées respectivement 5, 6, 8 et 13. Source : Fernández [214]
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5.1.3 Application du modèle d’émission conique

La propagation laser étant fortement influencée par les aberrations optiques, comme observé en

figure 5.2, il est utile d’examiner l’effet de ces dernières dans notre modèle d’émission conique.

Nous supposons que celui-ci reste valable en présence de ces aberrations, ce qui revient à émettre

à nouveau deux hypothèses importantes :

— La densité plasma reste invariante le long de z jusqu’à l’extinction du filament à cause

de l’effet de clamping, ce qui assure que les variations transverses de l’amplitude des

impulsions THz Jtr(~r⊥) sont indépendantes de z.

— Nous supposons également que les variations radiales de la phase des ondes THz générées

φ(~r⊥) sont toujours indépendantes de z au sein du canal plasma.

Pour rappel, les deux termes ci-dessus sont calculés après une propagation linéaire de l’impulsion

laser jusqu’à une distance z = zp, où son rayon est semblable à celui atteint à l’entrée du plasma

dans le cas non-linéaire. Comme les aberrations optiques modifient de manière non-négligeable

la géométrie et la densité électronique du canal plasma, il sera nécessaire, lors de l’intégration de

notre modèle, d’adapter les coefficients L et N eff
e , ainsi que les spectres THz AJ(ω) et AKerr(ω),

à chaque configuration étudiées.

Notons que lorsque l’impulsion laser est soumise à une forte aberration de coma, les deux hy-

pothèses formulées ici peuvent être mises en cause car le faisceau ne se propage plus le long de

l’axe ~ez. Nous considérons cependant que dans les configurations étudiées, le modèle d’émission

conique reste robuste.

5.2 Influence des aberrations optiques en régime focalisé

Nous présentons maintenant les résultats de simulations UPPE ayant eu pour but de carac-

tériser l’impact des aberrations optiques étudiées (astigmatisme, coma, sphéricité) en régime

focalisé. Nous commençons par expliciter les résultats obtenus pour des champs laser polarisés

linéairement (LP-P selon les notations de Meng et al. [161]), puis nous les comparerons avec des

simulations de faisceaux polarisés circulairement (CP-S).
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5.2.1 Polarisation LP-P

Les impulsions laser simulées ici comportaient deux couleurs (r = 35 %), de fondamental λ0 = 0.8

µm, de durée 34 fs, de rayon initial 250 µm. L’énergie laser vaut 500 µJ et les faisceaux sont

polarisés linéairement (LP-P) selon ~ex. Ces derniers sont focalisés (f = 2.6 cm équivalent à

c0
2 = 300 nm) dans l’air (dont l’indice non-linéaire vaut n2 = 3.8× 10−19 cm2/W) composé à 20

% d’O2 (Z∗O2
= 0.53) et à 80 % de N2 (Z∗N2

= 0.9). Un premier cas servant de référence a été

simulé, où l’impulsion laser n’était soumise qu’à l’effet de lentille. Nous avons réalisé ensuite trois

autres simulations : une première comportant de l’aberration sphérique (c0
4 = 5 nm), une seconde

prenant en compte de l’astigmatisme (c2
2 = 300 nm) et une troisième faisant intervenir la coma

(c−1
3 = 300 nm). Les aberrations optiques modélisées comme décrit précédemment affectent la

phase de l’impulsion laser en z = 0. Le miroir déformable engendrant ces aberrations se situe

après le BBO, c’est-à-dire qu’il affecte les deux couleurs séparément. Les distorsions de phase

du fondamental (resp. de l’harmonique deux) sont donc proportionnelles à ω0 = 2πc/λ0 (resp.

2ω0). Sur de courtes distances de propagation, il n’a pas été nécessaire de propager linéairement

l’impulsion laser en amont de la simulation CUP3D à l’aide de notre pré-processeur Python.

Le choix des valeurs des amplitudes cmn a été motivé par plusieurs considérations. Remarquons

d’abord que des coefficients cmn élevés engendrent des variations transverses de φ(~r⊥) d’autant

plus rapides, qui nécessitent une résolution spatiale fine. D’ailleurs, un polynôme de Zernike

d’ordre n (resp. m) est proportionnel à rn⊥ (resp. mϕ), ce qui signifie qu’une aberration d’ordres

n et m élevés (comme la sphéricité par exemple, où n = 4 et m = 0) impose des contraintes

numériques plus strictes qu’une aberration d’ordres moindres (comme l’effet de lentille, d’ordres

n = 2 etm = 0). Les valeurs maximales des amplitudes cmn pouvant être prises en compte par nos

codes de simulation sont donc naturellement décroissantes avec n et m. Ainsi, les choix c2
2 = 300

nm et c−1
3 = 300 nm correspondent respectivement aux amplitudes maximales d’astigmatisme

et de coma que nous pouvons modéliser en assurant un temps de calcul et une précision raison-

nables. Afin de fixer c0
4 = 5 nm, nous nous sommes d’abord appuyés sur la bibliographie [211,212]

et sur les caractéristiques techniques du miroir déformable fourni par Imagine Optic pour en-

cadrer les valeurs relevantes de ce coefficient. Nous avons ensuite effectué plusieurs simulations

comprenant des choix de c0
4 variés (c0

4 < 30 nm). Bien que les conclusions tirées de chacune de

ces simulations restent les mêmes que celles qui seront présentées plus loin, l’amplitude c0
4 = 5
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nm maximise l’énergie THz générée parmi les valeurs de c0
4 testées, ce qui a motivé ce choix.

Figure 5.5: Cartographies de la fluence laser pour une polarisation LP-P calculée par CUP3D
en régime non-linéaire (a,b,c,e) dans le plan (x, z) et (d,f) dans le plan (y, z) (a) dans le cas de
référence, (b) avec ajout de sphéricité, (c,d) avec de l’astigmatisme et (e,f) avec de l’aberration
de coma. Les lignes bleues représentent les iso-densités Ne = 5× 1016 cm−3. Les paramètres de
la simulation sont précisés dans le texte.

La figure 5.5 montre les évolutions des fluences laser calculées par le code CUP3D en régime

non-linéaire. Remarquons dans un premier temps que nous retrouvons des dynamiques de pro-

pagation semblables à celles observées en régime linéaire [cf. figure 5.2], mais que les écarts entre

les valeurs de fluence maximales des différents cas sont ici réduits. Les lignes bleues représentent

l’iso-contour de densité Ne = 5×1016 cm−3, et dessinent ainsi la forme du plasma d’air. Dans le

cas de référence [figure 5.5(a)] et en présence de sphéricité [figure 5.5(b)], le plasma reste axisy-

métrique. Cependant, l’ajout d’astigmatisme [figures 5.5(c,d)] et de coma [figures 5.5(e,f)] tend à

briser cette symétrie. Remarquons en particulier que dans la configuration coma, le plasma est en

fait composé d’un filament suivant la direction de propagation de l’impulsion laser, accompagné

de petites zones hors-axe à densité électronique non-nulle autour de z = 1 cm.

La figure 5.6(a) décrit les évolutions en z de la densité électronique maximale pour les quatre

configurations considérées. Remarquons dans un premier temps que par rapport au cas de ré-
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Figure 5.6: Evolutions en z de (a) la densité électronique maximale et (b) l’énergie THz (ν < 90
THz) contenue dans la boîte de simulation dans le cas de référence (courbe bleue), avec de la
sphéricité (courbe rouge), de l’astigmatisme (courbe verte) et de l’aberration de coma (courbe
magenta).

férence (courbe bleue), qui forme un plasma de densité électronique Ne ≈ 2 − 3 × 1018 cm−3,

l’astigmatisme (courbe verte) et l’aberration de coma (courbe magenta) présentent des niveaux

de densités plus faibles d’un facteur ≈ 2 et ≈ 5 respectivement. Quant à la sphéricité, elle génère

des pics de densités locaux très intenses (Ne ≈ 1019 cm−3) correspondant aux points lumineux

hors-axe visibles au sein de la carte de fluence laser tracée en figure 5.5(b). L’astigmatisme

forme un plasma plus court aux z plus courts que celui du cas de référence car cette aberration

induit une focale supplémentaire, comme mis en avant dans la section précédente. La sphéricité,

quant à elle, produit un plasma de position et de dimensions semblables au cas de base : bien

qu’elle représente aussi une focale supplémentaire, la longueur f0
4 dépend de r⊥, et le point

focal s’étend donc en z. Cette aberration optique tend donc à favoriser l’allongement du plasma,

conformément aux observations effectuées en régime linéaire et aux références [211,212]. Enfin,

l’aberration de coma engendre un plasma particulièrement long car elle présente un niveau de

fluence maximale (donc de densité électronique) plus étendu et plus régulier car associé à un

niveau de densité plus faible. Cette aberration produit un plasma aux z plus faibles que dans

les autres cas (z > 4 mm contre z > 1 cm) car la fluence atteint sa valeur maximale plus rapide-

ment, conformément à la figure 5.2. La figure 5.6(b), qui trace l’évolution en z de l’énergie THz
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(ν < 90 THz) présente dans la fenêtre de simulation, montre que dans le régime de focalisation

étudié, les aberrations optiques modifient peu le rendement de conversion laser-THz, excepté

pour l’aberration de coma, qui produit une énergie THz abaissée d’un facteur ≈ 5 par rapport

aux autres cas en raison de la faible densité plasma atteinte.

Figure 5.7: Spectres THz angulo-fréquentiels calculés par CUP3D (a,b,c,e) selon ~ex et (d,f)
selon ~ey (a) dans le cas de référence en z = 2.65 cm, (b) dans le cas sphéricité en z = 2.24 cm,
(c,d) dans le cas astigmatisme en z = 1.93 cm et dans le cas coma en (e,f) z = 1.32 cm.

La figure 5.7 illustre les spectres THz angulo-fréquentiels calculés par CUP3D dans les quatre

cas d’intérêt. Ceux-ci sont estimés aux distances pour lesquelles la croissance de l’énergie THz

tracée en figure 5.6(b) est maximale pour qu’ils contiennent le rayonnement THz le plus complet

possible. Le cas de référence [figure 5.7(a)] présente une émission conique aux angles 2.5° < Θ <

4° et s’étend jusqu’à 60 THz. La composante sur l’axe située à ν < 3 THz est interprétée comme

un artéfact numérique situé en dehors de la limite de validité du code CUP3D, c’est-à-dire

aux fréquences inférieures à la fréquence plasma νp estimée ici à environ 8 THz. Dans le cas

sphéricité [figure 5.7(b)], le spectre comporte les mêmes caractéristiques que dans la simulation

sans aberration optique. Cependant, nous remarquons son léger élargissement jusqu’à 70-80

THz, que nous attribuons à de fortes non-linéarités associées aux pics locaux de densité observés

en figure 5.6(a). Ceux-ci engendrent une défocalisation plasma suffisamment forte pour que la
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partie arrière de l’impulsion laser soit amortie, comme mis en évidence par la figure 5.8. Ainsi, au

sein du plasma, le champ laser dans le cas sphéricité voit son enveloppe temporelle comprimée

par rapport au cas de référence. Son profil spectral est donc plus large, et le champ THz produit

a un spectre plus étendu en fréquence.

Figure 5.8: Profils temporels des champs laser sur l’axe optique (a) sans aberration optique
en z = 2.6 cm et (b) avec de la sphéricité en z = 2.2 cm. La partie arrière du champ laser a été
défocalisée : son enveloppe temporelle effective est donc moins intense et plus courte que dans
(a).

Les cas astigmatisme [figures 5.7(c,d)] et coma [figures 5.7(e,f)] sont associés à une réduction de

la largeur spectrale THz rayonnée (ν < 45 THz). Dans le premier cas, nous observons que l’onde

rayonnée apparaît plutôt axisymétrique (elle est ≈ 1 % plus intense dans le plan kx = 0) malgré

le caractère asymétrique de l’aberration d’astigmatisme. Elle comporte une forte contribution

sur l’axe aux basses fréquences (ν < 20 − 25 THz) et une émission conique à Θ ≈ 4° dans la

partie haute du spectre (ν > 25 THz). Lorsque l’impulsion laser est influencée par la coma, celle-

ci produit un plasma d’intensité maximale distincte selon les axes transverses de sorte que le

spectre THz devient asymétrique : sa largeur fréquentielle est différente pour les valeurs positives

et négatives de Θ. Cette dépendance azimutale provient du décalage de l’axe de propagation

laser. En effet, le plasma n’est plus centré en x = y = 0 comme pour les autres configurations,

ce qui favorise une direction d’émission, en particulier pour des angles négatifs. La dynamique

fréquentielle du spectre THz dans le cas coma est composée d’une émission sur l’axe pour

ν < 35− 40 THz, puis d’une émission conique pour ν > 40 THz en des angles compris entre 2°

et 3° en valeur absolue.

Enfin, nous intégrons notre modèle augmenté dans le but de retrouver ces spectres, en suivant la

procédure expliquée en section 4.2.3. Les paramètres utilisés pour son intégration sont résumés
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dans le tableau 5.1.

Focale Sphéricité Astigmatisme Coma
zp [cm] 2 1.5 1.8 0.8

N eff
e [1018 cm−3] 0.2 0.4 0.3 0.01
L [mm] 7 5 3 10

Table 5.1: Paramètres employés pour l’intégration de notre modèle d’émission conique en régime
focalisé pour des impulsions laser LP-P.

Figure 5.9: Spectres THz présentés en figure 5.7 intégrés transversalement (courbes noires) et
termes AJ(ω) (courbes bleues) choisis pour intégrer notre modèle d’émission conique (a) dans
le cas de référence, et lorsque l’impulsion laser est influencée par (b) de la sphéricité, (c) de
l’astigmatisme et (d) de la coma.

Afin de nous rapprocher au mieux des conditions de la simulation UPPE, nous avons choisi

des profils spectraux AJ(ω) de sorte qu’ils reproduisent au mieux les spectres THz CUP3D

représentés en figure 5.7 intégrés transversalement. La figure 5.9 compare ces spectres intégrés

(courbes noires) avec les profils AJ(ω) (courbes bleues) choisis dans le cas de référence (a), le

cas sphéricité (b), le cas astigmatisme (c) et le cas coma (d).

La figure 5.10(a) trace le spectre THz angulo-fréquentiel estimé par notre modèle dans le cas

d’une propagation laser non-affectée par les aberrations optiques. Nous remarquons que la pré-

sence d’émission conique et les angles prédits sont en accord raisonnable avec la simulation
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5.2 Influence des aberrations optiques en régime focalisé

Figure 5.10: Spectres THz angulo-fréquentiels selon (a,b,c,e) ~ex et (d,f) ~ey estimés à l’aide de
notre modèle d’émission conique pour une propagation laser affectée par (a) aucune aberration
optique, (b) de la sphéricité, (c) de l’astigmatisme et (d) de l’aberration de coma. Les paramètres
employés sont résumés dans le tableau 5.1.

CUP3D [cf. figure 5.7(a)]. Le cas sphéricité, représenté dans la figure 5.10(b), décrit une émis-

sion conique très similaire à celle du cas de référence, et prévoit des angles valant environ

3.5− 4°. L’élargissement en fréquences de ce spectre provient de l’adaptation du facteur AJ(ω).

Conformément aux calculs UPPE, ces deux figures mettent en évidence que la sphéricité a

particulièrement peu d’impact sur le spectre THz produit. Dans le cas astigmatisme, présenté

en figures 5.7(c,d), notre modèle tend à surestimer les asymétries spectrales de la simulation

CUP3D : la largeur et l’amplitude du spectre comprennent de légères variations azimutales (à

hauteur de ≈ 9 % en amplitude). Ces asymétries sont dues aux termes I±S (kx, ky), qui sures-
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timent ici la diffraction transverse des ondes THz dans le plasma. En effet, les effets propagatifs

non-linéaires (auto-focalisation Kerr et défocalisation plasma), qui ne sont pas pris en compte

dans la méthode d’intégration de notre modèle (propagation linéaire), modifient localement la

géométrie de l’impulsion laser et du canal plasma. En particulier, nous observons généralement

que les dimensions du plasma dans la simulation CUP3D sont plus faibles que les dimensions

transverses minimales de Jtr(x, y) prévues par le code de propagation linéaire. En outre, la

diffraction transverse, qui est d’autant plus importante que le canal plasma est large, tend à

atténuer les hautes fréquences, pour lesquelles la condition kTHza sin Θ � 1 n’est plus vérifiée.

Une piste d’amélioration de la méthode d’intégration de notre modèle serait donc d’extraire

le terme Jtr(~r⊥) directement depuis la simulation CUP3D, ou de prendre en compte l’auto-

focalisation Kerr par exemple. Les angles d’émission THz (Θ ≈ 4°) sont cependant correctement

restitués par notre modèle. Enfin, dans le cas prenant en compte l’aberration de coma [cf. figures

5.10(e,f)], les asymétries observées dans les spectres CUP3D sont partiellement retrouvées. Elles

sont également associées à la diffraction asymétrique apportée par les termes I±S (kx, ky), et les

écarts avec la simulation CUP3D sont une nouvelle fois attribués aux non-linéarités omises dans

notre modèle. La dynamique spectrale prévue par ce dernier est conforme à celle calculée par

CUP3D, à savoir une émission conique en des angles Θ ≈ 3° comportant une contribution sur

l’axe non-négligeable, en particulier aux basses-fréquences.

5.2.2 Polarisation CP-S

Nous avons effectué une étude similaire pour des impulsions laser polarisées circulairement afin

de vérifier si les conclusions tirées pour des champs polarisés linéairement restent valides. Les

simulations UPPE ont comporté les mêmes paramètres que pour les simulations précédentes.

La figure 5.11 montre les cartes de fluence laser en régime non-linéaire calculées par CUP3D

dans les quatre cas étudiés. En la comparant à la figure 5.5, nous remarquons que les géométries

du faisceau laser et du plasma sont similaires à la configuration LP-P. Nous en concluons que

la polarisation laser modifie peu la propagation de l’impulsion en présence, et en l’absence,

d’aberrations optiques.

La figure 5.12(a) illustre les prédictions CUP3D des évolutions en z des densités électroniques

maximales atteintes sans aberration optique (courbe bleue), avec de la sphéricité (courbe rouge),

de l’astigmatisme (courbe verte) et de l’aberration de coma (courbe magenta). Les caractéris-
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Figure 5.11: Légende similaire à la figure 5.5 mais pour des impulsions laser à deux couleurs
polarisées circulairement (CP-S).

Figure 5.12: Même légende que la figure 5.6 en configuration CP-S.
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tiques axiales du plasma sont très semblables à celles observées en configuration LP-P, en accord

avec la figure 5.11. Notons que les niveaux de densité atteints ici sont légèrement plus faibles

que ceux obtenus pour une impulsion laser LP-P, car l’amplitude d’un champ laser CP-S est

plus faible d’un facteur
√

2 que celle d’un champ optique LP-P (cf. les valeurs maximales des

barres de couleurs montrées en figures 5.5 et 5.11). La figure 5.12(b) montre les évolutions des

énergies THz dans les quatre cas étudiés. En accord avec les conclusions du chapitre 3, l’énergie

THz produite dans le cas CP-S est plus élevée qu’en configuration LP-P d’un facteur ≈ 6 dans le

cas sans aberration optique (courbe bleue). Cet accroissement est conservé pour les impulsions

laser contenant de la sphéricité (courbe rouge) et de l’astigmatisme (courbe verte), d’un facteur

valant respectivement ≈ 4 et ≈ 3. Contrairement à la figure 5.6(b), ces deux cas réduisent ce-

pendant de manière non-négligeable le rendement de conversion laser-THz par rapport au cas de

référence. Nous retrouvons toutefois que l’aberration de coma (courbe magenta) est particuliè-

rement néfaste pour le rayonnement THz, car elle réduit trop fortement la densité électronique

par rapport au cas sans d’aberrations optiques.

Figure 5.13: Spectres THz angulo-fréquentiels calculés par CUP3D (a,b,c,e) selon ~ex et (d,f)
selon ~ey (a) dans le cas de référence en z = 2.65 cm, (b) dans le cas sphéricité en z = 2.24 cm,
(c,d) dans le cas astigmatisme en z = 1.93 cm et dans le cas coma en (e,f) z = 1.32 cm pour
une impulsion laser CP-S.
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La figure 5.13 illustre les spectres angulo-fréquentiels THz calculés par le code CUP3D. En

la comparant la figure 5.7, nous remarquons que les spectres obtenus sont très similaires à

ceux calculés pour une polarisation laser LP-P, bien qu’ils soient légèrement plus courts en

fréquence. Dans le cas sphéricité, montré en figure 5.13(b), l’élargissement spectral par rapport

au cas de référence [cf. figure 5.13(a)] est moins important qu’en polarisation LP-P car les non-

linéarités sont de moindre intensité ici, conformément avec les observations de la figure 5.11.

Ainsi, le champ laser est moins défocalisé par le plasma, et ses harmoniques sont moins larges

spectralement, ce qui est confirmé par la figure 5.14.

Figure 5.14: Profils temporels des composantes vectorielles Ex(t) des champs laser sur l’axe
optique (a) sans aberration optique en z = 2.4 cm et (b) avec de la sphéricité en z = 2 cm.
Contrairement à la figure 5.8(b), nous n’observons pas de défocalisation plasma particulièrement
forte dans la partie arrière de l’impulsion laser.

Les caractéristiques des spectres THz influencés par l’astigmatisme et l’aberration de coma, res-

pectivement représentés par les figures 5.13(c,d,e,f), sont conservées par rapport au cas LP-P,

à savoir une forte réduction de la largeur spectrale, un spectre axisymétrique dans le cas astig-

matisme et une asymétrie comparable, quoique moins prononcée aux angles négatifs, à celle

observée en figures 5.7(e,f) dans le cas coma. Nous remarquons également que la polarisation

CP-S tend à diminuer l’émission THz hors axe dans ces deux configurations en réduisant lé-

gèrement la longueur des canaux plasma formés. Somme toute, les impulsions laser polarisées

circulairement modifient assez peu les spectres THz des faisceaux LP-P.

Nous intégrons maintenant notre modèle d’émission conique afin de retrouver les spectres tracés

en figure 5.13. La prise en compte de la polarisation CP-S est a été décrite dans le chapitre

précédent. Nous supposons qu’elle modifie de manière suffisamment mineure les paramètres L

et N eff
e pour que l’on puisse employer à nouveau les valeurs présentées dans le tableau 5.1, ce
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qui permet d’isoler l’impact du changement de polarisation laser sur les spectres THz. Nous

adaptons toutefois les facteurs AJ(ω) afin qu’ils puissent représenter efficacement les spectres

THz CUP3D. A cette fin, la figure 5.15 compare les profils spectraux AJ(ω) choisis avec les

spectres THz montrés en figure 5.13 intégrés transversalement.

Figure 5.15: Spectres THz présentés en figure 5.13 intégrés transversalement (courbes noires)
et termes AJ(ω) (courbes bleues) choisis pour intégrer notre modèle d’émission conique (a) dans
le cas de référence, et lorsque l’impulsion laser est influencée par (b) de la sphéricité, (c) de
l’astigmatisme et (d) de la coma.

La figure 5.16 trace les spectres THz angulo-fréquentiels obtenus par intégration de notre modèle

d’émission conique pour une impulsion laser CP-S. Remarquons que les spectres axisymétriques

estimés ici sont très proches de ceux calculés dans le cas LP-P, indiquant de manière conforme

avec les spectres UPPE montrés en 5.7 et 5.13 que la polarisation laser a un impact limité sur

l’émission conique. Cependant, dans les cas asymétriques, nous observons des différences quant à

la contribution sur l’axe. Elles sont attribuées à une forte dépendance ce cette contribution avec

la phase φ(~r⊥) lorsque L ≈ ld, ce qui est le cas ici. Puisque l’état de polarisation CP-S apporte

un rayonnement THz supplémentaire selon ~ey, qui est supposé être déphasé de π/2 par rapport

à la composante ~ex dans notre modèle, la répartition transverse des phases des ondes THz est

modifiée et influe de manière conséquente sur l’émission aux faibles angles Θ. Cette observation

210



5.2 Influence des aberrations optiques en régime focalisé

Figure 5.16: Même légende que la figure 5.10 mais pour une impulsion laser CP-S.

est analogue aux différences observées entre notre modèle augmenté et le modèle de You et al.

dans le chapitre précédent, lorsque L ≈ ld. Nous remarquons de façon récurrente qu’à cause

des réponses non-linéaires du milieu qui altèrent l’impulsion laser au cours de sa propagation,

notre modèle surestime légèrement les asymétries des spectres THz dans le cas astigmatisme [cf.

figures 5.16(c,d)]. Ces asymétries ne sont cependant pas observées dans le cas coma [cf. figures

5.16(e,f)].

Nous concluons de cette étude que les aberrations optiques doivent être corrigées pour optimi-

ser la production de rayonnement THz parce qu’elles tendent toutes à diminuer le rendement

de conversion laser-THz, en particulier en polarisation CP-S. De plus, les aberrations asymé-

triques réduisent fortement l’étendue spectrale de l’émission THz et peuvent briser la symétrie

211



Chapitre 5 : Influence des aberrations optiques sur le rayonnement THz

de l’émission conique (en particulier l’aberration de coma d’après les résultats CUP3D). Les

angles d’émission THz sont cependant peu affectés par ces aberrations ici. Nous avons enfin

remarqué que la polarisation laser a peu d’effet sur l’émission conique dans les configurations

étudiées, excepté lorsque L ≈ ld, où le rayonnement sur l’axe optique est particulièrement sen-

sible au paramètre de phase φ(~r⊥). Notons que l’accroissement d’énergie THz produite par une

impulsion laser CP-S par rapport à une configuration LP-P, discutée dans le chapitre 3, a été

retrouvé ici même en présence d’aberrations optiques.

5.3 Influence des aberrations optiques en régime de filamentation

laser

Le développement des techniques de spectroscopie THz-TDS à distance pratiquées lors du pro-

jet ALTESSE2 (cf. chapitre 1) nous amène à étudier l’impact des aberrations optiques sur le

rayonnement THz en régime de filamentation laser. Pour rappel, ce dernier survient lorsque les

effets d’auto-focalisation Kerr, comprimant l’impulsion laser sur l’axe optique, et la défocali-

sation plasma, favorisant sa divergence hors de l’axe, atteignent un équilibre local pouvant se

perpétuer sur des distances étendues (supérieures au mètre) [99, 107,207].

Dans ce contexte, nous avons réalisé quatre simulations UPPE d’impulsions laser polarisées

linéairement en l’absence d’aberration optique ou comportant de la sphéricité c0
4 = 10 nm, de

l’astigmatisme c2
2 = 150 nm ou de l’aberration de coma c−1

3 = 100 nm. Ces valeurs correspondent

aux amplitudes cmn maximales pouvant être simulées avec une résolution spatiale convenable (< 7

µm). Les faisceaux laser, de durée 34 fs, de rayon initial 2.5 mm et d’énergie 1.5 mJ, comportaient

deux couleurs (0.8 µm FH, r = 35 %) et étaient focalisées (f = 2.6 m équivalent à c0
2 = 300 nm)

dans l’air (d’indice non-linéaire n2 = 3.8× 10−19 cm2/W) composé de 20 % d’O2 et de 80 % de

N2, pour des nombres de charges effectifs valant respectivement Z∗02 = 0.53 et Z∗N2
= 0.9 selon

le modèle de Talebpour et al. [135]. Ces simulations ont nécessité l’utilisation du pré-processeur

Python pour calculer la propagation linéaire des impulsions laser jusqu’à l’apparition des pre-

mières non-linéarités, puis pour affiner la résolution spatiale des données d’entrée de CUP3D.

Les faisceaux laser dans les cas sans aberration optique, avec sphéricité, avec astigmatisme et

avec aberration de coma ont ainsi été propagés respectivement sur 2.3 m, 1.7 m, 1.7 m et 1.5 m.

Les valeurs des distances z sur lesquelles les impulsions sont propagées linéairement, et donc où
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leur propagation non-linéaire débute, sont fixées à z = 0 par convention.

Figure 5.17: Cartographies de la fluence laser calculée par CUP3D en régime non-linéaire
(a,b,c,e) dans le plan (x, z) et (d,f) dans le plan (y, z) (a) dans le cas de référence, (b) avec
ajout de sphéricité, (c,d) avec de l’astigmatisme et (e,f) avec de l’aberration de coma. Les lignes
bleues représentent les iso-densité Ne = 5× 1016 cm−3.

La figure 5.17 montre les cartes de fluence laser calculées par le code CUP3D. Le cas de référence,

illustré par la figure 5.17(a), présente un plasma de plusieurs dizaines de centimètres de long,

typique du régime de filamentation laser. Les fortes non-linéarités associées à ce régime et les

cycles d’auto-focalisation Kerr/défocalisation plasma induisent des évolutions en z des fluences

laser qui s’écartent de celles présentées dans la figure 5.2, en particulier pour les impulsions

affectées par des aberrations asymétriques. Les zones creuses observées dans le cas de référence et

avec de la sphéricité [cf. figure 5.17(b)] respectivement en z ≈ 15 cm et en z ≈ 30 cm indiquent la

présence d’un effet de replenishment [208], qui est engendré par une forte défocalisation plasma

liée à une densité électronique élevée. Remarquons que contrairement au régime focalisé, les

aberrations optiques asymétriques génèrent des filaments plutôt axisymétriques par rapport à

leur axe de propagation (~ez dans le cas astigmatisme, et comprenant une composante selon ~ex

dans le cas coma). Les figures 5.17(c,d) illustrent bien cet effet : avant l’apparition du plasma (z <

213



Chapitre 5 : Influence des aberrations optiques sur le rayonnement THz

40 cm), la fluence laser prend une forme en œil de chat typique de l’astigmatisme. Cependant,

au début du canal plasma (z ≈ 45 − 50 cm), celle-ci est plutôt circulaire, ce qui diminue les

asymétries du canal plasma et du spectre THz. Notons à ce propos que les courbes bleues

d’iso-densités Ne = 5 × 1016 cm−3 prennent une forme cylindrique de même rayon dans les

deux plans observés. De même, les figures 5.17(e,f) (coma) contiennent moins de points chauds

en comparaison des fluences laser observées en figures 5.5(e,f) et 5.11(e,f). Nous en concluons

qu’en régime de filamentation laser, l’auto-focalisation Kerr et la défocalisation plasma tendent

à uniformiser la tache focale, même en présence d’aberrations optiques fortement asymétriques.

Figure 5.18: Evolutions en z de (a) la densité électronique maximale et (b) l’énergie THz
(ν < 90 THz) contenue dans la boîte de simulation dans le cas de référence (courbe bleue),
avec de la sphéricité (courbe rouge), de l’astigmatisme (courbe verte) et de l’aberration de coma
(courbe magenta).

La figure 5.18(a) décrit les évolutions longitudinales des niveaux de densités électroniques maxi-

males atteints par le cas de référence (courbe bleue), le cas sphéricité (courbe rouge), le cas

astigmatisme (courbe verte) et le cas coma (courbe magenta). Nous précisons que les différences

observées entre les distances z à partir desquelles les canaux plasma apparaissent sont partiel-

lement dues aux distances préalables de propagation linéaire, qui varient d’un cas à l’autre.

Les filaments générés avec et sans aberration sphérique produisent des densités maximales com-

parables, bien que cette aberration réduit la longueur du plasma (25 cm < z < 55 cm) en

comparaison du cas focalisé (10 cm < z < 65 cm). Les aberrations asymétriques, quant à elles,
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réduisent les niveaux de densité plasma d’un facteur ≈ 2 et diminuent également la longueur

du filament généré. La figure 5.18(b) trace les évolutions associées des énergies THz (ν < 90

THz) présentes dans la boîte de simulation. Nous observons que toutes les aberrations étudiées

réduisent le rendement de conversion laser-THz, à l’image du régime focalisé en polarisation

CP-S, et en polarisation LP-P plus marginalement. Les aberrations optiques sont donc particu-

lièrement néfastes pour le rendement de conversion laser-THz en régime de filamentation laser,

ce qui corrobore les observations rapportées dans le cadre du projet ALTESSE2 (cf. chapitre 1).

Figure 5.19: Spectres THz angulo-fréquentiels calculés par CUP3D (a,b,c,e) selon ~ex et (d,f)
selon ~ey (a) dans le cas de référence en z = 20.37 cm, (b) dans le cas sphéricité en z = 35.64
cm, (c,d) dans le cas astigmatisme en z = 61.1 cm et (e,f) dans le cas coma en z = 61.1 cm.

Les spectres angulo-fréquentiels calculés par le code CUP3D sont représentés en figure 5.19.

Nous observons que, hormis leurs intensités respectives, les rayonnements THz générés dans les

quatre cas sont très semblables : ils sont tous caractérisés par un spectre plat jusqu’à 90 THz,

typique du régime de filamentation laser, et un angle d’émission suivant la même dépendance

en fréquence. En effet, en régime de filamentation laser, la densité effective plasma est suffisam-

ment faible (N eff
e < 1017 cm−3) pour que les angles d’émission privilégiés dépendent peu des

variations de densité apportées par les aberrations optiques. De plus, dans ce régime, la longueur

du plasma vérifie toujours la condition L� ld, assurant une émission parfaitement conique loin
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du filament. Les lobes d’émission disjoints observés dans les cas de référence et sphéricité, ainsi

que la disparition de l’émission aux basses-fréquences dans les cas astigmatisme et coma, sont

attribués à une faible résolution en Θ de ces spectres aux basses-fréquences (∆Θ ∝ ν−1). A

l’image du régime focalisé, l’astigmatisme n’induit pas d’asymétrie conséquente dans l’intensité

THz rayonnée, ce qui est aisément expliqué à l’aide des observations de la figure 5.17. La coma,

quant à elle, tend à légèrement déséquilibrer l’émission entre les Θ positifs et négatifs à cause

du décalage du canal plasma par rapport à l’axe optique.

Pour finir, nous avons aussi intégré notre modèle d’émission conique en polarisation LP-P afin

de retrouver les spectres THz générés dans cette configuration. Pour des contraintes de résolu-

tion spatiale, nous ne pouvons pas propager linéairement une impulsion laser de rayon initial

valant 2.5 mm vers un point zp où son diamètre serait équivalent à celui du canal plasma (< 50

µm). Nous choisissons donc de réaliser une première propagation linéaire sur une distance 3zp/4

intermédiaire, où l’impulsion est plus concentrée sur l’axe optique. A l’instar de la procédure

d’adaptation des données d’entrée de CUP3D par notre pré-processeur, nous réduisons la lar-

geur de la fenêtre spatiale puis nous réalisons une interpolation de Fourier afin d’en affiner la

résolution. Nous effectuons alors une seconde propagation linéaire jusqu’en z = zp où nous pou-

vons finalement évaluer les variations transverses du faisceau laser et du plasma. Les paramètres

employés sont résumés dans le tableau 5.2.

Focale Sphéricité Astigmatisme Coma
zp [m] 2.6 2 2.2 2

N eff
e [1018 cm−3] 0.01 0.01 0.01 0.01

L [cm] 5 5 5 5

Table 5.2: Paramètres employés pour l’intégration de notre modèle d’émission conique en régime
de filamentation laser.

Les spectres AJ(ω) et AK(ω) ont été choisis dans chaque cas pour approcher l’évolution fré-

quentielle des spectres CUP3D large bande, comme montré en figure 5.20.

Les spectres angulo-fréquentiels estimés par notre modèle d’émission conique sont illustrés en

figure 5.21. A l’image des simulations CUP3D, nous observons que les aberrations optiques

n’ont pas d’effet significatif sur les angles d’émission du rayonnement THz (Θ = 1 − 2°), qui

sont d’ailleurs correctement restitués ici. Cependant, à l’instar du régime focalisé, notre modèle

surestime les asymétries causées par l’astigmatisme, représentée en figures 5.21(c,d) car les effets
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Figure 5.20: Spectres THz présentés en figure 5.19 intégrés transversalement (courbes noires)
et distributions AJ(ω) (courbes bleues) et AK(ω) (courbes rouges) choisies pour intégrer notre
modèle d’émission conique (a) dans le cas de référence, et lorsque l’impulsion laser est influencée
par (b) de la sphéricité, (c) de l’astigmatisme et (d) de la coma.

de propagation non-linéaires de l’impulsion laser sont ignorés dans notre modèle, de sorte que

notre terme de diffraction comprend un écart observable avec la simulation CUP3D.

En résumé, en régime de filamentation laser, toutes les aberrations optiques tendent à réduire

le rendement de conversion laser-THz car elles détériorent la longueur et l’homogénéité de la

densité électronique du canal plasma. Les aberrations optiques doivent donc être corrigées pour

assurer un rayonnement THz optimal en régime de filamentation laser, ce qui est en accord avec

les campagnes expérimentales menées dans le cadre du projet ALTESSE2. Notons toutefois que

l’impact de ces aberrations sur la distribution spatiale du rayonnement THz reste marginal ici.

5.4 Résumé du chapitre

Pour conclure, nous avons caractérisé l’impact des aberrations optiques communes (sphéricité,

astigmatisme et coma) sur la propagation laser dans l’air, le canal plasma et le rayonnement

THz à l’aide de simulations UPPE.
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Figure 5.21: Spectres THz angulo-fréquentiels selon (a,b,c,e) ~ex et (d,f) ~ey estimés à l’aide
de notre modèle d’émission conique pour une propagation laser affectée par (a) aucune aberra-
tion optique (lentille de focale 2.6 m), (b) de la sphéricité, (c,d) de l’astigmatisme et (e,f) de
l’aberration de coma. Les paramètres employés sont résumés dans le tableau 5.2.

Nous avons commencé par présenter le principe des aberrations optiques : chacune d’entre elles,

caractérisée par une phase spatiale affectée au front d’onde laser, peut être modélisée dans la

base des polynômes de Zernike. Elles peuvent être introduites ou, plus couramment, corrigées,

à l’aide d’un miroir déformable.

En régime focalisé, nous avons montré que les aberrations optiques sont généralement néfastes

pour le rayonnement THz, car elles tendent à réduire le rendement de conversion laser-THz et

peuvent diminuer la largeur spectrale de l’onde rayonnée. L’aberration de coma introduit égale-

ment des asymétries visibles dans les distributions spatiales des rayonnements basse-fréquence
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émis. Nous avons également retrouvé que le rendement de conversion est plus élevé dans le

cas CP-S que dans le cas LP-P, conformément aux conclusions du chapitre 3. Pour cet état

de polarisation laser, les impulsions THz générées apparaissent particulièrement dégradées par

les aberrations optiques. Notre modèle d’émission conique a permis de retrouver de manière

satisfaisante l’influence des ces aberrations et de la polarisation laser sur l’émission conique du

rayonnement THz, bien qu’il peut légèrement surestimer les asymétries spectrales dues à l’astig-

matisme et à l’aberration de coma.

Enfin, en régime de filamentation laser, les aberrations optiques doivent être corrigées pour gé-

nérer un rayonnement THz nominal. Nous avons observé que ces effets réduisent l’énergie THz

produite de manière non-négligeable en altérant la propagation laser. Les aberrations optiques

n’ont cependant pas modifié de façon conséquente la répartition spatiale du rayonnement THz.
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Chapitre 6

Conclusion

Ce travail de doctorat a été principalement consacré à l’optimisation de la génération

de rayonnement térahertz (THz) par une impulsion laser femtoseconde à deux har-

moniques (aussi nommées "couleurs") se propageant dans l’air. L’étude du spectre

THz est un sujet florissant dans la littérature car sa compréhension et son contrôle ouvrent

la voie à de nombreuses applications intéressantes dans le domaine de l’identification de ma-

tériaux organiques, explosifs ou de drogues. Chacune des macro-molécules composant ce type

de matières comporte un spectre qui lui est propre dans le domaine THz. L’acquisition de ses

nombreuses signatures spectrales permet la détection de ces matériaux par spectroscopie THz

résolue en temps. Le caractère pénétrant des ondes THz permet également de sonder un objet

en profondeur. Cette technologie représente ainsi une source prometteuse de progrès technolo-

giques dans de nombreux secteurs : la lutte contre les trafics de drogues, la conservation de l’art,

l’archéologie, l’imagerie médicale, ou encore la surveillance de la flore.

Pour réaliser une telle spectroscopie, il est nécessaire de disposer d’impulsions THz suffisam-

ment intenses et à large bandes. Ces besoins justifient l’utilisation du procédé étudié ici, qui

est capable de délivrer un rayonnement THz pouvant s’étendre de 1 à 100 THz avec un ren-

dement de conversion laser-THz généralement voisin de 10−4. De plus, la source d’émission

basse-fréquence étant l’air ambiant, les détériorations matérielles associées à cette méthode sont

limitées. Ces caractéristiques s’opposent aux spécificités des sources plus communes, qui pro-

duisent des rayonnements THz à spectre étroit produits dans des milieux solides ou par émission

stimulée. Le procédé étudié ici consiste en la propagation dans l’air d’une impulsion laser fem-
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toseconde intense (1013−15 W/cm2) à laquelle est superposée son harmonique deux, formée à

l’aide d’un cristal doubleur. Proche du foyer, un plasma d’air est formé par photo-ionisation

en régime tunnel. Les électrons ainsi libérés induisent des courants, appelés "photo-courants".

L’accélération des électrons ionisés par le champ laser peut produire, selon le profil temporel de

ce dernier, un champ électromagnétique situé dans le domaine THz et se propageant de manière

conique, pouvant ensuite être collecté pour une application donnée.

Cette thèse a été réalisée au Commissariat à l’Énergie Atomique et aux Énergies Alternatives.

Elle a eu pour cadre le projet ANR/MATURATION ALTESSE2 ("Air-Laser Based TErahertz

SpectroScopy of Explosives"). Les objectifs principaux de ce projet étaient de fiabiliser la tech-

nologie de spectroscopie THz résolue en temps, d’améliorer la compréhension des mécanismes

physiques régissant la production du rayonnement THz et ses interactions avec des échantillons

de divers cristaux, et de développer un dispositif de spectroscopie THz de matières explosives

à longue distance en exploitant le régime de filamentation laser. Dans ce contexte, mes études

devaient apporter des résultats analytiques et numériques permettant d’approfondir les connais-

sances sur l’émissivité du plasma d’air selon la configuration laser, de proposer de nouvelles

pistes permettant d’augmenter les performances du rayonnement émis, et de retrouver les me-

sures expérimentales au moyen de modèles physiques.

Le premier chapitre de ce manuscrit a présenté les caractéristiques du domaine THz et a éta-

bli une liste des sources et applications communes liées à ces ondes électromagnétiques. Après

avoir comparé ces différents émetteurs et leurs performances aux besoins technologiques visés,

nous y avons résumé les résultats majeurs obtenus lors du projet ALTESSE2. Tout d’abord, une

étude numérique à base de simulations ab initio a permis de caractériser plus précisément les

signatures spectrales des molécules de thymine et de TATB. Il a été possible de relier les pics

d’absorption majeurs de ces molécules dans le domaine THz à certains de leurs mouvements vi-

brationnels et rotationnels. Un second travail a consisté à comparer les spectres de transmission

THz d’échantillons composés de différents matériaux avec les spectres de ces molécules isolées. Il

a été montré que ces spectres composites conservent les raies d’absorption propres des molécules

individuelles, ce qui permet leur identification. La dérivation de leurs concentrations respectives

reste une piste d’amélioration. Une troisième étude a permis de valider la fiabilité du dispositif

expérimental de spectroscopie THz à longue distance employé lors du projet ALTESSE2, en

particulier en exploitant le régime de filamentation laser. Les spectres THz obtenus à l’aide de
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plasmas formés à 30 cm (régime focalisé classique) et à 3 m (régime de filamentation) de la

source laser comportaient des caractéristiques similaires, bien que les mesures à partir de plas-

mas plus étendus se soient révélées plus instables. L’impact de la géométrie de l’échantillon et de

sa concentration en matériau à analyser a également été caractérisé lors de cette campagne expé-

rimentale, bornant ainsi les capacités d’un démonstrateur pour des applications de sécurité civile.

Le deuxième chapitre de cette thèse a été dédié au processus physique de génération d’impul-

sions térahertz. L’équation de Helmholtz, qui régit la propagation non-linéaire du faisceau laser,

a été dérivée à partir des équations de Maxwell. Cette équation contient, entre autres, la réponse

non-linéaire des électrons liés aux noyaux des molécules d’air au passage de l’impulsion optique.

Cette réponse est composée de l’effet Kerr et de la diffusion Raman stimulée (SRRS), dont les

polarisations associées ont été explicitées. Différents modèles de photo-ionisation ont été traités

afin de décrire l’accroissement de la densité des électrons libres. Dans l’air et aux intensités

concernées (1013−15 W/cm2), l’ionisation s’effectue par effet tunnel, et s’applique majoritaire-

ment aux molécules d’O2. L’équation de Vlasov et ses moments, qui décrivent la dynamique

du plasma électronique ainsi formé, ont alors été dérivés pour intégrer l’expression du terme

source principal des impulsions THz : les photo-courants. Le modèle de courant local, abrégé

modèle LC (pour "Local Current"), néglige tout effet de propagation et suppose que le volume

plasma est suffisamment petit pour donner une relation de proportionnalité entre les variations

temporelles des photo-courants et le champ THz rayonné. Bien qu’il ne puisse pas délivrer de

résultats quantitatifs sur l’énergie THz produite, ce modèle permet de comparer de manière

rapide les ordres de grandeurs des amplitudes THz générées entre différentes configurations la-

ser. Le modèle LC a été ici généralisé pour prendre en compte la contribution au spectre THz

de la réponse Kerr et de la diffusion Raman stimulée (SRRS). Nous l’avons ainsi employé afin

de comparer les ordres de grandeurs de ces contributions, qui ont confirmé que la réponse des

électrons liés aux noyaux contribue peu, voire marginalement, au rayonnement THz. Le mo-

dèle de propagation unidirectionnelle de l’impulsion laser (abrégé modèle UPPE), plus riche en

physique mais également plus complexe, a enfin été développé. Le code de calcul CUP3D, qui

l’intègre numériquement en simulant la propagation non-linéaire d’une impulsion laser, a été

rappelé. C’est ce code qui a été utilisé tout le long de ce travail de doctorat pour effectuer les

simulations tridimensionnelles présentées dans les chapitres suivants. Selon nos nécessités, nous
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avons pu employer un pré-processeur que j’ai écrit en langage Python, dont le rôle est de calculer

la partie linéaire de la propagation laser et d’affiner la résolution spatiale dès l’apparition des

premières non-linéarités, ce qui allège notablement les contraintes numériques. Le code CUP3D

a été validé de nombreuses fois par le passé à l’aide de comparaisons de ses données numériques

avec des résultats expérimentaux.

Le troisième chapitre de ce manuscrit a concerné des résultats nouveaux acquis durant mes

recherches doctorales. Un premier travail a porté sur l’effet de la polarisation laser sur le rayon-

nement THz produit. En particulier, quatre états de polarisation ont été étudiés : les cas où

les harmoniques laser sont polarisées linéairement selon le même axe (LP-P) et selon des axes

orthogonaux (LP-O), et les cas où ces composantes spectrales sont polarisées circulairement, où

leurs axes d’orientation tournent dans le même sens (CP-S) ou dans des sens opposés (CP-C).

Nous rapportons, à l’appui du modèle LC, de simulations UPPE et de résultats expérimentaux,

que les configurations laser LP-P, LP-O et CP-S produisent des champs THz polarisés linéai-

rement. Dans les deux premières configurations, le rayonnement THz est orienté selon l’axe de

polarisation laser, et dans le cas CP-S, l’axe de polarisation est tourné d’un angle correspondant

à la phase relative entre les deux couleurs, conformément à la bibliographie. La configuration

CP-C, quant à elle, annule toute émission basse-fréquence, bien qu’une légère perturbation dans

cet état de polarisation génère à nouveau une énergie THz conséquente. Nous montrons égale-

ment qu’une impulsion laser CP-S accroît le rendement de conversion d’un facteur d’au plus 6

selon les conditions d’étude. Ce travail a fait l’objet d’une publication en référence [139].

Par ailleurs, de précédents résultats théoriques avaient prédit qu’ajouter des harmoniques laser,

de sorte que le champ optique adopte un profil temporel en dents de scie, devrait permettre

d’augmenter le rendement de conversion laser-THz d’un facteur supérieur à 10 en configuration

LP-P [112]. Motivé par cette propriété, j’ai généralisé ce champ dit "Sawtooth" à un état de

polarisation CP-S. De manière surprenante, les simulations LC et CUP3D ont révélé que le

champ Sawtooth LP-P idéal est plus performant que sa contrepartie CP-S pour la génération

d’ondes THz pour un nombre suffisant d’harmoniques laser. Plus précisément, la configuration

LP-P devient plus efficace que le cas CP-S au-delà de ≈ 5−6 couleurs. Cette étude a été publiée

en référence [183]. En pratique, la conception de champs laser à plus de deux couleurs reste

difficilement accessible par la technologie actuelle. Cependant, les quelques expériences menées
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dans ce domaine, combinant deux cristaux doubleurs ou utilisant des OPAs, s’accordent pour

confirmer que l’ajout d’harmoniques laser à l’impulsion fondamentale est bien bénéfique pour le

rendement de conversion ainsi que pour l’étendue spectrale du champ THz généré.

La motivation de simuler des impulsions laser CP-S dans le code CUP3D m’a aussi mené à

généraliser la formulation de la polarisation SRRS, jusqu’alors établie uniquement pour une

impulsion laser polarisée linéairement. En partant du modèle décrit en référence [128], une ex-

pression de cette polarisation a pu être développée et intégrée au code CUP3D. Nous avons

alors pu caractériser l’impact de la SRRS sur la propagation non-linéaire d’impulsions laser en

configuration CP-S et les comparer à leur contrepartie LP-P au moyen de simulations tridimen-

sionnelles. Celles-ci ont montré d’une part que la SRRS s’oppose à l’effet d’auto-focalisation

Kerr, donnant alors lieu à des filaments moins denses mais plus longs et réguliers, et d’autre

part que la polarisation laser affecte peu la SRRS. Ces travaux ont été le sujet d’un troisième

article présenté en référence [195].

Une caractéristique du rayonnement THz produit est l’émission typiquement conique de ces

ondes, qui a été le sujet du chapitre 4. Dans le chapitre précédent, nous avons établi que la

polarité des impulsions THz générées dépend du déphasage local entre les deux harmoniques

laser, qui n’ont pas le même vitesse de groupe à cause de la dispersion optique et plasma. De

fait, ce déphasage, et donc la polarité du champ THz, varient le long du canal plasma. Si ce

dernier est suffisamment long, des interférences destructives tendent à annuler le rayonnement

basse-fréquence sur l’axe optique pour favoriser une émission hors-axe. Ce sont les travaux de

You et al. [47, 48] qui ont mis en lumière ce phénomène, et qui constituent la base de notre

étude. Nous avons commencé par décrire le modèle établi par cette équipe pour un canal plasma

supposé cylindrique et uniforme en densité électronique. Ce modèle implique que la distribution

spatiale du rayonnement THz dépend de trois paramètres clé :

— La longueur du plasma. Au-delà d’une valeur-seuil, l’émission THz s’annule sur l’axe

optique. Plus précisément, l’émission devient conique lorsque la longueur du plasma est

plus grande que la longueur de déphasage, correspondant à la distance que l’impulsion

laser doit parcourir pour que des deux harmoniques se déphasent de π.

— La densité électronique du plasma. Cette quantité conditionne la dispersion plasma et

donc à la longueur de déphasage. La densité plasma modifie donc l’angle d’émission
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conique privilégié ainsi que la longueur de plasma seuil pour que l’émission conique ap-

paraisse.

— La fréquence de l’onde THz. L’angle d’émission conique théorique fourni par le modèle

de You et al. décroît avec la fréquence du rayonnement THz considéré.

J’ai ensuite décrit une expérience menée dans le cadre du projet ALTESSE2, ayant eu pour

objectif de mesurer l’étendue transverse d’un rayonnement THz généré en régime de focalisation

laser. La plateforme expérimentale employée était semblable à celles utilisées lors d’expériences

typiques de spectroscopie THz résolue en temps. La technique dite de la lame de couteau,

occultant de manière contrôlée une partie de l’impulsion THz générée, a permis de mesurer à

l’aide d’une caméra l’évolution de la puissance THz collectée en variant la position de la lame.

Les expérimentateurs ont ainsi reconstruit le profil spatial du rayonnement THz, émis de manière

conique selon un angle privilégié décroissant effectivement avec la fréquence. En parallèle, une

simulation CUP3D a été réalisée afin de retrouver ces résultats expérimentaux. Bien qu’elle

présentait des écarts avec l’expérience (attribués à des imperfections du faisceau laser réel), le

spectre angulo-fréquentiel THz ainsi calculé comportait des motifs similaires à la mesure. Mon

travail a été de retrouver les spectres THz mesuré et simulé en intégrant de manière judicieuse

le modèle de You et al. La subtilité de ce problème a résidé dans l’estimation de la longueur du

plasma et de sa densité électronique aux instants où les impulsions THz sont générées pour un

filament supposé cylindrique et homogène en densité. Bien que les estimations de ces paramètres

sont, par nature, imprécises par rapport aux simulations 3D et aux données expérimentales, le

modèle de You et al. a été en mesure de retrouver de manière satisfaisante les spectres recherchés.

La prise en compte de la distribution fréquentielle de l’amplitude spectrale THz, bien qu’omise

par commodité technique dans les articles [47, 48], a été ici essentielle pour mener à bien cette

étude, qui a été publiée en référence [199].

Afin de pouvoir décrire des plasmas plus proches de la réalité, j’ai alors généralisé le modèle

de You et al. pour qu’il prenne en compte les variations transverses du canal plasma. Après

avoir établi une chronologie succincte des modèles proposés dans la littérature, j’ai développé

l’équation-maîtresse de notre nouveau modèle en supposant, entre autres, que le plasma reste

invariant selon l’axe de propagation laser. Les apports de ce modèle, appelé "modèle augmenté",

par rapport au modèle de You et al. sont multiples :

— Il prend en compte les variations transverses de l’amplitude et de la phase des termes
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sources de rayonnement THz. Plus précisément, nous propageons linéairement l’impul-

sion laser jusqu’à un plan (x, y) où sa géométrie est représentative de celle atteinte à

l’apparition du plasma dans un cas réaliste. A l’aide du modèle LC appliqué en chaque

point de ce plan, nous calculons ensuite les profils spatiaux des termes sources, puis leur

transformée de Fourier transverse.

— Le profil spectral des termes sources peut être pris en compte soit par une estimation

LC, soit à partir de distributions tests calculées en amont à partir de profils typiques du

régime de propagation étudié.

— Ce modèle permet également d’étudier l’influence de la polarisation laser sur le spectre

THz angulo-fréquentiel, dans la continuité des résultats du chapitre précédent.

— Il inclut la contribution au rayonnement total de la réponse Kerr.

— Enfin, il traite de manière analytique l’influence des effets dus aux enveloppes transverses

et temporelles des harmoniques laser, ainsi que de leur décalage respectif.

Ce modèle augmenté a été éprouvé en comparant ses résultats aux spectres délivrés par trois

simulations CUP3D : une première en régime focalisé pour laquelle seuls les photo-courants

participent au spectre THz, une deuxième dans une configuration similaire où l’effet Kerr est

grandement favorisé afin que sa contribution au spectre émis soit conséquente, et une troisième

en régime de filamentation laser. Dans les trois cas, notre modèle a été en mesure de restituer les

dynamiques spectrales associées à l’allongement progressif du plasma. Nous notons que dans la

première et dans la troisième simulation, où les hypothèses du modèle de You et al. sont plutôt

bien respectées, les résultats des deux modèles étaient semblables. Cependant, notre modèle a

été plus précis lors de l’estimation des spectres THz aux lieux où l’émission conique commence à

apparaître (i.e., où la longueur plasma est proche de la longueur de déphasage) grâce aux points

d’amélioration cités plus haut. D’ailleurs, les spectres THz angulaires rapportés dans la litté-

rature se situent fréquemment dans ce régime [49], ce qui justifie l’utilisation de notre modèle

augmenté.

Pour conclure ce travail de thèse, j’ai cherché, dans le chapitre 5, à mettre en lumière l’impact

des aberrations optiques pouvant survenir au sein de la chaîne optique expérimentale sur la

propagation laser, sur le canal plasma et sur le rayonnement THz. Ces effets sont liés à des

distorsions de la phase spatiale du front de l’onde pompe laser, décomposables dans la base des
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polynômes de Zernike [210], qui permettent leur modélisation dans un code de propagation laser.

Nous avons étudié les aberrations les plus courantes : l’astigmatisme, la coma et la sphéricité.

En pratique, ces effets sont généralement corrigés, ou plus rarement déclenchés, à l’aide d’un

instrument d’optique adaptative nommé "miroir déformable", qui est composé d’une membrane

souple sous laquelle sont positionnées des électrodes permettant de contrôler par ordinateur

la surface du miroir. Cette dernière est cependant "pixellisée" et de résolution limitée à cause

du nombre fini d’actionneurs. Cet instrument permet ainsi de modifier la phase spatiale de

l’impulsion incidente. Ce sujet nous a permis de valider davantage notre modèle d’émission

conique : par nature, ces aberrations modifient de manière conséquente la distribution transverse

du plasma, de sorte que le spectre THz généré est modulé par la diffraction transverse au sein du

filament d’une part, et par les variations radiales de la phase des photo-courants d’autre part.

Nous avons alors effectué trois séries de simulations CUP3D, permettant de comparer l’impact

de l’astigmatisme, de la coma et de la sphéricité par rapport à un cas de référence focalisé

sans aberration optique. Pour chacune de ces simulations, nous avons employé notre modèle

d’émission conique afin d’en comparer les résultats avec les spectres THz calculés par le code

CUP3D. Le premier groupe de simulations, qui a porté sur la propagation atmosphérique d’une

impulsion laser LP-P à deux couleurs en régime focalisé (ce qui correspond à la configuration

d’une expérience typique de spectroscopie THz) a mis en évidence les propriétés suivantes :

— La sphéricité tend généralement à réduire l’énergie THz produite, bien qu’elle ait peu

d’impact sur l’émission conique.

— L’astigmatisme, influant de manière asymétrique sur la propagation laser, produit un

rayonnement THz plutôt axisymétrique. Cette aberration diminue la densité électronique

et la longueur du plasma, et réduit légèrement l’énergie THz générée ainsi que son étendue

spectrale.

— La coma, qui est également une aberration asymétrique, provoque de légères asymétries

dans la distribution angulaire du rayonnement THz. Elle diminue significativement la

réponse plasma et est donc particulièrement néfaste pour l’énergie THz produite. Cette

aberration réduit également la largeur fréquentielle du spectre THz.

Notre modèle a pu retrouver de manière satisfaisante les spectres calculés par CUP3D dans

les quatre cas d’étude. Il tend cependant à surestimer les asymétries spectrales associées à

l’astigmatisme. Nous attribuons ce défaut à la prise en compte imparfaite des variations trans-
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verses et longitudinales du plasma dans notre modèle : celles-ci sont simplement évaluées à

l’aide d’une propagation linéaire, qui ne prend pas en compte les effets propagatifs non-linéaires

(auto-focalisation Kerr, défocalisation plasma) qui altèrent localement l’amplitude et la forme

de l’impulsion laser. Une amélioration possible serait d’inclure un terme de diffraction plus pré-

cis, par exemple à partir d’une carte transverse de fluence laser prélevée dans les simulations

CUP3D en un lieu représentatif de la géométrie globale du canal plasma.

La deuxième série de simulations reprend les paramètres laser-gaz de la précédente, mais pour

des impulsions laser CP-S. Elles montrent que les aberrations optiques réduisent plus fortement

l’énergie THz dans cette configuration que pour des impulsions LP-P, bien que les propagations

laser et les géométries des plasmas observés soient peu affectés par ce changement de polarisa-

tion laser. Nous avons aussi remarqué que l’état de polarisation de l’impulsion d’entrée a peu

d’impact sur l’émission conique, ce qui a été correctement restitué par notre modèle. Des accords

de phase THz apportés par la seconde composante vectorielle peuvent cependant influer sur la

contribution sur l’axe pour L ≈ ld. L’amélioration du rendement de conversion laser-THz due à

la polarisation CP-S a été retrouvée même en présence d’aberrations optiques.

Enfin, la troisième série de simulations CUP3D a porté sur la génération d’ondes THz en régime

de filamentation laser pour des impulsions laser LP-P. Une nouvelle fois, nous avons observé que

les aberrations optiques détériorent le canal plasma (plus court, densité électronique plus faible)

et réduisent significativement l’énergie THz produite. Les spectres THz calculés par CUP3D sont

représentatifs de ce régime de propagation et sont caractérisés par une répartition fréquentielle

plutôt plate dans le domaine THz et des angles d’émission valant ≈ 2°. Dans ces configurations,

notre modèle a permis de retrouver de manière satisfaisante ces spectres, bien qu’il surestime

toujours les asymétries spectrales potentiellement causées par l’astigmatisme.

Pour conclure, ce travail de doctorat a permis d’approfondir la compréhension du procédé de

génération de rayonnement THz par des plasmas d’air ; ses atouts, ses améliorations possibles

mais aussi ses limitations ont été largement explorés. Une avancée conséquente a consisté en

l’utilisation d’impulsions laser polarisées circulairement capable de délivrer des émission THz

plus performantes pour la spectroscopie. A mon sens, la prochaine étape à franchir pour optimiser

cette méthode est la maturation des techniques permettant de former des champs optiques à plus

de deux harmoniques. Compte tenu de l’évolution récente de la littérature sur ce sujet, une telle
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avancée pourrait être réalisée dans les prochaines années. Les résultats du projet ALTESSE ont

aussi mené à des résultats encourageants pour l’avenir de la spectroscopie THz, en particulier

pour effectuer une spectroscopie à distance. Au fil des ans, il semble que cette technologie se

répande et devienne de plus en plus utilisée dans de nombreux domaines et par de nombreux

laboratoires. Un tel élan devrait logiquement mener à une popularisation de cette physique et à

davantage d’applications potentielles.
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A Théorie Fonctionnelle de la Densité

Annexe A Théorie Fonctionnelle de la Densité

La théorie fonctionnelle de la densité repose sur l’équation de Schrödinger qui décrit la structure

électronique d’un matériau donné :

− N∑
i

~2

2me
∇2
i +

∑
i<i′

e2

|~ri − ~ri′ |
−
∑
i,j

Zje
2

|~ri − ~rj |
+ Enoy

 = EΨ (A.1)

où Ψ est la fonction d’onde de la structure étudiée. Le premier terme représente l’énergie ciné-

tique des électrons (indexés i ∈ [1, N ]). Les trois autres termes décrivent respectivement les po-

tentiels d’interaction électron-électron, électron-noyau et noyau-noyau. Cette équation prend en

compte l’approximation de Born-Oppenheimer, qui suppose que les noyaux atomiques (indexés

j ∈ [1,M ]) sont fixes : leur énergie cinétique est donc négligeable et le potentiel d’interaction

noyau-noyau vu par les électrons est une constante notée Enoy.

L’équation (A.1) est trop complexe pour être résolue analytiquement. La théorie DFT fait appel

dès lors aux théorèmes de Hohenberg et Kohn [216] pour reformuler le problème en exprimant

l’énergie totale de la structure comme une fonctionnelle de sa densité électronique n(~r), définie

par

P = n(~r)d~r, (A.2)

avec P la probabilité de trouver un des N électrons de la structure dans l’élément de volume d~r.

Le premier théorème de Hohenberg et Kohn stipule que l’énergie totale du système E[n(~r)] est

une fonctionnelle unique (à une constante près) et universelle de la densité électronique n(~r),

valide pour tout potentiel externe Vext(~r) que subit le système, car la fonction d’onde Ψ est

elle-même une fonctionnelle de n(~r) :

E[n(~r)] =

∫
Vext(~r)n(~r)d~r + F [n(~r)], (A.3)

avec F une fonctionnelle de la densité.

Leur second théorème montre qu’en admettant que le nombre de particules du système reste

constant, l’énergie de l’état fondamental E0 correspond au minimum de cette fonctionnelle,

atteint pour la densité électronique exacte de l’état fondamental n0(~r).
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E0 = min
n

[∫
Vext(~r)n(~r)d~r + F [n(~r)]

]
= Vext(~r)n0(~r)d~r + F [n0(~r)] (A.4)

Il est donc nécessaire de connaître à la fois la densité électronique du système et la fonctionnelle

F [n] pour résoudre l’équation (A.1). Cependant, cette dernière reste inconnue car elle est liée

au terme de potentiel d’interaction électron-électron. Pour surmonter ce problème, on utilise

la méthode de Kohn-Sham [217], qui reformule le système étudié comme un ensemble de N

électrons indépendants et soumis à un potentiel extérieur effectif Veff(~r) prenant en compte les

interactions électron-électron. Dans ce formalisme, on peut décomposer la densité électronique

de l’état fondamental comme la somme des orbitales φi(~r) des électrons :

n(~r) =

N∑
i=1

|φi(~r)|2 . (A.5)

La reformulation du problème mène à une réécriture de l’équation de Schrödinger non-résolvable

analytiquement à un système d’équations plus simples, nommées équations de Konh-Sham :

[
− ~2

2me
∇2
i + Veff(~r)

]
φi(~r) = εi(~r)φi(~r), (A.6)

le premier terme représentant l’énergie cinétique de l’électron i et εi(~r) étant l’énergie de la

solution propre φi(~r), appelée orbitale de Kohn-Sham.

Le terme de potentiel effectif peut être détaillé :

Veff(~r) = Vext(~r) +

∫
n(~r)n(~r′)

[~r − ~r′|
d~r′ + Vxc[n(~r)], (A.7)

où le potentiel dit d’échange-corrélation Vxc contient les interactions électrons-électrons difficiles

à caractériser.

La résolution du problème tient donc à l’expression du terme d’échange-corrélation Vxc. En

pratique, on utilise différentes hypothèses afin d’approcher cette fonctionnelle. Les chercheurs de

l’ILM ont employé l’approximation dite du gradient généralisé (abrégée GGA, pour "Generalized

Gradient Approximation"), qui suppose que Vxc est une fonctionnelle dépendant de la densité

n(~r) et de son gradient ∇n(~r). Le choix de la fonctionnelle utilisée pour représenter Vxc reste

libre, mais celles utilisées ici sont des fonctionnelles dites hybrides, appartenant aux familles

PBE (pour Perdew-Burke-Ernzerhof [218]) et LYP (pour Lee-Yang-Parr [219]). Elles incluent le
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suffixe "D3" lorsqu’elles prennent en compte des corrections dispersives.
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Annexe B Calcul des tn et ~vf(tn) en configurations LP-P, LP-O,

CP-S et CP-C à deux couleurs

B.1 Calcul des instants d’ionisation tn

Nous nous proposons de déterminer les expressions des instants d’ionisation tn des impulsions

laser à deux couleurs en état de polarisation LP-P, LP-O, CP-S et CP-C dont les champs sont

décrits par les relations (3.2) à (3.5). Formellement, ces instants correspondent aux temps pour

lesquels le champ laser ~EL(t) atteint un optimum :

d|EL|
dt

(t = tn) = 0. (B.1)

Configuration LP-P

Calculons les instants d’ionisation dans le cas d’un champ laser polarisé linéairement (LP-P).

Pour cela, nous allons appliquer une approche perturbative. Dans un premier temps, la majorité

de l’énergie laser est supposée réservée au fondamental, i.e., r � 1. Ainsi, les instants d’ionisation

ne dépendent que de la première couleur de l’impulsion laser :

EL(t) ∼ E0 cos(ω0t). (B.2)

Sous cette approximation, il vient directement

tn =
nπ

ω0
. (B.3)

Nous introduisons la suite (εn) permettant d’exprimer l’influence de la seconde couleur sur les

tn, dont les éléments sont définis tels que

tn =
nπ

ω0
+
εn
ω0
. (B.4)

Puisque r � 1, les termes de la suite étudiée vérifient εn � 1. Or, le développement de dtEL(tn)

donne aux extrema du champ laser :

dEL
dt

(tn) ≈ E0

[
(−1)nεn

√
1− r + 2

√
r(sin(φ)− 2 cos(φ)εn)

]
= 0. (B.5)
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La relation (B.1) mène alors à l’expression des εn :

εn =
2
√
r sinφ

4
√
r cosφ+ (−1)n

√
1− r

≈ (−1)n+12

√
r

1− r
sinφ. (B.6)

Les instants d’ionisation associés à un champ LP-P à deux couleurs dans le cas r � 1 s’écrivent

donc

tLP−Pn = ω−1
0

(
nπ + (−1)n+12

√
r

1− r
sinφ

)
. (B.7)

Configuration LP-O

Les grandeurs tn se trouvent de manière similaire dans le cas LP-O. En gardant l’hypothèse

r � 1, les instants d’ionisation s’écrivent :

tn =
nπ

ω0
+
εn
ω0

(B.8)

avec εn � 1.

Les calculs des zéros de dt|EL|2(t) sont plus commodes que ceux de dt|EL|(t) car ce dernier

contient une racine carrée. D’après l’expression du champ laser LP-O, nous trouvons :

d|EL|2

dt
(t) = −E

2
0

ω0
[(1− r) sin(2ω0t) + 2r sin(4ω0t+ φ)] . (B.9)

En appliquant la décomposition (B.8), cette relation se développe comme :

d|EL|2

dt
(tn) = −E

2
0

ω0
[(1− r) sin(2εn) + 2r sin(4εn + φ)] (B.10)

≈ −2E2
0

ω0
[(1− r)εn + 2r sinφ+ 4εn cosφ] = 0. (B.11)

Nous obtenons alors directement :

εn = − r sinφ

1− r + 4r cosφ
≈ −r sinφ. (B.12)

Les instants d’ionisation en configuration LP-O s’écrivent donc

237



tLP−O
n = ω−1

0 (nπ − r sinφ) . (B.13)

Configurations CP-S et CP-C

Calculons maintenant les instants d’ionisation pour une impulsion laser polarisée circulairement.

De la même manière que pour la configuration LP-O, nous les déduirons à partir de l’équation

dt|EL|2(t = tn) = 0. Les modules au carré des champs s’expriment de manière simple :

∣∣∣ECP−S
L (t)

∣∣∣2 = E0

∣∣α2 + β2 + 4αβ cos(ω0t+ φ)
∣∣ , (B.14)∣∣∣ECP−C

L (t)
∣∣∣2 = E0

∣∣α2 + β2 + 4αβ cos(3ω0t+ φ)
∣∣ . (B.15)

Ces relations mènent directement aux instants d’ionisation :

tCP−Sn = ω−1
0 (2nπ − φ) , (B.16)

tCP−Cn = ω−1
0

(
2nπ

3
− φ

3

)
. (B.17)

B.2 Calcul des grandeurs ~vf (tn)

Déduisons-en les expressions des vecteurs ~vf (tn) pour les quatre états de polarisation étudiés.

Nous supposons par commodité technique que le plasma est non-collisionnel. La fonction ~vf (t)

se simplifie alors telle que

~vf (t) = − e

me

∫ t

−∞
~EL(t′)dt′. (B.18)

Configuration LP-P

Dans le cas LP-P, sous l’hypothèse r � 1, la vitesse de dérive électronique ~vf (tn) se développe

comme
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vLP−P
f (tn) = − eE0

meω0

[√
1− r sin(nπ + εLP−P

n ) +

√
r

2
sin(2nπ + 2εLP−P

n + φ)

]
(B.19)

= − eE0

meω0

[
(−1)n

√
1− r sin εLP−P

n +

√
r

2
sin(2εLP−P

n + φ)

]
(B.20)

≈ − eE0

meω0

[
−2
√
r sinφ+

√
r

2
sinφ

]
(B.21)

≈ 3eE0

2meω0

√
r sinφ. (B.22)

Configuration LP-O

Le développement de ~vf (tn) dans le cas LP-O se déroule de manière analogue :

~vLP−O
f (tn) = − eE0

meω0

( √
1− r sin(nπ + εLP−O

n )
√
r/2 sin(2nπ + 2εLP−O

n + φ)

)
(B.23)

= − eE0

meω0

(
(−1)n

√
1− r sin εLP−O

n√
r/2 sin(2εLP−O

n + φ)

)
(B.24)

≈ − eE0

meω0
sinφ

(
(−1)n+1r

√
1− r√

r/2

)
. (B.25)

Configurations CP-S et CP-C

Un développement similaire dans les cas CP-S et CP-C mène directement à

~vCP−S
f (tn) =

eE0√
2meω0

(√
1− r +

√
r

2

)(
sinφ

cosφ

)
, (B.26)

~vCP−C
f (tn) =

eE0√
2meω0

(√
1− r −

√
r

2

)(
sin (φ/3− 2nπ/3)

cos (φ/3− 2nπ/3)

)
. (B.27)
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Annexe C Calcul des tn pour un champ laser Sawtooth LP-P à

N couleurs

Nous calculons ici les instants d’ionisation tNn associés aux champs laser Sawtooth à N couleurs

en état de polarisation LP-P. Pour rappel, les instants tNn sont les solutions de l’équation :

∂| ~EL|
∂t

(t = tNn ) = 0 (C.1)

où ~EL(t) décrit le champ laser.

De plus, le calcul de la dérivée du champ laser donné par la relation (3.50) mène à

∂tEL(t) =
E0ω0√∑N
j=1 j

−2

N∑
k=1

(−1)k+1 cos(kω0t). (C.2)

La figure C.1 montre l’évolution temporelle de EL(t) pour N = 2 (courbe bleue), N = 5 (courbe

rouge) et N = 100 (courbe noire). Elle indique que pour N < 100, l’équation ci-dessus comporte

plusieurs extrema locaux par période laser. Cependant, au vu des fortes non-linéarités du taux

d’ionisation avec |EL|, seuls les maxima globaux apportent une contribution non-négligeable à

l’ionisation. Ce sont donc ces solutions qui doivent être employées pour représenter les instants

tNn .

Figure C.1: Profils temporels du champ laser Sawtooth LP-P tronqué à N = 2 (courbe bleue),
N = 5 (courbe rouge) et N = 100 (courbe noire).
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La figure C.1 permet également d’identifier les instants d’ionisation lorsque N � 1 :

ω0t
N�1
n = (2n+ 1)π. (C.3)

Afin de trouver l’expression des temps tNn lorsque N ne vérifie pas cette condition (typiquement

N < 10), nous introduisons εN tel que

ω0t
N
n = (2n+ 1)π + εN . (C.4)

En injectant cette expression dans la relation (C.2), nous trouvons

∂tEL(tNn ) =
E0ω0√∑N
j=1 j

−2

N∑
k=1

(−1)k+1 cos(kω0t
N
n ) (C.5)

=
E0ω0√∑N
j=1 j

−2

N∑
k=1

(−1)k+1 cos(2knπ + kπ + kεN ) (C.6)

= − E0ω0√∑N
j=1 j

−2

N∑
k=1

cos(kεN )︸ ︷︷ ︸
SN

. (C.7)

Afin de résoudre SN = 0, nous développons son expression sous la forme de deux sommes

géométriques :

SN =

N∑
k=1

cos(kεN ) (C.8)

=
1

2

(
N∑
k=1

(
eiεN

)k
+

N∑
k=1

(
e−iεN

)k) (C.9)

=
1

2

(
1− eiεN (N+1)

1− eiεN
+

1− e−iεN (N+1)

1− e−iεN
− 2

)
. (C.10)

Les développements mènent à

2SN =
cos(NεN )− cos((N + 1)εN )

1− cos(εN )
− 1 = 0. (C.11)

Les coefficients εN vérifient donc l’équation trigonométrique :
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cos(NεN )− cos((N + 1)εN ) = 1− cos(εN ). (C.12)

Remarquons qu’en posant εN = ±2π/N , nous trouvons

 cos(NεN ) = 1

cos((N + 1)εN ) = cos(εN ).
(C.13)

Alternativement, en posant εN = ±π/(N + 1), il vient :

 cos(NεN ) = − cos(εN )

cos((N + 1)εN ) = −1.
(C.14)

Les coefficients εN = ±2π/N et εN = ±π/(N + 1) sont donc plusieurs solutions de l’équation

SN = 0 (il existe aussi d’autres solutions qui ne sont pas mentionnées ici). Pour rappel, nous

cherchons les εN correspondant aux maxima globaux de |EL(t)|. Suivant la référence [112], la

suite de solutions satisfaisant cette condition est donnée par εN = ±π/(N + 1). Les instants

d’ionisation tNn s’écrivent donc de manière exacte pour un champ laser Sawtooth LP-P à N

couleurs :

tNn = ω−1
0

(
2nπ ± N

N + 1
π

)
. (C.15)
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Annexe D Calcul de la polarisation Raman LP-P

Nous calculons ici la contribution THz de la polarisation associée à la SRRS à partir de l’équation

(2.43) :

PRaman(t) =
3

2
xKε0χ

(3)E(t)τ1

(
τ−2

1 + τ−2
2

) ∫ t

−∞
e
− t−τ

τ2 sin

(
t− τ
τ1

)
E2(τ) dτ︸ ︷︷ ︸

I(t)

(D.1)

La partie délicate du développement correspond au traitement de l’intégrale I(t), dont l’inté-

grande inclut le carré de ELP−PL (τ), d’expression :

[
ELP−PL (τ)

]2
=
E2

0

2

∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣

1

+ 2
√
r(1− r) cos(ω0τ + φ)

+ (1− r) cos(2ω0τ)

+ 2
√
r(1− r) cos(3ω0τ + φ)

+ r cos(4ω0τ + 2φ).

(D.2)

Nous introduisons les fonctions Ia,b(t) définies par :

Ia,b(t) =

∫ t

−∞
sin

(
t− τ
τ1

)
e
− t−τ

τ2 cos(aω0τ + bφ)dτ. (D.3)

L’intégrale se reformule donc comme suit :

I(t) =
E2

0

2

∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣

I0,0(t)

+ 2
√
r(1− r)I1,1(t)

+ (1− r)I2,0(t)

+ 2
√
r(1− r)I3,1(t)

+ rI4,2(t)

(D.4)

Le calcul de I0,0 mène à :

I0,0 = τ−1
1

(
τ−2

1 + τ−2
2

)−1
. (D.5)

Calculons désormais les termes en a 6= 0. Les fonctions Ia6=0,b(t) se développent de manière

générale :
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Ia,b(t) =
1

2
τ1τ2

(
α− cos(aω0t+ bφ) + τ1 sin(aω0t+ bφ)

α2
− + τ2

1

+
α+ cos(aω0t+ bφ)− τ1 sin(aω0t+ bφ)

α2
+ + τ2

1

)
(D.6)

avec les grandeurs α± définies par

α± = τ2(1± aω0τ1). (D.7)

Les valeurs numériques de ω0, τ1 et τ2 vérifient aω0τ1,2 � 1. Nous posons donc h1,2 = (aω0τ1,2)−1 �

1. Pour commencer, nous exprimons les fonctions à développer sous la forme :

Ia,b(t) =
1

2
τ1τ2 (T1 cos(aω0t+ bφ) + T2 sin(aω0t+ bφ)) (D.8)

avec T1,2 définis par

T1 =
α−

τ2
1 + α2

−
+

α+

τ2
1 + α2

+

, (D.9)

T2 =
τ1

τ2
1 + α2

−
− τ1

τ2
1 + α2

+

. (D.10)

Par commodité, nous adoptons la notation γ = aω0τ1τ2. α± se réécrit donc :

α± = γ(±1 + h1). (D.11)

Le développement limité de α2
± en h1 s’écrit, au premier ordre :

α2
± ≈ γ2(1± 2h1). (D.12)

Il vient donc :

α±
τ2

1 + α2
±
≈ ±γ + γh1

τ2
1 + γ2

(
1± 2γ2

τ21 +γ2
h1

) ≈ ± γ

τ2
1 + γ2

+

[
γ

τ2
1 + γ2

− 2γ3

(τ2
1 + γ2)2

]
h1. (D.13)

Le terme T1 se simplifie donc en
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T1 ≈ 2

[
γ

τ2
1 + γ2

− 2γ3

(τ2
1 + γ2)2

]
h1. (D.14)

Remarquons que γ2/τ2
1 = (aω0τ2)2 = h−2

2 � 1, d’où γ � τ1. On simplifie alors l’expression

précédente :

T1 ≈
[

2

γ
− 4

γ4

]
h1 ≈ −

2h1

γ
=

−2

a2ω2
0τ

2
1 τ2

. (D.15)

Le calcul de T2, défini par l’équation (D.10), est similaire. Commençons par :

τ1

τ2
1 + α2

±
≈ τ1

τ2
1 + γ2

∓ 2γ2τ1

(τ2
1 + γ2)2

h1. (D.16)

Nous trouvons alors immédiatement

T2 ≈ −
4γ2τ1

(γ2 + τ2
1 )2

h1 ≈ −
4τ1

γ2
h1. (D.17)

Remarquons que T2/T1 ≈ 2τ1/γ � 1. Il vient donc T1 � T2, et nous pouvons donc négliger T2.

Finalement, les fonctions Ia,b(t) peuvent être approchées, pour a 6= 0, par :

Ia,b(t) ≈ −
cos(aω0t+ bφ)

a2ω2
0τ1

. (D.18)

Comparons l’ordre de grandeur des fonctions Ia6=0,b(t) avec celui de I0,0. Pour rappel, τ1 ≈ 62.5

fs et τ2 ≈ 77 fs. Pour une longueur d’onde fondamentale de 0.8 µm, ω0 = 2.35 rad/fs. Nous

trouvons alors :

I0,0 = τ−1
1

(
τ−2

1 + τ−2
2

)−1 ≈ 37.7 fs (D.19)

|Ia6=0,b(t)| <
1

ω2
0τ1
≈ 2.88× 10−3 fs. (D.20)

Il y a donc environ 4 ordres de grandeurs entre I0,0 et les autres intégrales. En accord avec les

observations réalisées en section 2.1.3, la polarisation Raman se sépare donc en deux termes :

un terme d’amplitude dominante, associé à I0,0 et noté P p
Raman(t), et un second de plus faible

ampleur, relié aux fonctions Ia>0,b(t) et noté Pm
Raman(t). Nous réécrivons donc :
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PLP−P
Raman(t) = P p

Raman(t) + Pm
Raman(t). (D.21)

Le calcul de P p
Raman(t) est immédiat :

P p
Raman(t) =

3

2
xKε0χ

(3)ELP−PL (t)τ1

(
τ−2

1 + τ−2
2

) E2
0

2
I0,0 (D.22)

=
3

4
xKε0χ

(3)E2
0E

LP−P
L (t). (D.23)

Le terme P p
Raman(t) oscille à ω0 et 2ω0, comme prédit en section 2.1.3. Remarquons que son

ordre de grandeur s’approche de celui de la polarisation Kerr.

Calculons maintenant Pm
Raman(t). Pour cela, nous développons l’expression de Im(t) = I(t)−I0,0

[car I0,0 est traité dans le terme P p
Raman(t)] :

Im(t) = − E2
0

2ω2
0τ1

∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣

2
√
r(1− r) cos(ω0t+ φ)

+ (1− r)/4 cos(2ω0t)

+ 2
√
r(1− r)/9 cos(3ω0t+ φ)

+ r/16 cos(4ω0t+ 2φ)

(D.24)

Le calcul de Im(t)× ELP−P
L (t) mène à :

Im(t)× ELP−P
L (t) = − E3

0

4ω2
0τ1

∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣

9/4
√
r(1− r) cosφ

+
√

1− r(1/4− 89r/36) cos(ω0t)

+
√
r(20/9− 311r/144) cos(2ω0t+ φ)

+ (1− r)3/2/4 cos(3ω0t) + 33/16r
√

1− r cos(3ω0t+ 2φ)

+ 17/36
√
r(1− r) cos(4ω0t+ φ)

+ 41/144r
√

1− r cos(5ω0t+ 2φ)

+ r3/2/16 cos(6ω0t+ 3φ)

(D.25)

qui peut être injecté dans la relation :

Pm
Raman(t) =

3

2
xKε0χ

(3)τ1

(
τ−2

1 + τ−2
2

)
ELP−P
L (t)× Im(t) (D.26)
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D Calcul de la polarisation Raman LP-P

pour obtenir l’expression finale de la polarisation Raman. Remarquons que ce terme de faible

amplitude contient une contribution au spectre THz ainsi que des fréquences allant jusqu’à 6ω0,

à l’instar de la polarisation Kerr. En particulier, le terme basse-fréquence prend pour expression :

PLP−P
Raman,THz = −27

32
xKε0χ

(3) τ
−2
1 + τ−2

2

ω2
0

E3
0

√
r(1− r) cosφ. (D.27)

C’est ce terme qui est utilisé en section 2.2.3 [Eq. (2.168)] pour comparer les contributions au

spectre THz des photo-courants, de l’effet Kerr et de la diffusion Raman.
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