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Chapitre 1

Introduction

« The thing about quotes on the

internet is that you can not confirm

their validity »

Abraham Lincoln

Sommaire
1.1 Références . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 9

L’optique a joué un rôle crucial dans le but de comprendre le monde qui nous en-

toure, notamment grâce au développement de l’imagerie qui a permis de révéler des

phénomènes ou des objets invisibles jusqu’alors. Les premiers téléscopes par exemple,

construits au tout début du XVIIe siècle par Galilée et Kepler notamment, ont ouvert une

fenêtre sur l’immensité de l’univers.

Toujours dans le domaine de l’imagerie, une révolution a eu lieu avec l’invention de

la photographie en 1839 par Daguerre. Evidemment, des scientifiques ont bien compris

l’intérêt que représentait cette invention. On peut citer les travaux de Etienne-Jules Marey,

qui consitaient à mettre en évidence des phénomènes trop rapides pour être perceptibles

à l’œil nu. En 1882, il inventa la chronophotographie, qui consiste à exposer une même

plaque photosensible plusieurs fois et à intervalles réguliers grâce à un obturateur rotatif.

La figure 1.1, une des premières chronophotographies prise en 1894, représente les diffé-

rentes étapes de la chute d’un chat. Cette image a permis de comprendre comment le chat

retombe sur ses pattes alors qu’on le lâche avec un moment angulaire nul. D’une certaine

façon, il s’agit d’une des premières expériences opérant en régime stroboscopique. Marey

a été un pionnier dans l’analyse du mouvement "résolu en temps".

D’autre scientifiques se sont intéressés au monde de l’infiniment petit en développant

les premiers microscopes au début du XVIIe siècle. La microscopie a permis de faire un

grand nombre de découvertes, en biologie notamment, comme la mise en évidence de

la division cellulaire sur des cellules végétales d’une taille de 100µm environ par Walther

Flemming en 1879. Malgré toutes les améliorations qui ont été réalisées et qui peuvent

2



CHAPITRE 1. INTRODUCTION

FIGURE 1.1 – Photographie enregistrée en 1894 par Etienne-Jules Marey, permettant de mettre en

évidence les différentes étapes de la chute d’un chat. Dans un premier temps le chat se plie sur

lui-même de sorte que l’avant et l’arrière du corps tournent autour d’un axe différent. Ensuite, il

modifie le moment d’inertie de l’avant puis de l’arrière de son corps en tendant ou en pliant ses

pattes. De cette façon, il est capable de tourner dans un premier temps la moitié avant, puis la

seconde moitié de son corps.

être apportées, la microscopie optique se heurte inévitablement à une limitation phy-

sique : la longueur d’onde. Il est impossible d’observer directement des objets dont la

taille est inférieure à quelques centaines de nanomètres (1nm = 10−9 m). L’optique, qui se

limitait jusqu’alors au spectre visible, n’a donc pas permis d’expliquer comment la ma-

tière est organisée. Toutefois, des techniques de mesures astucieuses permettent d’amé-

liorer la résolution des microscopes. Récemment, la microscopie à fluorescence super

résolue a permis d’enregister des images de molécules fluorescentes avec une résolution

de l’ordre de 20nm. En se plaçant dans un régime ou la fluorescence est faible, des cher-

cheurs ont pu garantir qu’une seule molécule fluoresce par acquisition. L’image obtenue

de la fluorescence correspond alors à la réponse impulsionnelle du système de détection.

Grâce à une opération de déconvolution, il leur a été possible de repérer la position de

la molécule avec une précision de l’ordre de 20nm. En réalisant un très grand nombre

d’acquisitions de sorte que chaque molécule fluoresce sur au moins une des acquisitions,

il a été possible d’enregister des images, de la division cellulaire par exemple, avec une

résolution inégalée. Ces travaux ont été récompensés par le prix Nobel de chimie en 2014.

Toutefois, il est remarquable que l’observation des solides cristallins a abouti dès le

XVIIIe siècle à la théorie de la cristallographie. Il a été observé que l’angle entre les faces

d’un cristal d’une espèce donnée est toujours le même, et ce même lorsqu’on le casse.

Ainsi, il a été proposé qu’un cristal consiste en un petit volume élémentaire se répétant

un très grand nombre de fois. Ce n’est qu’en 1913 qu’une preuve expérimentale de l’or-

ganisation périodique de la matière dans un cristal a été apportée par la première expé-

rience de diffraction de rayons X. En effet, les rayons X de longueur d’onde λ ∼ 0.1nm
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permettent de mesurer indirectement certaines propriétés de la structure cristalline, et

ces expériences ont validé cette organisation de la matière au sein des cristaux. La dualité

onde-particule énoncée par De Broglie en 1924 suggère qu’à une particule de quantité de

mouvement p est associée une onde, de longueur d’onde λ = h/p avec h la constante de

Planck. Une implication de cette théorie est que les électrons, tout comme les rayons X,

peuvent diffracter sur un cristal dès lors que leur quantité de mouvement est suffisam-

ment élevée. Deux expériences indépendantes réalisées par George Thomson à l’univer-

sité de Aberdeen (Ecosse) et par Davisson et Germer aux Bell Labs en 1929 ont permis de

valider l’hypothèse de De Broglie.

De la même façon que la chronophotographie a permis de comprendre des phéno-

mènes à échelle humaine, la "chronodiffraction", appelée diffraction résolue en temps,

permet de comprendre comment réagissent les atomes d’un cristal lorsqu’on les soumet

à une perturbation. Dans le cas de l’expérience de Marey, qui souhaite résoudre un dé-

placement de l’ordre de 10 cm lors d’une chute à 1 m/s, une résolution temporelle de

100 ms est suffisante pour mettre en évidence les différentes étapes de la chute du chat.

Ainsi, une telle résolution a pu être obtenue en utilisant un obturateur mécanique. Dans

la matière condensée, on peut estimer que le temps nécessaire pour qu’une perturbation

se propageant à la vitesse du son (∼ 10km/s) parcoure la distance typique d’une liaison

(∼ 1Å = 0.1nm) est d’environ 100fs (1fs = 10−15 s). Pour pouvoir étudier la réponse ultra-

brève de la matière, il a fallu être capable de l’exciter en un laps de temps plus court que

le temps caractéristique de propagation de la perturbation. Le développement des laser

femtosecondes dans les années 1980 a abouti à la génération d’impulsions ultra-courtes

grâce au mode-locking dans les cavités laser [1], et ultra-intenses suite aux travaux de

Mourou [2]. Ces avancées ont permis de "pomper" la matière en un temps très court (en-

viron 25fs), initiant une modification de la configuration du cristal ou un changement

de phase. Les modifications photoinduites peuvent être mesurées grâce à une impulsion

"sonde", qui peut être une impulsion X ou un paquet d’électrons, qui doit évidemment

être plus courte que le temps caractéristique du phénomène étudié.

Dans la prochaine section, nous discuterons des avantages et des inconvéniants des

électrons par rapport aux rayons X. Dans la dernière section, nous présenterons briè-

vement l’état de l’art des sources conventionnelles d’électrons ainsi que les avantages

qu’offrent potentiellement les sources laser-plasma.

Diffraction d’électrons et diffraction des rayons X

Une différence fondamentale entre la diffraction d’électrons et la diffraction X s’opère

dans le processus de diffusion par un atome. Pour les rayons X, l’électrodynamique clas-

sique permet d’expliquer la diffusion en considérant un électron élastiquement lié à son

atome : le champ électrique décale les électrons liés à l’atome de leur position d’équi-

libre de sorte qu’une force de rappel se met en place. En oscillant, l’électron émet une

4



CHAPITRE 1. INTRODUCTION

onde, c’est l’onde diffusée. La diffraction X s’effectue donc uniquement par les électrons

de l’atome.

La diffusion des électrons est due au potentiel coulombien que subit l’électron in-

cident lorsqu’il pénètre dans le nuage atomique, et elle est principalement causée par

l’effet du noyau atomique écranté par les électrons les plus proches. Le mécanisme en

jeu est plus avantageux pour les expériences de diffraction d’électrons, dont la section ef-

ficace de diffusion est 104 −106 fois plus grande que celle des rayons X. De plus, dans le

cas d’échantillons biologiques, la probabilité que la diffusion soit élastique (sans transfert

d’énergie avec l’atome diffusant) plutôt qu’inélastique (avec transfert d’énergie) est 3 fois

plus grande pour des électrons d’énergie 80−500keV comparés à des rayons X d’énergie

8keV (ce qui correspond aux énergies que l’on arrive facilement à produire avec ce type

de sources). L’énergie déposée par collisions inélastiques est alors 1000 fois plus impor-

tante dans le cas de la diffusion X [3]. Par conséquent, l’éclairement d’une source d’élec-

trons peut être significativement plus faible pour obtenir une image de diffraction de

même qualité et, comme les électrons déposent moins d’énergie, le risque d’endomma-

ger l’échantillon est plus faible. Enfin, la longeur d’onde de ces sources est également très

différente. L’énergie E des X est reliée à la longueur d’onde λ par la relation avec E = hc/λ,

avec h la constante de planck, c la vitesse de la lumière dans le vide, et e la charge de l’élec-

tron. Ainsi, les X d’énergie quelques keV ont une longueur d’onde de l’ordre de l’Angström

(1Å = 0.1nm), alors que pour des électrons d’énergie environ 100keV elle est de l’ordre du

picomètre. Nous justifierons que de nombreux pics de Bragg sont visibles dans les expé-

riences de diffraction d’électrons, alors qu’on ne peut observer qu’un seul pic à la fois

pour la diffraction X.

Les sources X les plus performantes à ce jour sont les laser à électrons libres, qui né-

cessitent de larges installations (plusieurs km d’accélération linéaire pour les électrons)

et génèrent des impulsions d’éclairement très élevé et de durée sub-100fs [4]. Des impul-

sions X de durée 100fs peuvent également être générées grâce à la technique du slicing

dans les synchrotrons. Le slicing consiste à moduler, au sein même d’un onduleur, un pa-

quet d’électrons de durée plusieurs dizaines de picosecondes dans une impulsion laser

intense copropagative de durée environ 100fs. Le champ laser va ainsi créer une structure

de période λLaser ∼ 800nm à l’intérieur du paquet d’électrons. Lorsque la période d’oscil-

lation de l’onduleur est résonnante avec la période laser, une impulsion X intense peut

être générée, de même durée que l’impulsion laser [5]. Cependant, ce type de sources

demande aussi de larges installations, avec un temps d’accès restreint pour réaliser des

expériences. Une autre source, plus compacte, est basée sur la génération d’impulsions

X sur cible solide. En focalisant une impulsion laser ultra-courte et intense sur une cible

solide, un plasma chaud est créé à la surface, et des électrons rapides sont accélérés par

absorption résonnante à la densité critique. Une partie de ces derniers se propagent ba-

listiquement dans la cible, où ils perdent leur énergie en ionisant directement en couche

interne les atomes. Lorsque les électrons des couches supérieures comblent cette lacune,

un rayonnement de fluorescence X est émis, appelé rayonnement Kα. La durée du rayon-
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nement X-Kα dépend alors de la durée de l’impulsion laser, ainsi que du temps nécessaire

pour que les électrons rapides perdent leur énergie dans le solide. Ce rayonnement peut

être très court, des impulsions X quasi-monochromatique à λ∼ 0.5nm (2.5keV) et de du-

rée environ 100fs ont été produites [6, 7]. La radiance de ce type de sources n’est pas très

élevée car le rayonnement X est émis dans un angle solide important, mais elles peuvent

fonctionner à un taux de répétition élevé.

Concernant les sources d’électrons, il est assez simple d’accélérer des électrons à des

énergies de l’ordre de 50 − 100keV avec un champ électrique statique. La durée de la

source est alors principalement limitée par la charge d’espace à quelques centaines de

femtosecondes : les électrons, chargés négativement, se repoussent augmentant la durée

du paquet.

Les sources d’électrons présentent de nombreux avantages pour les expériences de

diffraction ultra-rapide, comme la compacité de la source ou la possibilité d’enregister

des images comportant de nombreux pics de diffraction, la principal difficulté étant de

générer des paquets d’électrons de durée sub-100fs.

Sources pour la diffraction ultra-rapide d’électrons

Sources d’électrons conventionnelles

Les canons à électrons constituent les sources dites conventionnelles pour les expé-

riences de diffraction d’électrons résolue en temps. Ils sont formés d’une photocathode

sur laquelle des électrons sont arrachés par effet photo-électrique avec un laser, puis sont

accélérés par un champ électrique. Des paquets d’électrons de durée de plusieurs cen-

taines de femtosecondes et d’énergie E ≤ 100keV peuvent être accélérés par un champ

statique [8], et ce type d’accélérateurs a été utilisé pour des expériences de diffraction

ultra-rapide d’électrons avec beaucoup de succès [9, 10]. Lorsque les électrons naissent

au repos sur la photo-cathode, la charge d’espace et une faible dispersion initiale en éner-

gie font exploser le paquet d’électrons qui devient, après accélération, beaucoup plus long

que la durée de l’impulsion laser excitatrice [8]. L’utilisation de cavités radio-fréquence a

permis de comprimer des paquets jusqu’à une durée d’environ 100 fs en y injectant les

électrons de sorte que l’arrière du paquet subisse un champ accélérateur plus fort que

l’avant [11]. L’utilisation de champs radio-fréquence permet également d’atteindre des

valeurs crêtes du champ plus élevées qu’avec un champ statique, et ainsi d’accélérer des

électrons à plus haute énergie. De plus, lorsque les électrons deviennent relativistes, ie.

lorsqu’ils atteignent une vitesse proche de la vitesse de la lumière, l’effet de la charge d’es-

pace s’atténue et il devient possible de conserver la durée du faisceau lors de la propaga-

tion. Des paquets d’électrons d’énergie Ee− ∼ 5MeV et de durée 100 fs ont été obtenus, et

quelques expériences de diffraction ont été réalisées à ces énergies [12, 13].

Toutefois, les cavités radiofréquence souffrent de problème de jitter : d’un tir à l’autre

les paquets d’électrons se déphasent légèrement dans le champ radio-fréquence. Ce dé-
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phasage se traduit par une incertitude sur le moment d’arrivée des paquets sur l’échan-

tillon, diminuant la résolution temporelle lorsqu’on intègre le signal sur un grand nombre

de paquets d’électrons. Le jitter limite la résolution temporelle dans les expériences de

diffraction d’électrons à la centaine de femtosecondes environ.

Accélérateurs laser-plasma

Le principe des accélérateurs laser plasma a été proposé en 1979 par Tajima et Daw-

son, qui ont montré comment un champ laser transverse ultra-intense peut générer un

champ électrique longitudinal lorsqu’il se propage dans un plasma sous-dense [14]. La

structure accélératrice générée dans le sillage de l’impulsion est appelée onde plasma.

Les premières expériences ont été réalisées avec des impulsions laser longues, de durée

plusieurs centaines de femtosecondes, voir picosecondes. Les ondes plasma étaient alors

excitées par auto-modulation de l’enveloppe laser, et la durée des paquets d’électrons

était sensiblement la même que le durée de l’impulsion laser. De plus, les électrons intéra-

gissent avec le champ laser, ce qui contribue à augmenter leur dispersion en énergie. Les

spectres en énergie mesurés dans ce régime suivent alors une distribution Maxwellienne

[15, 16]. Par la suite, les progrès laser ont donné accès à des impulsions énergétiques

(Joule) et ultra-courtes (30−40fs). Dans un premier temps, ces impulsions étaient foca-

lisées très fortement dans un plasma de densité élevée (> 1019 cm−3) afin de générer des

ondes plasma les plus intenses possibles, et les ondes plasma étaient encore excitées par

auto-modulation de l’enveloppe laser. Les électrons étaient alors accélérés sur des dis-

tances courtes et se déphasaient rapidement avec les ondes plasma, générant des spectres

toujours Maxwelliens [17]. En 2004, des progrès significatifs ont été réalisés en focalisant

modérément les impulsions laser dans des plasmas de plus faible densité (∼ 1018 cm−3).

Dans ce régime, le laser est guidé sur une longue distance par auto-focalisation dans le

plasma, et des faisceaux d’électrons monoénergétiques à 180MeV environ ont été créés

en laboratoire [18, 19, 20].

L’intérêt majeur de ce type d’accélérateurs porte sur la durée des paquets d’électrons

produits. Les électrons sont accélérés dans une onde plasma, une structure à l’intérieur de

laquelle les champs électriques sont extrêmement élevés (environ 100GV/m), et le paquet

d’électrons reste confiné dans une zone de longueur typiquement inférieure à 10−20µm.

Dans [21], Lundh et al. ont mesuré des paquets d’électrons d’énergie 100MeV et de durées

inférieures à 2fs.

Ainsi, les accélérateurs laser-plasma sont particulièrement intéressants pour les ex-

périences de diffraction résolue en temps car ils peuvent générer des paquets d’élec-

trons particulièrement courts. Toutefois, il faut que l’énergie des électrons soit inférieure

à 5−10MeV pour qu’une application à la diffraction soit envisageable. Le travail que j’ai

réalisé lors de ma thèse a consisté à développer un accélérateur laser-plasma à haut taux

de répétition fournissant des paquets d’électrons d’énergie inférieure à 5MeV pour des

expériences de diffraction résolue en temps.
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Plan de la thèse

• Dans le premier chapitre, nous présenterons les bases de la théorie de la diffraction.

Nous aborderons également la notion de qualité de faisceaux pour les expériences

de diffraction d’électrons, et enfin nous établirons un cahier des charges pour spé-

cifier les paramètres requis de la source.

• Le second chapitre traitera de la théorie de l’accélération laser-plasma. Nous pré-

senterons notamment deux mécanismes permettant d’injecter des électrons dans

la structure accélératrice : l’injection dans un gradient de densité que nous avons

mis en oeuvre au laboratoire, et l’auto-injection dans le régime de la bulle. Des

lois d’échelle ont été établies dans le régime de la bulle, permettant d’estimer les

paramètres laser et plasma requis pour accélérer les électrons à une énergie don-

née [22, 23]. Grâce à ces lois d’échelle, nous montrerons que des impulsions laser

de 5mJ et 5fs sont nécéssaires pour générer des paquets ultra-courts d’électrons

d’énergie 5MeV dans ce régime.

• Les résultats de l’expérience d’accélération d’électrons que nous avons réalisée au

laboratoire avec un laser délivrant des impulsions de 3mJ et 20fs seront présentés

dans le chapitre 3. Avec l’appui de simulations numériques, nous avons mis en évi-

dence l’effet du front d’onde laser dans un accélérateur laser-plasma à haut taux de

répétition. La source que nous avons développée accélère des faisceaux d’électrons

dont le spectre présente une distribution Maxwellienne, s’étalant jusqu’à 100keV.

• En collaboration avec le Center for Ultrafast Optical Science, nous avons réalisé les

premières expériences de diffraction d’électrons (statique et résolue en temps) avec

la source laser-plasma de l’Université du Michigan générant des paquets d’élec-

trons à 100keV. Nous montrerons dans le chapitre 4 que les images de diffraction

obtenues avec cette source sont de bonne qualité. Dans un second temps, nous

exposerons les résultats d’une expérience lors de laquelle nous avons mesuré une

dynamique de temps caractéristique 3ps.

• Afin de réaliser des expériences de diffraction d’électrons avec une résolution sub-

100fs, il sera nécessaire de générer des électrons relativistes d’énergie environ 5MeV.

Dans le chapitre 4, nous détaillerons les résultats d’une expérience de post com-

pression d’impulsions laser 4mJ et 25fs se propageant librement dans un plasma.

Nous avons montré qu’il est possible d’auto-comprimer l’impulsion dans le plasma,

et nous avons mesuré une durée de 10fs homogène dans le champ proche. Toute-

fois, une étude fine à l’aide de simulations numériques a mis en évidence un cou-

plage spatio-temporel en phase qui dégrade la qualité de l’impulsion lorsqu’on la

focalise.

• Le dernier chapitre porte sur des simulations numériques que nous avons réalisés

afin d’étudier l’accélération d’électrons dans un plasma sous-dense avec une im-

pulsion laser de 5mJ et 5fs. Ce régime d’interaction est particulier car le spectre

laser est extrêmement large : de 400 à 1000nm environ. L’injection des électrons
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se produit alors en 2 étapes : (i) le déferlement dans le régime de la bulle accélère

un premier paquet d’électrons, puis (ii) des effets non-linéaires ainsi que la disper-

sion modifient fortement le spectre laser, provoquant un ralentissement brutal des

ondes plasma qui s’accompagne d’une seconde injection. Les électrons accélérés

par le second mécanisme atteingnent une énergie finale de 5MeV et pourraient être

utilisés pour des expériences de diffraction d’électrons.

• Pour finir, nous conclurons sur les progrès qui ont été réalisées ces dernières années

sur le développement d’une source laser-plasma pour les expériences de diffrac-

tion ultra-rapide d’électrons. Nous aborderons également les perspectives à plus

ou moins long terme, qui devraient placer les sources laser-plasma comme celles

permettant d’étudier les phénomènes les plus courts avec une résolution inégalée.
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Théorie de la diffraction d’électrons
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2.1 Introduction

Le phénomène de diffraction a été mis en évidence en 1665 par Grimaldi, qui observa

la lumière du soleil entrant dans une chambre noire à travers un trou. Il fit alors deux ob-

servations. D’une part la lumière ne suivit pas le comportement prédit par l’optique géo-

métrique, et d’autre part la tache qu’il observa contenait des raies colorées. Il mit ainsi

en évidence le caractère ondulatoire de la lumière. De manière plus générale la diffrac-

tion est un phénomène caractéristique qui se produit lorsque une onde rencontre un ob-

jet de taille comparable à sa longueur d’onde. Cela est vrai dans le cadre de l’expérience
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précédente, dans laquelle Grimaldi a observé la diffraction de la lumière par un trou de

taille micrométrique, mais cela est également vrai pour des ondes mécaniques comme

par exemple des vagues se propageant à la surface de la mer. Le phénomène de diffrac-

tion pour une onde mécanique et pour une onde électro-magnétique est représenté sur

la figure 2.1.

FIGURE 2.1 – Exemples de diffraction d’une onde. A gauche : diffraction d’une onde mécanique,

une vague, par les 2 rochers au centre de l’image. A droite : diffraction d’une onde lumineuse,

expérience des trous d’Young. Images prises sur internet.

La diffraction d’une onde électromagnétique par les atomes constituant un matériau

est également possible, mais il a fallu attendre plus de 200 ans avant que l’on sache pro-

duire des rayons X, une onde électromagnétique dont la longueur d’onde de l’ordre de

l’Angtröm (1Å = 10−10 m) est comparable à la distance inter-atomique, ce qui rend pos-

sible la diffraction sur un cristal. En 1913, les Bragg, père et fils, ont utilisé une source de

rayons X et ont montré qu’il est possible de retrouver des informations sur un matériau à

partir de son image de diffraction. Ils ont alors analysé la structure cristalline du NaCl [1]

et ont reçu le prix Nobel de Physique en 1915 pour leurs travaux portant sur "l’analyse de

la structure cristalline au moyen des rayons X".

En parallèle des travaux sur la caractérisation des cristaux, De Broglie proposa en 1924

la théorie de la dualité onde-particule. L’hypothèse de De Broglie affirme qu’à des par-

ticules de quantité de mouvement p est associé un paquet d’onde de longueur d’onde

centrale λBr og l i e . Nous allons principalement nous intéresser au cas d’électrons dont la

vitesse est proche de la vitesse de la lumière, pour lesquels il faut apporter une correction

relativiste à la longueur d’onde :

λBr og l i e =
h

p
=

h

γme v
=

h
p

2me eEc

√
1+ eEc

2me c2

(2.1)

ou γ = 1/
√

1− v2

c2 est le facteur de Lorentz associé à une particule de masse me et de vitesse

v. La longueur d’onde d’un électron peut aussi être exprimée en fonction de sa masse me

et de son énergie cinétique Ec . La longueur d’onde associée à un électron de 10 keV vaut
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λBr og l i e = 12.3pm, ce qui justifie que les électrons sont adaptés pour des expériences de

diffraction sur des cristaux. On utilisera généralement le facteur de Lorentz γ (sans unité)

pour parler de l’énergie E = Em +Ec (exprimée en électron-volt) des électrons relativistes,

où Em = me c2 est l’énergie de masse et Ec = (γ−1)me c2 l’énergie cinétique. Il n’a fallu at-

tendre que 3 ans pour que la théorie proposée par De Broglie soit validée par la première

expérience de diffraction d’électrons sur un échantillon de nickel monocristallin par Da-

visson et Germer.

Ainsi, la théorie de la diffraction que nous allons présenter par la suite est valable pour

la diffraction des rayons X comme pour la diffraction d’électrons. Ce chapitre est organisé

de la façon suivante :

• Nous aborderons dans un premier temps la démarche proposée par Bragg dans la-

quelle la diffraction est vue comme la réflexion d’une onde sur des plans atomiques.

Cette approche intuitive permet de comprendre simplement les figures de diffrac-

tion obtenues sur des cristaux par exemple, mais elle ne permet pas de saisir toutes

les subtilités de la diffraction.

• Nous étudierons alors la contribution de chaque atome constituant un cristal. Nous

verrons comment, en considérant que la diffraction est due aux interférences construc-

tives des ondes diffusées par les atomes constituant le cristal, il est possible de cal-

culer l’amplitude et la phase de l’onde diffractée.

• Nous terminerons ce chapitre en introduisant les concepts de qualité de faisceau

pour les expériences de diffraction ultra-rapide d’électrons. Nous établirons un ca-

hier des charges qui nous servira tout au long de ce manuscrit afin de juger de la

qualité de la source que nous nous attelons à construire.

2.2 Formule de Bragg : approche intuitive de la diffraction

Nous allons dans un premier temps adopter la démarche proposée par Bragg pour

expliquer la diffraction d’une onde par un cristal. Un schéma de principe est représenté

sur la figure 2.2. Dans un cristal, la position des atomes se répète périodiquement, et on

peut alors définir des plans auxquels appartiennent un grand nombre d’atomes et qui

sont séparés d’une distance d avec leurs voisins.

A partir de ce schéma on peut établir la formule de Bragg, indiquant que l’onde dif-

fractée à un angle θ avec le cristal sera intense si la contribution de chaque plan est en

phase avec la contribution des autres plans [2] :

2d sinθB = mλ (2.2)

où θB est l’angle de Bragg, et le terme de gauche correspond au déphasage entre les ondes

diffractées par les 2 plans de la figure 2.2. Ces ondes interfèrent constructivement si ce

déphasage est proportionnel à la longueur d’onde λ de l’onde incidente, m est donc un

entier indiquant l’ordre de diffraction. Une représentation, sous forme vectorielle, peut
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θ

d

Onde
incidente

Onde
diffractée

θ

d.sinθ

k k’

FIGURE 2.2 – Schéma d’une onde diffusée par des atomes appartenant à 2 plans séparés d’une

distance d.

être tirée de cette loi pour la diffraction. On note k et k′ les vecteurs d’onde pour l’onde

incidente et pour l’onde diffractée. On peut alors montrer que la formule de Bragg 2.21

est équivalente à :

k′−k =
2πm

d
n (2.3)

où n correspond au vecteur unitaire normal aux plans de diffraction. Nous verrons par la

suite que le vecteur diffraction ∆K = k′−k est important pour expliquer la diffraction, et

les formules 2.2 et 2.3 permettent d’établir la condition suivante pour la diffraction :

∆K =
4π

λ
sinθ (2.4)

Cette approche est intéressante car elle explique simplement les angles auxquels les

ondes diffractées par les plans atomiques interfèrent constructivement. Toutefois, il manque

des informations comme par exemple l’intensité des ondes diffractées, et il faut étudier la

contribution de chacun des atomes pour expliquer complètement la diffraction.

2.3 Diffusion d’une onde sur un atome

Dans cette section, nous allons traiter de la diffusion dans le cadre de l’approximation

de Born. Ainsi, on considère que l’onde incidente n’est pas absorbée, donc dans le cadre

de la diffusion élastique, et qu’elle n’est diffusée qu’une seule fois par le cristal. On se place

ainsi dans un régime où la diffusion est faible. La conservation de l’énergie se traduit par

la conservation de la norme des vecteurs d’onde incident et diffusé : |k| = |k′|.
On considère une onde ψ(r, t ) de vecteur d’onde k et de fréquence ω diffusée par un

atome. On définit l’amplitude de l’onde plane incidente :

ψi (r, t ) =ψ0e i (ωt−k.r) (2.5)
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La géométrie du problème est posée sur la figure 2.7 : on note rj la position de l’atome

j par rapport à l’origine O qui est un atome quelconque du cristal. La phase de l’onde

incidente au niveau de l’atome vaut donc φi (rj) = −k.rj.

Onde incidente
Onde diffusée

Plan de
détection

r

rj
r-rj

k
k’

ΔK=k’ - k

k’

-k

O

FIGURE 2.3 – Vecteurs d’onde et vecteurs de position pour la diffusion sur un atome.

La phase en r où on observe l’onde diffusée par l’atome j vaut φd (r− rj) = −k′.(r− rj).

On considère que la taille du cristal est très petite par rapport à la distance avec le dé-

tecteur, c’est-à-dire que |r| À |rj|. En notant f j (∆K) le facteur de diffusion atomique qui

caractérise la capacité de l’atome j à diffuser une onde, l’amplitude de l’onde diffusée au

niveau du plan de détection s’écrit :

ψd (rj, t ) =ψ0 f j (∆K)e i (ωt−k.rj)e−i k′.(r−rj) (2.6)

=ψ0 f j (∆K)e i (ωt−k′.r)e i∆K.rj (2.7)

où∆K = k′−k est le vecteur de diffraction. Le facteur de diffusion atomique est propre

à une espèce atomique, et on pourra le considérer indépendant de la variable j dès lors

que le cristal n’est composé que d’une seule espèce atomique.

Dans le cadre du modèle de Thomas-Fermi, on définit R le rayon de Bohr effectif de

l’atome R = a0Z−1/3, avec a0 = ε0h2/πme c2 le rayon de Bohr. Le facteur de diffusion ato-

mique peut être relié au potentiel Coulombien vu par un électron passant à une distance

r de l’atome diffusant de numéro atomique Z écranté par le nuage électronique :

V(r ) = − e2Z

4πε0r
e−r /R (2.8)

Dans le cadre de la première approximation de Born, le facteur de diffusion atomique

vaut [3] :

f (∆K) = − γme

2π~2

∫
V(r′)exp(2iπ∆K.r′)d 3r ′ (2.9)
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que l’on peut écrire, en tenant compte de l’écriture du potentiel Coulombien de la

formule 2.8, et de
∫ exp(−r /R)

r exp(−i∆K.r)d 3r = 4π
1/R2+∆K2 :

f (∆K) =
2Za0

∆K2a2
0 +Z2/3

(2.10)

La formule 2.10 indique que les atomes dont le numéro atomique Z est grand produiront

des pics de diffraction intenses. On voit aussi que l’intensité des pics de diffraction est

d’autant plus grande que l’angle de diffraction est petit.

On peut montrer que ce facteur s’écrit de la façon suivante : | f (∆K)|2 = dσ/dΩ [3]. Le

facteur de diffusion atomique correspond ainsi à la surface dσ que présente l’atome pour

diffuser l’onde incidente dans un angle solide dΩ. La section efficace totale est donnée

par l’intégrale suivante :

σt = 2π
∫ π

0

dσ

dΩ
sinθdθ (2.11)

Le calcul de la section efficace permet de calculer le libre parcours moyen Lm dans un

matériau, qui correspond à la distance moyenne entre 2 diffusions successives. On définit

la distance Lm telle qu’il n’y ait qu’un seul atome diffusant dans le volume de diffusion

V = Lmσ = 1/ρ, où ρ est la densité en atome/m3. On peut donc exprimer le libre parcours

moyen en fonction de la section efficace et de la densité :

Lm =
1

σρ
(2.12)

Dans [4], l’auteur propose une résolution numérique de l’équation 2.11 pour diffé-

rents matériaux dans le cadre de l’approximation de Born et en considérant que la diffu-

sion est élastique. On représente sur la figure 2.4 l’évolution du libre parcours moyen en

fonction de l’énergie pour des électrons diffusés sur un cristal d’or solide, dont la densité

vaut ρAu = 5.9×1028 m−3 .
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FIGURE 2.4 – Libre parcours moyen et section efficace de diffusion en fonction de l’énergie ciné-

tique pour la diffraction d’électrons sur l’or solide.
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Le libre parcours moyen définit l’épaisseur maximale que peut avoir un cristal pour

que l’onde incidente ne soit diffusée qu’une seule fois lorsqu’elle le traverse. On voit sur

la figure 2.4 que le libre parcours moyen augmente avec l’énergie, puis devient constant

à Lm = 26nm au delà de 1 MeV dans l’or. Le libre parcours moyen étant petit, il sera né-

cessaire d’utiliser des échantillons très fins pour les expériences de diffraction. Aussi, la

section efficace de diffusion devient constante pour E>1 MeV, et elle est 104 − 105 fois

plus grande que pour la diffraction des rayons X. Ainsi, on peut travailler à haute énergie

E>1 MeV, de sorte que la section efficace soit assez élevée et constante.

2.4 Définition de la structure cristalline

FIGURE 2.5 – Construction d’un cristal par convolution du réseau de Bravais par un motif. (image

provenant d’internet)

Les cristaux sont des matériaux dans lesquels les atomes sont rangés périodiquement,

ce sont donc des matériaux anisotropes. La périodicité du milieu permet de définir ma-

thématiquement le cristal. On définit une origine O dans le cristal, à partir de laquelle on

peut construire un réseau grâce aux translations décrites par le vecteur :

rl = max +nay +oaz (2.13)

où m, n, o ∈Z. L’ensemble de ces points (appelés noeuds) forment le réseau cristallin, ou

réseau de Bravais.

On associe maintenant à chacun des noeuds du réseau de Bravais un motif, qui définit

l’emplacement dans la maille élémentaire des atomes par rapport au noeud considéré. Le

vecteur rj ci-dessous permet de pointer les atomes d’un motif :

rj = uax +vay +waz (2.14)

avec u,v,w ∈R.

La construction d’un cristal 2D à partir du réseau de Bravais et du motif défini pré-

cédemment est représentée sur la figure 2.5. Les noeuds du réseau de Bravais sont donc

virtuels, alors que le motif donne la position physique des atomes dans le cristal. Nous

allons nous servir de cette représentation de la structure cristalline pour calculer l’ampli-

tude et la phase des ondes diffusées par chaque atome.
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2.5 Diffraction dans l’espace réel

Nous allons maintenant étudier les interférences des ondes diffusées par chaque atome

du cristal. Nous avons vu que le vecteur rl+rj donne la position du j-ième atome du motif

associé au l-ième noeud du réseau de Bravais.

Si l’on prend en compte la contribution des m noeuds du réseau de Bravais, on peut

montrer que l’onde diffractée par le cristal atteignant le détecteur s’écrit [3] :

ψd ,r éseau =ψ0e i (ωt−k′.r) f j

m∑
l=1

e i∆K.rl (2.15)

L’équation 2.15 fait intervenir le facteur de forme F :

F =
m∑

l=1
e i∆K.rl (2.16)

Si l’on somme l’amplitude des ondes diffusées par les n atomes constituant un motif,

l’amplitude de l’onde dans le plan de détection s’écrit :

ψd ,cr i st al =ψ0e i (ωt−k′.r)F
n∑

j =1
f j e i∆K.rj (2.17)

où on reconnait le facteur de structure S :

S =
n∑

j =1
f j e i∆K.rj (2.18)

La formule 2.17 donne l’amplitude et la phase de l’onde diffusée par le cristal. Le fac-

teur de forme et le facteur de structure contiennent la physique qui nous intéresse, bien

que ce ne soit pas évident à voir dans l’espace réel.

2.6 Diffraction dans l’espace réciproque

On va dans un premier temps s’intéresser au facteur de forme 2.16. La somme sur

le très grand nombre de noeuds du réseau m est à priori nulle, à moins que le vecteur

diffraction ne vérifie la condition :

∀rl ∈ réseau,e i∆K.rl = 1 (2.19)

Avec rl = max +nay +oaz où m, n, o ∈ Z. On définit alors une nouvelle base (a∗
x , a∗

y , a∗
z )

dans laquelle le vecteur diffraction s’écrit ∆K = ha∗
x + ka∗

y + l a∗
z . On peut alors montrer

que dans la base (a∗
x , a∗

y , a∗
z ), définie telle que af.a∗

g = 2πδ f g (avec (f,h) = (x,y,z) et δ f g le

symbole de Kronecker), la condition 2.19 est remplie pour h, k, l ∈ Z. L’espace décrit par

la base (a∗
x , a∗

y , a∗
z ) est appelé le réseau réciproque, tel que

a∗
x = 2π

ay ∧az

ax.(ay ∧az)
(2.20)
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où a∗
y et a∗

z sont définis par permutation circulaire des indices x, y et z.

Ce critère définit la condition de Von Laue : il y a diffraction si ∆K est un vecteur du

réseau réciproque. Les conditions de Bragg et de Von Laue décrivent la même physique,

mais la condition de Bragg est traduite dans l’espace réel alors que la condition de Von

Laue donne un critère dans l’espace réciproque. Les indices de Miller (hkl) entiers tels

que ∆K = ha∗
x +ka∗

y + l a∗
z font le lien entre les espaces réel et réciproque. On définit les

plans atomiques séparés d’une distance dhkl comme pour la figure 2.2. Pour un plan qui

coupe les axes x, y et z en x/h, y/k et z/l respectivement, on appelle par convention ce

plan (hkl). On attribue la valeur 0 à un indice ainsi défini lorsque le plan ne coupe jamais

l’axe en question. On peut voir sur la figure 2.6 les plans définis par les indices de Miller

(100), (110) et (111).

x

y

z

y

x

y

x

zz

FIGURE 2.6 – Exemples de mailles et de plans définis par les indice de Miller. (image adaptée de

Wikipedia)

On peut alors montrer que la formule de Bragg peut s’écrire de la façon suivante :

sinθB =
λ

2dhkl
(2.21)

Le calcul du facteur de forme nous apporte une information supplémentaire. Comme

il y a un nombre fini de noeuds dans le cristal, le facteur de forme ne tombe pas immédia-

tement à 0 dès que la condition de Von Laue n’est pas vérifiée. Cet effet est comparable à

la largeur des raies en fonction du nombre de traits éclairés par un faisceau optique dans

le cas de la diffraction sur un réseau optique. Si on note Nx ,Ny et Nz le nombre de noeuds

dans les trois directions de la base (ax , ay , az), on peut écrire l’équation 2.16 sous la forme

suivante :

|F| =
sin( 1

2 Nx∆K.ax)

sin( 1
2∆K.ax)

.
sin( 1

2 Ny∆K.ay)

sin( 1
2∆K.ay)

.
sin( 1

2 Nz∆K.az)

sin( 1
2∆K.az)

(2.22)

Ainsi, le facteur de forme donne la largeur des pics de diffraction. Un pic de diffraction

sera d’autant plus étroit qu’il y a un grand nombre de mailles sur lesquelles l’onde inci-
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dente est diffusée.

On va maintenant s’intéresser au facteur de structure défini par l’équation 2.18. La

somme dans le facteur de structure porte sur l’ensemble des atomes constituant un motif,

donnant l’intensité des pics de diffraction pour tous les triplets (h,k,l) entiers. Pour cela,

on considère un type de cristal en particulier afin de définir l’organisation des atomes

dans le cristal.

x

y

z

x

y

z

FIGURE 2.7 – Représentation d’un réseau cubique centré à gauche et cubique à faces centrées à

droite. Les points rouges désignent la position des atomes dans le réseau.

On représente sur la figure 2.7 deux exemples de réseaux cristallins. Dans le cas simple

du réseau cubique centré (figure de gauche), il y a 2 atomes par maille, dont les posi-

tions dans la base (ax,ay,az) sont (0, 0, 0) et ( 1
2 , 1

2 , 1
2 ). Bien que l’on puisse voir davantages

d’atomes sur la figure 2.7, tous les autres atomes sont décrits par translation de ces deux

atomes avec un vecteur rl = max +nay +oaz où m, n, o ∈ Z. Si on suppose que le cristal

n’est constitué que d’une seule espèce atomique, et donc que f j = f , le facteur de struc-

ture vaut :

Scc = f
(
1+e iπ(h+k+l )

)
=

{
2f si h+k+ l est pair

0 si h+k+ l est impair
(2.23)

Dans le cas particulier de la structure cubique centrée, les pics de diffraction ne sont

donc visibles que pour les plans (hkl) dont la somme des indices est paire.

On a représenté sur la figure 2.7 à droite la structure cubique à faces centrées. Cette

structure est intéressante car elle correspond à la structure cristalline de l’or, que nous

étudierons dans le chapitre 5. Les atomes sont situés en (0, 0, 0), ( 1
2 , 1

2 ,0), (0, 1
2 , 1

2 ), et ( 1
2 ,0, 1

2 )

dans un motif. Pour ce type de cristaux, le facteur de structure vaut :

Sc f c = f
(
1+ (−1)h+k + (−1)k+l + (−1)h+l

)
=

{
4f si h, k et l sont tous pairs ou tous impairs

0 sinon
(2.24)
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Ainsi, le facteur de forme donne l’ensemble des angles possibles pour lesquels les in-

terférences sont constructives, ainsi que la largeur des pics de diffraction. Le facteur de

structure apporte des conditions supplémentaires pour l’existence ou non des pics de

diffraction, et il donne également l’intensité relative des pics.

2.6.1 Construction de la sphère d’Ewald

Nous disposons maintenant des éléments permettant d’aborder la diffraction de fa-

çon schématique grâce à la construction de la sphère d’Ewald. Pour des questions de li-

sibilité, nous allons projeter la sphère d’Ewald sur un espace en 2D mais la construction

peut être facilement extrapolée pour une représentation 3D. On considère donc un cris-

tal dont l’ensemble des pics de diffraction possibles est donné par le facteur de structure

2.18. L’ensemble des indices de Miller 2D (h, k) satisfaisant la condition de Laue est repré-

senté dans l’espace réciproque par un point bleu sur la figure 2.8. Ces points sont élargis

car le facteur de forme nous dit que pour un cristal "réel", de dimension finie donc, le

pic de diffraction aura une largeur donnée. De plus, pour des expériences de diffraction

en transmission, nous avons vu qu’il est nécessaire que l’échantillon ait une épaisseur de

l’ordre de la dizaine de nanomètres seulement pour que l’onde ne soit diffusée qu’une

seule fois dans le cristal. Il y a donc un nombre de noeuds assez faible selon cette di-

rection, et par conséquent, d’après la formule 2.22 le pic de diffraction sera large selon

cette direction. Enfin, l’intensité relative des pics est donnée par le facteur de diffusion

atomique 2.10 : l’intensité est proportionnelle à 1
Z2/3+(∆Ka0)2 .

k

k'
ΔK

O ax*

ay*

O
ax*

ay*

k

k'

ΔK2θ02

2θ01

FIGURE 2.8 – Représentation de la sphère d’Ewald pour 2 angles de Bragg différents. En pra-

tique, il est plus commode de tourner le cristal plutôt que de changer l’angle du faisceau inci-

dent. A gauche, l’angle optimise la diffraction sur le pic d’indice (h,k) = (0,2), et à droite sur le pic

(h,k) = (0,1).

La figure 2.8 représente la sphère d’Ewald (cercle bleu) de rayon |k| tel que k pointe

l’origine de la sphère. D’après la condition de Von Laue, la diffraction sur un plan (hk)
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est possible lorsque ∆K = ha∗
x + ka∗

y est un vecteur du réseau réciproque, il n’y a donc

qu’une seule sphère passant par l’origine et par la coordonnée (h,k), et dont le rayon vaut

|k|. On a représenté sur cette figure la direction de k′ par rapport au cristal qui optimise

la diffraction sur le pic (h,k) = (0,2) à gauche, et sur le pic (h,k) = (0,1) à droite. Les pics

d’ordres élevés sont diffractés avec un angle par rapport au faisceau incident plus grand,

et l’intensité de ces pics est plus faible que celle des pics d’ordre plus faible.

Note : Lorsque |k|À |∆K|, la sphère d’Ewald est autour de l’origine et au premier ordre

un plan de normal k. Ainsi, un grand nombre de pics sont quasiment à l’angle de Bragg,

et plusieurs pics de diffraction sont généralement visibles sur les images de diffraction.

De plus, les électrons utilisés pour les expériences de diffraction ont une longueur d’onde

λe− ≤ 1pm, alors que les rayons X ont une longueur d’onde de l’ordre de λX ∼ 1Å, et ainsi

ke−/kX ∼ 100. Un avantage de la diffraction des électrons sur la diffraction X est donc

qu’elle permet de mesurer un plus grand nombre de pics de diffraction sur une même

image.

2.7 Caractéristiques de la source idéale pour la diffraction

ultra-rapide d’électrons

Dans cette section, nous allons établir les caractéristiques que doit avoir la source

d’électrons. On cherche à construire une source ayant les propriétés suivantes :

• taux de répétition élevé, typiquement supérieur à 100 Hz, car ce type d’expérience

nécessite d’accumuler un grand nombre de données afin de les moyenner, et ainsi

d’augmenter le rapport signal sur bruit.

• durée du paquet d’électrons de l’ordre de la dizaine de femtosecondes au niveau de

l’échantillon afin de concurrencer les sources conventionnelles.

• encombrement raisonnable de l’expérience, c’est-à-dire que le montage ne doit pas

dépasser quelques mètres.

• la figure de diffraction mesurée doit être de bonne qualité : pics de diffractions fins

et bien séparés les uns des autres.

2.7.1 Energie du faisceau d’électrons

La propriété la plus importante que l’on souhaite conserver est la durée du faisceau

d’électrons.

• Considérations sur la durée du paquet d’électrons :

Il y a 2 effets qui vont principalement affecter la durée du paquet lors de la propaga-

tion : la dispersion en énergie et la charge d’espace. Tout d’abord, on considère une source

d’électrons se propageant selon l’axe z, de vitesse vz telle que vz À vx , vy , de durée ini-

tiale t0, et qui présente une dispersion en énergie dE/E. Comme le paquet est constitué
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de particules se propageant à des vitesses différentes, sa durée, après une distance de

propagation L, vaut tz=L = t0 +d t tel que :

d t =
L

vz

δE

E

m2
e c4

(E+me c2)(E+2me c2)
(2.25)

Dans le cas d’électrons non-relativistes, leur énergie cinétique est négligeable devant

l’énergie de masse. On peut alors simplifier cette formule :

d t =
L

vz

δE

2E
(2.26)

Pour des électrons relativistes, leur vitesse vaut alors vz ' c, et on utilise le facteur de

Lorentz γ plutôt que l’énergie E. Ainsi, la dispersion en énergie s’écrit dγ/γ, et leur énergie

cinétique est supérieure à l’énergie de masse :

d t =
L

c

dγ

γ

1

γ2
(2.27)

Pour un paquet d’électrons de dispersion en énergie dγ/γ = 1%, la durée du paquet

d’électrons après 1 m de propagation augmente de dt = 33ps/γ2. Cette considération

simple nous montre qu’il faut accélérer les électrons à des énergies élevées afin de conser-

ver la durée initiale du paquet, depuis la source jusqu’au cristal. De plus, la charge d’es-

pace, qui est la force caractérisant la répulsion coulombienne des électrons composant

le paquet, évolue en F ∝ 1/γ3 [5]. Cette force nous indique également qu’il est préférable

d’utiliser un faisceau d’électrons énergétiques γÀ 1 afin de préserver les propriétés spa-

tiales et temporelles du faisceau.

Une dispersion en énergie a également un effet sur la figure de diffraction. En effet,

pour de petits angles de diffraction θB la condition de Bragg s’écrit θB ' λ/2d , et par

conséquent une dispersion en longueur d’onde provoque un étalement angulaire ∆θB

du pic de diffraction :

∆θB = θB
∆λ

λ
(2.28)

Les pics de diffraction ayant une certaine largeur naturelle, une dispersion en lon-

gueur d’onde∆λ/λ< 1% permet d’avoir des pics bien définis. Toutefois, nous verrons au

chapitre 5 une technique permettant de profiter d’une forte dispersion en énergie pour

des expériences de diffraction d’électrons résolues en temps.

• Considérations pratiques sur les cristaux pour la diffraction :

La figure 2.4 indique qu’il faut travailler avec des énergies E > 1MeV pour que le libre

parcours moyen Lm des électrons dans le cristal soit le plus grand possible. Un cristal

d’épaisseur 20 nm est constitué d’environ 50 plans atomiques seulement. Cela est un

problème que l’on a pour les expériences de diffraction d’électrons en général : il n’est

pas simple de produire des cristaux aussi fins.

• Conclusion sur l’énergie du paquet d’électrons :
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Un faisceau d’énergie E ' 5MeV semble être l’énergie maximale permettant d’avoir une

expérience de taille raisonnable. En effet, d’après la formule de Bragg à 5 MeV, il faut typi-

quement 4 mètres de propagation pour séparer le premier ordre de diffraction de l’ordre

0 de 1 mm environ. De plus, la formule 2.26 indique que même à 5 MeV il sera compliqué

de conserver la durée du paquet d’électrons. Il faudra certainement utiliser des élements

magnétiques afin de compenser la dispersion, et ainsi comprimer le paquet d’électrons

au niveau de l’échantillon [6].

2.7.2 Emittance et longueur de cohérence

Nous allons maintenant nous intéresser à la qualité de la figure de diffraction. Nous

avons étudié la diffraction d’une onde plane sur un cristal, mais les paquets d’électrons

dans les expériences ne sont pas des ondes planes.

px px px

FIGURE 2.9 – Evolution de l’espace (x,px ) au cours de la propagation d’un faisceau. L’émittance

transverse du faisceau est conservée tout au long de la propagation.

Un faisceau réel caractérisé par son waist et par sa divergence est représenté sur la

figure 2.9. Le concept d’émittance permet de quantifier la qualité du faisceau. L’émittance

transverse normalisée d’un faisceau à une position z, centré en 〈x〉 = 0, de largeur 〈x2〉 et

de quantité de mouvement px selon cette direction est définie comme :

εn,x[mm.mrad] =
1

mc

√
〈x2〉〈p2

x〉−〈xpx〉 (2.29)

où 〈.〉 correspond à la moyenne sur la distribution. Au niveau du waist les corrélations

angles - positions disparaissent et 〈xpx〉 = 0. On peut définir σθ =σpx /pz comme la diver-

gence non corrélée de la source. La divergence non correlée de la source apparait sur la

figure 2.9 au waist dans l’espace (x,px) : l’ensemble de la collection des px y est superpo-

sée en x = 0. Si on regarde cette distribution de part et d’autre du waist, à chaque position
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x est associé un sous-ensemble de quantité de mouvement px plus restreint. Ainsi, l’émit-

tance se réduit à εn,x = 1
mc

√
〈x2〉〈p2

x〉 = 1
mcσxσpx . L’interêt de cette grandeur est qu’elle se

conserve dans l’espace (x,px) lors de la propagation de l’impulsion selon z. L’émittance

est beaucoup utilisée en physique des particules car elle traduit la qualité spatiale d’un

faisceau.

λ

2LT

source

k0

k1

cristal

|K0|=|K1|

Δθ

FIGURE 2.10 – Mise en évidence de la longueur de cohérence transverse LT caractérisant la dis-

tance sur laquelle les ondes diffusées sont en phase pour 2 sources séparées angulairement de

∆θ.

Un faisceau réel d’émittance non nulle présente alors une largeur angulaire non cor-

rélée ∆θ : on peut considérer que chaque point le long de la source se comporte comme

un point source émettant dans un cône d’angle∆θ. On peut raisonner sur 2 ondes planes

séparées angulairement de ∆θ, dont la phase accumulée lors de la propagation entre la

source et le cristal sera différente comme représenté sur la figure 2.10. On définit la lon-

gueur de cohérence transverse LT comme la distance pour laquelle les fronts d’onde pro-

venant des deux sources sont déphasés de moins de ∆φ = 2π. Ainsi, cette grandeur per-

met de caractériser la distance transverse sur laquelle les ondes diffusées par les atomes

du cristal sont en phase. En supposant que la divergence de la source est faible (∆θ¿ 1),

on a LT ' λ/∆θ.

Par analogie avec le degré de cohérence transverse d’une source optique spatialement

étendue, on peut écrire la longueur de cohérence transverse d’un faisceau d’électrons fai-

blement divergent en fonction de sa longueur d’onde λ et de sa divergence rms σθ de la

façon suivante [7] :

LT =
λ

2πσθ
(2.30)

Toujours en supposant que le faisceau d’électrons est faiblement divergent, on peut

écrire px ' θx pz , et doncσpx 'σθx pz oùσθx traduit la largeur angulaire non corrélée de la

source. On peut donc modifier l’équation 2.29 pour aboutir à εn,x = 1
mcσxσpx = pz

mcσxσθx

Il est alors possible de relier la longueur de cohérence transverse à l’émittance du fais-
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ceau :

LT =
λ

2πσθ
=

~
me c

σx

εn,x
=

~
σpx

(2.31)

La longueur de cohérence est d’autant plus grande que la longueur d’onde est grande,

et donc, dans les cas des électrons, qu’ils sont faiblement énergétiques. Aussi, il faut que

la longueur de cohérence soit plus grande que la distance dhkl entre les plans atomiques

d’indices de Miller (hkl) pour que les atomes constituant ces plans puissent interférer

constructivement, et donc pour qu’un pic de diffraction soit visible.

On souhaite typiquement que LT > 1nm pour que la figure de diffraction soit de bonne

qualité. Pour un faisceau d’électrons à 5 MeV, la longueur d’onde des électrons vaut λ =

0.23pm et il faut donc que σθ < 36µrad. Lors des expériences, nous avons mesuré une

taille transverse de la source d’électrons sur l’échantillon de σx = 100µm environ (voir le

chapitre 5). Il faudrait donc que l’émittance transverse normalisée de la source soit de

εn,x = 4×10−2 mm.mrad pour que les images de diffraction soient de bonne qualité.

2.7.3 Choix du type de source

Les 2 technologies permettant potentiellement de fournir des paquets d’électrons de

cette qualité sont (i) les canons à électrons couplés à une cavité radio-fréquence et (ii) les

accélérateurs laser-plasma. Nous allons présenter les avantages et inconvénients de ces

sources.

• Canon à électrons :

Bien que les cavités radio-fréquence permettent de comprimer les paquets d’électrons

à des durées de l’ordre de la centaine de femtosecondes, il est compliqué de contrôler pré-

cisément la phase à laquelle les électrons sont injectés dans le champ pulsé. Chaque pa-

quet d’électrons voit alors, en moyenne, un champ plus ou moins fort ce qui se traduit par

un décalage du temps d’arrivée des paquets sur l’échantillon. Il a récemment été montré

que ce problème de stabilité de la phase (appelé jitter) limite la résolution temporelle à

plusieurs centaines de femtosecondes pour des expériences de diffraction d’électrons ré-

solues en temps [8, 9]. Il est donc compliqué de répondre au cahier des charges que l’on

a établi précédemment avec ce type de sources, et il faut se tourner vers une autre tech-

nologie.

• Accélérateur laser-plasma :

Il a déjà été montré que ce type d’accélérateur permet de produire des paquets d’élec-

trons de durée d’environ 2 fs, a priori sans aucun jitter car le paquet d’électrons est parfai-

tement synchronisé avec la source laser [10]. Nous verrons dans le chapitre suivant qu’il

est possible d’accélérer des faisceaux d’électrons à ∼ 5MeV dans un plasma avec des im-

pulsions laser de durée ∼ 5fs et d’énergie ∼ 5mJ, et il a été démontré en 2014 que ce type

d’impulsions laser pouvait être produit au kHz [11]. Bien qu’une expérience d’accéléra-

tion laser-plasma d’électrons à 5 MeV n’a toujours pas été réalisée à ce jour avec ce type

d’accélérateur, les expériences qui ont été faites à plus haute énergie ont montré que la
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qualité des faisceaux accélérés est bonne : des paquets d’électrons dont la dispersion en

énergie est inférieure au % et dont la divergence est de l’ordre du mrad ont été produits

[12, 13, 14]. Ce type d’accélérateur s’avère donc être prometteur pour des expériences de

diffraction ultra-rapide d’électrons.

2.8 Conclusion

Le tableau ci-dessous récapitule les paramètres requis pour la source d’électrons dont

nous allons détailler le développement dans ce manuscrit :

Critère

Taux de répétition >100 Hz

Durée τ¿ 100fs

Energie Ee− ' 5MeV

δE/E ∼ 1%

LT >1 nm

εn,x ∼ 10−2 mm.mrad

TABLEAU 2.1 – Paramètres requis de la source d’électrons pour les expériences de diffraction réso-

lue en temps.
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Théorie de l’accélération laser-plasma
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L’objectif de ce chapitre est de montrer que des paquets d’électrons accélérés par des

sources laser-plasma remplissent le cahier des charges que l’on a établi au chapitre précé-

dent, notamment en terme d’énergie et de durée. Le concept d’accélérateur laser-plasma
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a été proposé en 1979 par Tajima et Dawson [1] qui ont montré comment le champ la-

ser transverse pouvait être transformé en une oscillation de la densité électronique dont

le champ longitudinal est accélérateur pour des électrons. De nombreux groupes de re-

cherche à travers le monde se sont alors lancés dans l’aventure de l’accélération laser-

plasma, qui a connu une révolution en 2004 lorsque des faisceaux d’électrons collima-

tés et monoénergétiques ont été mesurés pour la première fois et dans 3 groupes de re-

cherche simultanément [2, 3, 4]. En à peine plus de dix ans, des avancées significatives ont

été faites. D’une part, la théorie de l’accélération d’électrons dans un plasma sous-dense

est maintenant très bien maitrisée [5, 6, 7, 8, 9]. Du point de vue expérimental, deux axes

de recherche ont été principalement développés. La qualité des faisceaux a été grande-

ment améliorée par des expériences dans lesquelles l’injection des électrons dans l’onde

plasma est déclenchée de manière controlée [10, 11, 12, 13, 14, 15, 16]. Ces expériences

visant à séparer la partie injection de la partie accélération ont démontré qu’on peut accé-

lérer des faisceaux d’électrons de faible divergence (σθ,r ms ∼ 1mrad), de faible dispersion

en énergie (δE/E ∼ 1%), ou encore qu’on est capable de contrôler l’énergie des électrons

accélérés. Les progrès incessants dans le domaine des laser ont poussé certains groupes

de recherche à se lancer dans la course aux hautes énergies, avec pour objectif de rem-

placer un jour les synchrotrons par des sources laser-plasma qui seraient plus compactes

et moins chères. L’état de l’art actuel permet de produire des faisceaux d’électrons dont

l’énergie est de l’ordre de quelques GeV [17, 18].

Les seules applications des sources laser-plasma ont concerné l’imagerie X statique

[19, 20]. A ce jour, aucune expérience n’a tiré profit du point fort de ces sources, à savoir la

durée particulièrement courte des paquets d’électrons. Ce chapitre n’a pas pour vocation

à refaire de manière exhaustive la théorie de l’accélération laser-plasma qui a déjà été

traitée dans des revues de référence [21, 9] et dans de nombreuses thèses, mais plutôt

à justifier que ce type de source est adapté aux expériences de diffraction d’électrons. Il

s’articule autour des points suivants :

• La première partie traite de la création du plasma par l’ionisation des atomes avec

un champ électrique.

• Nous décrirons ensuite les équations de bases aboutissant à la génération d’une

onde-plasma par un champ laser, et nous verrons sous quelles conditions il est pos-

sible d’accélérer une partie des électrons du plasma.

• Ensuite, nous justifierons que le système laser que nous allons utiliser pour nos ex-

périences nécessite que l’on déclenche l’injection des électrons dans l’onde-plasma.

Nous traiterons alors du cas de l’injection d’électrons dans un gradient de densité.

3.1 Ionisation par suppression de barrière

Nous allons dans un premier temps expliquer le mécanisme permettant la création

d’un plasma à partir d’un gaz grâce à un champ électrique intense. Nous supposons un

31



CHAPITRE 3. THÉORIE DE L’ACCÉLÉRATION LASER-PLASMA

gaz composé d’atomes de numéro atomique Z baignant dans un champ E, qui corres-

pond dans nos expériences au champ laser. Chaque électron i du noyau est sur un ni-

veau d’énergie donné, et il est lié par le potentiel VCoul ,i prenant en compte l’attraction

due au noyau ainsi que l’interaction avec les autres électrons. Ainsi, le potentiel Vi vu par

l’électron i subissant l’interaction coulombienne ainsi qu’un champ électrique extérieur

E orienté selon un axe x s’écrit :

Vi = VCoul ,i −eE.x (3.1)

Le potentiel coulombien qui prend en compte l’interaction du noyau de charge Ze

avec les autres électrons de charge −e s’écrit :

VCoul ,i = − Ze2

4πε0|ri |
+∑

i 6= j

e2

4πε0|ri − rj|
(3.2)

où ri correspond à la distance de l’électron au noyau. Pour simplifier les calculs, on

fait l’approximation du champ central, qui consiste à remplacer les interactions électron-

électron par l’interaction d’un électron avec un nuage électronique à symétrie sphérique

[22]. Cela se traduit par une modification de l’écriture du potentiel coulombien afin de

prendre en compte l’effet d’écrantage par le nuage électronique, et on peut alors écrire le

potentiel vu par l’électron dans l’approximation du champ central :

Vi = − Z∗e2

4πε0ri
−eEx (3.3)

où Z∗ est le numéro atomique effectif, qui traduit l’écrantage du champ du noyau par

les électrons du nuage atomique. Afin de mener à bien le calcul, on suppose que le champ

E est suffisament fort pour que r =
√

x2 + y2 + z2 ' x. Aussi, dès lors que l’électron est as-

sez loin de l’atome, on peut considérer que le numéro atomique effectif est indépendant

de r . Cette hypothèse sera justifiée car, pour ioniser l’électron, il est nécessaire que le

champ E l’éloigne suffisamment de l’atome. Le potentiel vu par l’électron s’écrit alors :

Vi = − Z∗e2

4πε0x
−eEx (3.4)

L’effet du champ laser est représenté sur la figure 3.1 : sur la figure (a) on voit qu’en

l’absence de champ extérieur, un électron d’énergie Ei est confiné dans la barrière de

potentiel. En revanche, la figure (b) montre qu’un champ extérieur abaisse la barrière de

potentiel (courbe bleue), et lorsque le potentiel devient inférieur au seuil −Ei , l’électron

est libéré (courbe rouge).

On souhaite maintenant connaitre l’intensité laser nécessaire pour pouvoir ioniser

un électron d’énergie −Ei par suppression de barrière. On veut donc calculer le champ

E à appliquer afin que ∀r > 0,V(r ) < −Ei . On voit sur la figure b) que cela consiste à cal-

culer le potentiel au point M tel que (∂V/∂ri )rM
= 0. Le potentiel est alors maximal en

rM = ±
(

Z∗e
4πε0E

)1/2
, et il vaut :

Vi (rM) = 2e

(
Z∗eE

4πε0

)1/2

(3.5)
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ionisation tunnel

suppression 
de barrière

FIGURE 3.1 – A gauche : Potentiel coulombien d’un électron gravitant autour du noyau en l’absence

de champ extérieur. A droite : effet du champ laser sur le potentiel vu par un électron : la barrière

est abaissée (courbe bleue), jusqu’à ce que l’électron puisse s’échapper (courbe rouge).

Cette équation nous permet donc de calculer le champ E = Esb tel que Vi (rM) < −Ei

qui correspond au champ électrique seuil pour atteindre le régime de suppression de

barrière : Esb =
πε0E2

i
Z∗e3 . Il est usuel d’exprimer ce résultat en intensité I = cε0E2

2 qui est une

grandeur facilement mesurable :

Isb[J/s/m2] =
π2cε3

0E4
i

2e6Z∗2
(3.6)

Le premier électron qui va être ionisé est celui situé sur la couche la plus externe. Il est

soumis au potentiel du noyau écranté par Z-1 électrons, et le numéro atomique effectif

dans l’approximation du champ central vaut donc Z∗ = Z−(Z−1) = 1. De manière générale,

le numéro atomique effectif correspond à la charge de l’ion produit par l’ionisation de

l’électron considéré. Toujours dans l’idée de travailler avec des unités qui correspondent

à des grandeurs mesurables, on peut simplifier la formule 3.6 :

Isb(W/cm2) = 4×109 E4
i (eV)

Z∗2
(3.7)

Le tableau ci-dessous donne l’intensité laser nécessaire pour ioniser les électrons consti-

tuant les couches externes des atomes d’Helium et d’Azote sous forme gazeuse, qui cor-

respondent aux principales espèces utilisées pour les expériences qui seront présentées

dans ce manuscrit.

Avec ce modèle, l’abaissement de la barrière de potentiel permet l’ionisation du pre-

mier électron de l’Azote en rM = 7.7µm. A titre de comparaison, le rayon de Bohr pour

l’atome d’hydrogène est beaucoup plus petit : a0 = 52.9pm. L’hypothèse r ' x que nous

avons faite est valide pour l’ionisation par suppression de barrière. Comme nous le ver-

rons dans la prochaine section, des intensités laser Il aser > 1018W/cm2 sont nécessaires

pour piéger et accélérer des électrons relativistes. L’intensité laser est alors nettement

supérieure au seuil d’ionisation par suppression de barrière, qui est le mécanisme via
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atome 1+ 2+ 3+ 4+ 5+ 6+

He 1.4×1015 8.8×1015

N2 1.7×1014 7.7×1014 2.3×1015 9×1015 1.5×1016 1019

TABLEAU 3.1 – Intensité laser seuil en W/cm2 pour l’ionisation de l’ion i+ par suppression de bar-

rière pour les espèces N2 et He.

lequel le plasma est créé. Le tableau 3.1 montre que le nombre d’électrons libérés par

un atome peut varier grandement d’une espèce à une autre, et nous reviendrons sur les

conséquences pratiques dans le chapitre suivant. D’autres mécanismes comme l’ionisa-

tion tunnel ou l’ionisation multiphotonique peuvent conduire à l’ionisation d’un atome

pour des intensités Il aser < Isb , mais nous ne les détaillerons pas dans ce manuscrit car

nous n’avons pas travaillé dans ces régimes.

Nous avons montré dans cette partie comment il est possible de créer un plasma à

partir d’atomes grâce à un champ électrique. Nous allons voir dans la suite de ce chapitre,

après avoir défini les grandeurs laser et plasma que l’on utilisera, comment le champ laser

peut ordonner les électrons du plasma afin de générer une structure favorable à l’accélé-

ration d’électrons.

3.2 Définition des grandeurs laser et plasma

3.2.1 Paramètres laser

Une impulsion laser est une onde électromagnétique, caractérisée par les champs

électrique E et magnétique B, qui satisfait les équations de Maxwell :

∇.E =
ρ

ε0
(3.8a)

∇.B = 0 (3.8b)

∇×E = −∂B

∂t
(3.9a)

∇×B =
1

c2

∂E

∂t
+µ0j (3.9b)

où ε0 est la permitivité et µ0 la perméabilité du vide, ρ la densité de charge, et j est

la densité de courant du milieu dans lequel l’onde se propage. On peut facilement écrire

l’équation d’onde dans le vide que vérifient les champs E et B :(
∂2

∂t 2
− c2∇2

)
E,B = 0 (3.10)

Les faisceaux gaussiens sont une solution de l’équation d’onde dans le vide dans le

cadre de l’approximation paraxiale, et ils décrivent particulièrement bien la propagation

d’un faisceau laser. Pour cette raison, nous modélisons les impulsions laser par des fais-

ceaux suivant une distribution gaussienne transversalement et longitudinalement. On
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définit alors le waist W0, qui correspond à la demi largeur à 1/e2 de la distribution trans-

verse en intensité, et la durée totale à mi-hauteur τ0, qu’on appelera durée FWHM pour

"Full Width at Half Maximum". Le champ électrique d’une impulsion de fréquence ω0

polarisée selon l’axe x et se propageant selon z s’écrit alors :

E(r, z, t ) = E0
W0

W(z)
exp

(
− r 2

W(z)2
− i k0

r 2

2R(z)

)
exp

(
−2ln2

(z − ct )2

c2τ2
0

)
ℜ

(
e

i (k0z−ω0t+atan( z
zR

))
ux

)
(3.11)

La propagation de l’impulsion est principalement déterminée par le rayon de cour-

bure du front d’onde R(z) et la taille transverse de l’impulsion W(z), qui évoluent selon :

W(z) = W0

√
1+

(
z

zR

)2

(3.12)

R(z) = z
(
1+ zR

z

)
(3.13)

où zR = πW2
0 /λ est la longueur de Rayleigh. Cette grandeur correspond à la distance

sur laquelle l’intensité reste élevée : I(z = zR) = I0/2.

Il est utile de lier le champ électrique laser à l’intensité I que l’on exprime généralement

en W/cm2. Cette grandeur, qui définit donc la quantité d’énergie qui traverse une unité de

surface par unité de temps, permet de caractériser l’interaction du laser avec la matière,

comme on l’a vu précédemment pour l’ionisation d’un atome. L’intensité laser corres-

pond à la moyenne temporelle du vecteur de Poynting I = 〈Π〉 = 〈E×H〉 :

I0 =
cε0

2
E2

0 (3.14)

L’intensité maximale I0 vaut :

I0 =
2P

πW2
0

(3.15)

où P = 2
p

ln2/πE/τ0 est la puissance du laser en W.

3.2.2 Interaction entre le champ laser et un électron

Une considération physique assez simple nous permet d’estimer l’intensité laser re-

quise pour les expériences d’accélération d’électrons : on s’intéresse à un électron de

masse me soumis à un champ laser. Ce dernier va mettre l’électron en mouvement d’après

la formule de Lorentz :

FLorentz =
dγme ve

d t
= −e (E+ve ×B) (3.16)

Avecγ le facteur de Lorentz associé à l’électron. Ainsi, pour un électron non relativiste :

ve /c ¿ 1 et B = E/c ¿ E, l’équation 3.16 se réduit à dme ve
d t = −eE, que l’on peut intégrer en

supposant que l’électron ait une vitesse initiale nulle :

me ve = −eA (3.17)
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où A est le potentiel laser défini par E = −∂A
∂t

. Si l’on considère un champ laser dé-

fini par 3.11, alors l’électron va osciller autour de sa position initiale à la fréquence laser

dans la direction de polarisation du champ électrique, et la vitesse maximale atteinte par

l’électron vaut :

ve,max =
e|E0|
meω0

(3.18)

Toutefois, cette formule n’est valide que pour un électron non relativiste car lorsque la

vitesse de l’électron s’approche de la vitesse de la lumière, la composante magnétique de

l’équation 3.16 n’est plus négligeable. La grandeur a0 = e|E0|
meω0c , appelée potentiel vecteur

normalisé, permet alors de définir la limite entre le régime classique et le régime relati-

viste. Pour a0 ¿ 1 l’électron a un comportement classique dans le champ laser alors que

pour a0 ≥ 1 il faut prendre en compte les effets relativistes. On peut relier le potentiel

vecteur normalisé à l’intensité laser grâce à l’équation 3.14 :

a0 =

√
e2

2π2mc5m2ε0
λ2I = 8.52×10−10λ[µm]

√
I[W/cm2] (3.19)

Les laser principalement utilisés pour les expériences d’accélération d’électrons émettent

des impulsions de longueur d’onde centrale λ0 = 800nm. Le seuil a0 = 1 est alors atteint

pour une intensité I = 2.15×1018W/cm2.

3.2.3 Paramètres plasma

Un plasma fait référence à un état de la matière dans lequel les atomes sont ionisés.

Bien que cet état soit rare sur terre, la très grande majorité de la matière présente dans

l’univers se trouve à l’état plasma. Les conditions de température et de pression à la sur-

face de la terre font qu’un plasma est créé uniquement lors de phénomènes extrêmes,

comme au sein des flammes, des aurores boréales ou de la foudre. Toutefois, les pro-

grès effectués au cours de ces dernières décennies font qu’il est assez simple de créer

un plasma en laboratoire à partir d’une impulsion laser.

On considère que les plasmas créés pour les expériences d’accélération d’électrons

satisfont les hypothèses suivantes :

• Plasma globalement neutre.

• Plasma de faible température : la vitesse initiale des électrons est négligeable par

rapport à la vitesse gagnée dans le champ laser.

• Plasma non collisionnel.

Les plasmas qui nous intéressent sont composés de 2 espèces de particules : les élec-

trons et les ions. Si l’on déplace légèrement un électron de charge q = −e de sa position

d’équilibre, un champ électrostatique E est créé, et une force de rappel F = qE se met en

place. La particule va alors osciller autour de sa position d’équilibre à la fréquence plasma
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[23] :

ωp e =

√
ne e2

meε0
(3.20)

avec ne la densité électronique du plasma, e la charge de l’électron, et me la masse

d’un électron. On peut également définir une fréquence plasma associée aux ions. La

masse des ions étant nettement supérieure à celle des électrons, mi /me ∼ 25000 pour

un atome d’azote, la fréquence plasma associée aux ions est très inférieure à celle des

électrons. Ainsi, aux échelles de temps qui nous intéressent, les ions restent immobiles

mais ils assurent la neutralité du plasma. Par abus de langage, on appelle alors fréquence

plasma, notée ωp , la fréquence plasma associée aux électrons.

3.2.4 Propagation d’une onde plane dans un plasma

On considère une onde plane de vecteur d’onde k et de fréquence ω se propageant

dans un plasma de densité électronique ne . En se plaçant dans un régime faiblement re-

lativiste, et en utilisant les équations 3.9a, 3.9b et 3.17, on peut montrer que la relation de

dispersion que vérifie l’onde dans le plasma s’écrit :

ω2 =ω2
p +k2c2 (3.21)

On voit donc que le rapport ω2/ω2
p définit la transition entre 2 régimes différents,

pour lesquels l’onde peut ou non se propager dans le plasma. De manière pratique, la

fréquence de l’onde ω0 étant propre au laser utilisé, la seule variable d’ajustement est

la densité électronique du plasma. On définit la densité critique nc du plasma telle que

ωp (nc ) =ω0 :

nc =
ω2

0ε0me

e2
(3.22)

Pour un laser de fréquence centrale 800nm, la densité critique vaut nc = 1.75×1021cm−3.

• Pourω2
0/ω2

p < 1 ≡ ne > nc , la relation de dispersion n’admet pas de solutions réelles.

Un tel plasma est appelé "plasma sur-dense" : le laser ne peut pas s’y propager. Il y

a formation d’une onde évanescente à l’ "entrée" du plasma, et le laser est réfléchi.

L’interaction laser - plasma sur-dense est une discipline en soi et nous ne la traite-

rons pas dans ce manuscrit. On peut toutefois noter certaines applications remar-

quables, comme le développement de miroirs plasma pour nettoyer le contraste

d’une impulsion laser [24], la génération d’impulsions attosecondes [25, 26], ou en-

core l’accélération d’ions par laser [27, 28, 29].

• Pour ω2
0/ω2

p > 1 ≡ ne < nc , le plasma est dit "sous-dense" et le laser peut s’y propa-

ger. On va traiter de l’accélération d’électrons dans ce régime.

On peut déduire les vitesses de phase vφ et de groupe vg , ainsi que l’indice de ré-

fraction η vu par une onde à la fréquence ω0 se propageant dans un plasma sous-dense

(ω2
p ¿ω2

0) :
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vφ =
ω0

k
=

c√
1− ω2

p

ω2
0

' c

(
1+ 1

2

ω2
p

ω2
0

)
(3.23)

vg =
∂ω0

∂k
= c

√√√√1− ω2
p

ω2
0

' c

(
1− 1

2

ω2
p

ω2
0

)
(3.24)

η =
c

vφ
=

√√√√1− ω2
p

ω2
0

(3.25)

3.3 Génération d’ondes plasma

Dans cette partie, nous allons démontrer les équations décrivant la formation d’ondes

plasma par un laser tel que nous l’avons défini en 3.11. Le plasma étant composé d’un

nombre extrêmement élevé d’électrons, il n’est pas envisageable de calculer la trajectoire

suivie par chacun d’entre eux. Il est alors plus judicieux de décrire le comportement col-

lectif des électrons, en adoptant une approche fluide [30]. On modélise alors les électrons

du plasma par un fluide de température nulle, de vitesse V et de quantité de mouvement

p, alors que les ions restent immobiles. On fait dans un premier temps l’hypothèse que

l’intensité laser est non-relativiste, a2 ¿ 1, et on se place dans la jauge de Coulomb pour

le potentiel laser ∇.A = 0. L’équation décrivant la dynamique du fluide est la suivante :

∂p

∂t
+ (V.∇)p = − e

m
(E−∇Φ+V×B) (3.26)

Cette équation nous indique que l’accélération du fluide (le terme de gauche de l’équa-

tion) est due à un déplacement des électrons en présence d’un champ laser via la force

de Lorentz, ainsi qu’au champ électrostatique ∇Φ issu du déplacement des charges par le

laser.

On écrit la densité électronique sous la forme ne = n0 +δn, avec n0 la densité électro-

nique du plasma avant le passage du laser et δn la perturbation de la densité électronique

créée par le laser. L’équation de Poisson s’écrit alors :

∇.E =
−e(n0 +δn)

ε0
(3.27)

Enfin, nous supposons que le plasma est très rapidement ionisé à l’avant de l’impul-

sion laser, et qu’à ces échelles de temps des processus de recombinaison n’ont pas le

temps de se produire. On suppose également qu’il n’y a pas d’électrons créés derrière

l’impulsion laser. On peut alors écrire l’équation de conservation pour la densité électro-

nique :
∂δn

∂t
+n0∇〈V〉 = 0 (3.28)
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3.3.1 Mise en évidence de la force pondéromotrice

On va négliger dans un premier temps la réponse électrostatique ∇Φ du plasma à la

perturbation créée par le champ laser. Si on considère uniquement la partie linéaire de

l’équation 3.26 : ∂VL

∂t
= − e

m EL [30], alors la vitesse du fluide excité par le champ laser vaut

en polarisation linéaire :

VL = ca (3.29)

avec a = eA
mc le potentiel vecteur normalisé. On trouve un résultat similaire à la réso-

lution de l’équation 3.16 : les électrons oscillent transversalement dans le champ laser.

Si on injecte la réponse linéaire dans l’équation 3.26, on peut montrer que l’accélération

non-linéaire du fluide s’écrit :
∂VNL

∂t
= −c2∇a2

2
(3.30)

Ce terme, proportionnel au gradient de a2, et donc au gradient de l’intensité laser,

s’appelle la force pondéromotrice. Les électrons sont donc expulsés des zones de plus

fortes intensités. L’effet des composantes linéaire et non linéaire sur le fluide électronique

est complètement différent. La réponse linéaire du plasma s’annule lorsqu’on effectue

la moyenne sur un cycle optique, et les électrons reviennent à leur position d’équilibre

après le passage de l’impulsion. En effet, le potentiel laser en polarisation linéaire peut se

mettre sous la forme a = â(r, z − vg t )cos(ω0t − k0z)ex avec â désignant l’enveloppe du

champ, et 〈a〉 = 0. En revanche, le terme pondéromoteur ne s’annule pas lorsqu’on le

moyenne et va donc pouvoir déplacer des électrons de leur position initiale, même après

le passage de l’impulsion : 〈â2〉 = â2/2. Cette approche est justifiée par le fait que pour

un plasma sous-dense, les oscillations dans le champ laser ont une durée caractéristique

ω−1
0 très courte devant la période naturelle d’oscillation des électrons dans le plasmaω−1

p .

L’équation fluide du mouvement 3.26 moyennée sur une période laser s’écrit :

∂〈V〉
∂t

=
e

m
∇Φ− c2∇â2

4
(3.31)

L’impulsion laser va ainsi séparer spatialement les électrons des ions via la force pon-

déromotrice, permettant à un champ de charge d’espace de se mettre en place.

3.3.2 Génération d’ondes plasma linéaire

On peut calculer analytiquement l’évolution du potentiel électrostatique au passage

de l’impulsion laser dans le cas faiblement relativiste (a2 ¿ 1). Pour cela, on linéarise les

équations 3.26, 3.27 et 3.28 en écrivant γ = 1+δγ, n = n0 +δn et φ = δφ avec δγ/γ, δn/n0

et δφmc2/e ¿ 1. On arrive au système d’équations suivant :

∇2φ =
ω2

p

c2

δn

n0
(3.32)
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(
∂2

∂t 2
+ω2

p

)
φ =ω2

p
â2

4
(3.33)

oùφ = eΦ/mc2 est le potentiel électrostatique normalisé, δn est la perturbation de la den-

sité électronique, et n0 la densité électronique du plasma avant le passage du laser. Afin

de résoudre analytiquement ces équations, on effectue le changement de variables sui-

vant : τ = t et ξ = z − vg t où vg est la vitesse de groupe du laser dans le plasma. De plus,

on se place dans le cadre de l’approximation quasi-statique pour laquelle ∂/∂τ¿ c∂/∂ξ.

Cette approximation consiste à négliger les variations temporelles des grandeurs laser

et plasma par rapport à leur évolution spatiale. Les variations temporelles ont lieu sur

une échelle de temps ∂/∂τ∼ 1/τLaser avec τLaser le temps d’évolution du laser, qui est de

l’ordre de la longueur de Rayleigh τLaser = zR/c. Quant à l’évolution spatiale, sous l’impul-

sion laser elle varie comme ∂/∂ξ ∼ 1/L0 où L0 est la longueur de l’impulsion, et derrière

l’impulsion les paramètres plasma évoluent comme ∂/∂ξ∼ kp . L’approximation quasista-

tique implique donc que L0/c ¿ τLaser et que ω−1
p ¿ τLaser , c’est-à-dire que l’impulsion

laser ne varie pas au cours de l’interaction.

On peut alors montrer que l’équation décrivant la génération d’une onde plasma li-

néaire par la force pondéromotrice s’écrit :(
∂2

∂ξ2
+k2

p

)
φ = k2

p
â2

4
(3.34)

avec kp = ωp /c. Cette équation différentielle peut être résolue pour une impulsion

excitatrice définie par â2 = a2
0e−r 2/W2

0 e−ξ
2/L2

0 , où L0 = cτ0

2
p

2ln2
. On peut alors calculer les

champs électriques longitudinaux et transverses derrière l’impulsion laser :

Ez = −∂Φ
∂ξ

=
mcωp

e

p
πa2

0

kp L0

4
exp(−k2

p L2
0/4)exp(−2r 2/W2

0 )cos(kpξ) (3.35)

Er = −∂Φ
∂r

= −mcωp

e

p
πa2

0
L0r

ω2
0

exp(−k2
p L2

0/4)exp(−2r 2/W2
0 )sin(kpξ) (3.36)

Les champs sont maximaux lorsque la condition de résonance pour l’excitation de

l’onde plasma kp L0 =
p

2 est satisfaite, et on définit l’amplitude maximale du champ Ep =

mcωp /e atteignable dans le régime linéaire pour δn/n = 1. Le champ longitudinal et le

champ transverse étant déphasés de 90◦ dans le régime linéaire, une période de l’onde

plasma est formée de 4 régions : accélératrice / focalisante, accélératrice / défocalisante,

décélératrice / défocalisante et décélératrice / focalisante. L’accélération d’électrons ne

sera efficace que dans la partie accélératrice / focalisante, dont la longueur vaut λp /4.

3.3.3 Modèle 1D de la génération d’ondes plasma non linéaire

Toutefois ce modèle ne décrit que la réponse linéaire du plasma à la perturbation ap-

portée par le champ laser. Il faut modifier l’équation fluide 3.26 pour prendre en compte

les effets relativistes sur la génération d’onde plasma :

∂

∂t
(p−eA) = e∇Φ−mc2∇γ (3.37)
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où γ =
√

1+ p2

m2c2 est le facteur de Lorentz. Le dernier terme représente la force pon-

déromotrice relativiste [31, 32, 33]. L’équation du mouvement 3.37 peut être simplifiée

en supposant que les grandeurs ne dépendent que de z et du temps et en faisant l’ap-

proximation quasi-statique. On peut alors transformer cette équation pour aboutir à une

équation différentielle décrivant l’excitation d’onde plasma non linéaire :

∂2φ

∂ξ2
= k2

p

(
γ2

p

(
βp

(
1− 1+â2/2

γ2
p (1+φ)2

)−1/2

−1

))
'

k2
p

2

(
1+â2/2

(1+φ)2
−1

)
(3.38)

Cette équation fait intervenir les facteurs relativistes associés à l’onde plasma : γp = (1−
β2

p )−1/2 et βp = vp /c, où vp = vg est la vitesse de phase de l’onde plasma. La simplification

de 3.38 suppose que βp ∼ 1, c’est-à-dire que le plasma est très sous-dense. Cette équation

n’a pas de solution analytique, mais elle peut être résolue numériquement. La figure 3.2

représente le potentiel électrostatique φ et la perturbation de densité δn/n générés par

une impulsion laser de durée τ = 24fs se propageant dans un plasma de densité électro-

nique ne = 1019cm−3.

a0=0.1 a0=1 a0=3

FIGURE 3.2 – Génération d’onde plasma pour différentes valeurs de a0 dans un plasma de densité

électronique ne = 1019cm−3. L’enveloppe laser, représentée en rouge, à une durée de τ = 24 f s.

Pour a0 = 0.1, les ondes plasma sont sinusoïdales, de période spatiale λp . Lorsque l’in-

tensité augmente a0 ≥ 1, un pic de densité électronique de plus en plus fin et de plus en

plus dense se forme et la densité électronique entre 2 pics de densité tend vers n0/2. Le
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champ électrique longitudinal Ez = −∂φ/∂ξ accélère les électrons dans la première demi-

période de l’onde plasma et les décélère dans la seconde moitié. Ce modèle nous montre

qu’il est assez facile de produire des champs longitudinaux supérieurs à 10GeV/m dans

un plasma, soit des champs 100 à 1000 fois supérieurs à ceux produits dans les accéléra-

teurs conventionnels. Dans le cas a0 = 1, on peut générer un champ accélérateur d’inten-

sité maximale Ez = 80GV/m.

FIGURE 3.3 – Représentation des champs longitudinaux et transverse associés à la génération

d’une onde plasma non linéaire. En haut : carte de la densité électronique. L’impulsion laser

est représentée en rouge, et la flèche indique la direction de propagation. La vitesse de phase

de l’onde plasma excitée est proche de la vitesse de groupe de l’impulsion laser. Au milieu :

Champ électrique longitudinal. En bas : champ électrique transverse. La longueur d’onde plasma

λp ≈ 1−10µm donne une idée de la longueur d’onde typique dans les expériences d’accélération

d’électrons. La partie arrière de la cavité ionique est propice pour l’accélération d’électrons car les

champs y sont à la fois accélérateur et focalisant.

Toutefois, ce modèle 1D ne nous apporte pas d’information sur la dimension trans-

verse. Des simulations numériques avec des codes "particule-in-cell" (PIC) sont très lar-

gement utilisées dans le domaine de l’interation laser-plasma afin de modéliser les expé-

riences en tenant compte des effets 2D ou 3D [30]. Ces simulations résolvent les équations

de Maxwell pour la propagation de l’impulsion laser ainsi que l’équation du mouvement
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pour les électrons et reproduisent ainsi très fidèlement les expériences. Les champs as-

sociés à la génération d’une onde plasma non linéaire (I = 1019W/cm2) sont représentés

sur la figure 3.3. Les électrons sont repoussés par la force pondéromotrice de l’impulsion,

créant ainsi une cavité ionique derrière le laser. A cette cavité sont associés des champs

longitudinaux et transverses. Nous avons déjà vu que le champ à l’arrière de la cavité est

accélérateur pour les électrons avec un champ statique extrêmement intense, mais on

voit que le champ transverse est également focalisant. Contrairement au cas 1D que l’on

a traité précédemment dans lequel la valeur maximale de la perturbation de densité vaut

δn = −n0/2, la prise en compte des effets transverses indique que la cavité peut être com-

plètement dépourvue d’électrons si l’intensité laser est suffisament grande. De plus, la

prise en compte des phénomènes 3D montrent que la zone accélératrice et focalisante

couvre λp /2. Cette structure est donc bien adaptée pour l’accélération d’électrons de par

son caractère à la fois accélérateur et focalisant, permettant ainsi de générer un faisceau

énergétique et de bonne qualité en termes de divergence et d’émittance.

3.4 La problématique de l’injection

3.4.1 Trajectoire des électrons dans l’onde plasma

Nous avons montré que la force pondéromotrice laser provoque des oscillations col-

lectives des électrons du plasma, générant ainsi une structure accélératrice propice à l’ac-

célération d’électrons qui y seraient piégés. Mais ce modèle ne donne pas d’information

sur les trajectoires des électrons dans l’onde plasma, et ils sont à priori contraints à os-

ciller autour de leur position d’équilibre. Pour étudier les conditions sous lesquelles un

électron peut être piégé dans la zone accélératrice de l’onde plasma et suivre l’impulsion

laser dans le modèle 1D non-linéaire, on va considérer l’Hamitonien (normalisé) d’un

électron soumis au champ laser ainsi qu’au potentiel électrostatique φ :

H = γ−φ(z − vg t ) (3.39)

où γ correspond au facteur de Lorentz de l’électron, et le second termeφ(z−vg t ) cor-

respond à son énergie potentielle. L’énergie cinétique de l’électron peut être décomposée

γ =
√

1+u2
⊥+u2

z pour faire apparaitre la quantité de mouvement normalisée u = p/mc.

En faisant la transformation canonique transformant les variables (z,uz) end (ξ,uz), on

peut réécrire le nouvel hamiltonien pour ces nouvelles coordonnées :

H(ξ,uz ) =
√

1+u2
⊥+u2

z −φ(ξ)−βp uz (3.40)

La quantité de mouvement transverse de l’électron peut se décomposer sous la forme

u⊥ = u⊥,0 +a, où u⊥,0 désigne la quantité de mouvement initiale de l’électron alors que le

second terme correspond à la quantité de mouvement gagnée dans l’impulsion laser. De

plus, dans le cas 1D l’impulsion canonique transverse est conservée : Ṗ⊥ = − ∂H
∂r⊥

= 0, et H

ne dépend pas de la dimension transverse. Ainsi, u⊥ = u⊥,0+a = cste. En supposant que les
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électrons sont au repos avant le passage de l’impulsion, la quantité de mouvement trans-

verse est uniquement due au terme pondéromoteur u2
⊥ = a(ξ)2. L’hamiltonien décrivant

le mouvement de l’électron ne dépend pas du temps et il est donc une constante H = H0.

La quantité de mouvement uz de l’électron est alors la solution de l’équation du second

degré suivante :

(H0 +φ(ξ)+βp uz)2 = 1+a(ξ)2 +u2
z (3.41)

dont la solution vaut :

uz = βpγ
2
p (H0 +φ)±γp

√
γ2

p (H0 +φ)2 −γ2
⊥ (3.42)

Les trajectoires des électrons dans l’espace des phases (kpξ,uz) sont représentées sur

la figure 3.4 pour des paramètres correspondant aux paramètres du laser "Salle Noire" :

a0 = 1, τ = 24fs et pour une densité électronique ne = 1019 cm−3. On voit que les électrons

vont avoir un comportement complètement différent en fonction de leur énergie initiale.

La première trajectoire à étudier est celle des électrons au repos avant le passage du la-

ser, dont l’Hamiltonien vaut H0(+∞,0) = 1. La trajectoire de ces électrons est appelée "or-

bite fluide" et est représentée en noir sur la figure 3.4 : ces électrons oscillent et forment

l’onde plasma. Cette trajectoire est ouverte, indiquant que ces électrons ne vont donc pas

suivre l’impulsion laser. Une autre trajectoire remarquable est celle d’un électron qui se-

rait à la position ξmi n telle que φ(ξmi n) = φmi n . Cette position, qui définit la trajectoire

appelée "séparatrice", est intéressante car le champ longitudinal y est nul Ez(ξmi n) = 0.

La quantité de mouvement de l’électron sera donc invariante uz(ξmi n) = βpγp , et son Ha-

miltonien vaut Hsep = 1/γp −φmi n . Cette trajectoire est tracée en rouge, et elle donne les

bornes supérieure et inférieure de la quantité de mouvement initiale pour qu’un électron

soit piégé dans l’onde plasma. Les trajectoires comprises entre l’orbite fluide et la sépara-

trice correspondent aux électrons qui participent à la génération de l’onde plasma. Enfin,

les trajectoires à l’intérieur de la zone définie par la séparatrice correspondent aux orbites

des électrons piégés dans l’onde plasma : leur quantité de mouvement oscille autour de

uz = βpγp en passant alternativement dans la zone accélératrice puis décélératrice de la

cavité.

La figure 3.4 montre que les électrons piégés sur la séparatrice d’Hamiltonien Hsep =

1/γp −φmi n vont pouvoir gagner le maximum d’énergie :

uz,max = βpγ
2
p (Hsep +φmax)+γp

√
γ2

p (Hsep +φmax)2 −γ2
⊥ (3.43)

Pour un plasma sous-dense tel que γp À 1, cette équation peut se simplifier :

uz,max ' 2γ2
p∆φ (3.44)

avec ∆φ = φmax −φmi n . Cette équation nous indique que des ondes plasma rapides

et intenses permettent d’accélérer des électrons à haute énergie.

Cette figure permet également d’introduire la notion de longueur de déphasage, qui

correspond à la distance après laquelle un électron passe de la zone accélératrice à la
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π/2
FIGURE 3.4 – Haut : champ longitudinal associé à l’onde plasma. Bas : orbites des électrons en

fonction de leur quantité de mouvement initiale pour a0 = 1, τ = 24fs et ne = 1019 cm−3.
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zone décélératrice de l’onde plasma. Afin de calculer la longueur d’onde de déphasage, il

est nécessaire de faire certaines hypothèses. D’une part, un électron est accéléré sur une

distance maximale équivalente à λp /2. D’autre part, on considère un électron relativiste,

ayant donc une vitesse constante v ' c. L’électron se propage donc à c alors que la vitesse

de phase de l’onde plasma vaut vp < c, et il est déphasé dans l’onde plasma après un

temps Tdeph défini par :

(c − vp )Tdeph =
λp

2
(3.45)

Ainsi, la longueur de déphasage que l’on définie par Ldeph = Tdephc vaut :

Ldeph =
λp

2(1−βp )
(3.46)

Cette grandeur est importante lorsque l’on souhaite dimensionner un accélérateur

laser-plasma, car elle définit la longueur permettant d’optimiser le transfert d’énergie vers

les électrons accélérés par l’onde plasma.

3.4.2 Etude du seuil d’injection

Nous allons maintenant étudier les conditions sur l’énergie initiale Etr ap des électrons

afin d’être piégés, ce qui consiste à calculer la quantité de mouvement initiale pour at-

teindre l’orbite défini par la séparatrice :

Etr ap = me c2(
√

1+u2
z,sep (+∞)−1) (3.47)

En injectant l’Hamiltonien correspondant à la séparatrice dans la formule 3.42, on

peut directement évaluer l’influence de l’amplitude et de la vitesse de phase des ondes

plasma sur l’énergie minimale nécessaire pour qu’un électron soit piégé. La figure 3.5

indique qu’il est d’autant plus facile de piéger des électrons que les ondes plasma sont

lentes et intenses. Lorsque l’énergie nécessaire aux électrons du plasma pour être piégé

s’approche de Etr ap = 0eV, les électrons qui constituent l’onde plasma sont piégés et accé-

lérés. Il est évidemment impossible que tous les électrons de l’onde plasma soient accélé-

rés. Lorsque la charge électronique est trop importante, les électrons piégés vont écranter

le champ statique associé à l’onde plasma, diminuer son amplitude, et mettre fin à l’ac-

célération. On parle alors de beam loading pour désigner ce phénomène qui empêche

l’accélération d’une charge trop importante [34].

Note : Avec a0 = 1 et dans un plasma de densité ne = 1019 cm−3, le facteur de Lorentz

associé à l’onde plasma vaut γp = 13 et le minimum du potentiel électrostatique vaut

φmi n = −0.25.

La figure 3.5 montre que dans nos conditions expérimentales, les électrons doivent

avoir une énergie minimale Etr ap ∼ 360keV afin d’être piégés. Afin d’estimer l’énergie

maximale des électrons constituant le plasma, on va considérer l’ionisation de la molé-

cule d’azote que l’on a étudiée dans la section 3.1. L’ion N5+ est créé lorsque l’intensité la-

ser atteint IN5+ = 1.5×1016 W/cm2. L’électron ainsi ionisé va alors subir la force de Lorentz
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FIGURE 3.5 – Gauche : Evolution de l’énergie nécessaire aux électrons pour être piégés en fonction

de la vitesse de l’onde plasma. Droite : Evolution de l’énergie nécessaire aux électrons pour être

piéger en fonction du potentiel électrostatique de l’onde plasma.

et gagner une quantité de mouvement maximale donnée par me ve,max = e|E0|
ω0

. On peut

déduire de cette formule la vitesse (non relativiste) d’un électron ainsi ionisé, et ainsi esti-

mer l’énergie maximale des électrons du plasma : Ei oni sati on ∼ 10eV. Ce modèle indique

que les électrons composant le plasma ont une énergie très nettement inférieure à l’éner-

gie requise pour que l’auto-injection des électrons dans le plasma soit possible. De plus,

il est compliqué de focaliser une impulsion laser à λ0 = 800nm sur un waist plus petit que

W0 ' 2µm afin d’augmenter l’intensité des ondes plasma, car cela nécessiterait l’emploi

d’un miroir parabolique de trop grande ouverture.

Comme nous avons une marge de manoeuvre assez limitée pour augmenter l’intensité

des ondes plasma afin de faciliter l’auto-injection des électrons, il serait astucieux de jouer

sur sa vitesse de phase pour accélérer des électrons. Dans la section suivante, nous allons

montrer comment l’injection d’électrons devient possible en générant des ondes plasma

dans un gradient de densité.

3.5 Injection dans un gradient de densité

La fréquence plasma est reliée à la densité électronique via la relation ωp =
√

ne e2

meε0
, et

nous avons vu que les électrons formant l’onde plasma oscillent au cours du temps à la

fréquence plasma. Dans un gradient de densité, la fréquence plasma est donc une fonc-

tion de la position longitudinale z, et par conséquent le vecteur d’onde local associé à

l’onde plasma dépend également de z : kp (z) = c/ωp . L’équation 3.34 décrivant la généra-

tion d’une onde plasma dans le cas faiblement relativiste et dans le cadre de l’approxima-

tion quasi-statique doit donc être modifiée pour prendre en compte cette dépendance en

z : (
∂2

∂ξ2
+k2

p (z)

)
φ = k2

p (z)
〈â2〉

4
(3.48)
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En supposant que le gradient de densité évolue lentement : kp Lg r ad À 1, la solution

de cette équation derrière l’impulsion laser est de la forme :

φ(ξ, z) =φ0(z)sin[kp (z)(z − vg t )] (3.49)

La phase associée à l’onde plasma Φ = kp (z)(z − vg t ) nous permet de calculer la fré-

quence locale ainsi que le vecteur d’onde de l’onde plasma dans un gradient de densité

[8] :

ω = −∂Φ
∂t

= kp (z)vg =ωp (z) (3.50)

k(z, t ) =
∂Φ

∂z
= kp (z)+ ∂kp

∂z
(z − vg t ) (3.51)

On peut donc déduire des 2 formules précédentes la vitesse de phase de l’onde plasma

dans un gradient de densité :

vp (z, t ) =
ω

k
= vg

1

1+ 1
kp

∂kp

∂z
(z − vg t )

(3.52)

Dans un gradient descendant de densité, c’est-à-dire dans le gradient de sortie d’un

jet de gaz, kp (z) ∝ 1/λp (z) diminue avec z, et le terme z−vg t qui correspond à la distance

du gradient par rapport à l’impulsion laser est négatif (derrière l’impulsion laser, lorsque

l’onde plasma est créée). La vitesse de phase de l’onde plasma diminue donc au cours du

temps. Si l’on attend suffisamment longtemps, la vitesse de phase sera assez faible pour

que des électrons soient injectés dans l’onde plasma (cf. figure 3.5). L’inconvénient ma-

jeur de cette méthode d’injection est qu’elle n’est pas contrôlée. D’une part, l’injection se

produit après un temps suffisamment long et on ne sait donc pas précisément où sont les

électrons par rapport à l’impulsion laser. D’autre part, l’injection peut se produire pen-

dant un temps long et dans plusieurs arches de l’onde plasma. Par conséquence, la durée

intrinsèque du faisceau d’électrons accélérés peut être assez longue. Cette méthode d’in-

jection a été mis en place expérimentalement et nous reviendrons sur ces considérations

dans le chapitre suivant.

Nous allons terminer ce chapitre théorique par l’étude de l’auto-injection d’électrons

dans le régime dit de la bulle en se basant sur le modèle phénoménologique proposé par

Lu et publié dans [6, 7].

3.6 Le régime de la bulle

3.6.1 Le régime de la bulle

Le régime de la bulle correspond au cas particulier où une cavité ionique complète-

ment dépourvue d’électrons est générée dans le sillage d’un faisceau excitateur très in-

tense où les électrons sont repoussés par la force pondéromotrice. Il a été observé grâce

aux simulations PIC que la taille de la cavité rb dépend de l’intensité laser, et lorsque leur

48



CHAPITRE 3. THÉORIE DE L’ACCÉLÉRATION LASER-PLASMA

taille transverse vérifie kbrb = 2
p

a0, il se forme une cavité ionique sphérique entourée

d’une couche électronique de forte densité, comme représenté sur la figure 3.6 [35]. Dans

ce cas, l’impulsion est à l’intérieur de la bulle et elle est guidée par les gradients trans-

verses d’indice optique ayant un effet focalisant.

rb
Rb

z-ct

Δ

FIGURE 3.6 – Carte de densité électronique représentant une cavité ionique créée par une impul-

sion laser intense dans le cadre du régime de la bulle. Le rayon local de la cavité vaut rb(ξ), et le

rayon maximal vaut Rb . La bulle est entourée d’une fine couche de densité électronique élevée et

d’épaisseur ∆.

Il est possible de calculer le potentiel électrostatique φ(ξ,r ) à l’intérieur de la bulle en

fonction du rayon rb ainsi que de l’épaisseur∆ de la couche autour de la bulle [6] :

φ(ξ,r ) =
rb(ξ)2

4
(1+∆/rb)− r 2

4
(3.53)

dans la limite ∆¿ rb . Dans le cadre de cette limite, on peut utiliser l’équation relati-

viste du mouvement pour les électrons du plasma soumis au champ laser et au potentiel

donné par 3.53 pour calculer l’équation différentielle décrivant la trajectoire des électrons

formant la couche autour de la bulle [36].

rb

4

d 2rb

dξ2
+ rb

2

(
drb

dξ

)2

+ rb

4

(
1+ 1+â2/2

(1+∆/rbr 2
b /4)2

)
= − dâ2/dr

4+∆/rbr 2
b

(3.54)

où le rayon rb est normalisé par le rayon maximal de la bulle Rb , et ξ est en unité de

kp . Dans le cas d’un faisceau excitateur très intense, le rayon de la bulle vérifie rbkp À 1,

et donc∆/rb ¿ 1. On peut alors calculer le champ électrique longitudinal à l’intérieur de

la bulle à partir des équations 3.53 et 3.54 :

Ez(ξ)

Ep
' kp rb

2

drb

dξ
(3.55)

où Ep est l’amplitude de l’onde plasma dans le régime linéaire. Cette formule montre

qu’il est possible d’avoir des champs accélérateurs extrêmement forts à l’arrière de la
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bulle si la géométrie est adaptée. L’injection transverse des électrons dans ce régime de-

vient possible : la figure 3.7 montre que les électrons proches de l’axe forment la couche

autour de la bulle, et que des électrons initialement hors axe vont pouvoir être piégés puis

accélérés à l’arrière de la bulle.

FIGURE 3.7 – Résultat de simulations PIC provenant de [7] montrant les électrons initialement

hors-axe (en rouge et bleu) circulant autour de la bulle avant d’y être injectés.

Une théorie phénoménologique donnant les conditions favorable à l’accélération laser-

plasma dans le régime de la bulle a alors été établie en se basant sur les résultats des si-

mulations PIC.

3.6.2 Les lois d’échelle

Dans [7], Lu et al. établissent des formules liant les paramètres laser et plasma pour at-

teindre le régime de la bulle. Leur constat est le suivant : l’intensité laser doit être suffisam-

ment élevée pour créer cette pellicule autour de la cavité avec une densité électronique

importante. Toutefois, cet effet est contre-balancé par une considération transverse : la

taille de l’impulsion laser doit être similaire à la taille de la bulle. En effet, si le waist est

trop petit la force pondéromotrice va très fortement repousser les électrons proches de

l’axe, mais les électrons légèrement hors axe seront peu déviés, créant ainsi une couche

très large autour de la cavité ionique. A l’inverse si le waist est trop grand l’intensité la-

ser ne sera pas assez grande pour créer la cavité ionique. Ces considérations peuvent être

écrites sous la forme suivante :

kp R ' kp W0 = 2
p

a0 (3.56)

Pour que ce régime soit stable, il est souhaitable que l’impulsion laser soit guidée sur

une longue distance. Indépendamment de la bulle, les gradients transverses de l’intensité
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laser créent des gradients transverses d’indice optique qui ont pour effet de focaliser l’im-

pulsion. Dans [37], les auteurs montrent que l’impulsion reste guidée sur une distance su-

périeure à la longueur de Rayleigh dès lors que l’effet auto-focalisant compense la défoca-

lisation causée par la diffraction naturelle du faisceau. On parle alors d’auto-focalisation

relativiste dans le plasma, qui permet de guider l’impulsion dès lors que P > Pc = 17ω2
0/ω2

p

[GW]. On peut alors réécrire l’équation 3.56 afin de prendre en compte la condition sur

l’auto-focalisation :

a0 ≥ 2

(
P

Pc

)1/3

(3.57)

La dernière considération à prendre en compte est longitudinale. Deux grandeurs

sont importantes pour l’accélération d’électrons. La première est la longueur de dépletion

Ldep : bien que l’arrière de l’impulsion laser soit guidée par les gradients focalisants de la

bulle, l’avant de l’impulsion transfère de l’énergie au plasma en créant l’onde plasma. Le

laser s’errode au bout de la distance Ldep . La vitesse à laquelle l’avant de l’impulsion s’er-

rode a été calculée [38] : vdepl et i on ' cω2
p /ω2

0. La distance après laquelle l’impulsion est

érodée vaut alors :

Ldepl et i on ' c

vdepl et i on
cτ0 '

ω2
p

ω2
0

cτ0 (3.58)

Ainsi, la partie de l’impulsion qui excite l’onde plasma recule à la vitesse v f r ont = vg −
vdepl et i on . La seconde longueur à prendre en compte pour l’accélération d’électrons est

la longueur de déphasage Ldephasag e , qui correspond à la distance après laquelle des élec-

trons injectés initialement à l’arrière de la bulle sont arrivés à la position pour laquelle le

champ devient décélérateur :

Ldephasag e '
c

c − v f r ont
R ' 2ω2

0

3ω2
p

R (3.59)

Il est souhaitable que les électrons soient accélérés sur au moins Ldephasag e afin qu’ils

gagnent un maximum d’énergie et donc que Ldephasag e < Ldepl et i on . Cette condition im-

plique donc que :

cτ0 > 2R/3 (3.60)

Dans ces conditions, l’impulsion laser est guidée sur une distance supérieure à la lon-

gueur de Rayleigh. Comme l’impulsion s’errode au cours de la propagation, il est néces-

saire que l’intensité soit supérieure au seuil d’auto-focalisation relativiste, afin de garantir

le guidage tout au long de la propagation :

a0 >
(

nc

ne

)(1/5)

(3.61)

Enfin, Lu et al. calculent le champ électrique à l’intérieur de la cavité en supposant une

bulle parfaitement sphérique, et ils peuvent ainsi estimer l’énergie maximale que peuvent

atteindre les électrons injectés :

∆E =
2

3
mc2

(
ω0

ωp

)2

a0 (3.62)

51



CHAPITRE 3. THÉORIE DE L’ACCÉLÉRATION LASER-PLASMA

Ces lois d’échelle sont puissantes, car le système formé par les équations 3.56, 3.61,

3.60 et 3.62 permet d’estimer les paramètres laser et plasma afin d’accélérer des électrons

à une énergie donnée.

3.7 Applications numériques : accélération d’un paquet d’élec-

trons dans le régime de la bulle pour des expériences de

diffraction d’électrons

La tendance principale pour les accélérateurs plasma a longtemps consisté à accélé-

rer des électrons les plus énergétiques possibles. Des électrons ont été accélérés dans le

régime de la bulle jusqu’à plusieurs centaines de MeV dans un premier temps [2, 3, 4], et

même jusqu’à quelques GeV grâce aux laser peta-Watt qui ont été construits au cours des

dernières années [17, 18]. Les lois d’échelle ont ainsi justifié la course aux lasers toujours

plus puissants. En effet, pour accélérer des électrons très énergétiques (au GeV) il faut

que la vitesse de groupe de l’impulsion laser soit élevée pour que les électrons restent

longtemps en phase dans l’onde plasma, et donc que le plasma soit très sous-dense : ne ∼
1018 cm−3. L’impulsion laser doit être assez longue temporellement, τ≥ 40 f s, et focalisée

modérément à W0 ' 20µm. Il est donc nécessaire que l’impulsion laser soit très énergé-

tique EL ∼ 2J pour atteindre le régime d’autofocalisation relativiste P > Pc = 17nc /ne [GW]

dans lequel l’impulsion reste intense sur une distance supérieure à la longueur de Ray-

leigh [37, 39, 40]. Ce type de système laser a été développé grâce à la technique du "Chir-

ped Pulse Amplification" (CPA) dans des cristaux de Titane :Saphire [41].

A l’inverse, certaines applications - la diffraction d’électrons par exemple (cf. chapitre

précédent) - requièrent des faisceaux d’électrons beaucoup moins énergétiques. Pour ac-

célérer des électrons à E ≤ 10MeV, ces lois d’échelle indiquent qu’il faut focaliser une im-

pulsion laser d’énergie EL ∼ 5mJ et de durée τ0 ∼ 5fs sur une taille W0 ∼ 2.5µm dans un

plasma de densité ne ∼ 7×1019 cm−3. La longueur nécessaire pour atteindre cette éner-

gie est très courte : 45µm seulement. De plus, la longueur du paquet d’électrons n’est

qu’une fraction de la longueur d’onde plasma, soit environ λp ∼ 4µm. On peut donc es-

pérer que la durée du paquet d’électrons soit inférieure à τe− ≤ λp /c = 13fs, durée dif-

ficilement envisageable dans les accélérateurs conventionnels. Aucune expérience d’ac-

célération d’électrons à 10MeV dans le régime de la bulle n’a été réalisée à ce jour car

les premiers systèmes laser capables d’atteindre ce niveau de durée et d’énergie n’ont été

démontrés que très récemment [42, 43, 44]. Nous reviendrons plus en détail sur les diffi-

cultés rencontrées pour la génération d’impulsions laser de durée inférieure à 20fs ainsi

que sur les méthodes mises en oeuvre pour y parvenir dans le chapitre 6.

Le système laser que j’ai utilisé lors de ma thèse délivrant des impulsions de durée

τ0 ' 24fs et d’énergie EL ∼ 3−4mJ, il ne nous a pas été permis d’atteindre le régime de
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la bulle. Nous avons toutefois fait des expériences d’accélération d’électrons en utilisant

la méthode de l’injection dans un gradient descendant de densité. Afin d’accélérer des

électrons, il est toutefois nécessaire d’atteindre des intensités relativistes. On peut alors

calculer le waist W0 auquel il faut focaliser ces impulsions afin d’atteindre a0 = 1 :

a0 = 1 ⇒ I0 = 2.15×1018 W/cm2 ⇒ w0 = 2.2µm (3.63)

On voit donc qu’il sera nécessaire de focaliser fortement l’impulsion laser pour atteindre

des intensités relativistes avec le laser de la "Salle Noire", avec pour conséquence une lon-

gueur de Rayleigh de seulement zR = 20µm. Nous allons détailler dans le chapitre suivant

les résultats des expériences que nous avons réalisées au LOA, qui ont notamment per-

mis de mettre en évidence l’importance de la qualité spatiale de l’impulsion laser dans les

accélérateurs laser-plasma.
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Chapitre 4

Expériences d’accélération d’électrons au

LOA

« sf »
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L’activité liée au développement d’une source d’électrons pour des expériences de dif-

fraction résolue en temps n’a commencé au laboratoire que lorsque je suis arrivé. Comme

toutes les expériences d’accélération d’électrons avaient été faites avec le laser de la "Salle

Jaune" et que les électrons atteignaient des énergies de l’ordre de la centaine de MeV [1],

il a fallu construire un nouvel accélérateur pour notre sujet de recherche. Le laser le plus
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adapté pour ce type d’expérience était le laser de la "Salle Noire" qui pouvait fonctionner,

à cette époque, au kHz dans deux régimes différents :

• En régime "impulsions longues" pour une durée τ0 = 26fs et une énergie EL ∼ 800µJ

sur cible.

• En régime "impulsions courtes" pour une durée τ0 = 5fs et une énergie EL ∼ 500µJ

sur cible.

Une collaboration a alors débuté entre notre groupe et le groupe qui gère ce laser, dont

le but était d’unifier nos forces financière et humaine afin d’augmenter l’énergie à 5 mJ

et de réduire la durée des impulsions à 5 fs. Toutefois, les modifications à apporter sur le

système laser pour atteindre ces performances sont conséquentes et prennent donc du

temps. Nous avons alors décidé d’alterner entre des phases de développement laser et

des périodes consacrées aux expériences.

Dans ce chapitre, je présenterai dans un premier temps le système laser ainsi que les

premières améliorations qui ont été apportées. Je présenterai ensuite le travail que j’ai

effectué pendant la première année de ma thèse sur la construction de l’expérience et

sur l’installation d’une enceinte dans laquelle est ajustée la forme temporelle et spatiale

de l’impulsion pour les expériences. Nous terminerons par les résultats des expériences

d’accélération d’électrons que nous avons pu faire avec des impulsions de durée τ0 = 20fs

et d’énergie EL ∼ 3mJ au cours desquelles nous avons étudié :

• l’effet du front d’onde laser dans un accélérateur laser-plasma.

• la stabilité de la source.

• l’accélération d’électrons avec 2 jets de gaz.

4.1 Le système laser "Salle Noire"

Le système laser de la "Salle Noire", représenté schématiquement sur la figure 4.1, est

un assemblage d’éléments commerciaux et d’éléments construits au laboratoire.

Un oscillateur génère à 80 MHz des impulsions d’énergie 2.5 nJ centrées à λ0 = 800nm.

L’architecture pour l’amplification est basée sur la technologie double CPA (Chirped Pulse

Amplification) [2] qui consiste à abaisser l’intensité laser en étirant l’impulsion temporel-

lement, pour ensuite l’amplifier lors de plusieurs passage dans un cristal amplificateur. Le

premier étage d’amplification consiste en un amplificateur Ti :Sa multi-pass, en sortie du-

quel les impulsions ont une durée de 30fs et une énergie de 1.35mJ. La cadence du laser

est abaissée à 1 kHz lors de l’amplification grâce à une cellule de Pockels, puis les impul-

sions sont envoyées dans un module XPW (Cross Polarized Wave generation) qui permet

d’augmenter le contraste des impulsions en réduisant drastiquement le bruit lié à l’émis-

sion spontanée amplifiée (ASE) principalement issue de l’amplificateur [3]. Le contraste

incohérent dans la chaîne laser est de 10−10, ce qui correspond au rapport de l’intensité du

bruit provenant de l’ASE par rapport à l’intensité maximale de l’impulsion. Le contraste

cohérent monte jusqu’à 10−4 à 4ps, c’est-à-dire qu’une pré-impulsion d’intensité 10 000
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FIGURE 4.1 – Schéma du système laser double CPA de la "Salle Noire". Au départ, l’oscillateur est

couplé à un premier étage CPA. Le contraste des impulsions est augmenté grâce à un XPW, puis

elles sont amplifiées dans le second CPA. En fin de chaine, le profil transverse des implusions est

filtré grâce à une fibre creuse.
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fois plus faible arrive avant l’impulsion principale. Cette pré-impulsion n’est pas un pro-

blème pour nos expériences car son intensité sur cible est assez faible : elle ne suffit pas

à ioniser un atome d’Hélium, et elle correspond juste au seuil d’ionisation du premier

électron pour l’Azote.

Pour le deuxième étage d’amplification, l’impulsion est étirée temporellement à 45 ps

dans un milieu dispersif, puis amplifiée lors de plusieurs passages dans un autre cris-

tal de Ti :Sa. Dans notre chaine laser l’impulsion passe successivement dans deux étages

d’amplifications, ce qui permet d’augmenter l’énergie dans l’impulsion à 12mJ en sor-

tie du dernier étage. Un nouveau laser de pompe fournissant une puissance moyenne

de 50W avait été acheté au début de ma thèse. Ces 50 W étaient répartis sur les 2 étages

d’amplifications, et remplaçaient les 18W qui étaient disponibles jusqu’alors avec un an-

cien laser de pompe. Après le dernier étage d’amplification, l’impulsion est envoyée dans

un compresseur de type "GRISM" formé de 4 réseaux en transmission chacun collé à un

prisme, afin de comprimer l’impulsion juqu’à une durée d’environ 200fs. A ce niveau, le

profil transverse de l’intensité laser est assez inhomogène car l’amplification "recopie"

les inhomogénéités du profil d’intensité du laser de pompe. L’impulsion est alors couplée

dans une fibre creuse de longueur 1 m afin de nettoyer le mode transverse. En parallèle de

l’installation du nouveau laser de pompe, j’ai participé à l’installation d’une enceinte sous

vide dans laquelle l’impulsion est comprimée jusqu’à sa durée en limite de transformée

de Fourier τ0 = 20fs. L’impulsion n’est complètement comprimée que lorsqu’elle est sous

vide car une impulsion de plusieurs mJ, de durée 20fs et de diamètre ∼ 1cm subirait des

effets non-linéaires (effet Kerr) lors de la propagation à l’air et dans les hublots pour ren-

trer dans les chambres sous vide qui déformeraient son spectre. Les effets non-linéaires

dégraderaient alors les aspects spatiaux et temporels de l’impulsion.

4.2 Montage expérimental

4.2.1 Installation de l’enceinte de compression

J’ai pu apprendre à manipuler les laser femto-secondes en installant l’enceinte de

compression dans laquelle l’impulsion est mise en forme (voir figure 4.2). Dans un pre-

mier temps ∼ 5% de l’énergie est prélevé sur l’impulsion laser grâce à une lame sépara-

trice afin de créer un faisceau "sonde" qui permettra de faire des mesures de la densité

électronique du plasma, le délai entre les 2 impulsions étant ajusté grâce à une ligne à re-

tard. Les 2 impulsions sont ensuite comprimées temporellement jusqu’à τ0 = 20fs grâce

à des miroirs chirpés, et le diamètre de l’impulsion principale est ajusté grâce à un té-

lescope afin de couvrir la pupille du miroir parabolique de focalisation Φ = 50mm. Une

attention particulière a été apportée aux problèmes d’atténuation des impulsions pour

pouvoir aligner la parabole en sécurité. On utilise généralement des densités neutres qui

vont réduire l’énergie en en absorbant une partie. Dans notre cas, les impulsions sont

énergétiques et à haut taux de répétition. La puissance dissipée dans les densités neutres
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FIGURE 4.2 – Photographie de la "Salle Noire". A droite se trouve l’enceinte de compression dans

laquelle le faisceau est mis en forme, et la chambre expérimentale est à gauche.
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était telle que la surface se déformait car le centre des densités chauffait, ce qui déformait

les impulsions. Nous avons alors mis au point des atténuateurs en réflexion, composés sur

un même bloc motorisé d’une partie "miroir argent réfléchissant" et d’une autre partie en

verre sur laquelle environ 4% de l’impulsion se réfléchit, permettant ainsi d’atténuer ou

non l’impulsion en translatant un moteur. Ce problème, bien qu’il semble anodin, illustre

la difficulté de travailler avec des impulsions de puissance moyenne si élevée. De plus,

l’impossibilité d’utiliser des optiques en transmission ou de travailler à l’air impose une

certaine rigueur.

4.2.2 Construction de la chambre d’interaction

CCD CCD

Interféromètre de Michelson pour
la mesure de la densité plasma

Imagerie de reprise 
de la tache focale

Imagerie du faisceau 
d'électrons

Spectromètre à
électrons

Impulsion sonde
20 fs

Impulsions kHz:
3 mJ, 20fs
W0=2µm
zR=20µm

jet de gaz 
Φ = 100 µm 

CCD

FIGURE 4.3 – Montage installé dans la chambre expérimentale pour l’accélération d’électrons.

J’ai également passé du temps en début de thèse à travailler sur le design et la construc-

tion de l’expérience. Un schéma de l’expérience est représenté sur la figure 4.3 : l’impul-

sion principale est focalisée sur un waist W0 = 2µm grâce à un miroir parabolique d’hors

axe 90◦, de diamètre 50 mm et de focale effective f ′ = 50mm. Un jet de gaz est positionné

dans le plan focal grâce à une monture 3 axes motorisée. Les contraintes sur les platines

de translation sont fortes car la précision sur le positionnement du jet de gaz doit être

meilleure que la longueur de Rayleigh zR ' 20µm. Nous avons alors choisi d’utiliser des

platines de translation dont la précision est inférieure au micromètre. Il est également
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possible d’éclipser le jet de gaz perpendiculairement à l’axe optique afin d’imager la tache

focale grâce à un objectif de microscope (qui n’est pas représenté sur la figure 4.3). Après

l’interaction du laser avec le jet de gaz, il est possible de faire :

• des mesures optiques en recollimatant le laser avec un second miroir parabolique,

et en ré-imageant la tache focale en dehors de l’enceinte d’interaction.

• des mesures sur le faisceau d’électrons accélérés dans le plasma. Afin d’imager la

distribution transverse, l’énergie du faisceau d’électrons est déposée dans un scin-

tillateur en CsI qui émet des photons à 550 nm par phosphorescence. Une fine

couche d’aluminium déposée sur la face avant du scintillateur ainsi qu’un filtre

BG39 positionné avant la caméra permettent de bloquer l’impulsion laser. On me-

sure alors la distribution en énergie en imageant la face arrière du scintillateur sur

une caméra. La durée de vie de la phosphorescence est inférieure à la milli-seconde,

ce qui permet de profiter du taux de répétition élevé du laser. L’énergie du faisceau

d’électrons peut être mesurée en insérant un spectromètre composé de 2 aimants

permanents et dont le principe de fonctionnement est présenté dans [4].

Il est possible de passer d’un type de mesure à l’autre en translatant un plateau depuis

l’extérieur de l’enceinte grâce à une tirette. Enfin, la densité électronique du plasma est

mesurée interférometriquement grâce au faisceau sonde (voir Fig. 4.3). Le jet de gaz que

l’on utilise consiste en un capillaire de petit diamètre au travers duquel s’écoule le gaz.

Nous allons aborder dans la section suivante les résultats de la caractérisation des jets de

gaz que nous avons utilisés.

4.2.3 Caractérisation des jets de gaz et problématique liée au pompage

Le jet de gaz est un élément déterminant pour les expériences d’accélération d’élec-

trons. Nous avons introduit au chapitre précédent la longueur de déphasage, qui corres-

pond à la longueur optimale sur laquelle accélérer les électrons. Pour l’accélération dans

le régime de la bulle avec des impulsions de durée 5 fs et d’énergie 5 mJ, nous avons vu que

la longueur de déphasage vaut seulement zR = 45µm. Toutefois, les paramètres du laser

dont nous disposons ne permettent pas d’atteintre l’auto-focalisation relativiste, néces-

saire pour l’accélération d’électrons dans le régime de la bulle.

Comme nous devons focaliser fortement les impulsions laser pour atteindre des in-

tensités relativistes au foyer du miroir parabolique, la longueur de Rayleigh théorique zR '
20µm est extrêmement courte. Par conséquent, il est nécessaire d’utiliser un jet de gaz de

diamètre similaire à la longueur de Rayleigh, typiquement de l’ordre deΦcapillaire ∼ 100µm

pour éviter que la défocalisation induite par l’ionisation d’un volume trop important de

gaz ne réduise l’intensité laser au foyer [5]. Nous disposons de capillaires de diamètre

50µm, 100µm et 200µm que nous avons caractérisés au laboratoire. Le système de mon-

tage des capillaires est représenté sur la figure 4.4. Ce système a l’avantage de fonctionner

en continu, ce qui permet de profiter du haut taux de répétition du laser et d’accumuler

facilement des données.
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FIGURE 4.4 – Gauche : Schéma du système de fixation du capillaire permettant une utilisation en

continu, et image d’un capillaire de diamètre intérieur 100µm et de diamètre extérieur 140µm

monté dans la chambre d’intéraction (droite).

Nous avons vu dans le chapitre précédent qu’il sera nécessaire d’atteindre une densité

électronique du plasma de ne ∼ 8×1019 cm−3 pour accélérer des électrons dans le régime

de la bulle. Il est important de mesurer la densité atomique en sortie du jet de gaz afin de

connaitre (i) la pression à appliquer au niveau du détendeur pour atteindre cette densité,

et (ii) la quantité de gaz s’écoulant à travers le capillaire afin de dimensionner correcte-

ment le système de pompage. Nous allons nous intéresser dans un premier temps à la

mesure de la densité atomique. Pour cela, on fait passer un faisceau laser à travers le jet

de gaz, et on mesure le déphasage qu’il subit en traversant le gaz. On note z la direction

de propagation du laser, et x l’axe du capillaire. Le déphasage mesuré consiste en la pro-

jection dans le plan (x,y) de la phase accumulée δφ(x, y). On peut retrouver la densité

atomique N(x,r) de l’écoulement, en faisant l’hypothèse d’une symétrie cylindrique au-

tour de l’axe x, grâce à l’inversion d’Abel :

N(x,r ) = A
∫ +∞

r

∂δφ(x,y)

∂y√
y2 − r 2

dy (4.1)

où A est une constante qui dépend de l’espèce atomique. On fait généralement les me-

sures de densité atomique avec de l’Argon car son indice optique dans le visible est élevé

pour un gaz : nAr = 1.000281 dans les conditions normales de température et de pression.

La principale difficulté consiste à mesurer le déphasage : le déphasage accumulé lors de

la propagation à travers L = 100µm d’Argon vaut seulement δφ = 2π
λ (nAr −1)L ' 0.2rad à

λ = 800nm et pour 1 bar d’Ar. Heureusement, nous avons pu utiliser un senseur de front

d’onde : le SID4 de la société Phasics, qui atteint une résolution en phase de l’ordre de la

dizaine de milli-radians [6, 7].
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J’ai utilisé le programme Neutrino, développé en partie au LOA par Alessandro Flacco,

afin de faire le calcul de la densité atomique à partir des interférogrammes. Les cartes

de densité mesurées pour les 3 capillaires de diamètres Φ =200, 100 et 50µm sont repré-

sentées sur les figures 4.5 (a)-(c) pour des pressions au niveau du détendeur de 20, 30 et

60 bars respectivement. Nous avons vérifié que la densité atomique évolue linéairement

avec la pression. Il est alors plus commode de faire la mesure en appliquant une pression

élevée au niveau du détendeur afin d’avoir un bon rapport signal sur bruit, pour ensuite

estimer la densité à une pression plus faible. On voit que la densité atomique diminue

fortement au-delà d’une hauteur d’environ Φ/2 ce qui implique de focaliser l’impulsion

laser près du capillaire, et que le profil transverse proche de la sortie du capillaire a une

longueur caractéristique correspondant à Φ.
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FIGURE 4.5 – Mesure de la densité atomique a) pour une pression de 20 bars dans le capillaire de

200µm, b) pour une pression de 30 bars dans le capillaire de 100µm, et c) pour une pression de

60 bars dans le capillaire de 50µm. Ces mesures ont été faites en utilisant de l’Argon et l’échelle de

couleur représente la densité atomique mesurée en m−3. d) Comparaison des profils transverses

mesurés avec les 3 capillaires à une hauteur de 40µm au dessus du capillaire.

On représente sur la figure 4.5 (d) le profil transverse de la densité atomique nor-

malisée 40µm au dessus du capillaire. Les gradients pour les capillaires de 50 et 100µm

sont assez similaires, le profil étant seulement plus large pour le capillaire de 100µm. Par

contre les gradients sont moins forts avec le capillaire de 200µm. Comme nous allons
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focaliser le laser dans le gradient de sortie du jet de gaz, le profil créé par le capillaire

Φ = 200µm n’est pas adapté car les gradients ne sont pas assez forts et le jet est trop long

par rapport à la longueur de Rayleigh. Nous avons choisi de commencer l’expérience avec

le capillaire de 100µm plutôt que celui de 50µm car on peut focaliser le laser un peu plus

loin du capillaire, diminuant ainsi les risques d’endommagements.

Les gradients du jet de gaz sont également importants si l’on souhaite focaliser le la-

ser au centre du jet, où la densité est plus importante. Dans ce cas, il est important que la

longueur du gradient soit courte devant la longueur de Rayleigh du laser Lg < zR, afin que

l’impulsion ne soit pas affectée par l’ionisation lorsqu’elle se focalise. Pour l’accélération

dans le régime de la bulle, on souhaite avoir un plateau de densité et des gradients raides

en entrée et sortie du jet de gaz. Ce type de profil est obtenu avec des buses dont l’écoule-

ment est supersonique, qui peuvent être produites pour de grands diamètres φ≥ 500µm

et qui ont largement été utilisées pour les expériences d’accélération dans le régime de

la bulle. Mais nous devons nous tourner vers des méthodes de perçage non convention-

nelles pour les petits diamètres qui nous intéressent, et nous n’avons pas pu utiliser ce

type de jet de gaz pour nos expériences.

Nous avons fait ces mesures en utilisant de l’Argon dont l’indice optique est assez fort,

mais nous allons utiliser pour les expériences de l’azote car une molécule d’azote libère 10

électrons à ces intensités laser, et il faut donc une densité atomique plus faible comparée

à l’Argon (8 électrons) ou à l’Helium (2 électrons) pour atteindre la même densité électro-

nique. En effet, il faut dimensionner le système de pompage pour évacuer le gaz que l’on

injecte en continu dans l’enceinte. Si la pression résiduelle est trop élevée, les effets de

l’ionisation autour du foyer de l’impulsion laser altèrent la tache focale : (i) le waist sera

plus grand et donc l’intensité plus faible, et (ii) la défocalisation induite par l’ionisation

déplace longitudinalement le plan focal. Aussi, il est important que l’impulsion laser ne

soit pas déformée par la dispersion ni par des effets non-linéaires dus au gaz résiduel lors

de la propagation jusqu’au capillaire. Le critère que nous avons retenu pour quantifier ces

déformations est le suivant : l’intégrale B accumulée lors des 10 m environ de propagation

dans les enceintes "sous-vide" doit être négligeable :

B =
2π

λ0

∫
n2I(z)dz ¿ 1rad (4.2)

où n2 est l’indice non-linéaire du gaz à la pression considérée, et I est l’intensité laser.

Lorsque ce critère est validé, le déphasage non-linéaire entre les différentes longueurs

d’onde de l’impulsion est suffisament faible pour qu’elle ne soit pas déformée par les ef-

fets non-linéaires d’ordre 2. L’indice non-linéaire vaut n2 = 2.3×10−7 cm2/TW dans 1 bar

d’azote, et il évolue linéairement avec la pression [8]. L’impulsion ayant une taille trans-

verse W0 ' 1cm avant le miroir parabolique, l’intensité laser vaut I ' 88GW/cm2. Après

10 m de propagation dans 1 bar d’azote, l’intégrale B vaut donc B ' 1.6rad.

Pour que notre critère B ¿ 1rad soit valide, nous allons dimensionner le système de pom-

page afin de garantir que la pression dans les enceintes reste inférieure à 10−3 mbar.

Nous avons alors calculé le taux de fuite à travers un capillaire de 50µm, 100µm ou
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200µm pour nous aider à définir la pompe turbomoléculaire à installer sur l’enceinte. Le

calcul détaillé en annexe A montre la dépendance du débit massique m̂ avec la pression

P∗ que l’on applique au niveau du détendeur et le diamètre Φ du capillaire :

m̂[kg/s] =

√
γ

R

P∗
p

T0

(
2

γ+1

) γ+1
2(γ−1)

πΦ2 (4.3)

où γ = 1.406 est le facteur d’adiabaticité pour l’azote, R = R0/M est la constante spéci-

fique pour l’azote avec R0 la constante universelle des gaz parfaits, M la masse molaire

de l’azote, et T0 la température. Comme il est compliqué de prédire théoriquement le

profil optimal pour injecter les électrons dans le gradient de sortie du jet de gaz, nous al-

lons dimensionner le système de pompage pour l’accélération dans le régime de la bulle :

on souhaite atteindre une densité électronique de ne = 8×1019 cm−3. En supposant que

l’écoulement soit le même pour l’Argon et pour l’Azote, on peut voir sur la figure 4.5 (b)

que l’on atteint nat ∼ 8 × 1019 cm−3 avec une pression de 30 bar au niveau du déten-

deur. Comme une molécule d’azote libère 10 électrons lorsqu’elle est ionisée 5 fois par

le champ laser, une pression de 3 bar permettrait donc d’atteindre la densité électronique

voulue. Le tableau 4.1 ci-dessous indique les valeurs des débits ainsi que du taux de fuite

T f [mbarL/s] = m̂RT0 :

Atome P (bar) Débit massique (kg/s) Débit volumique (mL/s) T f (mbarL/s)

N2 3 5.4×10−6 14.6 4.8

TABLEAU 4.1 – Calcul des débits et du taux de fuite pour atteindre nat ∼ 8× 1018 cm−3 avec un

capillaire de diamètre 100µm.

La capacité de pompage d’une pompe turbomoléculaire à évacuer une fuite est don-

née en L/s. Il faudrait alors une pompe ayant un débit de pompage minimum de 4.8mbarL/s
10−3 mbar

=

4800L/s pour atteindre une pression résiduelle inférieure à 10−3 mbar dans l’enceinte, en

supposant que le dégazage des composants dans l’enceinte soit négligeable par rapport

à la fuite due au jet de gaz. Des pompes aussi grosses sont particulièrement chères, nous

avons acheté deux pompes turbomoléculaires ayant un débit de pompage de 1600 L/s.

Nous avons fait nos expériences en utilisant qu’une seule pompe sur l’enceinte d’inter-

action, la seconde pompait alors l’enceinte de compression. Nous allons nous intéresser

dans la suite de ce chapitre aux expériences d’accélération d’électrons que nous avons

faites en "Salle Noire" avec un capillaire de diamètre 100µm.
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4.3 Résultats expérimentaux : étude de l’accélération laser-

plasma avec le laser de la "Salle Noire"

4.3.1 Objectif de l’expérience

Lorsque nous avons commencé cette expérience, nos collègues de l’université du Mi-

chigan avaient déjà publié un article (en collaboration avec le LOA) montrant qu’il est pos-

sible d’accélérer des électrons d’énergie 100keV dans un gradient descendant [9]. Cette

expérience avait été réalisée avec un laser à 500 Hz dont la puissance est similaire à celle

du laser de la "Salle Noire". Bien que la distribution transverse du faisceau d’électrons soit

assez diffuse, ils ont mis en évidence qu’il est possible de la "contrôler" grâce à un miroir

déformable placé avant le miroir parabolique. Ils ont ainsi montré que le front d’onde la-

ser avait un effet sur le processus d’accélération [9, 10] sans véritablement donner d’expli-

cations physiques. Le besoin de comprendre et de modéliser l’effet du front d’onde était

encore présent car les simulations numériques dans ce régime avec des impulsions laser

de profil gaussien ne permettaient pas de reproduire les distributions transverses obser-

vées expérimentalement. L’objectif de l’expérience que nous avons réalisée était de com-

prendre le mécanisme d’injection et d’accélération des électrons dans ce régime, ainsi

que de mettre en évidence l’effet du front d’onde laser sur l’accélération.

4.3.2 Résultats expérimentaux sur l’accélération d’électrons
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FIGURE 4.6 – Tache focale expérimentale, dont la largeur totale à mi-hauteur vaut W0 = 2.2µm.

Le montage expérimental est représenté sur la figure 4.3. La durée de l’impulsion laser

mesurée au Wizzler [11] est de τ0 = 22fs FWHM et l’énergie sur cible vaut EL ' 2.5−3mJ,

ce qui permet d’atteindre au foyer du miroir parabolique une intensité d’environ IL '
(2.5−3)×1018 W/cm2. La densité électronique du plasma créé par l’impulsion laser a été
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mesurée interférométriquement, et le profil de densité le long de l’axe optique en vert

sur la figure 4.8 (a) montre que la densité pic atteint 3× 1019cm−3. La figure 4.6 repré-

sente la distribution transverse du faisceau laser au foyer mesurée expérimentalement.

La largeur totale à mi-hauteur de la tache focale vaut W0 = 2.2µm. A partir de cette image,

nous avons calculé que 70% de l’énergie est contenue dans la région où l’intensité est su-

périeure à Imax/e2. Pour comparaison, l’énergie contenue dans un waist pour une gaus-

sienne 2D parfaite vaut 86%. La tache focale est donc de bonne qualité, et peu d’énergie

est perdue dans les pieds.

Laser

FIGURE 4.7 – a) Interférogramme représentant le déphasage dû au plasma. On voit en haut l’ombre

du capillaire b) Carte du déphasage accumulé à travers le plasma c) Carte de la densité électro-

nique du plasma. Ces mesures ont été faites dans de l’azote.

La figure 4.7 (a) représente un interférogramme mesuré lors de l’expérience, sur le-

quel on peut voir l’ombre du capillaire ainsi que le plasma créé par le laser. Le laser se

propage de gauche à droite, et on peut voir que le plan focal est dans le gradient de sor-

tie du jet. Il est beaucoup plus aisé de mesurer interférométriquement le déphasage in-

duit par le plasma plutôt que celui induit par le jet de gaz non ionisé, car la différence

d’indice optique par rapport au vide est plus forte. En effet, la différence d’indice par

rapport à l’indice du vide vaut δηAr = 2× 10−4 pour 0.6 bar d’Argon, alors que pour un

plasma de densité ne = 2×1019 cm−3 (ce que l’on obtiendrait avec 0.6 bar d’Argon) on a

δηpl asma = 1− ω2
p

2ω2
0

= 6×10−3. Le panel (b) représente la carte de phase calculée à partir de

l’interférogramme précédent. On peut alors mesurer la densité électronique du plasma

grâce à une inversion d’Abel, en supposant une symétrie cylindrique par rapport à l’axe

optique défini par l’axe de propagation du laser. On représente sur la figure 4.7 (c) la carte

de densité électronique du plasma.

Nous avons mesuré l’évolution de la charge électronique accélérée en fonction de la

position longitudinale du capillaire, représentée par la courbe bleue sur la figure 4.8 (a),

et on observe que des électrons ne sont accélérés que lorsque le laser est focalisé dans

le gradient de sortie du jet de gaz. La charge est très sensible à la position du plan focal

dans le gradient, et la charge maximale est de l’ordre de 20fC par tir ce qui correspond à

125 000 électrons arrivant sur le scintillateur. On calcule la charge à partir de l’image du

scintillateur sur la caméra grâce aux fonctions de transfert de chaque élément du système

de détection, depuis le nombre de photo-électrons générés par le scintillateur qui a été
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FIGURE 4.8 – Résultats expérimentaux. a) profil de la densité électronique mesuré en vert et charge

du faisceau électronique accéléré par tir en fonction de la position du plan focal en bleu. b) Charge

par tir en fonction de ωp (z)τ, ou ωp (z) est calculé à partir de la densité électronique dans le plan

focal. La courbe verte correspond à l’amplitude théorique ∆φ des ondes plasma. Les barres d’er-

reur horizontales correspondent à une incertitude de ±20µm sur la position du plan focal. c), d)

et e) correspondent à des profils typiques du faisceau d’électrons mesurés un jour différent et in-

tégrés sur 500 à 1000 tirs.
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calibré, jusqu’à l’efficacité quantique du capteur CCD de la caméra.

Afin de valider que les électrons sont bien accélérés par les ondes plasma et non par

un autre mécanisme, comme directement par le champ laser [12, 13], nous avons résolu

l’équation 3.38 pour la génération d’onde plasma non linéaire 1D avec nos paramètres

laser en injectant dans les paramètres kp , βp et γp la valeur de la densité électronique au

foyer mesurée sur le profil de la figure 4.8 (a). La figure 4.8 (b) montre qu’il y a une forte

corrélation entre l’amplitude des ondes plasma (en vert) et la charge accélérée, c’est-à-

dire que les électrons sont accélérés lorsque le laser est focalisé :

• à la densité électronique pour laquelle la condition de résonance pour les ondes

plasma est vérifiée.

• dans le gradient descendant du jet de gaz, ce qui facilite l’injection des électrons (cf.

section 3.5).

Des profils typiques des distributions électroniques transverses obtenues lors de 3

jours différents sont représentés sur les figures 4.8 (c)-(e). On peut voir que les faisceaux

d’électrons présentent des structures complexes : points chauds, structures verticales,

trous ... stables au cours de la journée, et que ces structures diffèrent d’un jour à l’autre.

Pour mesurer expérimentalement la distribution en énergie du faisceau d’électrons,

on place un pinhole en plomb de diamètre 500µm afin de réduire à 2 mrad la divergence

du faisceau. Les électrons sont ensuite déviés par 2 aimants permanents dont le profil

du champ magnétique a été mesuré au laboratoire grâce à une sonde de Hall, et vaut au

maximum 20 mT.

On représente sur la figure 4.9 les différentes étapes de la mesure de la distribution

en énergie. Dans un premier temps, on mesure la position du faisceau sur le scintillateur

lorsque les aimants sont retirés (figure de gauche). Lorsqu’on met en place les aimants,

on voit que les électrons sont déviés par le champ magnétique. En connaissant la distance

entre les aimants et le scintillateur, et en connaissant le champ magnétique généré par les

aimants, on peut alors calculer la position théorique des électrons par rapport à la posi-

tion sans aimants en fonction de leur énergie. L’énergie des électrons est alors calculée

par une déconvolution de l’image du faisceau dévié par la position théorique, en tenant

compte de la sensibilité du scintillateur avec l’énergie des électrons. La distribution en

énergie des électrons est représentée en bleu sur la figure de droite, et elle est comparée

à la distribution obtenue pour une simulation PIC faites avec les paramètres expérimen-

taux. On peut voir que la simulation reproduit très bien l’énergie des électrons, la coupure

basse étant causée par le scintillateur dont la sensibilité chute drastiquement en dessous

de 50keV.

4.3.3 Etude du mécanisme d’injection grâce aux simulations PIC

Le mécanisme d’injection dans le gradient de densité que nous avions étudié théori-

quement au chapitre 3 est parfaitement reproduit dans les simulations PIC. On représente

sur la figure 4.10 la densité électronique dans le gradient de sortie à différents instants
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FIGURE 4.9 – Mesure de la distribution en énergie du faisceau d’électrons. A gauche : la position

des électrons sur le scintillateur lorsque les aimants sont retirés représente l’axe du faisceau. Au

milieu : le faisceau est dévié par les aimants. A droite : La distribution en énergie mesurée en bleu

est très similaire à celle obtenue dans les simulations PIC dans les mêmes conditions (rouge poin-

tillé).

pour une simulation PIC faites avec les paramètres laser expérimentaux et avec le profil

du jet de gaz provenant de la figure 4.8 (a). La figure 4.10 représente en haut à gauche la

densité électronique à l’instant où le laser quitte le jet de gaz. La figure de droite repré-

sente la densité électronique dans la même région 110fs plus tard : on voit que la période

de l’onde plasma diminue au cours du temps comme attendu par la théorie. La période

continue à diminuer au cours du temps comme le montre les 2 figures du bas, et les si-

mulations montrent que l’injection des électrons commence 220 fs après le passage de

l’impulsion laser dans le gradient de sortie. Les électrons sont donc injectés loin derrière

l’impulsion laser, et ils n’interagissent jamais avec elle.

On représente sur la figure 4.11 la densité électronique lorsque l’injection débute dans

l’espace (x,z) sur le panel (a), ainsi que l’énergie des électrons en fonction de leur position

dans le gradient au même instant. On voit que plusieurs paquets d’électrons quittent le

jet de gaz : les simulations montrent que l’injection se fait dans plusieurs arches de l’onde

plasma, et que le paquet d’électrons a une durée totale d’environ 60 fs lorsque l’injection

se termine.

Le mécanisme d’accélération est bien compris grâce aux simulations, mais il reste en-

core à comprendre pourquoi la distribution transverse varie autant d’un jour à l’autre,

comme illustré sur les figures 4.8 (c)-(e). Pour le comprendre, on va s’intéresser à la pro-

pagation du laser autour du foyer.
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FIGURE 4.10 – Cartes de la densité électronique dans le gradient de sortie à différents instants

provenant d’une simulation PIC faites avec des paramètres laser et plasma expérimentaux.
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électrons dans l’onde plasma commence. b) Energie des électrons en fonction de leur position

longitudinale au même instant.

4.3.4 Propagation du laser et mesure du front d’onde

Lorsqu’on alignait le miroir parabolique au quotidien, il était frappant de voir à quel

point la distribution transverse de l’intensité laser était différente de jour en jour dans le

champ intermédiaire, alors que la tache focale restait similaire avec un waist W0 ' 2µm.

Cela est représenté sur la figure 4.12 : la répartition de l’énergie dans le champ intermé-

diaire varie beaucoup d’un jour à l’autre alors que le miroir parabolique était aligné cor-

rectement, et la distribution du faisceau d’électrons est également très différente d’un

jour à l’autre. Il apparait également que la distribution de l’intensité laser dans le champ

intermédiaire ne suit pas une loi de distribution gaussienne. On souhaitait donc modé-

liser les inhomogénéités transverses de l’impulsion laser afin de les prendre en compte

dans les simulations numériques avec le code PIC Calder-Circ [14], et ainsi étudier leur ef-

fet sur l’accélération d’électrons. Ce code quasi-3D basé sur les coordonnées cylindriques

(r,z) et sur une décomposition en série de Fourier dans la direction poloïdale nécessite de

modéliser le champ laser sous la forme EL(r,θ, z, t ). On va pouvoir prendre en compte les

déformations du front d’onde laser en modifiant l’équation 3.11 :

E(r,θ, z, t ) =
√

I0,mesur é
w0

w(z)
exp

(
−i k0

r 2

2R(z)

)
exp

(
−2ln2

(z − ct )2

c2τ2
0

)
exp

(
i (k0z −ω0t +φ(r,θ, z))

)
ux

(4.4)

On modélise l’impulsion laser par une impulsion dont la distribution temporelle est
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FIGURE 4.12 – Distribution transverse de l’intensité laser mesurée 2 jours différents au foyer et

dans le champ intermédiaire à z = ±40µm autour du foyer. A droite sont représentés des profils

typiques des faisceaux d’électrons accélérés avec le profil laser correspondant.

gaussienne, le profil d’intensité au foyer est donné par le profil expérimental, et dont les

distorsions du front d’onde apparaissent à travers le terme de phase φ(r,θ, z). Avec cette

représentation, la connaissance du front d’onde φ0(r,θ, z = 0) au foyer permet de calcu-

ler le champ laser en tout point de l’espace simplement en propageant numériquement

l’impulsion.

Le front d’onde laser expérimental a été retrouvé grâce à un algorithme basé sur l’al-

gorithme de Gercheberg-Saxton [15], qui permet de retrouver le front d’onde à partir de la

distribution en intensité dans 2 plans différents. Le principe de cet algorithme itératif dé-

veloppé au LOA par Agustin Lifschitz est présenté sur la figure 4.13. On ajoute à l’intensité

mesurée dans le premier plan la phase théorique qu’aurait le faisceau s’il était gaussien.

Dans notre cas, la phase serait plate au foyer de la parabole (images de gauche). On cal-

cule ensuite l’intégrale de propagation sur une distance L connue, donnant l’amplitude et

la phase dans le second plan dans lequel on a fait une mesure du profil de l’intensité. La

propagation numérique repose sur le principe de la décomposition en onde plane, que

l’on détaille au chapitre 6. On garde ensuite la phase calculée à laquelle on ajoute l’inten-

sité provenant de la mesure dans le second plan, et on calcule une nouvelle fois l’intégrale

de propagation pour revenir dans le plan initial. Gerchberg et Saxton ont montré qu’après

plusieurs itérations, la phase converge vers la valeur "réelle" du front d’onde.

La figure 4.14 valide cet algorithme pour la mesure du front d’onde laser. Les 3 profils

du haut correspondent au profil d’intensité en z = −2zR à gauche, au foyer au milieu et en

z = +2zR à droite. On voit que les profils mesurés sont très proches des profils retrouvés re-

présentés en dessous. Les 3 profils du bas montrent le résultat de la propagation pour une

impulsion dont la distribution d’intensité au foyer correspond à la distribution mesurée,
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Propagation

Propagation

FIGURE 4.13 – Schéma de principe de l’algorithme itératif de Gerchberg-Saxton permettant de

retrouver la phase laser à partir des profils d’intensité mesurés dans 2 plans : à gauche au foyer et

à droite après 40µm de propagation.

mais dont le front d’onde dans le plan focal est plat. Avec la phase plate, l’intensité dans

le champ intermédiaire est élevée et le profil reste très symétrique, ce qui ne correspond

pas aux données expérimentales.

L’algorithme de Gerchberg-Saxton ayant permis de calculer le front d’onde laser, nous

sommes maintenant en mesure de réaliser des simulations numériques permettant d’étu-

dier l’effet du front d’onde dans les expériences d’accélération d’électrons.

4.3.5 Effet du front d’onde dans un accélérateur laser-plasma

L’énergie et la durée de l’impulsion laser dans les simulations PIC correspondent aux

valeurs expérimentales, l’intensité au foyer atteignant IL = 3 × 1018 W/cm2. Le laser est

focalisé dans le gradient de sortie d’un jet d’azote dont le profil correspond à celui de

la figure 4.8 lorsque les atomes sont ionisées jusqu’à N5+ selon le modèle ADK (Ammo-

sov–Delone–Krainov) [16, 17]. Les effets non-relativistes comme l’effet Kerr ne sont pas

pris en compte dans la simulation car le seuil d’ionisation pour le premier électron IN+ =

1.7×1014 W/cm2 reste très faible par rapport à l’intensité laser, même à l’entrée du jet de

gaz où l’intensité est plus faible. Ainsi, ce sont toujours les pieds de l’impulsion qui vont

interagir avec le gaz non ionisé.

La figure 4.15 représente les résultats de 3 simulations qui diffèrent du fait du champ

laser implémenté, et on va s’intéresser à l’effet du champ transverse de l’onde plasma

E⊥ =
√

E2
x +E2

y sur la distribution du faisceau d’électrons. La simulation incluant le front

d’onde laser retrouvé, Fig. 4.15 (a), montre que le champ transverse dans l’onde plasma

est très asymétrique et que la distribution du faisceau d’électrons est complexe et simi-

laire aux distributions expérimentales, avec des points chauds et des régions avec peu

d’électrons. La simulation avec la même tache focale mais un front d’onde plan 4.15 (b)
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FIGURE 4.14 – Panel du haut : images expérimentales de l’intensité laser en z = −2zR, z = 0 et

z = 2zR. Panel du milieu : distribution de l’intensité laser reconstruite grâce à l’algorithme de

Gerchberg-Saxton appliqué aux images expérimentales. Panel du bas : intensité laser reconstruite

à partir de la distribution et foyer et avec une phase plate.
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FIGURE 4.15 – Résultats de simulations PIC faites avec différents profils laser : a) tache focale et

front d’onde expérimentaux, b) tache focale expérimentale mais front d’onde plan, c) gaussienne

parfaite. Colonne de gauche : Intensité et front d’onde au foyer. Colonne du milieu : coupe du

champ transverse dans l’onde plasma E⊥/Ep à t = 0.6ps et pour z=28µm. Colonne de droite :

Distribution transverse du faisceau d’électrons loin du jet de gaz.
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montre que le champ transverse est beaucoup plus symétrique, et par conséquent la dis-

tribution d’électrons est assez bien collimatée. Dans le cas d’une impulsion laser parfai-

tement gaussienne 4.15 (c), le champ transverse est parfaitement symétrique et la distri-

bution d’électrons très bien collimatée. Les 3 simulations donnent des charges électro-

niques de ∼ 40fC environ, mais la forme de la distribution transverse est profondément

différente. Dans le cas du front d’onde plan, le faisceau d’électrons a un angle solide de di-

vergence ≤ 0.05sr qui est très faible comparé à la simulation avec le front d’onde retrouvé,

pour laquelle la divergence du faisceau est de ∼ 0.6sr. Ces simulations indiquent que les

champs transverses agissent comment des optiques focalisantes ou défocalisantes pour

les électrons, produisant ainsi les distributions complexes que l’on observe expérimenta-

lement. Ces résultats montrent également qu’il est possible d’améliorer significativement

la qualité du faisceau d’électrons en controlant les inhomogénéités transverses de l’im-

pulsion laser sur la longueur d’accélération, i.e. sur quelques longueurs de Rayleigh.

4.3.6 Stabilité de la source
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FIGURE 4.16 – Etude de la stabilité de la source.

Nous allons maintenant nous intéresser à la stabilité de cette source d’électrons. Pour

cela, nous avons réalisé 102 acquisitions consécutives de la distribution électronique dans

les mêmes conditions, chacune étant moyennée sur 600 tirs laser (0.6 s). Lorsque nous

avions fait ces mesures, nous avions enlevé la fibre creuse en sortie de la chaine laser.

Nous avions alors plus d’énergie, E ∼ 4mJ sur cible, mais le front d’onde était davantage

aberrant. En effet, le nombre d’électrons mesuré par acquisition est représenté sur la fi-
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gure 4.16 : la charge par tir est d’environ 1 fC seulement contre 20 fC pour les mesures pré-

cédentes, et cette différence s’explique probablement par les aberrations du front d’onde

laser.

A partir des 102 acquisitions intégrées sur t0 = 0.6s, nous avons calculé la variance

d’Allan de cette série, qui consiste à calculer la variance de la distribution pour des durées

d’intégration multiples de t0. Il est alors possible de quantifier la stabilité de la source à

différentes échelles de temps. L’écart-type d’Allan normalisé par le nombre moyen d’élec-

trons est représenté sur la figure 4.16. Il est intéressant de voir que la stabilité en charge de

la source passe d’environ 14% lorsqu’on intègre la distribution électronique sur t0 = 0.6s

à 5% en intégrant sur 50t0 = 30s. On voit aussi que l’écart-type d’Allan diminue lorsqu’on

augmente le temps d’intégration, ce qui traduit la stabilité de la source laser à ces échelles

de temps.

Pour comparaison, nous avons utilisé en 2012 et 2013 la source laser-plasma du Cen-

ter for Ultrafast Optical Science (CUOS) au Michigan pour une expérience de diffraction

d’électrons. Cette source accélère des électrons dans le même régime, et nous avions es-

timé la stabilité en charge de la source à 14% rms tir à tir, et ces fluctuations chutaient

à 8% rms en intégrant sur 10 tirs [18]. On peut probablement imputer la moins bonne

stabilité de notre source à l’absence de la fibre creuse, sans laquelle on observait que la

distribution en intensité du laser "bougeait" légèrement au cours du temps. L’accélération

d’électrons étant un processus fortement non-linéaire, de légères fluctuations de l’inten-

sité laser causent de fortes fluctuations sur le paquet d’électrons accélérés.

4.3.7 Expériences d’accélération d’électrons avec 2 jets de gaz

Enfin, nous allons présenter les résultats d’une expérience dont l’objectif était de "ré-

accélérer" les électrons dans un second jet de gaz. Une expérience similaire a été réalisée

dès 2005, lors de laquelle des électrons ont été accélérés dans un premier jet de gaz à

2 MeV par une impulsion laser de 2 TW, puis jusqu’à 20 MeV grâce à une seconde impul-

sion laser de 10 TW qui générait une onde plasma dans un deuxième jet de gaz positionné

juste derrière le premier [19]. Comme nous ne disposons pas d’une seconde impulsion

assez intense pour générer une onde plasma avec le laser de la Salle Noire, nous avons

installé un second jet de gaz juste après le premier dans lequel la même impulsion laser

va exciter une onde plasma.

La figure 4.17 (a) représente la géométrie de focalisation que nous avons mise en place

pour cette expérience. Le montage expérimental est le même que précédemment, nous

avons simplement ajouté un second jet de gaz de diamètre 200µm après le plan focal la-

ser. Les électrons accélérés dans le gradient de sortie du premier jet de gaz Φ1 = 100µm,

pourront alors être accélérés davantage dans l’onde plasma générée dans le second jet

Φ2 = 200µm. Nous avons optimisé dans un premier temps la position et la densité élec-

tronique au niveau du premier jet de gaz afin de maximiser la charge injectée. La distri-

bution transverse mesurée pour une densité pic ne ' 2.5×1019 cm−3 est représentée sur
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φ1=100µm

φ2=200µm

Impulsions kHz :
4 mJ, 25 fs

Jet 1 : Jets 1 & 2 :

a

b c

FIGURE 4.17 – a) Installation du second jet de gaz de diamètre φ2 = 200µm après le premier capil-

laire de diamètreφ1 = 100µm. b) Distribution électronique transverse mesurée avec le premier jet

de gaz (Azote) uniquement. c) Distribution électronique transverse mesurée avec les 2 jets de gaz

(Azote).
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la figure 4.17 (b), et la charge accélérée vaut Q1 = 1.2fC/tir. Nous avons ensuite optimisé

la position et la densité au niveau du second jet de gaz afin de maximiser à nouveau la

charge électronique.
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FIGURE 4.18 – Interférogramme et carte de la densité électronique mesurée avec les 2 jets de gaz.

On ne peut voir que l’ombre du capillaire sur l’interférogramme (en haut), le second jet de dia-

mètre Φ2 = 200µm étant trop loin par rapport à l’axe de propagation du laser.

La figure 4.18 représente l’interférogramme mesurée lorsqu’on alimente les 2 jets de

gaz, ainsi que la carte de densité électronique mesurée à partir de l’interférogramme. On

voit nettement 2 plasmas distincts de part et d’autre du plan focal. Les électrons sont ac-

célérés dans le gradient de sortie du premier plasma, à droite sur la figure, puis ils sont

accélérés à nouveau dans le second plasma à gauche. La distribution transverse mesurée

dans cette nouvelle configuration est représentée sur la figure 4.17 (c), et la charge élec-

tronique détectée au niveau du scintillateur vaut Q2 = 2.2fC. De plus, nous ne détectons

aucun électron si on alimente uniquement le second jet de gaz. On peut alors supposer

que la charge électronique mesurée augmente dans le second jet de gaz car on accélère

davantages d’électrons à une énergie supérieure à la limite de détection du scintillateur

qui vaut 50 keV.
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FIGURE 4.19 – Distribution en énergie des électrons accélérés dans le premier jet de gaz unique-

ment (bleu), et dans les 2 jets de gaz (rouge).
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Nous avons mesuré l’énergie des électrons afin de valider qu’ils sont accélérés à plus

haute énergie dans le second jet de gaz. Les spectres obtenus sont présentés sur la figure

4.19 : l’énergie maximale des électrons passe de 75 keV environ avec uniquement le pre-

mier jet de gaz, à 125 keV avec les deux jets.

Ces résultats, bien que préliminaires, sont encourageants pour la suite car ils peuvent

être améliorés : les deux jets de gaz divergent trop ce qui rend très difficile de contrôler

le profil global du jet. Il serait donc particulièrement intéressant de savoir contrôler le

profil du jet de gaz afin de découpler la partie injection de l’accélération des électrons. Un

profil adapté serait formé d’un pic de densité dans lequel les électrons seraient injectés,

suivi d’un plateau de densité de longueur comparable à la longueur de Rayleigh du laser.

Nous sommes en train d’étudier la possibilité d’usiner des jets de gaz de diamètre φ <
100µm dont l’écoulement serait supersonique, ce qui permettrait de séparer l’injection

de l’accélération des électrons.

4.4 Conclusion et perspectives

Les expériences que nous avons réalisées ont permis de mettre en évidence l’effet

du front d’onde dans les accélérateurs laser-plasma à haut taux de répétition. Ces tra-

vaux montrent l’importance d’utiliser des distributions laser réelles dans les simulations

afin de reproduire quantitativement les résultats expérimentaux. De plus, ces expériences

nous ont permis d’identifier les éléments qu’il faudrait améliorer pour les expériences à

venir. En effet, nous envisageons maintenant d’installer un miroir déformable avant le

miroir parabolique afin de contrôler le front d’onde laser. Ce composant serait d’autant

plus intéressant que, au kHz, il est possible d’optimiser en temps réel la tache focale la-

ser ou même directement la charge électronique avec un algorithme génétique [10]. De

plus, il serait intéressant d’étendre l’étude du front d’onde laser à l’accélération d’élec-

trons dans le régime de la bulle. En effet, les inhomogénéités de l’impulsion laser dans le

champ intermédiaire peuvent affecter l’accélération d’électrons dès lors que la puissance

contenue dans des "points chauds" serait suffisante pour que des sous-parties de l’im-

pulsion s’auto-focalisent indépendamment. Cette hypothèse pourrait être étudiée grâce

à la méthode que nous avons établie permettant de prendre en compte les aberrations du

front d’onde dans des simulations PIC [20].

Enfin, les résultats préliminaires sur l’accélération avec 2 jets de gaz ont mis en évi-

dence l’importance de contrôler le profil du jet de gaz. Avec des systèmes laser plus éner-

gétiques, pour lesquelles l’accélération a lieu sur une échelle millimétrique, une amélio-

ration significative de la qualité du faisceau d’électrons a été apportée en séparant l’in-

jection de l’accélération [19, 21, 22, 23, 24]. Il serait donc intéressant d’appliquer ces mé-

thodes pour des distances d’accélération inférieures à la centaine de micromètres, mais

il reste à fournir un effort pour arriver à contrôler le profil de densité provenant de jets

d’aussi petites tailles.
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Premières expériences de diffraction
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La thématique de recherche de nos collègues du Center for Ultrafast Optical Science

(CUOS) à l’Université du Michigan est assez proche de la nôtre, et pour cette raison nous

avons mis en place une collaboration entre les 2 groupes. Ils disposent d’une source d’élec-

trons à 100 keV provenant d’un accélérateur laser-plasma fonctionnant dans un régime

identique à celui que nous avons décrit dans le chapitre précédent [1]. Nous aborderons

dans ce chapitre les résultats de 2 expériences réalisées au Michigan. La première expé-

rience a permis de montrer que la qualité d’une telle source d’électrons est suffisante pour
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les expériences de diffraction d’électrons statique. Il s’agissait d’une preuve de principe

qui a validé l’emploi de ce type de source. Nous avons ensuite réalisé une seconde expé-

rience, plus ambitieuse, afin d’explorer les possibilités d’utiliser la source pour des expé-

riences de diffraction d’électrons résolue en temps.

5.1 Montage expérimental et caractérisation du faisceau d’élec-

trons

Le système laser du Michigan, appelé λ3, délivre à 500 Hz des impulsions d’énergie

EL ' 7−8mJ sur cible, et de durée τ = 35fs. Les impulsions de longueur d’onde centrale

λ0 = 800nm sont focalisées sur un waist W0 = 2.5µm avec une parabole hors-axe d’ouver-

ture f/2 dans un jet de gaz similaire à celui décrit dans le chapitre précédent. La densité

électronique du plasma, ne ' 1019 cm−3 dans les expériences, a été mesurée interféromé-

triquement.

Un miroir déformable est implémenté sur ce système laser, ce qui leur a permis de dé-

montrer expérimentalement que le front d’onde laser a un effet sur l’accélération d’élec-

trons [2]. Un miroir déformable est un miroir dont la surface peut être légèrement défor-

mée par une batterie d’actuateurs placés sur la face arrière. L’optimisation avec un miroir

déformable se fait grâce à un algorithme génétique : dans un premier temps il faut dé-

finir un signal que l’on souhaite optimiser. Il peut s’agir de l’intensité laser, du nombre

de comptes sur la caméra, etc ... On définit ensuite un critère pour donner une note au

signal, de sorte que la note soit d’autant plus élevée que le signal est optimisé. On teste

ensuite un ensemble de positions sur les actuateurs, appelé une génération, et on associe

à chaque configuration (à chaque individu de la génération) une note. Pour chaque indi-

vidu, on définit un gène comme une position d’un actuateur. On ne garde ensuite que les

meilleurs individus de cette génération, qu’on appelle des parents. On construit alors une

nouvelle génération constituée des parents ainsi que des enfants, dont chacun des gènes

provient d’un des parents. Ce type d’algorithme permet d’explorer un grand nombre de

configurations possibles pour les actuateurs, et ainsi de converger vers la meilleure confi-

guration (ou du moins vers un maximum local).

Dans [1], He et al. montrent les différentes étapes de l’optimisation du faisceau d’élec-

trons au Michigan, voir figure 5.1. La figure (a) représente la distribution transverse du

faisceau d’électrons lorsque le miroir est dans la configuration "miroir plan". On recon-

nait des structures complexes similaires à celles que nous avons mesurées dans le cha-

pitre précédent. L’intensité laser a été optimisée au foyer de la parabole, en optimisant le

signal doublé par un cristal de barium borate (BBO). On voit alors sur la figure (b) que 3

points chauds assez bien collimatés apparaissent sur le faisceau d’électrons. Lorsque l’al-

gorithme génétique est lancé pour optimiser directement le signal électronique, on voit

(figure (c)) que les électrons forment un faisceau intense dans une direction bien définie.
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Cette optimisation de la charge électronique est très intéressante, car il est important que

la charge soit suffisament élevée pour mesurer les images de diffraction dans un temps

raisonnable.

FIGURE 5.1 – Distributions transverses du faisceau électronique obtenues pour différentes confi-

gurations du miroir déformable, provenant de [1]. a) Miroir plan (intégrée sur 500 tirs). b) Op-

timisation de l’intensité laser au foyer (intégrée sur 500 tirs). c) Optimisation de la charge de la

distribution électronique (intégrée sur 100 tirs).

La source d’électrons est représentée schématiquement sur la figure 5.2 pour les dif-

férentes mesures que nous avons réalisées. A l’aide du solénoïde, il est possible de focali-

ser le faisceau d’électrons sur le scintillateur, voir la figure 5.2 (a). Le panel (b) montre le

dispositif permettant de mesurer l’énergie du faisceau d’électrons. Un trou de diamètre

500 µm est positionné à l’entrée de la lentille magnétique afin de réduire la divergence du

faisceau, et ainsi d’améliorer la résolution du spectromètre constitué de 2 aimants per-

manents. Ce trou permet également de filtrer l’impulsion laser qui accélère les électrons

et ainsi d’éviter de brûler l’échantillon. L’axe de ces composants a été aligné de telle sorte

que le faisceau d’électrons optimisé (figure 5.1 (c)) passe à travers le trou.

Le faisceau d’électrons ainsi filtré est représenté sur la figure 5.3 (a) lorsque la len-

tille magnétique n’est pas alimentée, et sur le panel (b) lorsqu’on applique un courant

pour focaliser le faisceau sur le scintillateur. Une coupe de la distribution transverse fo-

calisée est représentée sur la figure 5.3 (c), et la largeur à mi-hauteur du faisceau est de

D = 280µm. Les mesures de l’énergie du faisceau d’électrons focalisé ou non sont repor-

tées sur la figure 5.3 (d). La courbe verte correspond à la distribution en énergie norma-

lisée du faisceau non focalisé, et la courbe bleue à l’énergie du faisceau focalisé. On voit

que le faisceau non focalisé est piqué vers 65 keV alors que, lorsque la lentille magnétique

est allumée, la distribution est piquée autour de 95 keV. En effet, la lentille magnétique est

un élément chromatique qui ne permet de focaliser qu’une seule tranche d’énergie sur le

scintillateur. Comme la sensibilité du scintillateur augmente avec l’énergie dans la région

50-100 keV (fréquence de coupure de 50 keV), on a tendance à focaliser les plus hautes

énergies lorsqu’on optimise le nombre de comptes détectés sur la caméra en jouant sur

le courant dans la lentille. Les barres d’erreurs correspondent à la résolution du spectro-

mètre, qui est d’autant plus faible que l’énergie des électrons est élevée car les électrons
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a) Mesure de la 
distribution transverse

c) Diffraction d'électrons

Solénoïde

Jet d'Argon

Echantillon 
mince

Pinhole Φ=500 µm

Laser 500 Hz:
E=7.4 mJ
τ=35 fs
W0=2.5 µm

Spectromètre

b) Mesure de la 
distribution en énergie

FIGURE 5.2 – Schéma du dispositif expérimental permettant de : a) Mesurer la distribution trans-

verse du faisceau d’électrons au foyer du solénoïde, b) mesurer l’énergie des électrons, et c) faire

des expériences de diffraction d’électrons (statique).
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très énergétiques sont peu déviés par les aimants permanents.

FIGURE 5.3 – Distribution transverse du faisceau d’électrons filtré par le pinhole lorsque le solé-

noïde est éteint (a) et lorsqu’il est allumé (b). c) En rouge : coupe de la distribution transverse du

faisceau focalisé par le solénoïde, en bleu pointillé le résultat d’un fit réalisé avec le code GPT. d)

Spectres électroniques lorsque le solénoïde est éteint (vert) et lorsqu’il est allumé (bleu). Le spectre

bleu pointillé représente le spectre modélisé avec le code GPT lorsque le faisceau est focalisé par

le solénoïde. La résolution en énergie du spectromètre est indiquée par les barres en haut.

La propagation du faisceau d’électrons à travers tous les éléments à été modélisée

avec le code "general particle tracer" (GPT), qui permet de simuler le transport de fais-

ceaux d’électrons en tenant compte de champs magnétiques externes, éventuellement

de la charge d’espace du faisceau d’électrons, etc [3]... A partir de l’énergie du faisceau

d’électrons, sa divergence depuis le jet de gaz jusqu’au trou de filtrage placé avant la len-

tille magnétique ainsi que du champ magnétique engendré par la lentille, ce code per-

met d’estimer la taille transverse du faisceau au niveau du plasma qui reproduit au mieux

la distribution transverse mesurée sur le scintillateur (figures 5.3 (b)-(c)). La distribution

du faisceau peut être reproduite par le code GPT à partir d’une distribution transverse

initiale gaussienne de rayon rms σr = 15µm, ce qui donne une émittance transverse de

εN = 2×10−2 mm.mrad. Le profil provenant des simulations représenté sur la figure 5.3 (c)

en bleu pointillé reproduit très bien la mesure. La distribution en énergie au foyer de la

lentille magnétique, représentée en bleu pointillé sur la figure 5.3 (d) est également très

bien reproduite.

Des mesures de charge et de stabilité ont permis d’estimer les caractéristiques sui-

vantes pour la source focalisée :

• Energie centrale : E = 95 keV ; dispersion en énergie : δE/E = 7.5%.
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• Charge : 3×104 electrons/paquet ≡ 4.5fC/paquet (intégrée sur 2σr ms).

• Fluctuations de la charge : 14% rms tir à tir, 8% rms lorsque les images sont inté-

grées sur 10 tirs.

• Stabilité de pointé du faisceau : < 400µrad.

• Emittance transverse normalisée : εN = 2×10−2 mm.mrad (calculée à partir du rayon

σr = 15µm retrouvée par le code GPT).

• Longueur de cohérence transverse : L⊥ = ~D/mcεN = 5nm.

Les propriétés de la source, notamment sa longueur de cohérence transverse élevée et

sa stabilité semblent être suffisamment bonnes pour des expériences de diffraction.

5.2 Preuve de principe : première expérience de diffraction

d’électrons statique avec un accélérateur laser-plasma

La première expérience de diffraction que nous avons réalisée avec cette source a

montré qu’il est possible de mettre en évidence des anneaux de diffraction sur un échan-

tillon polycristallin d’Aluminium d’épaisseur 10 nm. Dans un second temps, nous avons

montré que les figures de diffraction obtenues avec cette source sur un échantillon d’or

monocristallin peuvent être d’une qualité similaire à celles obtenues avec une source

conventionnelle. Je n’ai personnellement participé qu’à l’expérience de diffraction sur

l’or. La diffraction sur l’Aluminium, dont la struture cristalline est cubique à face centrée,

n’est possible que sur les plans dont les indices de Miller h, k et l ont la même parité. Le

paramètre de maille vaut a0 = 4.04Å, et la figure de diffraction attendue comporte alors

des pics de diffraction lorsque la condition de Bragg est validée :

sinθB =
λ
p

h2 +k2 + l 2

2a0
(5.1)

La formule 5.1 ainsi que la règle de parité évoquée précédemment nous indiquent

que les angles de diffraction les plus faibles seront sur les plans d’indice de Miller (111),

puis sur les plans (200) et ensuite (220)... De plus, l’échantillon étant polycristallin il y a

un grand nombre de sous-domaines, localement cristallins, qui vont produire un pic de

diffraction à l’angle de Bragg θB. Ces sous-domaines étant orientés aléatoirement, leur

contribution globale se moyenne en un anneau de diffraction. La figure 5.4 montre 2

images de diffraction intégrées sur quelques dizaines de secondes, sur lesquelles on peut

voir les anneaux de diffraction correspondant à la diffraction sur les différents plans. On

ne peut pas voir la diffraction sur les plans d’ordres élevés d’une part car le facteur de

forme atomique est d’autant plus faible que le vecteur diffraction∆K est grand (voir cha-

pitre 2), mais aussi car nous avons ajusté l’angle θB pour optimiser la diffraction sur les

ordres faibles.

La figure de gauche montre la sensibilité de l’alignement pour ce type d’expériences.

On voit que les anneaux de diffraction sont visibles seulement sur la partie droite de
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FIGURE 5.4 – Figures de diffraction en statique sur un échantillon polycristallin d’épaisseur 10 nm

d’Aluminium.

l’image de diffraction. Cela était dû à un mauvais alignement du solénoïde qui provo-

quait un chirp spatial sur le faisceau d’électrons, dont l’effet était d’autant plus fort que la

dispersion en énergie dans le faisceau est assez importante [4]. La figure de droite montre

qu’une image de diffraction symétrique peut être obtenue lorsque le solénoïde est aligné

précisément. Notons que ces 2 images de diffraction n’ont pas été prises le même jour, et

que la dispersion en énergie était un peu plus grande lorsque l’image de droite a été me-

surée. Lorsque la dispersion en énergie est plus importante, il y a une large collection de

longueurs d’onde qui diffractent toutes à des angles légèrement différents, ce qui élargit

les anneaux de diffraction.

Source laser-plasma à 95 keV "Electron gun" à 50 keV (LOA)

(200)

(220)

(400)

(440)

(420)
(220)

(200)

(400)

(420)

(440)

FIGURE 5.5 – Images de diffraction mesurées sur un échantillon d’or monocristallin avec la source

laser-plasma à 95 keV à gauche, et avec une source conventionnelle composée d’une photoca-

thode et d’un champ statique de 50 kV à droite. Le temps d’intégration pour ces images était de

l’ordre de la seconde.

Pour accroître le rapport signal-sur-bruit, des échantillons monocristallins sont bien

mieux adaptés car le signal se concentre en des pics et non pas en anneaux. Nous avons

alors réalisé une expérience de diffraction sur un échantillon d’or monocristallin d’épais-
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seur 20 nm. Le cristal présente donc une direction particulière selon laquelle il a été dé-

coupé, et donc pour laquelle la diffraction est impossible. Ainsi, l’échantillon étant orienté

[001], la diffraction n’est possible que sur des plans dont l’indice de Miller l=0. La struc-

ture cristalline de l’or étant également cubique à faces centrées (a0 = 4.08Å), nous allons

pouvoir observer les pics de diffraction sur les plans d’indice (200), (220), (400), (440), ...

Des raisons évidentes de symétries rendent possibles la diffraction sur les plans pour les-

quels les indices h et k sont négatifs et/ou permutés. La figure 5.5 montre à gauche l’image

de diffraction que nous avons mesurée avec la source laser-plasma, sur laquelle on peut

voir autant d’ordres de diffraction qu’avec un canon à électron à 50 keV dont l’émittance

transverse est aussi de 5 nm (figure de droite). La qualité de la figure de diffraction me-

surée avec la source laser-plasma est très encourageante pour de futures expériences de

diffraction résolue en temps.

Toutefois, on remarque que chaque pic de diffraction avec la source laser-plasma est

étiré le long de l’axe passant par le pic et l’ordre 0. Il s’agit là d’un effet de la dispersion

en énergie de la source. En effet, le spectre représenté sur la figure 5.3 s’étale pied à pied

de ∼ 55keV à ∼ 105keV, et donc les longueurs d’onde dans le faisceau d’électrons vont

de λmi n = 3.6pm à λmax = 5.1pm. La distance entre l’échantillon et le scintillateur étant

d’environ D=220 mm, la formule 5.1 nous permet d’estimer que la largeur du pic de Bragg

(200) sur le scintillateur due à l’écart entre ces longueurs d’onde vaut∆L(200) =∆λD/a0 '
0.8mm, ce qui correspond assez bien au résultat expérimental. Ainsi, au sein d’un pic

de Bragg, les basses longueurs d’onde sont proches de l’ordre 0 et les longueurs d’onde

élevées plus loin de l’ordre 0. Nous verrons par la suite comment cette propriété peut être

utilisée à notre avantage pour une expérience de diffraction résolue en temps.

Il est intéressant de noter que nous avons pu capturer un changement de structure

lors de la campagne d’expérience sur l’échantillon d’or monocristallin. Lorsque nous ali-

gnions le solénoïde, une partie de l’impulsion laser qui accélère les électrons s’était ac-

cidentellement réfléchie sur l’échantillon qui a partiellement fondu. Les 2 images de dif-

fraction représentées sur la figure 5.6 représentent le passage de la structure monocristal-

line à gauche à polycristalline sur la figure de droite. Cet accident se révèle être encoura-

geant pour tenter une expérience de diffraction d’électrons résolue en temps avec cette

source.

Pour conclure, nous nous sommes attelés à montrer que les sources laser-plasma four-

nissent des images de diffraction de bonne qualité, mais il faut encore regler le problème

de la résolution temporelle de cette source. En effet, bien que les simulations numériques

présentées au chapitre précédent indiquent que le paquet d’électrons à une durée d’en-

viron τ0 = 60fs dans le plasma, la large dispersion en énergie provoque une élongation

de la durée totale du paquet. On peut estimer la durée du paquet après une distance d

de propagation avec la formule suivante, valable pour des électrons non-relativistes de

dispersion en énergie δE/E :
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Or 
Monocrisallin

Observation d'un 
changement de la
structure cristalline
causé par le laser

FIGURE 5.6 – Observation d’un changement de la structure cristalline (non résolue en temps). A

gauche : image de diffraction obtenue sur l’or monocristallin pendant que nous alignions le solé-

noïde. A droite : nous avons accidentellement fondu l’échantillon avec le laser. On voit clairement

que l’aspect monocristallin est moins bien défini et que des anneaux de diffraction apparaissent à

la place des pics de Bragg.

τz=d =
d

2vz

δE

E
(5.2)

où vz est la vitesse des électrons le long de l’axe z de propagation. Ainsi, la durée du

paquet au niveau de l’échantillon vaut environ τéch = 200ps. A titre de comparaison, le

canon à électrons permet d’accélérer des électrons à 50 keV avec une dispersion en éner-

gie de δE/E ∼ 10−4 − 10−5, permettant d’atteindre une durée au niveau de l’échantillon

d’environ 300 fs.

5.3 Principe de l’expérience de diffraction résolue en temps

5.3.1 Montage permettant d’améliorer la résolution temporelle

La dispersion importante de la source limite l’intéret de cette source pour les expé-

riences pompe-sonde en régime stroboscopique, mais des techniques permettant de pro-

fiter de la dispersion pour améliorer la résolution temporelle ont été proposées[5, 6].

L’élongation de la durée étant causée par la dispersion en énergie, le faisceau d’électrons

présente une forte corrélation temps - énergie au niveau de l’échantillon : les hautes éner-

gies sont à l’avant et les basses énergies à l’arrière du paquet. La durée non-corrélée du

paquet créé par la source étant très petite par rapport à la durée au niveau de l’échantillon

τ0 = 60fs ¿ τéch = 200ps, on peut considérer que le faisceau présente un chirp linéaire pur

lorsqu’il diffracte sur l’échantillon. Par conséquent, la résolution temporelle est conte-

nue le long des pics des Bragg : les hautes énergies sont diffractées aux angles faibles, et

les faibles énergies diffractent aux angles forts. Ainsi, la corrélation temps - énergie est

convertie en une corrélation angle - temps le long d’un pic de Bragg.

Afin d’améliorer la résolution temporelle sur un pic de Bragg, il est possible de sélec-

tionner le pic avec une fente par exemple, puis de l’étirer davantage avec des aimants

permanents, comme représenté sur la figure 5.7. Cette méthode permet en théorie d’en-

registrer les 200 ps de dynamique sur un pic de Bragg sur une seule image de diffraction, et

d’ajuster la résolution temporelle en étirant plus ou moins les pics de Bragg. En pratique
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ordre 0(220) (220)

Pics non défléchis :

Après spectromètre :

t

t
FIGURE 5.7 – Principe du montage pour améliorer la résolution temporelle : en haut, on sélec-

tionne l’ordre 0 et 2 pics (220) grâce à une fente placée entre l’échantillon et le scintillateur. En

bas, on représente les pics étirés par le spectromètre, ce qui permet de les étirer davantage et ainsi

d’améliorer la résolution temporelle le long des pics.

nous serons limités par la charge contenue dans le paquet d’électrons et il sera nécessaire

de moyenner l’image sur un grand nombre de tirs pour améliorer le rapport signal-sur-

bruit.

Pour mesurer une dynamique le plus simplement possible, le choix de l’échantillon

sur lequel nous allons faire l’expérience de diffraction résolue en temps est crucial.

5.3.2 Echantillon retenu pour l’expérience

Dans [7], Harb et al. étudient un échantillon monocristallin de Silicium d’épaisseur

33nm avec un canon à électrons à 55 keV. Ces chercheurs ont mis en évidence une dy-

namique ultra-rapide qui serait intéressante à étudier avec notre source. Afin d’exciter

le cristal, il faut que les photons de l’impulsion pompe puissent être absorbés par les

atomes de Si. On représente sur la figure 5.8 la structure de bande du silicium, qui est

un semi-conducteur à gap indirect. Le gap indirect est de 1.1eV et le gap direct d’envi-

ron 3eV. La longueur d’onde de l’impulsion pompe doit alors être inférieure à 400nm

pour qu’un électron de la bande de valence puisse passer dans la bande de conduction

(cette transition est représentée par les flèches vertes sur la figure 5.8). En une centaine

de femtosecondes, les électrons et les trous se thermalisent à une température supérieure

à la température du réseau. Les électrons (trous) de la bande de conduction (valence) re-

laxent ensuite vers les vallées de la bande de conduction (valence), au point X sur la figure

5.8. Cette relaxation, dont la durée est de l’ordre de la picoseconde, se fait par émission

de phonons et donc chauffage du réseau. Ainsi, la température des électrons et des trous
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FIGURE 5.8 – Diagramme de bande du Silicium, qui est un semi-conducteur à gap indirect. Pour

exciter un électron de la bande de valence vers la bande de conduction, il faut un photon de lon-

gueur d’onde inférieure à 400nm (flèches vertes). Les électrons et trous créés se désexcitent vers

les minima des bandes de conduction et de valance en émettant un phonon (flèches poitillées

bleues).
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diminue alors que celle du réseau augmente. La relaxation des électrons et des trous est

représentée par les flèches bleues pointillées sur la figure 5.8. Enfin, la recombinaison

Auger des électrons et des trous permet au cristal de revenir à l’équilibre, qui est atteint

lorsque la température des électrons est égale à celle du réseau.

spot. Second, changes in intensity are accompanied b
lations. Third, the four symmetric ◌͑220◌͒diffraction sp
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FIGURE 5.9 – A gauche : figure de diffraction sur un échantillon monocristallin de Si d’épaisseur

33 nm. A droite : Evolution de l’intensité des pics de Bragg (220) en fonction du délai entre l’im-

pulsion pompe à 400 nm et le faisceau d’électrons sonde à 55 keV. Ces 2 images provenant de [7]

montrent le signal que l’on souhaite mesurer avec la source laser-plasma.

Ainsi, Harb et al. observent que l’intensité des pics de Bragg varie brutalement lors-

qu’on excite l’échantillon avec une impulsion laser à 400 nm. Cette variation s’accom-

pagne par des oscillations de l’intensité probablement causées par l’excitation de pho-

nons cohérents dans le cristal. La figure 5.9 montre à gauche la figure de diffraction qu’ils

ont mesurée, et à droite l’évolution de l’intensité des 4 pics de Bragg (220) en fonction du

délai entre la pompe et le faisceau sonde. Il faut plus de 100ps pour que l’intensité des

pics de Bragg revienne à sa valeur initiale, le temps nécessaire pour que la recombinaison

Auger se produise est donc assez long.

Ce signal est intéressant pour notre expérience pompe-sonde car plusieurs effets ont

lieu à différentes échelles de temps. Lorsque l’impulsion pompe arrive sur l’échantillon,

elle provoque une variation de l’intensité de type fonction de Heaviside qui dure environ

1 ns. Nous avons donc un signal "lent" à mesurer et dont le temps de montée peut nous

apporter des informations sur la résolution temporelle. Ensuite, l’intensité de certains

pics oscille avec une période de 7 ps, ce qui consitue un signal "rapide" qui prouvera, si

nous arrivons à le mesurer, que notre source a une résolution inférieure à 7/2 = 3.5 ps.

Nous avons alors pris contact avec le groupe de l’Université du Wisconsin qui avait

produit l’échantillon étudié par Harb et al., et ils ont accepté de faire de nouveaux échan-

tillons pour notre expérience de diffraction.

Des photos des échantillons sont présentées sur la figure 5.10. Nos collègues du Wis-

consin ont réussi à synthétiser des couches de Si d’épaisseur 30 nm et de largeur 350µm,
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FIGURE 5.10 – A gauche : image au TEM de l’échantillon, montrant une grille de pas 350µm sur

laquelle sont synthétisées des couches de 30 nm de Si. A droite : Photo de l’échantillon dans sa

monture, dans l’enceinte expérimentale.

qui sont bien adaptées à la taille du faisceau après le trou de filtrage au niveau du so-

lénoïde qui est d’environ 300µm. En effet, il est important que le faisceau soit diffracté

par un seul échantillon sans que le voisin participe à la diffraction, principalement pour

s’assurer que la zone qui diffracte a été excitée par l’impulsion pompe. On peut voir sur la

figure 5.10 de gauche que certains échantillons sont très plats alors que d’autres sont légè-

rement froissés, il faudra donc s’assurer que les électrons soient diffractés par un échan-

tillon de bonne qualité. La figure de droite montre la grille placée dans l’enceinte expéri-

mentale, sur laquelle il y a beaucoup d’échantillons de bonne qualité.

5.3.3 Montage expérimental

Nous sommes ainsi retournés au Michigan dans le cadre de cette expérience de dif-

fraction résolue en temps. L’installation pour la partie accélération d’électrons est la même

que celle décrite précédemment, mais nous avons dû modifier la seconde impulsion la-

ser afin de pouvoir à la fois mesurer interférométriquement la densité électronique du

plasma et pomper l’échantillon à 400 nm. Un schéma détaillé de l’expérience est repré-

senté sur la figure 5.11.

Nous avons installé dans l’enceinte d’interaction un cristal doubleur (BBO) pour chan-

ger la longueur d’onde de l’impulsion pompe de 800 nm à 400 nm. Elle est ensuite sépa-

rée avec une pellicule de sorte qu’une partie puisse sonder transversalement le plasma

pour la mesure de la densité, tandis que l’autre partie permet de pomper l’échantillon de

Si. Nous avons mesuré que l’énergie par impulsion arrivant sur l’échantillon est environ

Epompe ∼ 30µJ. La fluence de la sonde, exprimée en mJ/cm2, permet de caractériser l’état

d’excitation du cristal. L’indice optique du cristal à 400nm vaut nSi (λ = 400nm) = 5.59, et

donc le coefficient de Fresnel à chacune des faces du cristal R = |nSi .cosθ−1.cosθ
nSi cosθ+1.cosθ |2 = 0.485

(avec θ = 20◦ l’angle entre l’échantillon et la pompe). Il est alors possible de calculer la
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FIGURE 5.11 – Montage expériental mis en place à l’université du Michigan. Schéma fourni par

Zhaohan He.

fluence effectivement absorbée par le cristal grâce au coefficient d’absorption linéique

αSi (λ = 400nm) = 9.52×104 cm−1 :

Fabs = Fincident(1−R)(1−e−αL)(1+Re−αL) (5.3)

où Fincident est la fluence au niveau du cristal. Notons que nous ne prenons en compte

que les contributions de la partie transmise à la première interface et de la première ré-

flexion sur la seconde interface pour le calcul de Fabs. Les réflexions suivantes sont suffi-

sament faibles pour qu’on les néglige. La fluence absorbée de l’impulsion pompe dans [7]

est environ 2 mJ/cm2, nous avons alors adapté la taille du faisceau sur l’échantillon avec

une lentille pour atteindre une fluence similaire. Dans notre expérience, la fluence absor-

bée était d’environ Fabs = 1.3mJ/cm2. On peut alors calculer la densité d’électrons excités

vers la bande de conduction. La densité volumique de photons absorbée vaut Fabs/Lhν,

avec L l’épaisseur de l’échantillon, h la constante de Planck et ν et fréquence laser de l’im-

pulsion pompe. Pour le Silicium, 4 électrons par atome sont dans la bande de valence, et

donc la densité d’électrons dans la bande de valence vaut nval = 4×nat = 2× 1023 cm−3

(avec nat = 5×1022 cm−3 la densité atomique du Si). La fraction η d’électrons excités de-

puis la bande de valence vers la bande de conduction vaut alors :

η =
Fabs

Lhν

1

nval
(5.4)

Pour cet échantillon d’épaisseur L = 30nm, on calcule η = 0.44%, et la densité d’élec-

trons dans la bande de conduction vaut donc η×nval = 8.7×1020 cm−3. Pour comparai-

son, selon la statistique de Fermi-Dirac à une température T = 300K, la densité électro-
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nique dans la bande de conduction pour le Silicium non dopé vaut ni = 1.6×1010 cm−3.

L’échantillon est donc fortement excité.

Nous avons calculé que la durée du faisceau pompe sur l’échantillon est augmentée de

τ0 = 35fs à τpompe = 160fs à cause de la dispersion accumulée dans toutes les optiques en

transmission. La durée de la pompe est acceptable car les phénomènes que l’on souhaite

mesurer ont lieu sur des échelles de temps plus de 10 fois plus longues.

Enfin, une ligne à retard sur le faisceau pompe permet de contrôler le délai au niveau

de l’échantillon entre l’impulsion pompe et le faisceau d’électrons sonde. La course de la

ligne à retard est de ∼ 25mm, ce qui permet de varier le délai d’environ 160 ps.

5.4 Résultats et analyse de la stabilité de la source

5.4.1 Stabilité de la source d’électrons
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FIGURE 5.12 – Stablité de la charge lors de 1600 acquisitions de la distribution transverse, de 300

tirs chacune.

La figure 5.12 représente une étude de la stabilité de la charge contenue dans les pa-

quets d’électrons, qui repose sur 1600 acquisitions de 300 tirs chacune, la durée totale de

la mesure étant alors de 40 minutes. On peut voir que l’écart-type d’Allan diminue lors-

qu’on intègre sur une durée maximale de 40 secondes (20 000 tirs) environ, mais que la

stabilité de la source est moins bonne lorsqu’on intègre le signal électronique sur de plus

longues durées. En effet, le laser se désaligne légèrement au cours du temps, et le nombre

d’électrons accélérés par tir chute d’un facteur 10 environ après 40 minutes.
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FIGURE 5.13 – Stablité de la charge contenue dans le pic de Bragg (220) au cours de 1000 acquisi-

tions de 600ms (300 tirs) chacune. L’analyse de la stabilité qui est représentée repose uniquement

sur la série sans excitation par l’impulsion pompe.
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Nous allons maintenant nous intéresser à la stabilité des pics de diffraction sur l’échan-

tillon Silicium. La figure 5.13 représente en haut le nombre de comptes contenus dans le

pic de diffraction (220) pour 1000 mesures intégrées sur 300 tirs, réalisées sans excitation

par l’impulsion pompe. On peut voir sur la figure du bas que la stabilité de la source pour

différents temps d’intégration lors de cette mesure est nettement meilleure que pour les

mesures présentées sur la figure 5.12, qui ont été effectuées un jour différent. La raison

est probablement que ces systèmes laser ultra-intenses sont capricieux, et leur stabilité

varie d’un jour à l’autre. Toutefois, nous avons mesuré des fluctuations de la charge typi-

quement inférieure à 10% rms.

Lorsque l’on sera amené à mesurer une variation du signal induite par le faisceau

pompe, si l’on effectue deux mesures longues sans puis avec excitation par le faisceau

pompe, on risque d’observer une diminution du signal lors de la seconde acquisition qui

sera uniquement due au désalignement de l’expérience. Ainsi, il sera préférable d’alter-

ner de multiples séquences courtes de mesures du signal (quelques centaines de millise-

condes) sans puis avec pompe, afin que la variation lente de l’intensité du signal soit sen-

siblement la même pour les deux mesures. Typiquement, les données sont prises sur plu-

sieurs centaines de cycles avec/sans pompe. Une acquisition avec un bon rapport signal-

sur-bruit prend une dizaine de minutes.

5.4.2 Superposition temporelle pompe-sonde et calibration temporelle

de la source

Afin de calibrer temporellement l’expérience, nous avons placé une aiguille à la place

de l’échantillon sur laquelle l’impulsion pompe est focalisée, voir figure 5.14 (a). L’objectif

était donc de calibrer le délai entre les faisceaux pompe et sonde ainsi que de caractéri-

ser la résolution temporelle de la source. L’intensité de l’impulsion pompe est suffisante

pour ioniser l’aiguille, et ainsi créer une plume plasma qui va perturber les électrons pro-

venant de la source laser-plasma. La figure 5.14 (b) représente la différence des images

mesurées sur le scintillateur dans les cas avec / sans excitation par l’impulsion pompe.

Sur cette figure, l’axe y (en pixel) correspond également à l’axe des temps : les électrons

qui passent au niveau de l’aiguille avant l’excitation par la pompe ne sont pas déviés, puis

la plume plasma perturbe pour une certaine durée le paquet d’électrons. L’évolution du

nombre d’électrons (exprimé en comptes) en fonction de l’axe y est représentée sur la fi-

gure 5.14 (c). On voit que la plume plasma provoque une diminution brutale du nombre

d’électrons en y0 = 90, que l’on caractérise par la largeur ∆y = 6−7pixels pour laquelle la

variation passe de 10% à 90% de sa valeur maximale.

Nous avons fait la mesure de cette variation du signal électronique pour 6 positions

différentes de la ligne à retard. La connaissance du délai que l’on introduit sur l’impul-

sion pompe qui se propage à la vitesse de la lumière nous permet de tracer le retard op-

tique∆t pour chaque position y0 de la plume plasma dans le paquet d’électrons, comme

représenté sur la figure 5.14 (d). La régression linéaire en rouge donne la calibration du
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FIGURE 5.14 – a) Schéma du montage pour la calibration pompe-sonde : la plume plasma créée

par l’ionisation de l’aiguille perturbe localement le paquet d’électrons. En variant le délai entre

le paquet d’électrons et l’impulsion pompe, il est possible de perturber les électrons à différentes

positions y. b) Image des électrons défléchis par le spectromètre sans pompe. c) Electrons défléchis

par le spectromètre avec pompe. d) Différence des images avec et sans pompe. e) Variation de

l’intensité le long de l’axe y permettant de mettre en évidence l’effet de l’impulsion pompe sur

l’aiguille. f) Evolution du délai introduit sur la pompe en fonction de la position y pour laquelle

le paquet d’électrons est perturbé. Les bars d’erreur représentent la largeur de la transition (en

pixels) pour que la variation du signal passe de 10% à 90% de la valeur crête.
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système de détection : 1.4ps/pixel. A partir du temps de montée que l’on a estimé sur

la figure 5.14 (c), ∆y = 6pixels, on déduit que la valeur haute de la résolution temporelle

pour nos expériences est de τr es = 8.5ps.

5.4.3 Diffraction d’électrons résolue en temps

Premiers résultats sur les images de diffraction

Nous avons mesuré dans un premier temps une image de diffraction statique sur

l’échantillon de Silicium. Grâce à une nouvelle caméra pour imager le scintillateur dont le

capteur EMCCD (Electron Multiplying Charge Coupled Device) est très sensible, un temps

d’intégration de 1s suffisait pour enregistrer une image de diffraction. La figure 5.15 (a)

représente une figure de diffraction statique que nous avons mesuré. Nous avons essayé

d’ajuster l’angle de l’échantillon par rapport au faisceau sonde afin que l’intensité des

pics de Bragg soit sensiblement la même pour les 4 pics de diffraction (220). Ainsi, aucun

de ces pics n’est exactement à l’angle de Bragg.
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a) b)

FIGURE 5.15 – a) Figure de diffraction statique sur l’échantillon de Si, et b) signal avec pompe - sans

pompe. La variation de l’intensité intégrée sur chacun des pics de Bragg est différente, indiquant

que cette variation est causée par le signal de pompe. Le délai pompe-sonde pour cette expérience

est d’environ 300 ps.

Nous avons ensuite réalisé 20 mesures consécutives avec et sans pompe, chaque me-

sure étant exposée sur 600 ms soit 300 tirs laser. On note par la suite I0 (I1) l’intensité

moyennée sur l’ensemble des mesures sans (avec) excitation par le faisceau pompe. La

figure 5.15 (b) représente la différence des intensités moyennées I1 − I0, sur laquelle on

a indiqué la variation de l’intensité des pics de Bragg (220) causée par la pompe. On re-

marque que l’intensité des pics en bas et à droite diminue alors que leur intensité est la

plus forte sur la figure (a), et que l’intensité des deux autres pics, dont l’intensité sans

pompe était plus faible, augmente.

Le fait que l’intensité de certains pics de Bragg augmente suite à l’excitation photo-

induite ne s’explique pas par le chauffage du réseau et l’effet Debye-Waller, pour lesquels

104



CHAPITRE 5. PREMIÈRES EXPÉRIENCES DE DIFFRACTION D’ÉLECTRONS -
EXPÉRIENCES AU CUOS

l’intensité des pics de Bragg ne peut que diminuer. Cette augmentation ne peut pas non

plus s’expliquer par une modification de la position des atomes au sein de la maille élé-

mentaire, et donc une modification du facteur de structure. En effet, cette dernière s’ex-

primerait également par une diminution de l’intensité des pics (220) car l’ensemble des

atomes sont initialement positionnés dans la maille de sorte qu’ils interfèrent construc-

tivement. Ainsi, le facteur de structure pour le silicium vaut au maximum Sstr uct = 8 fat

pour les pics (220), et il ne peut être que plus faible si la position des atomes est modifiée.
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FIGURE 5.16 – a) Géométrie dans l’espace réciproque pour la diffraction à un angle légèrement

hors condition de Bragg. b) Effet d’une rotation des plans de Bragg sur l’intensité des pics de dif-

fraction. La courbe bleue représente la position initiale du cristal, telle que le pic (220)-1 soit à

l’angle de Bragg et le pic (220)-2 fasse un angle d’environ 0.2◦ par rapport à l’angle de Bragg. Si

on tourne le cristal de 0.2◦ (courbe rouge), l’intensité du premier pic diminue alors que celle du

second pic augmente.

Dans [7], les auteurs suggèrent que l’augmentation de l’intensité des pics de Bragg

s’explique par une déformation thermoélastique du cristal à l’échelle macroscopique.

Lorsque l’impulsion pompe excite le cristal, le chauffage n’est pas uniforme car il dépend

de la distribution transverse de la pompe. Le réseau subirait une déformation plus forte

au centre où le chauffage serait plus important alors que la grille qui supporte le cristal de

Si empêche les bords du cristal de se déformer, bombant ainsi la surface du cristal. Cette

déformation de la surface induirait une rotation des plans de Bragg. Le scénario proposé

par Harb et al. permet d’expliquer nos observations. Après photo-excitation, les pics ini-

tialement proches de la condition de Bragg ne la satisfont plus et leur intensité diminue,

alors que les pics qui n’étaient pas à l’angle de Bragg se trouvent dans une configuration

telle que leur intensité augmente.

On note ∆θ l’écart angulaire par rapport à l’angle de Bragg pour la diffraction sur le

pic (220). Le schéma de la figure 5.16 (a) décrit la diffraction dans l’espace réciproque, à

un angle légèrement hors de la condition de Bragg. Afin de calculer la variation de l’inten-

sité du pic de diffraction, nous allons développer l’expression du facteur de forme (voir

chapitre 2) :
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|F|2 =
sin2( Nx

2 ∆K.ax)

sin2( 1
2∆K.ax)

sin2(
Ny

2 ∆K.ay)

sin2( 1
2∆K.ay)

sin2( Nz
2 ∆K.az)

sin2( 1
2∆K.az)

(5.5)

où Nx,y,z est le nombre d’atomes diffusant dans chacune des directions (xyz) de l’es-

pace. Pour les expériences de diffraction d’électrons, le rayon de la sphère d’Ewald est très

grand. Ainsi, au premier ordre, on peut considérer qu’une rotation∆θ de l’échantillon ne

modifie pas les composantes du vecteur diffraction∆K selon a∗
x et a∗

y [8]. Pour la diffrac-

tion sur les pics (220), on a alors ∆K.ax ' 2πh = 4π et ∆K.ay ' 2πk = 4π. L’expression 5.5

se réduit alors à :

|F|2 =
sin2( Nz

2 ∆K.az)

sin2( 1
2∆K.az)

(5.6)

Lorsque la condition de Bragg n’est pas satisfaite, la composante du vecteur diffraction

∆Kz selon az n’est pas nulle et vaut :

∆Kz =
2π

a0

√
h2 +k2. sin∆θ (5.7)

Ainsi, le facteur de forme pour la diffraction sur le pic (220) s’écrit :

|F|2 =
sin2(

p
8πNz∆θ)

sin2(
p

8π∆θ)
(5.8)

où l’on a supposé que ∆θ¿ 1. L’épaisseur de l’échantillon vaut L = 30nm, et le para-

mètre de maille pour le Silicium vaut a0 = 0.543nm. Le nombre d’atomes participant à la

diffraction vaut Nz = L/a0 = 55. La courbe bleue sur la figure 5.16 représente l’évolution

de l’intensité d’un pic de Bragg en fonction de l’angle ∆θ. L’intensité d’un pic de diffrac-

tion est maximale à l’angle de Bragg (∆θ = 0), et sa dépendance avec l’angle ∆θ est en

sinus cardinal. Ce type de courbe s’appelle une rocking curve. Le pic de diffraction reste

donc fixe en x et en y, mais son intensité varie à cause de la dynamique en z. Les deux

points bleus représentent 2 pics de diffraction, noté (220)-1 et (220)-2, le premier étant à

l’angle de Bragg alors que le second fait un angle d’environ∆θ = 0.2◦ par rapport à l’angle

de Bragg. La courbe rouge représente l’effet d’une rotation de −0.2◦ du cristal : l’inten-

sité du pic (220)-1 diminue car il n’est plus à l’angle de Bragg, et l’intensité du pic (220)-2

augmente car il satisfait maintenant la condition de Bragg.

Cependant, la figure 5.16 (b) montre que la largeur angulaire du pic de diffraction est

assez faible, environ 0.4◦ FWHM. Si la surface de longueur Φ = 350µm subissait une rota-

tion de∆θ = 0.1◦, alors le cristal serait déplacé de d =Φ∆θ' 0.5µm, ce qui semble grand.

Ce scénario est donc discutable.

Mesure de la dynamique picoseconde

Nous allons maintenant nous intéresser à la dynamique ultra-rapide en étirant les pics

de Bragg grâce aux aimants. La figure 5.17 (a) représente une image brute de diffraction
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FIGURE 5.17 – a) Images de diffraction statique moyennée sur 10 minutes. b) Signal avec pompe -

sans pompe : I1 − I0. c) Evolution du signal (I1 − I0)/I0 le long du pic de diffraction mesuré avec la

source laser-plasma en bleu, et avec un canon à électrons en vert. La résolution temporelle avec le

canon à électrons était inférieure à 300fs, et le signal varie en exp(−t/τ) avec τ = 3ps pour t > 0. La

courbe rouge représente le résultat de la corrélation d’une décroissance exponentielle de temps

caractéristique 3.1ps avec une gaussienne de FWHM = 8ps.
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statique, sur laquelle on peut voir l’ordre 0 ainsi qu’un pic de Bragg (220) qui ont été éti-

rés par les aimants. Nous avons ensuite réalisé 1000 mesures consécutives avec et sans

pompe, chaque mesure étant exposée à nouveau sur 600 ms soit 300 tirs laser. La durée

totale de l’ensemble de la mesure est donc de 20 minutes. La figure 5.17 (b) représente

la soustraction I1 − I0, et on va étudier la dynamique le long du pic (220). Pour cela, on

trace le signal normalisé (I1 − I0)/I0 sur la figure 5.17 (c) en bleu. On peut voir sur les pa-

nels (a)-(b) qu’avant l’excitation par le faisceau pompe (t<0), les figures de diffraction I0 et

I1 sont indentiques, et par conséquent l’intensité du signal normalisé est nulle. Pour t > 0,

le faisceau pompe provoque une variation de l’intensité du pic diffracté de l’ordre de 6%,

comme on peut le voir en bleu sur la figure 5.17 (c). Geoffrey Gallé, post-doctorant dans

l’équipe APPLI du LOA, qui réalise des expériences de diffraction avec un canon à élec-

trons dont la résolution temporelle est d’environ 300 fs a également mesuré la dynamique

d’un pic (220) d’un échantillon similaire de Si, que l’on représente en vert sur cette figure.

Le signal mesuré avec la source conventionnelle a été multiplié par un facteur 0.17 afin

de mieux pouvoir comparer les dynamiques. La variation de l’intensité du pic de Bragg

est donc plus élevée avec le canon à électrons, probablement car la fluence absorbée était

plus élevée (3.5mJ/cm2). La variation mesurée pour t > 0 est de la forme exp(−t/τ) avec

τ = 3ps.

Il apparait clairement sur la figure 5.17 (c) que la variation de l’intensité du pic (220) est

plus rapide avec le canon à électrons qu’avec la source laser-plasma. Toutefois, la mesure

avec le canon à électrons dont la résolution temporelle est de 300fs indique que la dyna-

mique a lieu sur une échelle de temps d’environ 3 ps, du même ordre de grandeur que la

résolution temporelle de la source laser-plasma. Nous avons alors modélisé le signal me-

suré avec la source laser-plasma par une exponentielle décroissante convoluée par une

gaussienne de largeur FWHM 8ps représentant la réponse du système de détection esti-

mée avec l’aiguille. Les meilleurs résultats pour le fit sont obtenus pour une décroissance

exponentielle de temps caractéristique 3.1ps, identique à celle mesurée avec la source

conventionnelle : le fit représenté en rouge sur la figure 5.17 (c) reproduit fidèlement la

mesure.

Enfin, aucune des 2 mesures n’a permis de mettre en évidence les oscillations de l’in-

tensité du pic (220) qui ont été observées dans [7]. Il n’est pas surprenant que la source

laser-plasma de résolution temporelle 8ps ne l’ait pas permis, mais même les mesures

avec la source conventionnelle ne les ont pas mises en exergue. Des mesures complé-

mentaires réalisées avec la source conventionnelle semblent indiquer que ces modula-

tions dépendent de l’épaisseur ainsi que de l’angle de l’échantillon. Toutefois, ces résul-

tats confirment que la source laser-plasma peut être utilisée pour résoudre la dynamique

ultra-rapide sur un cristal de Silicium.
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5.5 Améliorations envisageables de l’expérience

Nous avons mesuré une résolution temporelle d’environ τr es ' 8ps, que l’on peut es-

timer théoriquement de la façon suivante :

τ =
√
τ2

pompe +τ2
uncor r +τ2

j i t ter +τ2
ang l e +τ2

str eak (5.9)

avec τpompe ' 150fs la durée de l’impulsion pompe, τuncor r < 100fs la durée non-

corrélée du paquet d’électrons estimée d’après les simulations PIC (voir le chapitre pré-

cédent). A priori, les accélérateurs laser-plasma sont exempts de jitter, τ j i t ter = 0, car

l’injection et l’accélération des électrons dans les ondes plasma reposent sur l’évolution

déterministe du plasma suite à la propagation de l’impulsion laser. La durée τang l e =

Φsinθ/c ' 400fs correspond à la durée que met l’impulsion pompe pour exciter l’en-

semble de l’échantillon dans cette géométrie non colinéaire, avec Φ = 350µm la taille de

l’échantillon et θ = 20◦ l’angle entre l’échantillon et la direction de propagation de l’impul-

sion pompe. Enfin, τstr eak correspond à la résolution temporelle que l’on atteint grâce à

la méthode consistant à défléchir les électrons avec des aimants. Sa valeur est limitée par

la taille transverse du faisceau d’électrons ainsi que par l’aptitude du spectromètre (ai-

mants + scintillateur) à séparer les différentes énergies. Si on considère des électrons se

propageant selon un axe z, d’énergie cinétique E et tels que vx , vy ¿ vz , alors τstr eak est

donnée par la relation suivante :

τstr eak =
d

vz

m2
e c4

(E+me c2)(E+2me c2)

δE

E

∣∣∣∣
spectr o

(5.10)

avec d la distance entre la source et l’échantillon, et δE la résolution en énergie du

spectromètre autour de l’énergie E. Dans le cadre de cette expérience, la distance entre

la source et l’échantillon vaut d = 13.5cm, et les paramètres liés au spectromètre sont les

suivants : δE = 1.6keV et E = 90keV. Ces valeurs donnent une durée τstr eak = 6ps du même

ordre de grandeur que la résolution temporelle τr es que nous avons mesurée expérimen-

talement.

La résolution temporelle lors de l’expérience était donc limitée par la résolution du

spectromètre, et il est possible en théorie de réduire τstr eak au même niveau que τuncor r .

Une possibilité serait d’améliorer la résolution δE en utilisant des aimants plus forts,

ce qui demanderait d’augmenter le temps d’exposition afin de garder le même rapport

signal-sur-bruit. Il est également possible de réduire τstr eak en réduisant la distance d

entre la source et l’échantillon. Zhaohan He du CUOS a vérifié expérimentalement qu’en

réduisant cette distance à d = 1.9cm sans toucher à la résolution du spectromètre, il est

possible d’atteindre une résolution temporelle de τr es ' 1ps sur une fenêtre temporelle de

15ps environ. La formule 5.10 confirme cette mesure : τstr eak = 0.84ps dans cette configu-

ration. Il y a toutefois un risque du point de vue expérimental à réduire autant la distance

d car l’impulsion laser qui génère le paquet d’électrons, copropagative avec ce dernier,

peut endommager l’échantillon si son intensité est trop élevée lorsqu’elle l’atteint. Enfin,
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un autre moyen serait d’augmenter l’énergie E des électrons tout en gardant la résolution

du spectromètre identique, bien que ce ne soit pas trivial car cela demande d’opérer dans

un régime d’interaction laser-plasma différent. Toutefois, des résultats récents sont en-

courageants et des sources laser-plasma générant des paquets d’électrons de plus hautes

énergies devraient être développées prochainement [9, 10].

5.6 Conclusions

Ces deux campagnes d’expériences que nous avons réalisées en partenariat avec le

CUOS de l’Université du Michigan ont démontré que la qualité spatiale des sources laser-

plasma est suffisante pour les expériences de diffraction d’électrons. Concernant l’expé-

rience de diffraction résolue en temps, la résolution temporelle de la source est accep-

table et nous avons même réussi à mesurer une dynamique ultra-rapide de temps carac-

téristique 3ps. Il faut toutefois reconnaitre qu’à ce jour, les sources conventionnelles sont

toujours les plus adaptées car elles sont beaucoup plus compactes et simples à utiliser,

et car leur dispersion en énergie est plus faible ce qui permet d’atteindre une meilleure

résolution temporelle pour les expériences résolues en temps. L’astuce consistant à utili-

ser un spectromètre afin de coder la dynamique temporel le long du spectre électronique

a permis d’atteindre une résolution temporelle de 8 ps avec la source laser-plasma, que

l’on pourrait même diminuer jusqu’à 1 ps en plaçant l’échantillon de Si proche du jet de

gaz. Avec le montage actuel, il semble être difficile d’atteindre les 200-300 fs de résolution

temporelle facilement obtenues avec les sources conventionnelles.

Il faut cependant garder à l’esprit que le régime dans lequel fonctionne cette source

laser-plasma n’est pas le plus favorable pour l’accélération d’électrons. Nous avons vu

que dans le régime de la bulle, il serait possible d’accélérer les électrons à des énergies de

l’ordre du MeV, et que les paquets d’électrons peuvent potentiellement être extrêmement

courts et avec une dispersion en énergie de l’ordre du pourcent [11]. Dans le but d’amélio-

rer significativement la résolution temporelle, la prochaine étape est donc de générer des

impulsions laser d’énergie quelques millijoules et de durée 5fs environ afin d’accélérer

des électrons dans le régime de la bulle.
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6.1 Introduction sur les méthodes de post-compression d’im-

pulsions femtosecondes

Le développement d’une source laser produisant des impulsions de durée de quelques

cycles optiques et atteignant des intensités relativistes permettrait d’étudier de nouveaux

régimes d’interaction dans lesquels la dynamique collective des électrons serait déter-

minée par le cycle optique [1, 2] et non pas par l’enveloppe. Aussi, en diminuant la du-

rée de l’impulsion à moins de 10 fs tout en conservant une énergie de quelques mJ, on

pourrait atteindre le régime de la bulle, favorable pour l’accélération d’électrons. La très

grande majorité des expériences impliquant des intensités laser relativistes ont été ren-

dues possibles grâce à l’amplification d’impulsions "chirpées" (CPA) [3] dans des cristaux

de Ti :Sa, mais le retrécissement spectral par le gain limite la durée des impulsions am-

plifiées à τ0 ≥ 20 f s [4]. Le parc des lasers d’ultra-hautes intensités dans le monde étant

maintenant constitué de lasers construits selon cette architecture, des chercheurs ont mis

au point des techniques de post-compression, c’est-à-dire des systèmes permettant de

raccourcir la durée en sortie de la chaine laser. Ces techniques sont nécessairement ba-

sées sur la génération de nouvelles fréquences dans un milieu, afin de réduire la durée

en limite de transformée de Fourier. Une variation rapide de l’indice de réfraction n(r,t,z)

du milieu provoque une variation de la fréquence instantanée δω(r, t ), et génère ainsi de

nouvelles fréquences :

δω(r, t ) = −ω0

c

∫
∂n(r, t , z)

∂t
dz (6.1)

Cette variation rapide de l’indice optique est causée par des effets non-linéaires comme

l’effet Kerr[5], l’ionisation d’un gaz [6, 7], ou encore des non-linéarités relativistes dans

les plasmas [8, 9]. Comme ces non-linéarités dépendent de la distribution en intensité la-

ser, l’élargissement spectral et la compression sont à priori inhomogènes. Ainsi, les tech-

niques de post-compression sont généralement réalisées dans une structure guidante qui

permet de nettoyer les inhomogénéités et de garantir une compression homogène. La

génération d’impulsions de durée sub-10 fs a été démontrée en focalisant modérément

le laser dans une fibre creuse remplie de gaz dont la longueur est de l’ordre du mètre.

Lorsque l’intensité laser reste sous le seuil d’ionisation du gaz, les nouvelles fréquences

sont générées par auto-modulation de phase [10, 11, 12]. Des impulsions de durée 10 fs

ont également été démontrées grâce à la variation d’indice induite par l’ionisation du gaz

dans la fibre [13, 14]. La fibre garantit l’homogénéité de la compression, mais l’incon-

vénient majeur est que la transmission est typiquement inférieure à 50% à cause d’un

couplage imparfait à travers la fibre. On peut noter qu’une autre technologie laser basée

sur l’amplification paramétrique est en train d’émerger. Cette technique d’amplification,

appelée OPCPA pour Optical Parametric Chirped-pulse Amplification, présente l’avan-

tage de transférer l’énergie d’une impulsion pompe directement vers une impulsion sonde
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sans stocker d’énergie dans le cristal. Elle est prometteuse pour la génération d’impulsion

ultra-courte et intense, et à ce jour un laser délivrant des impulsions de 7.9 fs, 130 mJ à

10 Hz a été construit [15]. Toutefois, ce type de laser n’est pas encore stable et il a très peu

été utilisé pour des expériences portant sur l’interaction laser-plasma.

Récemment, He et al. (PRL) ont montré qu’il est possible de comprimer des impul-

sions laser ionisant un jet de gaz de 36 à 16 fs, sans guidage externe, et avec une trans-

mission de l’ordre de 90% [16]. Cette méthode de compression n’avait été que très peu

étudiée car il a toujours été admis que le taux d’ionisation étant très dépendant de l’in-

tensité laser : en l’absence de guidage, les gradients d’intensité doivent engendrer une

inhomogénéité dans le processus d’auto-compression. Comme la question de l’homo-

généité n’est que très brièvement mentionnée dans l’article qui a été publié, nous avons

étudié en détail l’homogénéité du processus d’auto-compression dans ce régime afin de

déterminer si cette méthode serait viable.

Ce chapitre est organisé de la façon suivante :

• Dans un premier temps, nous définirons ce qu’est un couplage spatio-temporel, et

nous étudierons des exemples de couplages que nous avons mis en évidence lors

des expériences.

• Nous présenterons ensuite l’expérience de post-compression par ionisation que

nous avons mise en place au laboratoire. Nous présenterons les mesures d’homo-

généité et de compression temporelle que nous avons faites : des mesures dans le

champ proche indiquent que l’homogénéité de la compression dépend fortement

de la position du plan focal dans le jet de gaz, mais qu’il est possible de comprimer

les impulsions de 25 fs à 12 fs de façon homogène.

• Nous avons réalisé des simulations numériques afin de comprendre précisément

le processus d’auto-compression. Lorsque l’on propage le champ laser provenant

des simulations jusque dans le champ proche, les résultats expérimentaux sont très

bien reproduits et confirment l’auto-compression à 12 fs dans le champ proche.

• Pour terminer, nous présenterons les résultats de la propagation numérique du

champ laser jusque dans le champ lointain. Les simulations mettent alors en évi-

dence les limites de cette technique de post-compression dues à des couplages

spatio-temporels : la durée de l’impulsion passe de 12 fs dans le champ proche à

25 fs lorsqu’elle est focalisée.

6.2 Introduction sur les couplages spatio-temporels

Les effets des couplages spatio-temporels ne sont pas évidents à saisir car ils peuvent

n’être visible qu’après propagation de l’impulsion laser. On considère un champ élec-

trique sous sa forme complexe : E(x, y, t ) = |E(x, y, t )|exp(iφ(x, y, t )). Des couplages spatio-

temporels peuvent alors se manifester sous la forme de couplages en amplitude ou en

phase [17, 18]. Un couplage en amplitude se traduit par le fait que les variables d’espace

114



CHAPITRE 6. AUTOCOMPRESSION D’IMPULSIONS LASER INDUITE PAR IONISATION

et de temps ne peuvent pas être factorisées dans l’expression de l’amplitude du champ :

|E(x, y, t )| 6= f (x, y) · g (t ). C’est le cas sur la figure 6.1 (a), qui représente le spectre résolu

spatialement (x correspond à la dimension transverse) pour une impulsion dont le spectre

serait plus large au centre que sur les bords. Le panel (b) représente l’enveloppe de l’im-

pulsion en limite de transformée de Fourier dans l’espace (x, t). Ainsi, la durée de l’impul-

sion est plus courte au centre malgré que la phase spectrale soit plate.
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FIGURE 6.1 – Représentation d’un couplage en amplitude pour une impulsion dont le spectre est

plus large au centre que sur les bords (a). Du point de vue temporel, cela correspond à une impul-

sion qui serait plus courte au centre, sous l’hypothèse d’une phase spectrale plate.

Dans le cas d’un couplage en phase, on ne peut plus écrire la phase sous la forme sui-

vante : φ(x, y, t ) 6= φ1(x, y)+φ2(t ), ou de façon équivalente dans le domaine fréquentiel :

φ(x, y,ω) 6= φ1(x, y)+φ2(ω). Nous allons illustrer ce type de couplage avec un couplage

appelé "pulse front curvature" (courbure de front d’onde) sur lequel nous reviendrons

plus loin dans ce chapitre. La courbure de front d’onde correspond à une phase spatio-

spectrale que l’on peut écrire sous la forme φ(x, y,ω) = α(x2 + y2)(ω−ω0). Le champ laser

pour une impulsion gaussienne fait intervenir le terme de phase φg (x, y, z) = ω0
c

x2+y2

2R(z) qui

traduit la courbure du front d’onde, et qui indique ainsi la position à laquelle se focalise

l’impulsion. La courbure de front d’onde se traduit donc par le fait que chaque longueur

d’onde présente un rayon de courbure différent, et se focalise donc à une position diffé-

rente : il s’agit d’une conséquence spatio-temporelle de l’aberration chromatique.

On représente l’effet d’un tel couplage sur la figure 6.2 pour laquelle on considère une

impulsion dont le spectre en intensité est similaire au spectre élargi que nous avons me-

suré expérimentalement dans le champ proche (voir section 6.4.1). Nous avons alors mul-

tiplié ce spectre par un terme de phase e iα(x2+y2)(ω−ω0) traduisant le couplage de "pulse

front curvature", puis nous avons calculé l’enveloppe temporelle en appliquant une trans-

formée de Fourier inverse. Dans le champ proche, cela se traduit par une courbure du

front d’énergie [19] comme l’indique le panel (a). Bien que le front d’énergie soit courbé,

la durée locale de l’impulsion représentée sur la figure 6.2 (a) est de τ = 7fs, proche de

la durée en limite de transformée de Fourier. Lorsqu’on propage cette impulsion jusque

dans le champ lointain grâce au calcul de l’intégrale de Fresnel, ce couplage provoque
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7 fs

21 fs

FIGURE 6.2 – Représentation de l’effet du couplage spatio-temporel φ(x, y,ω) = α(x2 + y2)(ω−ω0).

a) Intensité I(x,t) d’une impulsion dont le spectre en intensité correspond au type de spectre me-

suré expérimentalement après élargissement spectral, et dont la phase spectrale représente ce

couplage appelé "pulse front curvature". b) Résultat de la propagation de l’impulsion jusque dans

le champ lointain : la durée de l’impulsion augmente de 7 fs FWHM dans le champ proche à 21 fs

FWHM au foyer.

une élongation de la durée de l’impulsion à τ = 21fs et d’une diminution de l’intensité

pic [20]. En effet, l’intensité spectrale des composantes défocalisées étant plus faible, la

largeur spectrale au foyer est réduite, et donc la durée de l’impulsion est plus longue.

6.3 Montage expérimental

Le montage expérimental que nous avons mis en place au LOA est représenté sur la

figure 6.3. Les impulsions laser d’énergie 4 mJ et de durée 25 fs sont focalisées avec une

parabole hors-axe de focale 120 mm sur un waist W0 ' 4µm, permettant d’atteindre une

intensité de IL ' 9×1017W/cm2 dans le plan focal. Un jet de gaz de diamètre 100µm au

travers duquel s’écoule de l’azote en continu est placé au foyer de la parabole. A partir

de mesures de la distribution transverse de l’intensité laser autour du foyer, nous avons

estimé la longueur de Rayleigh à zR = 33µm. On peut noter que la longueur de Rayleigh

d’un faisceau gaussien à λ0 = 800nm et de waist W0 ' 4µm est zR,g auss =πW2
0 /λ0 = 63µm.

L’écart entre la mesure et la théorie pour un faisceau gaussien montre encore l’effet du

front d’onde laser sur la propagation, et pour cette raison nous prendrons en compte les

aberrations du front d’onde dans les simulations.

Après l’interaction avec le jet de gaz, les impulsions laser sont collimatées avec une pa-

rabole d’hors-axe 90◦ et d’ouverture f/2, puis envoyées hors de l’enceinte sous vide vers

différents diagnostics comme représenté sur la figure 6.3. L’homogénéité de la distribu-

tion transverse en intensité dans le champ proche est mesurée en imageant la lumière

transmise par un diffuseur de diamètre 50 mm. L’homogénéité spectrale et temporelle a
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FIGURE 6.3 – Montage expérimental pour l’expérience de compression temporelle induite par io-

nisation.
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été étudiée en réalisant des mesures tous les 4 mm dans le champ proche. Le profil tem-

porel dans le champ proche est mesuré avec un second harmonic generation frequency-

resolved optical gating (SHG-FROG) [21]. Afin de compenser la dispersion accumulée par

la propagation à travers le hublot de sortie de l’enceinte ainsi que lors de la propagation

à l’air, nous avons ajusté la compression de l’impulsion laser avec des miroirs chirpés et 2

wedges lorsqu’on n’injecte pas de gaz dans le jet (voir Fig. 6.3). Le spectre de chacune des

parties de l’impulsion envoyée dans le FROG est mesuré grâce à un spectromètre fibré.

De plus, un spectromètre imageur permet de résoudre spectralement la tache focale de

l’impulsion laser refocalisée par une parabole hors-axe d’ouverture f/2. Enfin, la densité

électronique du plasma est mesurée interférométriquement, et les résultats présentés par

la suite ont été obtenus avec un profil plasma gaussien de largeur FWHM ∼ 120µm.

Imagerie :
NA<0.1

Imagerie :
NA=0.6

Densité électronique

a b c

FIGURE 6.4 – Exemples d’interférogrammes obtenus pour la mesure d’une haute densité électro-

nique du plasma avec a) l’ancien système d’imagerie dont l’ouverture numérique est inférieure

à 0.1, et b) le nouveau système d’imagerie d’ouverture numérique NA = 0.6. c) Carte de den-

sité électronique validant le nouveau système d’imagerie pour la mesure de haute densité, ici

ne ' 1.5×1020 cm−3.

Nous avons dû modifier le système d’imagerie du plasma pour être capable de mesu-

rer la densité électronique. Lorsque nous créons un plasma de petite taille (W0 ' 4µm) et

de haute densité (ne ∼ 1020 cm−3), les gradients défocalisants que subit le faisceau sonde

sont extrêmement forts. Si l’ouverture numérique du système d’imagerie est trop faible,

nous ne collectons pas les rayons qui divergent le plus, et par conséquent nous perdons

de l’information. Le nouveau système d’imagerie du plasma est composé de 2 couples de

lentilles. Le premier couple agrandit peu la taille du plasma mais permet de faire l’image

en dehors de la chambre d’interaction. Le second couple conjugue l’image intermédiaire

sur un capteur CCD avec un grandissement x8. Grâce à ce fort grandissement, nous avons

suffisamment de place entre la dernière lentille et le capteur CCD pour faire la mesure in-

terférométrique du déphasage introduit par le plasma. La figure 6.4 (a) représente un in-

terférogramme obtenu avec l’ancien système d’imagerie : les franges d’interférences sont

brouillées et il n’est pas possible de retrouver le déphasage à partir de cette mesure. Sur le

panel (b), on peut voir qu’une grande ouverture numérique (NA = 0.6) permet de collecter

tous les photons, il n’y a pas de zones d’ombres sur l’interférogramme, et on peut donc
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retrouver le déphasage introduit par le plasma sur le faisceau sonde. Le panel (c) montre

que l’on est capable de mesurer des densités électroniques élevées : ne > 1020 cm−3.

6.4 Résultats expérimentaux : auto-compression de l’im-

pulsion à 12 fs

6.4.1 Auto-compression temporelle de l’impulsion

Dans un premier temps, l’élargissement spectral et l’auto-compression ont été opti-

misés en faisant varier la densité du jet de gaz et sa position par rapport au plan focal de

l’impulsion laser, et les meilleurs résultats ont été obtenus pour une densité électronique

maximale de ne = 8× 1019 cm−3. On représente sur la figure 6.5 des traces FROG brutes

obtenues sans gaz sur le panel (a)), et avec gaz sur le panel (b)).
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FIGURE 6.5 – Auto-compression temporelle de l’impulsion laser. a-b) Traces FROG brutes mesu-

rées avec et sans gaz respectivement. c) Enveloppe temporelle retrouvée par l’algorithme FROG

pour l’impulsion initiale (rouge), après auto-compression (bleu) et en limite de transformée de

Fourier (pointillés bleus). d) Courbe pleine : amplitude et phase spectrale retrouvée par l’algo-

rithme FROG. courbe pointillée : spectre laser mesuré avec le spectromètre.

Ces traces FROG montrent que l’élargissement spectral ne se fait que vers les basses

longueurs d’onde, comme attendu pour l’élargissement induit par ionisation [7, 22]. L’al-

gorithme de reconstruction que j’ai utilisé avait été développé au LOA par Frederik Böhle.
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Il permet de retrouver l’enveloppe et la phase laser à partir d’une trace FROG. La figure

6.5 (c) montre que l’enveloppe temporelle est comprimée de 25 fs initialement à 12 fs

après ionisation (courbes rouge et bleue). Le panel (d) représente le spectre de l’impul-

sion retrouvée par l’algorithme FROG en bleu, qui est similaire à celui mesuré avec le

spectromètre en rouge. La limite en transformée de Fourier de l’impulsion élargie est de

8 fs indiquant que l’impulsion n’est pas parfaitement comprimée, ce qui est confirmé

par la phase spectrale retrouvée par le FROG (courbe verte sur le panel (d)). Cette phase

spectrale est en accord avec le mécanisme d’élargissement spectral : le front d’ionisation

crée une variation rapide de l’indice optique à l’avant de l’impulsion, et par conséquent

les composantes bleues sont situées à l’avant alors que les composantes rouges restent à

l’arrière. De plus, l’avant de l’impulsion subit une large dispersion de la vitesse de groupe

(GVD) due au fort gradient d’indice car l’avant de l’impulsion se propage dans un gaz

alors que l’arrière se propage dans un plasma. Ces deux effets expliquent donc pourquoi

la durée de l’impulsion n’est pas en limite de transformée de Fourier. Nous avons retrouvé

jusqu’ici des résultats similaires à ceux obtenus dans [16], nous allons maintenant nous

intéresser à la question de l’homogénéité du mécanisme d’auto-compression.

6.4.2 Homogénéité des impulsions auto-comprimées

no gas

Position1: 
homogeneous 

Position2: 
inhomogeneous 

a)

0 4 6 y 2

b)
Δ=150µm  

c)

1 3 5 7 0 4 6 y 21 3 5 7

Δ=50µm  

FIGURE 6.6 – Homogénéité spatiale pour 2 positions du plan focal dans le jet de gaz. Image brute

dans le champ proche de la distribution laser en intensité : a) à la position 1 z f oc = −50µm par

rapport au centre du jet de gaz, b) sans interaction avec gaz et c) à la position 2 z f oc = −150µm.

Les points rouges représentent les 8 positions auxquelles les mesures spectrales et temporelles ont

été faites.

Les résultats expérimentaux indiquent que l’homogénéité spatiale et spectrale dé-

pend fortement de la position du plan focal laser dans le jet de gaz, et que l’auto-compression
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n’est homogène que dans une zone très limitée. On représente sur la figure 6.6 la distri-

bution de l’intensité laser dans le champ proche pour deux positions différentes du plan

focal dans le jet de gaz. La position 1 représente la distribution de l’intensité laser lorsque

le plan focal est en z f oc = −50µm par rapport au centre du jet de gaz, et la position 2

montre la distribution de l’intensité laser pour z f oc = −150µm (focalisé avant le jet de

gaz). On peut voir que le profil laser pour la position 1 est assez homogène et comparable

au profil laser sans gaz (représenté au milieu de la figure 6.6), alors que le profil laser pour

la position 2 est beaucoup moins homogène et présente des points chauds.

Position1: homogeneous Position2: inhomogeneous 

a) b)

c) d)

FIGURE 6.7 – Résultats sur l’homogénéité spectrale. a-b) Spectre laser élargi aux 8 positions le long

du champ proche pour les positions 1 (homogène) et 2 (inhomogène). La courbe rouge représente

le spectre laser initial. c-d) Tache focale (dans le champ lointain) résolue spectralement.

Nous avons également observé que la position du plan focal impacte fortement l’ho-

mogénéité spectrale. Les figures 6.7 (a)-(b) montrent les spectres laser mesurés à 8 posi-

tions dans le champ proche (représentées par les points rouges sur les figures 6.6 (a)-(c))

pour des positions du plan focal correspondant aux positions 1 et 2 respectivement. Après

le jet de gaz, les spectres sont élargis par l’ionisation vers le bleu jusqu’à 600-650 nm. Il

apparait clairement sur le panel 6.7(a) que l’élargissement spectral est homogène le long
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du profil laser, alors que pour la position 2 représentée sur le panel 6.7(b), les spectres

sont très inhomogènes. L’homogénéité de l’élargissement est très sensible à la position

du plan focal dans le jet de gaz, et il suffit de la décaler d’une longueur de Rayleigh pour

que l’élargissement devienne inhomogène.

Les figures 6.7(c)-(d) représentent les taches focales résolues spectralement après élar-

gissement pour les positions 1 et 2 respectivement. On peut voir que les faisceaux élargis

peuvent être refocalisés correctement, la largeur totale à mi-hauteur étant d’environ 3µm

sur ces images. Toutefois, deux éléments semblent indiquer la présence de couplages qui

affectent la propagation de l’impulsion. D’une part, on voit que l’homogénéité spatiale

des spectres représentés sur les panels (c) et (d) n’est pas parfaite, ce qui traduit la pré-

sence de couplages spatio-spectraux. Il semble d’ailleurs que cet effet soit plus prononcé

pour la position 2. D’autre part, on remarque que la largeur spectrale dans le champ loin-

tain est moins large que dans le champ proche, ce qui peut être la signature de couplages

spatio-temporels comme nous le verrons plus loin.

Enfin, nous avons mesuré l’homogénéité temporelle en enregistrant des traces FROG

à différentes positions selon y dans le champ proche le long du profil laser. Les résul-

tats des mesures obtenues pour la position 1 sont résumés sur la figure 6.8 (a)-(b). En

z f oc = −50µm, les traces FROG sont symétriques, voir panel (a), ce qui nous a permis de

retrouver les enveloppes temporelles avec une erreur FROG inférieure à 1% (qui corres-

pond à l’écart rms entre la trace mesurée et la trace retrouvée). La courbe rouge sur la

figure 6.8 (b) montre que la durée en intensité de l’impulsion retrouvée est assez homo-

gène le long du champ proche avec des variations de l’ordre de ±1fs. La courbe bleue

montre que la durée en limite de transformée de Fourier est également homogène et que

l’impulsion est légèrement chirpée, comme nous l’avons vu précédemment. Les mesures

faites pour la position 2 sont représentées sur les figures 6.8 (c)-(d). L’asymétrie des traces

FROG mesurées est un signe de l’inhomogénéité de la distribution en intensité du laser

[21], et par conséquent l’amplitude et la phase laser retrouvées par l’algorithme FROG ne

sont pas fiables. Nous n’avons donc pas pu mesurer la durée de l’impulsion laser pour la

position 2, mais le panel 6.8 (d) montre que la durée en limite de transformée de Fourier

n’est pas homogène le long du faisceau : elle passe de 8 fs au centre du faisceau à environ

13 fs sur les bords.

Pour conclure sur cette partie expérimentale, nos mesures confirment les données

provenant de [16] et indiquent que l’on peut comprimer de façon homogène la durée

de l’impulsion d’un facteur 2 dans le champ proche. Toutefois, nous nuançons ces pro-

pos car l’homogénéité dépend très fortement de la position du plan focal dans le jet de

gaz. Plus important encore, les mesures dans le champ lointain montrent que, bien que la

qualité spatiale de l’impulsion focalisée soit bonne, des couplages spatio-temporels pour-

raient affecter le profil temporel. N’ayant pas pu faire de mesures temporelles en champ

lointain, nous allons étudier cet aspect grâce à des simulations numériques.
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Position1: Homogeneous

Position2: Inhomogeneous

a)

d)c)

b)

FIGURE 6.8 – Etude de l’homogénéité temporelle. a) Exemple de trace FROG obtenue à la posi-

tion 1, pour laquelle l’élargissement spectral était homogène. b) Evolution de la durée le long de

l’impulsion. Durée FWHM retrouvée à partir des mesures FROG en rouge, et durée en limite de

transformée de Fourier en rouge. c) Trace FROG obtenue à la position 2. d) Durée FWHM en limite

de transformée de Fourier, les traces FROG n’étant pas suffisament homogènes pour le calcul de

la durée avec l’algorithme FROG.
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6.5 Simulations PIC

6.5.1 Modélisation de l’interaction laser-plasma

Nous avons modélisé l’ionisation et l’interaction laser-plasma avec le code quasi-3D

Calder-Circ [23], le même code que nous avions utilisé dans le chapitre 4 pour étudier l’ef-

fet du front d’onde sur l’accélération d’électrons. Les équations de Maxwell, l’ionisation

des molécules d’azote via le modèle ADK [24, 25], et les équations du mouvement pour les

électrons sont résolues dans une fenêtre glissante de taille ∆z ×∆r = 61×84µm2. Cette

fenêtre glissante est échantillonnée avec des cellules de taille δz = 0.15/k0 et δr = 1/k0

(où k0 = 2π/λ0) pour les 5 premiers modes de Fourier. Chaque cellule contient 10 macro-

particules représentant les atomes d’azote neutres. Au cours de la simulation, les atomes

sont ionisés jusqu’à 5 fois, et les cellules contiennent alors 50 macro-électrons et 10 ions

azote. Les effets non-relativistes comme l’effet Kerr ou l’auto-modulation de phase n’ont

pas besoin d’être inclus dans le code car à ces intensités laser, l’avant de l’impulsion ionise

très rapidement les premiers électrons de sorte qu’une quantité négligeable d’énergie in-

teragit avec le gaz non ionisé.

Afin de reproduire au mieux les résultats expérimentaux, nous avons inclus dans les

simulations le profil de la densité de gaz mesuré ainsi que les paramètres laser de l’expé-

rience. Les résultats des simulations étant sensibles au mode laser, nous avons également

inclus dans les simulations le mode laser au foyer ainsi que la phase spatiale en suivant

la même démarche pour retrouver le front d’onde que celle utilisée au chapitre 4 [26]. De

plus, les codes PIC étant très gourmands en temps de calcul, on laisse tourner le code

jusqu’à ce que l’impulsion laser quitte le jet de gaz mais il n’est pas possible de la propa-

ger sur quelques millimètres jusqu’au champ proche. Nous avons alors utilisé un second

code basé sur la décomposition en ondes planes afin de propager la sortie de la simulation

PIC jusqu’en champ proche ou en champ lointain. On peut noter que la forte divergence

de l’impulsion ne satisfait pas l’hypothèse paraxiale : kz =
√

k2 −k2
x −k2

y 6= k

(
1− k2

x
2k2 −

k2
y

2k2

)
nécessaire au calcul de l’intégrale de Fresnel pour la propagation du champ laser. L’équa-

tion d’onde peut toutefois être résolue sans approximations dans l’espace de Fourier de la

façon suivante : on note Ei (x, y, t , z = 0) le champ électrique en z = 0 que l’on veut propa-

ger sur une distance z. Le champ E(x, y, t , z) vérifie l’équation d’onde pour la propagation

dans le vide :

∇2E =
1

c2

∂2E

∂t 2
(6.2)

En effectuant la tranformée de Fourier 3D de l’équation 6.2 selon les variables (x,y,t)

on en déduit :

∂2

∂z2
Ẽ(kx ,ky ,ω, z) =

(
ω2

c2
−k2

x −k2
y

)
Ẽ(kx ,ky ,ω, z) (6.3)

Que l’on peut résoudre pour obtenir le champ en z dans l’espace (x,y,ω) :
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E(x, y,ω, z) = TF−1
(kx ,ky )

[
Ẽ(kx ,ky ,ω, z = 0)e−i kz z

]
(6.4)

où kz =
√

ω2

c2 −k2
x −k2

y . Pour calculer l’impulsion dans le champ lointain, il suffit donc

de rétro-propager l’impulsion jusqu’au foyer puis d’effectuer la transformée de Fourier

inverse sur ω. Pour modéliser le laser dans le champ proche après une optique de colli-

mation comme un miroir parabolique, on ajoute simplement un terme de phase quadra-

tique qui correspond à la phase introduite par une optique de collimation :

Echp pr oche (x, y, t , z) = TF−1
ω

[
E(x, y,ω, z)e i k x2+y2

2z

]
(6.5)

où k =ω/c est le vecteur d’onde pour la propagation dans le vide.

6.5.2 Etude du mécanisme d’auto-compression par ionisation

c)b)a)

Laser intensity 
in the gas jet

Laser intensity at the
  end of the gas jet

Laser intensity 
in the near field

f)

z (µm) z (µm)z (µm)

e)d)

FIGURE 6.9 – Résultat de simulation PIC illustrant le mécanisme d’auto-compression de l’impul-

sion par ionisation. En haut est représentée l’enveloppe de l’intensité laser à différents instants au

cours de la propagation : a) au centre du jet de gaz, b) en sortie du jet de gaz et c) après propagation

en champ proche. En bas : coupe temporelle du profil de l’intensité sur l’axe de propagation.

La figure 6.9 montre l’évolution de l’intensité laser au cours de la propagation dans

le plasma puis en champ proche pour une géométrie de focalisation correspondant à

la position 1 (focalisation en z f oc = −50µm). Les figures 6.9 (a)-(c) représentent l’évolu-

tion de l’enveloppe de l’intensité laser au cours de la propagation, et les figures 6.9 (d)-(f)
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montrent les enveloppes temporelles correspondantes sur l’axe. Dans cette simulation, le

pic de densité est à la position z = 200µm et le plan focal laser en z = 150µm. Les figures

6.9 (a) et (b), représentant l’intensité laser au milieu et à la sortie du jet de gaz respective-

ment, montrent que l’avant de l’impulsion est progressivement érodée par la défocalisa-

tion induite par l’ionisation [22], réduisant ainsi la durée de l’impulsion à 12 fs en sortie du

jet de gaz (panels b-e). La figure 6.9 (c) représente l’intensité laser dans le champ proche

après propagation sur z = 1mm À zR = 33µm. La durée de l’impulsion fait alors 10 fs et

l’homogénéité temporelle le long de l’impulsion est assez bonne. Il est surprenant de re-

marquer que le front d’énergie est courbe, comme l’indique la ligne en pointillés, alors

que les fronts de phase sont plans (pas représentés ici). Il s’agit là encore d’une signature

des couplages spatio-temporels dont nous étudierons les conséquences par la suite.
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FIGURE 6.10 – Analyse temps-fréquence de l’impulsion laser à différentes positions dans le jet de

gaz. a-b) Tranformée de Wigner du champ laser sur l’axe respectivement au milieu et en sortie du

jet de gaz, permettant de mettre en évidence la position des fréquences au sein de l’impulsion.

c-d) Vert : champ laser sur l’axe. Bleu : densité électronique sur l’axe.

De plus, les simulations montrent que les composantes bleues sont générées à l’avant

de l’impulsion et que la GVD due au fort gradient d’indice crée un chirp à l’avant de l’im-

pulsion. La figure 6.10 (a) représente la transformée de Wigner-Ville du champ laser au

milieu du jet de gaz. Ce type de transformation donne le spectre localement le long de

l’impulsion, en convertissant un signal E(t) à une dimension en une carte 2D E(t,ω). Le

résultat de la transformée de Wigner-Ville représenté sur la figure 6.10 (a) montre claire-

ment que le bleu est à l’avant et que le rouge est à l’arrière de l’impulsion, et ce jusqu’en

sortie du jet de gaz (voir figure 6.10 (b)). La figure 6.10 (c) représente le champ électrique

au milieu du jet de gaz ainsi que la densité électronique sur l’axe. Il apparait que l’io-

nisation n’a lieu qu’à l’avant de l’impulsion alors que la partie centrale et l’arrière sont

épargnés.

La figure 6.11 permet de comparer les mesures temporelles au FROG de l’auto-compression

avec les résultats de la simulation PIC dans des conditions similaires, qui ont été propa-

gés jusqu’au champ proche. La largeur spectrale 6.11 (a) et l’enveloppe temporelle 6.11 (c)

sont très bien reproduites par les simulations, et la phase spectrale mesurée est remarqua-

blement proche de celle calculée numériquement : 6.11 (b). Ces résultats valident l’utili-

sation du code PIC pour capturer la physique 3D de l’auto-compression dans le plasma.
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b)a) c)

Position 1: on-axis intensity and phase in the near field

FIGURE 6.11 – Comparaison de l’impulsion provenant de la simulation PIC en bleu avec le champ

retrouvé par l’algorithme FROG, en rouge.

6.5.3 Etude numérique de l’homogénéité de l’auto-compression par io-

nisation

Position1: homogeneous 
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FIGURE 6.12 – Résultats des simulations PIC en champ proche pour les positions 1 et 2, qui corres-

pondent aux 2 positions du plan focal laser dans le jet de gaz pour lesquelles nous avons fait ces

mesures.

Les simulations PIC nous ont permis de reproduire les résultats expérimentaux concer-

nant l’homogénéité spatiale et temporelle de l’auto-compression. Les figures 6.12 (a)-(c)

représentent la distribution transverse en intensité ainsi que la durée locale dans l’impul-

sion pour la simulation dans laquelle le laser est focalisé 50µm avant le pic de densité

(position 1). La distribution transverse en intensité dans le champ proche est assez ho-

mogène, et la durée FWHM est de l’ordre de 10-12 fs dans les zones où l’intensité est la
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plus élevée. La figure 6.12 (c) indique que la durée en limite de transformée de Fourier

est également homogène et vaut 5-6 fs le long de l’impulsion. Par contre, les mêmes diag-

nostics pour la simulation dans laquelle le laser est focalisé 150µm avant le pic de densité

(position 2) montrent des résultats très différents : on peut voir sur les panels 6.12 (d)-

(f) que la distribution transverse, la durée de l’impulsion ainsi que la durée en limite de

transformée de Fourier sont très inhomogènes. Le panel (e) montre l’effet catastrophique

de l’interaction laser-plasma sur la durée de l’impulsion dans cette configuration : l’im-

pulsion n’est pas auto-comprimée et la durée FWHM est par endroits supérieure à 30

fs. L’ensemble des résultats expérimentaux sont très bien reproduits numériquement et

soulignent l’importance de la position du plan focal dans le jet de gaz pour que l’auto-

compression soit homogène.

6.5.4 Interprétation physique des résultats

L’ensemble des résultats expérimentaux et numériques montrent que plusieurs condi-

tions doivent être remplies pour que l’auto-compression de l’impulsion soit homogène à

environ 10 fs. D’une part, il faut que la longueur du jet de gaz soit comparable à la lon-

gueur de Rayleigh afin que l’intensité laser varie peu tout au long de la propagation dans

le jet de gaz. En effet, les résultats les plus homogènes ont été obtenus lorsque la lon-

gueur du jet L j et = 120µm est du même ordre de grandeur que la longueur de Rayleigh

zR = 33µm. Nous avons essayé expérimentalement d’auto-comprimer les impulsions en

utilisant comme jet de gaz un capillaire de diamètre Φ = 200µm : les impulsions étaient

très fortement élargies spectralement, mais de façon inhomogène. Nous avons également

essayé de focaliser les impulsions laser avec une parabole d’ouverture f/1 permettant

d’atteindre une intensité au foyer de IL ∼ 3 × 1018 W/cm2 et une longueur de Rayleigh

de zR ∼ 15µm. L’élargissement spectral n’était pas plus fort et les impulsions obtenues

étaient moins homogènes qu’avec la parabole d’ouverture f/2.4.

D’autre part, il faut que l’intensité laser soit seulement légèrement au-dessus du seuil

d’ionisation du dernier niveau pour que l’auto-compression soit possible. Si l’intensité

laser est trop élevée IL À IN5+ , alors l’élargissement ne sera pas visible car une partie né-

gligeable de l’impulsion contribuera à l’ionisation. A l’inverse si l’intensité est trop proche

du seuil d’ionisation IL ≤ IN5+ , alors la partie centrale de l’impulsion subira l’effet de l’io-

nisation. Dans ce cas, le gradient d’indice dû à l’ionisation couvre l’ensemble de l’impul-

sion, et la GVD associée à ce gradient a pour effet d’étaler temporellement l’enveloppe.

Ces considérations expliquent pourquoi l’homogénéité du processus d’auto-compression

est autant sensible à la position du plan focal dans le jet de gaz. L’auto-compression

est homogène lorsque l’intensité laser reste suffisament élevée lors de la propagation à

travers le jet de gaz. Seul l’avant subit les effets dus à l’ionisation qui tendent à éroder

l’énergie située dans cette zone. L’arrière de l’impulsion est ainsi préservé, ce qui permet

l’homogénéité du processus d’auto-compression. Toutefois, si le jet de gaz est trop long,

l’ionisation va progressivement affecter l’ensemble de l’impulsion et ainsi augmenter la
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durée FWHM en sortie du jet de gaz.

6.6 Etude des couplages spatio-temporels.

Pour nos applications, l’auto-compression n’a d’interêt que si elle permet de conser-

ver ou augmenter l’intensité laser des impulsions refocalisées. Les simulations montrent

que la transmission à travers le plasma est élevée, typiquement > 80% car le volume de

gaz à ioniser est faible, et les résultats expérimentaux et numériques indiquent que l’on

peut réduire la durée des impulsions d’un facteur 2 en champ proche. Il serait donc pos-

sible, en théorie, de presque doubler l’intensité laser en refocalisant ces impulsions. Tou-

tefois, cela implique que l’ionisation n’introduise pas de couplages spatio-temporels qui

pourraient alors dégrader la qualité des impulsions au foyer. Les mesures expérimentales

semblent indiquer la présence de tels couplages, cf. les différences de largeurs spectrales

en champ proche et en champ lointain sur la figure 6.7. Mais nous ne disposions pas des

outils expérimentaux nécessaires pour faire une mesure complète, ni en champ proche

ni en champ lointain [27], de l’amplitude et de la phase laser. On peut noter que les me-

sures FROG donnent l’amplitude et la phase localement dans le champ proche, mais nous

ne pouvons en tirer aucune conclusion quant aux couplages spatio-temporels car nous

n’avons pas accès à la phase relative entre les positions pour lesquelles les mesures ont

été faites. Nous nous reposons donc sur les simulations numériques pour l’étude des cou-

plages spatio-temporels et leurs effets.

6.6.1 Mise en évidence des couplages spatio-temporels

a)

Spectral phase (rad)Spectral intensity

b)

FIGURE 6.13 – Intensité et phase spectrale dans le champ lointain pour la simulation à la position

1 (z f oc = −50µm).

La figure 6.13 représente le spectre en intensité ainsi que la phase spectrale dans l’es-

pace (y,λ) en champ lointain, défini comme la position longitudinale pour laquelle l’in-

tensité laser est la plus élevée. Il apparait sur la figure 6.13 (b) que les composantes bleues
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ont un rayon de courbure, alors que la phase spectrale est assez plate pour les compo-

santes rouges (les lignes noires correspondent à des lignes isophases). Cela s’explique par

le fait qu’au début de l’interaction, les gradients causés par l’ionisation agissent comme

une lentille défocalisante pour l’avant de l’impulsion où les composantes bleues sont

créées, alors que l’arrière de l’impulsion est davantage préservé. L’avant est ensuite pro-

gressivement érodé comme représenté sur les figures 6.9 et 6.10, et la durée de l’impulsion

diminue. Au fur et à mesure que le front d’ionisation recule, une dynamique complexe de

l’ionisation provoque une dépendance du rayon de courbure avec les longueurs d’onde.
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FIGURE 6.14 – Résultat d’un modèle permettant de mettre en évidence les couplages spatio-

spectraux dus à l’ionisation. a) Carte de la densité électronique due à l’ionisation d’atomes d’azote

à la densité nat = 1019 cm−3 par une impulsion laser d’intensité crête IL = 1017 W/cm2 et de durée

25 fs. b) Phase accumulée par l’impulsion laser après l’ionisation du gaz sur 100µm. c) Intensité

spectrale après 100µm de propagation. d) Phase spectrale après 100µm de propagation.

Un modèle assez simple nous permet de montrer que cette différence de courbure est

bien causée par le front d’ionisation. On modélise le jet de gaz par un milieu de densité

atomique constante nat = 1019 cm−3 et de longueur L = 100µm. L’impulsion laser n’étant

pas focalisée au niveau du pic de densité, on considère que le waist laser dans le jet vaut

W0 = 20µm et l’intensité laser vaut alors IL = 1017 W/cm2. La figure 6.14 (a) représente la

carte de densité électronique obtenue par l’ionisation des atomes d’azote par le modèle

ADK, à laquelle on a superposé le profil de l’intensité laser en noir. Cette carte montre

que l’avant de l’impulsion (à gauche sur l’image) voit dans un gradient "courbé" dans

l’espace (x,t), à l’origine de la corrélation spatio-temporelle. On représente sur la figure

6.14 (b) la phase accumulée par l’impulsion laser dans le jet de gaz : φ(x, t ) = η(x, t )ω0L/c

avec l’indice optique du milieu η(x, t ) = 1−ne /2nc . Ce modèle n’a pour objectif que de cal-

culer la phase spatio-spectrale due à l’ionisation, nous supposons ainsi que l’enveloppe

temporelle n’est pas modifiée par les gradients d’indice. Toutefois, la phase temporelle

variant très rapidement sous l’impulsion, le spectre et la phase après le plasma sont mo-

difiés. Pour mettre en évidence les couplages spatio-spectraux, nous calculons le champ
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E(x,ω) = TFt
[
E0(x, t )exp(iφ(x, t ))

]
où E0 (E) est le champ laser avant (après) ionisation.

On représente sur les figures 6.14 (c)-(d) le spectre en intensité et la phase spectrale dans

l’espace (x,ω). Le spectre en intensité montre que l’impulsion est élargie vers le bleu, ce

que nous avions déjà observé. De plus, la phase spectrale met clairement en évidence

le fait que les composantes bleues acquièrent une courbure, alors que la phase pour les

composantes rouges est beaucoup plus plate. Ce modèle confirme bien les observations

faites sur la figure 6.13 (b).
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FIGURE 6.15 – Enveloppes temporelle (a) et spectrale (b) de l’impulsion obtenues après propaga-

tion jusqu’en champ proche du spectre et de la phase provenant du modèle pour l’ionisation.

Nous avons ensuite propagé l’impulsion définie par l’amplitude et la phase spectrale

représentées sur les figures 6.14 (c) et (d). La figure 6.15 représente l’enveloppe temporelle

ainsi que le spectre dans le champ proche, après z = 1.2mm de propagation. La durée

FWHM de l’impulsion est passée de 25 fs en champ lointain à environ 5 fs en champ

proche. L’effet de la phase spectrale induite par l’ionisation dans ce modèle est similaire

à celui du couplage spatio-temporel appelé courbure de front d’onde que nous avons

présenté en début de chapitre et sur la figure 6.14 (c)-(d).

6.6.2 Effets des couplages spatio-temporels sur l’impulsion

La phase spatio-spectrale que nous avons mise en évidence a un effet dramatique sur

l’impulsion refocalisée. La figure 6.16 représente la distribution en intensité et la durée de

l’impulsion FWHM de la simulation PIC à la position 1 (z f oc = −50µm) propagée jusqu’au

champ lointain. Bien que le waist au foyer soit petit W0 ' 2.5µm, l’intensité laser IL ∼ 6×
1017 W/cm2 est plus faible que l’intensité initiale du laser. En effet, à cause des couplages

spatio-temporels, la durée de l’impulsion passe de τ0 ∼ 10fs dans le champ proche à τ0 ∼
22fs au foyer, comme représenté sur la figure 6.16 (b).
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Position 1 in the far field
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FIGURE 6.16 – Résultat de la propagation dans le champ lointain de la simulation PIC à la position

1. a) Distribution transverse de l’intensité au foyer. b) Durée FWHM dans la tache focale.

6.7 Conclusion

Nos résultats montrent que l’on peut comprimer des impulsions laser de 25 fs jusqu’à

12 fs avec une transmission supérieure à 80% avec l’auto-compression induite par ioni-

sation, en laissant focalisant les impulsions dans un jet d’Azote. Nous avons mesuré ex-

périmentalement une compression homogène dans le champ proche dès lors que la géo-

métrie de focalisation est adaptée. Cependant, les simulations numériques indiquent que

des couplages spatio-temporels augmentent la durée et diminuent l’intensité de l’impul-

sion au foyer, ce qui compromet l’emploi de cette technique de post-compression pour

nos applications. Il serait toutefois intéressant de réaliser expérimentalement une carac-

térisation spatio-temporelle pour confirmer les résultats numériques, un diagnostic per-

mettant de mesurer l’amplitude et la phase spatio-spectrales au foyer ayant été démontré

récemment [27].
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Chapitre 7

Etude numérique de la génération de

faisceaux d’électrons à 5 MeV

« »
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Nous allons présenter les résultats de simulations numériques portant sur l’accélé-

ration d’électrons avec des impulsions laser ultra-brèves. Les codes PIC permettant de

reproduire l’interaction laser-plasma de façon réaliste, ils sont parfaitement adaptés à

l’étude préliminaire d’un nouveau régime d’interaction dans le but de dimensioner une

expérience. L’objectif de ce chapitre est donc de justifier que la post-compression du sys-

tème laser de la "Salle Noire" permettra de produire des faisceaux de qualité suffisante

pour les expériences de diffraction ultra-rapide d’électrons.

L’originialité de cette étude réside dans le fait que le spectre des impulsions de durée

5 fs est particulièrement large. On représente sur la figure 7.1 un spectre mesuré en Salle

Noire pour une impulsion de durée τ0 = 25fs en rouge, et un spectre correspondant à une
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durée de τ = 4fs en bleu, mesuré en Salle Noire également lors des premiers essais de

compression dans la fibre remplie de gaz.
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FIGURE 7.1 – Comparaison de la largeur spectrale pour des impulsions de durée en limite de trans-

formée de Fourier 4 fs en bleu et 25 fs en rouge.

Les simulations PIC ont montré que la dispersion spectrale dans le plasma joue un

rôle dominant pour l’accélération d’électrons avec des impulsions aussi courtes, provo-

quant un ralentissement très important de l’onde plasma dont la vitesse de phase devient

sous-relativiste. Des électrons sont alors massivement injectés dans l’onde-plasma puis

accélérés jusqu’à 5-10 MeV. Nous allons présenter ces résultats de la façon suivante :

• Nous commencerons pas une analyse théorique des effets linéaires et non-linéaires

pouvant affecter la propagation d’une impulsion laser dans un plasma. Cette partie

met en évidence le rôle de la dispersion sur une impulsion aussi large spectrale-

ment.

• Nous détaillerons ensuite les mécanismes permettant l’injection des électrons dans

l’onde plasma. Les simulations montrent que l’injection a lieu en 2 étapes, la pre-

mière correspondant à l’auto-injection dans le régime de la bulle, et la seconde est

due au ralentissement de l’onde plasma.

• Pour terminer, nous étudierons le rôle du chirp laser. Dans ce régime dominé par

la dispersion spectrale, les simulations montrent qu’il est possible de contrôler l’in-

jection dans une certaine mesure en chirpant l’impulsion laser.

7.1 Etude préliminaire : effet de la dispersion spectrale et

des effets non linéaires sur des impulsions ultra-courtes

Tout d’abord, nous allons introduire les mécanismes affectant la propagation d’une

impulsion dans un plasma en nous basant sur l’étude proposée dans [1]. L’indice de re-

fraction d’un plasma sous-dense (ω2
p /ω2

0 ¿ 1) dans lequel se propage une impulsion laser

polarisée linéairement s’écrit :
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η = 1− 1

2

ω2
p

ω2
0

(
1+ δne

ne
− 〈a2〉

2
−2

δω

ω0

)
(7.1)

où l’on rappelle que ω0 est la fréquence centrale du laser, ωp la fréquence plasma, a

est le vecteur potentiel normalisé, et ne représente la densité électronique. Il faut noter

que cette formule implique certaines approximations : on suppose un régime faiblement

relativiste (a2 ¿ 1), et que l’enveloppe est lentement variable (ω0τÀ 1). Elle n’est donc

pas valide pour des impulsions de quelques cycles optiques, mais elle nous sert de point

de départ pour la compréhension des phénomènes physiques en jeu dans les simulations.

Comme nous l’avons vu au chapitre précédent, les modulations de l’indice optique

modifient localement le spectre laser : δω0/ω0 ∝ ∂η/∂t dans l’approximation faiblement

relativiste. L’équation 7.1 contient les effets physiques qui vont nous intéresser par la

suite :

• − 〈a2〉
2 auto-modulation de phase relativiste :

Effets longitudinaux :

L’auto-modulation de phase dans un plasma provoque un élargissement symétrique

du spectre par les gradients longitudinaux de l’enveloppe laser. L’avant de l’impulsion est

ainsi décalé vers le rouge et l’arrière est décalé vers le bleu, comme représenté sur la figure

7.2.

0

I 
(a

u
.)

0δ
ω

Arrière Avant

Vers le rouge

Vers le bleu

FIGURE 7.2 – Elargissement spectral causé par l’auto-modulation de phase relativiste.

Effets transverses :

A haute intensité, les gradients transverses permettent de guider l’impulsion laser

dans le plasma car l’intensité laser est plus forte au centre que sur les bords. Dès lors

que la puissance laser est suffisante, P > Pc [GW] = 17.4nc /ne , la courbure du front d’onde

induite par les gradients d’intensité compense la courbure due à la diffraction naturelle,

et l’impulsion entre alors dans un régime d’auto-focalisation. Cet effet d’auto-focalisation

dans un plasma est appelé l’auto-focalisation relativiste [2, 3].
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• δne
ne

génération de nouvelles fréquences par l’onde plasma :

Les variations rapides longitudinales de la densité électronique peuvent générer de

nouvelles fréquences. On représente sur la partie supérieure de la figure 7.3 une impul-

sion laser en rouge, ainsi qu’une onde plasma créée par le laser en bleue. L’élargisse-

ment causé par ces gradients de densité est très asymétrique lorsque l’impulsion laser est

courte devant la longueur d’onde plasma. L’impulsion laser se trouve alors globalement

décalée vers le rouge, comme le représente la partie inférieure de la figure 7.3.
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FIGURE 7.3 – Elargissement spectral causé par l’onde plasma.

• −2δω
ω0

dispersion de la vitesse de groupe :

Afin d’estimer l’effet de la dispersion de vitesse de groupe lors de la propagation de

l’impulsion dans le plasma, nous avons calculé l’évolution de la durée au cours de la pro-

pagation en faisant l’hypothèse que l’on est dans un régime linéaire, c’est-à-dire en sup-

posant a2
0 ¿ 1 et δne /ne ¿ 1. L’indice de réfraction s’écrit alors :

ηlin(ω) = 1−
ω2

p

2ω2
(7.2)

La durée de l’impulsion se propageant selon l’axe x est donnée par∆t 2(x) = 〈t 2〉, où 〈·〉
représente la moyenne sur la distribution en intensité, où l’origine des temps a été choisie

telle que 〈t〉2 = 0. Soit E(ω) = |E(ω)|exp[iφ(ω)] le champ électrique laser dans le domaine

des fréquences et φ(ω) = ω
c

∫ x
0 η dx la phase spectrale. On peut alors développer le terme

〈t 2〉 :

〈t 2〉 = A
∫ +∞

−∞
t 2|E(t )|2 dt = A

∫ +∞

−∞

∣∣∣d E(ω)

dω

∣∣∣2 dω

2π

= A
∫ +∞

−∞
d |E(ω)|

dω

2 dω

2π
+A

∫ +∞

−∞

(
dφ

dω

)2

|E(ω)|2 dω

2π

= 〈t 2〉φ=0 +
〈(

dφ

dω

)2 〉
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avec A = 1/
∫ +∞
−∞ |E(t )|2 dt un facteur de normalisation. L’évolution de la durée de l’im-

pulsion s’écrit alors sous la forme suivante : ∆t 2(x) =
√
∆t 2

0 +∆τ2
g (x). Le premier terme

∆t0 = 〈t 2〉φ=0 correspond à la durée en limite de transformée de Fourier, et le second τg =

dφ/dω correspond au délai de groupe. En prenant compte de l’expression de l’indice de

réfraction dans le régime linéaire, on peut alors calculer le délai de groupe τg = x
c

(
1+ ω2

p

2ω2

)
et ainsi développer l’évolution de la durée :∆t (x) =∆t0

√
1+x2/L2

p avec :

Lp =
2c∆t0

ω2
p

〈(
1

ω2
−

〈
1

ω2

〉)2〉−1/2

(7.3)

Cette expression ne nécessite que l’hypothèse du régime linéaire, nous n’avons eu a

faire aucune hypothèse sur la largeur spectrale de l’impulsion. On peut simplifier cette

expression en supposant que la largeur spectrale de l’impulsion est étroite δω¿ω0 pour

arriver à l’expression ci-dessous :

Lp ' 2cσt 2
0

ω3
0

ω2
p

(7.4)

Cette formule montre que la dispersion de vitesse de groupe est d’autant plus forte

que la largeur spectrale est grande Lp ∝ σt 2
0 (durée rms), que la densité électronique est

élevée Lp ∝ 1/ne , et que la fréquence centrale du laser est faible. Cette étude analytique

nous indique que la durée d’une impulsion de durée∆t0 = 5fs FWHM augmente d’un fac-

teur
p

2 après seulement 110µm de propagation dans un plasma de densité électronique

8.7×1019 cm−3. Comme nous l’avons déjà vu, l’impulsion devient chirpée négativement

après propagation dans le plasma, avec les hautes fréquences à l’avant et les basses fré-

quences à l’arrière de l’impulsion.

Dans la section suivante, nous allons étudier la propagation d’une impulsion de quelques

cycles optiques dans un plasma à l’aide de simulations PIC.

7.2 Propagation d’une impulsion de durée 5 fs dans un plasma

sous-dense

Nous avons modélisé l’interaction laser-plasma en utilisant le code PIC Calder-Circ

[4] avec 2 modes de Fourier, c’est-à-dire en supposant une symétrie cylindrique. Les para-

mètres laser que nous avons utilisés dans les simulations correspondent aux paramètres

attendus après compression dans la fibre : des impulsions de durée τ0 = 5fs FWHM en

intensité, centrées autour de λ0 = 800nm, et d’énergie EL = 4.1mJ. L’impulsion laser se

propage dans un plasma déjà ionisé dont le profil de densité longitudinale est formé d’un

plateau de longueur 203µm précédé et suivi d’une rampe de 63µm. La densité électro-

nique au niveau du plateau vaut ne = 0.05nc = 8.7× 1019cm−3. L’impulsion laser est fo-

calisée au début du plateau sur un waist de W0 = 4.3µm, permettant d’atteindre une
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intensité de IL = 2.6 × 1018 W/cm2, soit a0 = 1.1 au foyer. Avec ces paramètres, la puis-

sance laser P = 0.76TW est supérieure à la puissance seuil pour l’auto-focalisation rela-

tiviste Pc = 0.35TW. Ces paramètres laser et plasma permettent donc d’atteindre le régime

d’auto-focalisation qui est favorable à l’accélération d’électrons. Les équations de Max-

well et les équations du mouvement pour les électrons sont calculées dans une fenêtre

glissante qui se déplace à la vitesse de groupe du laser vg = 0.97c dans le plateau de den-

sité. La fenêtre est composée de 1500×200 cellules, de taille longitudinale∆x = 0.125c/ω0

et de taille radiale∆r = 0.628c/ω0, et contenant chacune 220 particules.
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FIGURE 7.4 – Propagation d’une impulsion de durée 5 fs dans un plasma de densité n/nc = 5% :

a-j) Carte de l’intensité laser |E/E0|2 à différentes positions lors de la propagation. b-k) Carte de la

densité électronique n/nc montrant les ondes plasmas générées par l’impulsion. c-l) Spectre laser

sur l’axe (en bleu) et phase spectrale (en vert). La courbe bleue pointillée représente le spectre

laser initial.

Nous nous sommes intéressés dans un premier temps à la propagation d’une impul-

sion laser en limite de transformée de Fourier. La figure 7.4 représente l’intensité laser

|E/E0|2 (avec E0 = me cω0/e), l’intensité et la phase spectrale sur l’axe, ainsi que la carte

de densité électronique à différents instants dans la simulation. On peut voir sur les pa-

nels (a) et (d) que l’impulsion est focalisée au début de la propagation dans le plateau.

En même temps que l’impulsion se focalise, des ondes plasma intenses sont générées et

forment des cavités ioniques derrière le laser (panels (b) et (e)), et le spectre laser est for-

tement élargi et décalé vers le rouge par les effets non linéaires dans l’onde plasma. De

plus, le profil quadratique de la phase spectrale φ(ω) indique que l’impulsion est chir-

pée négativement dès qu’elle arrive dans le plateau, à la position x = 65µm. L’effet de la
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dispersion est particulièrement fort pour des impulsions aussi larges spectralement, et

on peut très clairement voir à la position x = 140µm sur la figure 7.4 (g) que l’impulsion

est étirée temporellement, avec les basses fréquences qui sont focalisées à l’arrière et les

hautes fréquences qui diffractent à l’avant de l’impulsion. A cette position, la fréquence

centrale a été décalée à ω0/2, et par conséquent la vitesse de groupe du laser est passée

de vg (ω0) = 0.97 à vg (ω0/2) = 0.9. Ce décalage de la fréquence centrale est la signature

de l’excitation d’ondes plasma intenses. Le ralentissement de l’onde plasma qui accom-

pagne le décalage de la fréquence centrale vers les basses fréquences est visible sur les

panels (e)-(h), où on rappelle que les grandeurs sont calculées dans une fenêtre glissante,

qui se déplace à la vitesse de groupe du laser. A la sortie du plateau, l’impulsion laser n’est

plus capable de maintenir l’auto-focalisation, et elle diffracte pendant que la dispersion

continue à étirer la durée de l’impulsion (voir figures 7.4 (j)-(l)).
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FIGURE 7.5 – Evolution de la durée et du spectre laser lors de la propagation. a) Vert pointillé : profil

de la densité électronique. Bleue : évolution de la durée FWHM de l’impulsion en intensité et sur

l’axe au cours de la propagation. b) Bleue : fréquence centrale laser sur l’axe. Vert pointillé : largeur

spectrale rms de l’impulsion au cours de la propagation.

Pour étudier quantitativement l’évolution de l’impulsion laser au cours de la propa-

gation, on représente sur la figure 7.5 (a) l’évolution de la durée FWHM de l’impulsion

sur l’axe en fonction de sa position dans le plasma, et sur la figure 7.5 (b) l’évolution de la

fréquence centrale 〈ω〉/ω0 ainsi que l’évolution de la largeur spectrale rms σω/ω0. Cette

figure nous indique qu’au niveau de la rampe de densité, la dispersion spectrale par le
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plasma n’a pas d’effet, en accord avec la théorie linéaire que nous avons présentée pré-

cédemment. Par contre, lors de la propagation de l’impulsion dans le plateau de densité

(x > 70µm) les effets non-linéaires sont très forts : la largeur spectrale augmente jusqu’à

être multipliée par un facteur 2, et la fréquence centrale de l’impulsion est divisée par 2

au milieu du plateau. Ces effets non-linéaires expliquent pourquoi dans cette région, la

durée de l’impulsion augmente très fortement et ne suit pas la loi prédite par la théorie

linéaire : ∆t 2(x) = ∆t0

√
1+x2/L2

p avec Lp = 110µm. En effet, si l’on prend simplement

en compte le fait que la fréquence centrale a été divisée par 2, alors la formule 7.4 donne

Lp (ω0/2) = Lp (ω0)/8 = 14µm. Dans ce cas, la théorie linéaire prédit que la durée de l’im-

pulsion est multipliée par un facteur 6.5 après 100µm de propagation ce qui est proche

du comportement observé sur la figure 7.5 (a).

L’évolution de l’impulsion laser est profondément différente dans ce régime par rap-

port à ce qui a été étudié jusqu’à maintenant, à plus faible densité et avec des impulsion

plus longues, où le rôle de la dispersion spectrale est alors négligeable. Il a été montré

que dans le régime de la bulle, l’arrière de l’impulsion se propage dans une cavité ionique

où la densité est faible, alors que l’avant génère l’onde plasma et se propage donc dans

un milieu de densité plus élevé. Ainsi, la différence de vitesse de groupe entre l’avant et

l’arrière permet l’auto-compression de l’impulsion [5, 6, 7].

Au contraire, dans le régime que nous étudions ici, la dispersion domine la propaga-

tion du laser. Son effet est accentué par les effets non-linéaires, qui tendent à (i) élargir

le spectre de l’impulsion, et (ii) décaler le spectre vers les basses longueurs d’onde pour

lesquelles la dispersion est d’autant plus forte. Bien que l’impulsion s’auto-focalise et at-

teigne a0 ≥ 1.6, l’onde plasma qu’elle génère dans son sillage n’est pas assez intense pour

que l’arrière de l’impulsion reste confiné dans la première cavité ionique et la durée de

l’impulsion explose. Nous allons maintenant nous intéresser aux conséquences des effets

non-linéaires et de la dispersion de vitesse de groupe sur les ondes plasma.

7.3 Accélération d’électrons à 5 MeV

7.3.1 Evolution des ondes plasma au cours de la propagation

L’évolution brutale de l’impulsion laser a des conséquences fortes sur les ondes plasma

qui se propagent à la vitesse de groupe du laser. Ainsi, les ondes plasma ralentissent au

fur et à mesure que le spectre laser est décalé vers le rouge :

vg ' c

(
1− 1

2

ω2
p

ω2
0

)
(7.5)

On représente sur la figure 7.6 une analyse quantitative de l’évolution de l’onde plasma

au cours de la propagation du laser. La courbe bleue correspond à la position de l’arrière

de la première arche de l’onde plasma par rapport à l’avant de la fenêtre glissante, et la

courbe verte représente la taille longitudinale de cette arche. Dans le gradient d’entrée
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FIGURE 7.6 – Courbe bleue : évolution de la position de l’arrière de la première arche de l’onde

plasma (∆x) par rapport à l’avant de la fenêtre glissante. Courbe verte pointillée : évolution de la

taille longitudinale de la première arche de l’onde plasma (Lbucket ). Courbe noire pointillée : profil

de la densité électronique.
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du plasma, pour x < 60µm, la densité électronique augmente linéairement avec x et cette

augmentation provoque une contraction de l’onde plasma. C’est pourquoi la bulle avance

et sa taille longitudinale diminue. En revanche, la dynamique de la bulle dans le plateau

est beaucoup plus complexe. Dans la première partie du plateau pour x = 70− 100µm,

une légère dilatation de l’onde plasma est causée par l’auto-focalisation de l’impulsion

laser, puis elle se contracte légèrement pour x > 100µm. Toutefois, la longueur de l’arche

de l’onde plasma varie assez peu au cours de la propagation. La courbe bleue sur la figure

7.6 montre qu’une décélération de la vitesse de phase s’effectue en 2 étapes au cours de

la propagation. Dans la région x = 70−110µm, la vitesse de phase vaut βp1 = vp1/c = 0.9

ce qui correspond à un facteur relativiste γp1 = 2.3. Pour x > 110µm, la fréquence centrale

de l’impulsion est très fortement décalée vers le rouge, ce qui provoque une décéléra-

tion brutale de l’onde plasma. Sa vitesse de phase vaut alors βp2 = 0.727, i.e. γp2 = 1.45.

L’onde plasma a tellement ralenti qu’elle devient sous-relativiste dans la seconde région

du plasma. La vitesse de groupe de l’impulsion laser dans cette région βg (ω0/2) = 0.89 est

supérieure à la vitesse de phase de l’onde plasma, possiblement car l’avant de l’impul-

sion recule au fur et à mesure qu’elle perd de l’énergie en génèrant l’onde plasma [8, 9].

Comme nous l’avons vu sur la figure 3.5, ce ralentissement permet de réduire l’énergie

seuil pour l’injection des électrons dans l’onde plasma.

7.3.2 Injection d’électrons dans les ondes plasma

Afin de comprendre les conséquences des modifications du spectre laser sur l’injec-

tion des électrons, on représente sur la figure 7.7 l’évolution au cours de la propagation du

laser du nombre d’électrons dont le facteur de lorentz γ> 6, i.e. d’énergie Ee > 3MeV. On

représente en bleu sur la même figure l’évolution du vecteur potentiel normalisé au cours

de la propagation de l’impulsion. On rappelle que le vecteur potentiel normalisé au foyer

vaut a0 = 1.1. On voit donc que l’impulsion s’auto-focalise au début du plateau de den-

sité, dans la région x = 70−100µm, jusqu’à atteindre a0 ' 1.6. Lorsque l’impulsion s’auto-

focalise, la bulle se dilate légèrement longitudinalement au fur et à mesure que l’intensité

augmente, permettant ainsi un léger ralentissement de l’arrière de la bulle. Une première

injection d’électrons a alors lieu.

Les simulations montrent qu’une seconde injection se produit vers x = 130−150µm,

où le vecteur potentiel normalisé atteint a0 ' 1.1. Dans les simulations a0 = 8.5×10−10λI1/2

est calculé pour une longueur d’onde de λ0 = 800nm. Comme la longueur d’onde centrale

a été divisée par 2 dans la région x = 130− 150µm, l’intensité laser est élevée et elle ex-

cite des ondes plasma intenses. Une seconde injection a alors lieu, qui est d’autant plus

forte que les ondes plasma ont fortement ralenti dans cette région : γp2 = 1.45. La charge

accélérée dans la première région vaut environ 5 pC, et un paquet d’électrons d’énergie

E > 3MeV et de charge totale 14 pC est accéléré lorsque la seconde injection se termine.

Afin de mieux comprendre comment les électrons sont injectés puis accélérés dans

l’onde plasma, on représente sur la figure 7.8 le paquet d’électrons dans l’espace des
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FIGURE 7.7 – Courbe bleue : évolution du potentiel vecteur normalisé a0 au cours de la propa-

gation. Courbe verte pointillée : évolution de la charge électronique pour les électrons d’énergie

E > 3MeV et situés à moins de 2.5µm de l’axe.
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plasma.
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phases (x, px/mc) à 3 moments représentatifs de l’injection dans ce régime. Le panel (a)

montre que lors de la première injection, lorsque le laser est à la position x = 100µm, la

majorité de la charge est injectée dans la seconde arche de l’onde plasma. La charge de

ce paquet d’électrons, appelé "Bunch I" sur la figure 7.8, vaut 3.7 pC ce qui correspond à

environ 70% de la charge d’électrons d’énergie supérieure à 3 MeV injectée à cet instant.

Sur le panel (b), l’impulsion laser est à la position x = 125µm et l’onde plasma commence

à ralentir fortement. L’injection d’un nouveau paquet d’électrons, noté "Bunch II" sur la

figure, commence alors dans la première arche. On voit également que les ondes plasma

ont tellement ralenti que le Bunch I entre dans la partie décélératrice. Enfin, lorsque l’im-

pulsion laser arrive en x = 150µm les 2 paquets d’électrons ont dépassé l’onde plasma et

ils se propagent ballistiquement. En effet, comme nous l’avons montré sur la figure 7.4,

l’impulsion laser est défocalisée et les ondes plasma sont très faibles. Les électrons du pre-

mier paquet ont alors atteint une énergie supérieure à 10 MeV, et l’énergie des électrons

formant le second paquet est autour de 5 MeV. Les électrons du Bunch II étant injectés

dans une onde plasma beaucoup plus lente, il est normal qu’ils atteignent une énergie

plus faible. Afin d’estimer cet effet, on peut calculer le gain d’énergie maximal ∆γ que

peuvent avoir des électrons injectés dans une onde plasma linéaire se propageant à la vi-

tesse de phase βp :∆γ = 4γ2
p (E/E0)ω0/ωp . Ce modèle nous indique que le rapport d’éner-

gie gagnée entre les 2 paquets d’électrons vaut γ2
p1/γ2

p2 ' 2.5, en accord avec les résultats

des simulations PIC. De plus, au cours de la première injection, les simulations indiquent

que E/E0 ' 0.2, γp,1 = 2.3, ce qui donne ∆γ1 = 19. Selon ce modèle, les premiers électrons

injectés gagnent 9.5 MeV dans les ondes plasma, en accord avec les résultats de la simu-

lation. L’énergie atteinte par les électrons du second paquet est alors adaptée pour les

expériences de diffraction.

7.3.3 Propriétés du paquet d’électrons

Nous allons maintenant analyser les propriétés du paquet d’électrons accélérés dans

les simulations afin de pouvoir les comparer en fin de chapitre aux paramètres requis

pour des expériences de diffraction d’électrons résolues en temps. La figure 7.9 (a) re-

présente la distribution en énergie des électrons accélérés lorsque l’impulsion laser est

en x = 123µm en bleu. La distribution est plate et s’étend de 3 jusqu’à environ 20 MeV.

Lorsque l’impulsion est en x = 137µm, le second paquet d’électrons a été injecté et la dis-

tribution est alors piquée vers Ee ∼ 7MeV. Ce pic dans la distribution en énergie contient

une charge d’environ 8.5 pC avec une dispersion en énergie de∆Ee /Ee = 12.6%.

On représente l’ensemble des électrons accélérés en x = 137µm dans l’espace des

phases transverses (py , pz) sur la figure 7.9 (b). On voit que la divergence du faisceau

est plus grande dans la direction y qui correspond à la direction de polarisation du la-

ser. En effet, les électrons se déphasent rapidement dans les ondes plasma jusqu’à subir

le champ laser de la partie de l’impulsion à la fréquence ω0/2 et dont la vitesse de groupe

est faible. La divergence FWHM de la distribution électronique vaut 12 (90) mrad dans la
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a

b

x=123 µm
x=137 µm

FIGURE 7.9 – a) Distribution en énergie des l’ensemble des électrons à la fin de la première

(x = 125µm) et de la seconde (x = 137µm) injection en bleu et vert respectivement. b) Densité

électronique des électrons dans l’espace des phases transverses (py /me c, pz /me c), où y corres-

pond à la direction de polarisation du laser.
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direction perpendiculaire (parallèle) à la direction de polarisation du laser. Afin de cal-

culer l’émittance normalisée du paquet d’électrons, nous avons appliqué un filtre dans

l’espace des phases pour ne retenir que 50% de la charge totale, ce qui revient donc à fil-

trer les électrons qui divergent le plus. Nous avons alors calculé une émittance normalisée

de εn = 6×10−3 mm.mrad (0.2 mm.mrad) dans la direction perpendiculaire (parallèle) à la

direction de polarisation.

7.4 Optimisation du faisceau d’électrons

7.4.1 Effet du chirp initial de l’impulsion laser

Les simulations mettant en évidence le rôle crucial de la dispersion lors de l’accélé-

ration des électrons, il est naturel de vouloir introduire un chirp positif dans l’impulsion

laser afin de pré-compenser la dispersion linéaire causée par le plasma. Des études ré-

centes se sont intéressées à l’effet du chirp sur l’accélération d’électrons dans le régime

de la bulle [10, 11]. Dans [10], les auteurs montrent que l’application d’un chirp négatif

sur des impulsions de durée 5 fs et d’énergie 0.33 J permet de ralentir l’évolution non-

linéaire de l’impulsion laser dans le plasma car la partie avant de l’impulsion, qui contient

donc initialement les composantes bleues, se retrouve décalée vers le rouge. A l’inverse

un chirp positif provoquera une évolution encore plus brutale du spectre laser [11].

Dans les simulations PIC, nous avons introduit du chirp spectral sous la forme Φ =

ωt +bt 2, où b correspond au paramètre du chirp défini de la façon suivante :

b = ± 1

4∆t 2

√
∆t 2

∆t 2
0

−1 (7.6)

avec ∆t0 et ∆t les durées rms des impulsions en limite de transformée de Fourier et

chirpée respectivement. Le signe + (-) permet d’introduire un chirp positif (négatif), pour

lequel les basses (hautes) fréquences sont à l’avant de l’impulsion. Nous avons conservé

la largeur spectrale et l’énergie de l’impulsion laser dans les simulations. L’introduction

du chirp revient ainsi à multiplier l’intensité laser par un facteur∆t0/∆t < 1.

La figure 7.10, qui représente le potentiel vecteur normalisé au cours de la propaga-

tion, montre qu’un chirp positif permet de contrôler la position à laquelle l’impulsion

est comprimée dans le plasma. Les impulsions initialement chirpées à une durée de 7 et

9 fs atteignent a0 > 2, ce qui est nettement supérieur à l’intensité maximale pour l’impul-

sion non chirpée : a0 = 1.6. On voit aussi que la position pour laquelle l’intensité maxi-

male est atteinte est d’autant plus profonde dans le plasma que l’impulsion est chirpée

positivement. Il faut noter qu’une augmentation de l’intensité laser due aux effets de la

dispersion de vitesse de groupe (GVD) n’avait pas été observée pour des impulsions plus

longues dans des plasmas de plus faible densité. Il est donc nécessaire que l’impulsion

soit extrêmement large spectralement pour qu’un effet significatif de la GVD soit visible.

Toutefois, l’augmentation de a0 peut être causée par une diminution de la durée de
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FIGURE 7.10 – Evolution du potentiel vecteur normalisé a0 au cours de la propagation pour diffé-

rentes valeurs du chirp. Courbe bleue : impulsion non chirpée. Les courbes verte, rouge et violette :

impulsions chirpées à 7, 9 et 13.7 fs respectivement. Courbe verte pointillée : profil de la densité

électronique.
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FIGURE 7.11 – Représentation du champ laser (gauche), et de l’intensité (droite, bleu) et de la phase

spectrale (droite, gauche) à la position où l’intensité laser est maximale, pour les simulations : sans

chirp initial (a-b), chirpée positivement à τ = 7fs (c-d), τ = 9fs (e-f), et τ = 13.7fs (g-h).
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l’impulsion ou de son waist. Afin de confirmer qu’il s’agisse bien d’un effet temporel, on

représente sur la figure 7.11 le profil temporel de l’impulsion à la position où a0 est maxi-

mal pour chaque valeur du chirp étudié précédemment. On voit que l’impulsion initiale-

ment non chirpée n’est plus comprimée temporellement lorsque son intensité est maxi-

male, comme l’indique la phase quadratique visible sur la figure 7.11 (b). Par contre, les

impulsions chirpées positivement à 7 et 9 fs sont devenues mono-cycle, ce qui confirme

qu’il est possible de pré-compenser la GVD introduite par le plasma grâce au chirp. Concer-

nant l’impulsion chirpée à 13.7 fs, on voit sur les panels (g) et (h) qu’elle est encore chirpée

positivement, et par conséquent elle atteint une valeur de a0 plus faible que pour les im-

pulsions chirpées à 7 et 9 fs.

Les figures 7.11 (b)-(d)-(f)-(h) représentent les spectres lasers lorsque a0 est maximal.

Il apparaît que le chirp a également un effet sur l’évolution non-linéaire de l’impulsion :

la fréquence centrale est davantage décalée vers le rouge pour les impulsions courtes, et

les spectres sont d’autant plus élargis vers le bleu que les impulsions sont longues. Cela

s’explique bien par l’analyse que nous avons faite en début de chapitre. Si l’impulsion est

courte, elle ne verra que l’avant de l’onde plasma et sera par conséquent principalement

élargie vers les basses fréquences. Par contre, si l’impulsion est longue elle verra égale-

ment les gradients positifs d’indice optique situés à l’arrière de l’onde plasma, qui ont

pour effet d’élargir le spectre vers les hautes fréquences. Dans ce cas, le spectre est élargi

vers le rouge à l’avant et vers le bleu à l’arrière, permettant ainsi un élargissement spectral

plus symétrique comme on peut le voir sur le panel (h).

FIGURE 7.12 – Evolution de la charge électronique au cours de la propagation de l’impulsion pour

les électrons d’énergie E > 3MeV et situés à moins de 2.5µm de l’axe. Courbe bleue : impulsion

initialement non chirpée. Courbes verte, rouge et violette : impulsions chirpées à 7, 9 et 13.7 fs

respectivement. La courbe noire correspond à une impulsion initialement chirpée négativement

à 7 fs.

La figure 7.12 montre l’effet du chirp sur la charge injectée. Il apparaît que l’intro-

duction d’un chirp positif permet d’augmenter la charge injectée dans le premier pa-

quet d’électrons, mais réduit la charge injectée par le second mécanisme. Pour l’impul-
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sion chirpée à 7 fs, la charge injectée dans le premier paquet est multipliée par un fac-

teur deux par rapport à l’impulsion non chirpée, et la charge totale augmente d’environ

30%. Le chirp permet d’augmenter significativement l’intensité de l’impulsion lorsqu’elle

s’auto-focalise, et de générer ainsi des ondes plasma beaucoup plus intenses. C’est pour

cette raison que la charge auto-injectée dans le premier paquet d’électrons est beaucoup

plus importante. Ensuite, le chirp positif limite le décalage de la fréquence centrale vers le

rouge, ce qui fait que le ralentissement des ondes plasma est moins fort, et par conséquent

la charge injectée dans le second paquet d’électrons est plus faible. On voit également

que lorsque le chirp est trop important, aucun électron d’énergie Ee > 3MeV n’est injecté

(courbe violette). Nous avons également étudié l’injection avec une impulsion chirpée

négativement à 7 fs (courbe noire) : dans ce cas, la dispersion réduit fortement l’intensité

laser au foyer ce qui empêche l’injection d’électrons.
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FIGURE 7.13 – Distribution électronique dans l’espace des phases en sortie du jet de gaz pour la

simulation avec une impulsion initialement chirpée positivement à 9 fs.

La figure 7.13 représente la distribution électronique dans l’espace (x, px/me c) lorsque

l’impulsion atteint la sortie du jet de gaz, dans le cas de l’impulsion initialement chirpée

positivement à 9 fs. On peut voir que la majorité de la charge est maintenant contenue

dans le premier paquet d’électrons, car l’introduction du chirp a limité le ralentissement

de l’onde plasma. Par contre, la dispersion en énergie du paquet est large, similaire à celle

représentée en bleu sur la figure 7.9 (a).

7.4.2 Effet de la CEP

Dans [12], les auteurs étudient le mécanisme d’injection d’électrons par ionisation

dans un gaz d’azote avec des impulsions laser de 5 fs et 5 mJ. L’injection a lieu sur une

distance très courte où l’intensité laser est maximale, et ils observent que la phase rela-

tive entre la porteuse et l’enveloppe (CEP pour "Carrier-Envelope Phase") de l’impulsion

laser a un effet notable sur la distribution finale en énergie des électrons. En effet, une

impulsion de durée 5 fs à λ0 = 800nm étant quasiment mono-cycle, la CEP peut modifier

significativement l’amplitude crête du champ. Nous avons également étudié l’influence

de la CEP dans le cas d’une impulsion non chirpée initialement, mais les simulations ont

montré qu’elle n’a aucun effet sur la distribution en énergie ou sur la charge. Cela s’ex-

plique bien à partir de la figure 7.10 représentant a0 au cours de la propagation. a0 est
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calculé lors de la simulation à partir de la valeur maximale du champ laser, et les oscilla-

tions que l’on voit sur les courbes sont dues au fait que les vitesses de phase et de groupe

de l’impulsion laser sont différentes dans le plasma. On voit que la CEP se déphase de plu-

sieurs cycles optiques pendant que l’impulsion reste auto-focalisée. En effet, on rappelle

l’expression des vitesses de groupe et de phase laser dans le régime faiblement relativiste

(a2
0 ¿ 1), et pour un plasma sous-dense (ω2

p /ω2
0 ¿ 1) :

vg ' c

(
1− 1

2

ne

nc

)
(7.7)

vφ ' c

(
1+ 1

2

ne

nc

)
(7.8)

Ainsi, la différence entre la vitesse de groupe et la vitesse de phase vaut ∆v = vφ− vg =

cne /nc . La phase se décale alors de 2π après une distance L2π :

L2π = λ0
nc

ne
= 20λ0 (7.9)

où on rappelle que la densité du plasma dans les simulations vaut ne = 0.05nc .

Par conséquent, la CEP initiale n’a pas d’importance dans ce régime d’interaction car

son effet est moyenné sur plusieurs périodes au cours de l’injection des électrons. Il faut

également préciser que les travaux publiés dans [12] ne portent pas atteinte à la validité

de nos simulations dans lesquelles on considère un plasma initialement ionisé. Nos si-

mulations sont valides pour des expériences d’accélération d’électrons dans un gaz qui

serait complètement ionisé à intensité modérée, dans de l’Hydrogène ou de l’Hélium par

exemple.

7.5 Conclusions et perspectives

Nous avons exploré à l’aide de simulations numériques l’interaction d’une impulsion

laser de durée 5 fs et d’énergie 4 mJ avec un plasma sous-dense à la densité résonnante

ne /nc = 5% (de sorte que l’impulsion laser soit résonnante dans les ondes plasma). Il ap-

paraît que la dispersion joue un rôle crucial dans ce régime qui n’a été que très peu ex-

ploré. De plus, des effets liés à l’onde plasma provoquent un très fort décalage de la fré-

quence centrale vers le rouge, conduisant à une baisse de la vitesse de groupe du laser

et donc de la vitesse de phase des ondes plasma. Des électrons peuvent alors être ac-

célérés jusqu’à 5-10 MeV dans ces ondes plasma sous-relativistes. Des expériences vont

bientôt être réalisées au LOA et permetteront d’explorer ce régime d’interaction. Parmi

l’ensemble des paramètres expérimentaux qui peuvent être étudiés, il y en a deux qui, à

mon avis, peuvent être particulièrement intéressants :

• L’espèce gazeuse utilisée peut grandement influer sur l’accélération des électrons.

L’injection par ionisation proposée dans [12] est très localisée et permettrait donc

de produire des paquets d’électrons très courts, mais l’inconvénient est que la charge

accélérée est assez faible (environ 150 fC dans les simulations). A l’inverse, il semble
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que la méthode que nous avons étudiée permette d’accélérer un paquet avec une

forte charge (environ 15 pC), mais de plus longue durée [13].

• La longueur du jet de gaz utilisé dans l’expérience permetterait aussi de contrôler

l’énergie des électrons, en stoppant plus ou moins tôt l’accélération dans les ondes

plasma. Toutefois, il n’est pas simple de contrôler le profil du jet de gaz sur une

courte distance, et la construction d’un jet de gaz avec des gradients très courts et

un plateau inférieur à la centaine de micromètres demande un certain investisse-

ment.

Enfin, bien que l’énergie des électrons soit adaptée aux expériences de diffraction

d’électrons, nos simulations indiquent que la qualité spatiale et plus particulièrement

l’émittance de la source doit être améliorée. Nous nous sommes basés sur ces résultats

de simulations pour proposer un design de ligne pour le transport et le filtrage du fais-

ceau d’électrons [14]. En filtrant astucieusement les paquets d’électrons, il est possible de

produire une source de durée inférieure à 5 fs, de charge 1.5 fC et de cohérence transverse

supérieure à 2 nm. Nous avons donc étudié la construction de la source d’électrons pour

des expériences de diffraction résolue en temps à l’aide de simulations numériques, et les

expériences sont maintenant en cours.
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Chapitre 8

Conclusion et perspectives

« »

Auteur

Conclusion

Nous avons étudié expérimentalement et numériquement la possibilité d’utiliser un

accélérateur laser-plasma à haut taux de répétition pour des expériences de diffraction

d’électrons. Pour résumer ces travaux, nous pouvons retenir les points suivants :

D’une part, nous avons mis en évidence l’effet du front d’onde laser dans un accé-

lérateur laser-plasma fonctionnant dans un régime où l’auto-focalisation relativiste de

l’impulsion dans le plasma n’a pas lieu. La source que nous avons développée génère des

faisceaux d’électrons stables, au kHz, et d’énergie environ 100 keV, mais dont la distribu-

tion transverse est très sensible au front d’onde laser. Ces résultats nous ont convaincus

de la nécessité de contrôler le front d’onde, avec un miroir déformable par exemple, afin

d’optimiser la charge ainsi que de réduire la divergence de la source.

Nous avons également réalisé au Michigan, en collaboration avec nos collègues du

CUOS, les premières expériences de diffraction d’électrons avec une source laser-plasma

similaire à celle que nous avons construite. En 2012-2013, la première expérience de dif-

fraction statique a montré que la qualité spatiale du faisceau d’électrons est suffisante

pour obtenir de belles images de diffraction. Il y a toutefois une différence flagrante entre

ces images et celles obtenues avec une source conventionnelle : les pics de Bragg sont

étirés à cause de la grande dispersion en énergie de la source, ∆E/E ∼ 10 − 15%. A la

suite de ces résultats, nous avons réalisé en 2015 une seconde campagne d’expériences

afin d’explorer les limites de cette source du point de vue temporel. Alors que la du-

rée du paquet d’électrons s’étire sur plusieurs centaines de picosecondes après seule-

ment quelques centimètres de propagation, la dynamique temporelle est retranscrite le

long des pics de Bragg : les électrons les plus rapides arrivants avant les plus lents sur

l’échantillon. Nous avons démontré expérimentalement que la résolution temporelle de
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la source est accordable dans une certaine mesure, nous pouvons atteindre une résolu-

tion de 14 ps en explorant une fenêtre temporelle de 200 ps, ou encore environ 1 ps de

résolution sur une fenêtre de 15 ps. Toutefois, cette source présente certaines limites, no-

tamment lorsque l’on souhaite atteindre une résolution temporelle inférieure à la pico-

seconde, mais cette expérience constitue une preuve de principe pour l’utilisation des

sources laser-plasma pour la diffraction d’électrons résolue en temps. Pour le moment,

les sources conventionnelles permettent encore de sonder la matière avec une meilleure

résolution temporelle (environ 300fs), mais les acquisitions sont très longues et peuvent

prendre plusieurs heures au kHz. En revanche, sous réserve que la charge soit suffisante,

la technique que nous avons mise en oeuvre avec la source laser-plasma permet d’enre-

gistrer très rapidement la dynamique pompe-sonde. En théorie seulement 2 acquisitions

sont nécessaires pour enregistrer toute la dynamique, ce qui rend cette source particuliè-

rement intéressante pour étudier des transitions irréversibles.

Afin de résoudre des phénomènes de durée inférieure à la centaine de femtosecondes,

il semble nécessaire de travailler dans le régime stroboscopique avec une source d’élec-

trons d’énergie 5MeV environ. Pour accélérer efficacement des électrons à ces énergies

avec une source laser-plasma, il faut utiliser des impulsions laser de durée 5fs environ.

Dans cet esprit, nous avons réalisé une expérience de compression de l’impulsion laser

par ionisation dans un jet de gaz. Nous avons montré qu’il est possible de diviser la du-

rée de l’impulsion laser dans le champ proche d’un facteur 2 grâce à cette technique,

mais une étude numérique poussée a mis en évidence des couplages spatio-temporels

qui limitent les applications. Lorsqu’on focalise l’impulsion qui a été comprimée, sa du-

rée augmente jusqu’à atteindre au foyer la même durée qu’avant compression.

Enfin, nous avons exploré, à l’aide de simulations numériques, un régime d’interac-

tion laser-plasma permettant d’accélérer des paquets d’électrons ultra-courts à une éner-

gie de 5MeV. Les simulations ont montré qu’une impulsion laser de 5 fs et 5 mJ permet-

trait de produire un paquet d’électrons d’énergie 5-7 MeV et de dispersion en énergie

environ 12%. Ces résultats sont encourageants pour le développement de la source, mais

des améliorations resteront à apporter afin que la résolution temporelle de cette source

dépasse d’un ordre de grandeur celle des sources conventionnelles.

Perspectives pour les expériences de diffraction ultra-rapide

d’électrons

Le développement d’une source d’électrons de durée inférieure à 10 fs demeure donc

à ce jour un défi, et il reste un effort à fournir sur la source laser-plasma pour y parvenir.

Les travaux que nous avons effectués au cours de ces dernières années nous ont permis

d’identifier certaines pistes à explorer une fois que nous disposerons d’impulsions laser

de durée 5 fs et d’énergie 5 mJ. Un point important à considérer est la durée non-corrélée
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de la source : il est nécessaire que l’injection soit localisée pour que l’on puisse espérer

atteindre une résolution temporelle sub-10 fs. Les résultats des simulations numériques

que nous avons présentées montrent que l’auto-injection des électrons dans le régime de

la bulle a lieu dans plusieurs arches de l’onde plasma, augmentant la durée non-corrélée

de la source. En effet, 2 paquets d’électrons séparés d’une longueur d’onde plasma à la

densité résonante sont temporellement espacés de λp /c ' 12fs dans les simulations. Il y

a donc un travail à fournir afin de localiser l’injection des électrons.

• Contrôle de l’injection des électrons dans l’onde plasma :

Des techniques permettant de contrôler l’injection ont été démontrées avec de plus

gros systèmes laser. Il paraît donc naturel de vouloir les transposer pour notre applica-

tion reposant sur la génération de paquets d’électrons ultra-courts. Certaines techniques

comme l’injection optique avec 2 impulsions laser contre-propagatives sont élégantes car

très ajustables, mais difficilement réalisables sur notre système laser pour lequel l’énergie

est limitée. D’autres méthodes comme l’injection dans un gradient de densité permet-

traient de délimiter dans l’espace la zone d’injection. Un profil adapté du jet de gaz serait

alors formé d’un gradient descendant fort suivi d’un plateau, où la densité plasma serait

résonante avec l’impulsion laser. Toutefois, le plateau de densité devrait être particulière-

ment court (quelques dizaines de micromètres seulement) afin d’accélérer les électrons

à une énergie d’environ 5 MeV, et les gradients d’entrée et de sortie du jet de gaz doivent

également être courts pour ne pas altérer la propagation du laser. On se heurte alors à des

difficultés techniques car il n’est pas évident de contrôler le profil du jet de gaz sur d’aussi

faibles distances. En effet, les techniques conventionnelles d’usinage ne permettent pas

de produire des jets de gaz aussi petit. Il est important de continuer à étudier la possibi-

lité de produire de tels jets de gaz grâce à des techniques d’usinage non conventionnelles,

comme l’usinage laser ou l’électro-érosion par exemple.

Dans [1], Lifschitz et al. étudient, à l’aide de simulations numériques, l’injection par

ionisation avec des paramètres laser identiques à ceux que l’on espère atteindre. Ces tra-

vaux montrent qu’il est possible d’accélérer des électrons autour de 10 MeV par ce méca-

nisme, avec une dispersion en énergie autour de 3%.

Toutefois il semble être compliqué de produire des paquets d’électrons avec une dis-

persion en énergie inférieure au pourcent dans ce régime d’interaction où l’évolution

non-linéaire de l’impulsion dans le plasma est particulièrement brutale. Ainsi, la gestion

de la dispersion grâce à un filtrage, et même la recompression temporelle des paquets

d’électrons, s’avèrent nécessaires afin de produire une source de durée sub-10 fs pour

sonder la matière.

• Mise en forme du paquet d’électrons :

D’après les simulations que nous avons réalisées, il faudra combattre l’effet de la dis-

persion en énergie dans le paquet d’électrons pour atteindre des durées ultra-courtes.

En effet, la durée d’un paquet d’électrons d’énergie 5 MeV et de dispersion en énergie
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10% augmente de 300 fs après seulement 10 cm de propagation. Dans le but d’atteindre

une résolution temporelle sub-10 fs, on peut alors envisager d’améliorer les propriétés du

faisceau d’électrons en filtrant dans l’espace de phases, afin de réduire la dispersion en

énergie et d’améliorer l’émittance transverse. Ces améliorations nous encouragent à nous

tourner vers la communauté des accélérateurs conventionnels, qui développe un savoir-

faire sur le transport de paquets d’électrons depuis plusieurs décennies. Nous avions alors

lancé en 2013 une collaboration avec Bas Van der Geer de l’université de Eindhoven qui a

développé le code Global Particule Tracer afin de proposer un concept de source d’élec-

trons permettant d’atteindre une résolution temporelle sub-10 fs à partir du paquet d’élec-

trons provenant de simulations numériques que nous avons réalisées, en couplant un ac-

célérateur laser-plasma avec une ligne de transport adaptée. On représente sur la figure

8.1 (a) le dispositif que nous avons proposé dans la référence [2].

Pulse

sample

Quads

Quad

Slit 1

Slit 2

Bend magnet

Electron
source

Quad

(a)

(b)

FIGURE 8.1 – a) Ligne de transport pour comprimer le paquet d’électrons à une durée de 2 fs.

b) Evolution de la durée rms du paquet d’électrons lors de la propagation à travers la ligne de

transport.

Les 2 paires de quadrupoles permettent de contrôler spatialement le faisceau d’élec-

trons, et le bend magnet assure quant à lui la compression du paquet d’électrons au ni-

veau de l’échantillon. A l’intérieur de cet élément, les énergies du paquet d’électrons

sont séparées angulairement. Ainsi, en introduisant une fente, il est possible d’ajuster

de manière absolue l’énergie finale des électrons tout en filtrant la dispersion en éner-

gie. Les autres fentes sur le schéma permettent de filtrer les électrons angulairement et

spatialement. En ajustant le champ magnétique induit par chacun des composants, nous

avons montré qu’il serait possible de comprimer le paquet d’électrons à moins de 5fs sur

l’échantillon. La figure 8.1 (b) représente l’évolution de la durée du paquet d’électrons le

long de la ligne de transport. On peut voir deux positions auxquelles la durée de l’impul-

sion varie fortement : (i) en z = 20cm le bend magnet sur-compense le chirp accumulé par

la propagation du paquet d’électron ce qui permet de le comprimer au niveau de l’échan-

tillon, et (ii) en z = 40cm, la seconde fente permet de filtrer les électrons qui divergent

le plus et qui sont hors axe. Dans cette simulation, la charge au niveau de l’échantillon

est d’environ 5fC (contre 15pC initialement), et la longueur de cohérence transverse du

faisceau d’électrons vaut LT > 2nm. Une telle ligne de transport n’a jamais été associée

à une source laser-plasma, mais il semble évident que la communauté des accélérateurs
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conventionnels a beaucoup à nous apporter pour améliorer la qualité de la source. En

couplant la source laser-plasma avec des élements magnétiques largement utilisés dans

le milieu des sources conventionnels, nous pourrions produire une source prometteuse

pour des applications à la diffraction ultra-rapide d’électrons.

Résultats préliminaires : accélération d’électrons avec des im-

pulsions de durée sub-5 fs

Les expériences d’accélération d’électrons avec des impulsions d’énergie 2.3mJ et de

durée environ 4fs ont débuté il y a peu au LOA, et des résultats préliminaires ont été ob-

tenus par Diego Guenot, Aline Vernier et Dominykas Gustas. Avec ces paramètres laser, il

est alors possible d’atteindre le régime de la bulle.

a) b)

FIGURE 8.2 – a) Distribution transverse du faisceau d’électrons mesurée dans de l’Azote avec un

capillaire de diamètre 100µm. La divergence du faisceau est d’environ 40mrad FWHM. b) Distri-

bution en énergie des électrons.

On représente sur la figure 8.2 les résultats obtenus en focalisant le laser dans un jet

d’azote de haute densité (ne > 1020 cm−3). La figure 8.2 (a) représente la distribution trans-

verse du paquet d’électrons mesurée en Salle Noire. Le faisceau est assez bien collimaté :

sa divergence à mi-hauteur est d’environ 40mrad, ce qui est proche du résultat des simu-

lations PIC dans le régime de la bulle [3]. De plus, on estime que la charge est d’environ

15fC/tir. La figure 8.2 (b) représente la distribution en énergie de ces électrons, sur la-

quelle on peut voir un pic dans la distribution autour de 3MeV ! L’expérience se poursuit

afin de définir proprement le régime d’interaction. Ces premiers résultats se révèlent être

très encourageants.

Un cahier des charges de la source d’électrons avait été établie en début de manus-

crit. La source fonctionne à haut taux de répétition, car les électrons sont accélérés par

un laser kHz. De plus, la post-compression récente des impulsions laser à permis d’accé-
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lérer des électrons à 3MeV, une énergie bien adaptée pour les expériences de diffraction

ultra-rapide. Nous avons montré que les critères sur la dispersion en énergie de la source

ainsi que sur l’émittance transverse peuvent être remplis grâce à un filtrage approprié du

paquet d’électrons [2]. Il reste alors à adresser le point crucial de la durée de la source,

par une mesure directe basée sur le rayonnement cohérent de transition par exemple [4],

ainsi qu’à développer la ligne de transport pour recomprimer les paquets d’électrons.

Le développement de cette source d’électrons est à la hauteur des perspectives qu’elle

offre : ambitieux. Tous les élements de la source représentent l’état de l’art de ce que l’on

sait faire : le développement de systèmes lasers ultra-intenses mono-cycles en est à ses dé-

buts, l’usinage de jets de gaz micro-structurés est particulièrement complexe, et la com-

pression ainsi que la mesure de la durée des paquets d’électrons sera un challenge. L’ac-

cumulation d’éléments complexes rend le développement de la source ardu mais c’est

une étape nécessaire pour améliorer sensiblement la résolution temporelle dans les ex-

périences de diffraction ultra-rapide d’électrons, permettant alors de sonder la matière

avec une résolution inégalée.
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Annexe A

Calcul du taux de fuite à travers un

capillaire.

Dans cette annexe, nous allons établir les équations permettant de calculer le taux de

fuite et le débit massique d’un gaz s’écoulant à travers un capillaire de diamètre Φ.

A.1 Hypothèses

Les hypothèses que nous faisons pour le calcul sont les suivantes :

• Gaz parfait :

On considère que le gaz se comporte comme un gaz parfait. Il satisfait ainsi l’équation

d’état des gaz parfaits :

P = ρRT (A.1)

avec P[Pa] la pression, ρ[kg.m−3] la masse volumique, et T[K] la température du gaz.

R[J/kg/K] = R0/M est la constante spécifique du gaz, avec R0 la constante universelle des

gaz parfaits et M la masse molaire du gaz en question.

• Fluide parfaitement compressible : on suppose que la viscosité du fluide est nulle.

• Ecoulement unidirectionnel : l’écoulement s’effectue uniquement selon la direc-

tion x du capillaire, ∂v
∂x

À ∂v
∂y

.

L’écoulement satisfait également les équations suivantes :

1/ Conservation de la masse :

d(ρvS) = 0 ⇒ dρ

ρ
+ dv

v
+ dS

S
= 0 (A.2)

Où S correspond à la section du capillaire.

2/ Conservation de la quantité de mouvement :

−dP.S = (Sρv)dv (A.3)
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P1, ρ1, T1, v1

x
y P2, ρ2, T2, v2

Réservoir

Capillaire

Φ

FIGURE A.1 – Schéma de principe : on souhaite calculer les paramètres P, ρ, T et v en sortie du

capillaire.

3/ Transformation isentropique :

P

ργ
= cste ⇒ dP

dρ
= γRT = a2 (A.4)

avec γ = cp /cv le coefficient de transformation adiabatique, et a la vitesse du son dans le

fluide. cp et cv correspondent respectivement à la chaleur spécifique à pression constante

et à la chaleur spécifique à volume constant.

En effet, si le processus est adiabatique, alors la variation de l’énergie interne du sys-

tème dU vaut :

dU = −PdV (A.5)

De plus, la variation de l’enthalpie du système (H=U+PV) vaut :

dH = VdP (A.6)

Selon la loi de Joule Gay-Lussac et la loi de Joule-Thomson, on a également :

dU = cVdT (A.7)

dH = cPdT (A.8)

Les 4 équations précédentes permettent d’écrire la relation γdV
V = −dP

P . En l’intégrant

entre 2 états (P1,V1,T1) et (P2,V2,T2), on arrive finalement à :

P1Vγ
1 = P2Vγ

2 (A.9)

4/ Conservation de l’énergie :

cp T+ v2

2
= cste (A.10)

Soit :
dT

T
= − v2

cp T

dv

v
=

v2

cp a2
γR

dv

v
= (1−γ)M2 dv

v
(A.11)
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Remarque sur l’équation de conservation de la quantité de mouvement

Les équations A.3 et A.4 permettent d’écrire :

dρ

ρ
= −M2 dv

v
(A.12)

En injectant l’équation A.2, on peut réécrire l’équation précédente sous la forme :

dS

S
= (M2 −1)

dv

v
(A.13)

A l’aide de l’équation A.11 ainsi que de la relation da
a = dv

v − dM
M , on peut écrire l’équa-

tion A.13 sous la forme suivante :

dS

S
=

M2 −1

1+ γ−1
2 .M

dM

M
(A.14)

Cette équation nous indique qu’un capillaire de section constante comme celui que

nous avons utilisé (dS = 0) ne change pas la vitesse du gaz. Pour qu’un jet permette d’ac-

célérer le gaz (dM > 0) et d’atteindre des écoulements supersoniques (M > 1), il faut que

l’ouverture augmente (dS > 0). Pour accélérer un gaz subsonique jusqu’à une vitesse su-

personique, on utilise des jets de gaz dont le profil est convergent puis divergent. Le gaz

est accéléré dans la première partie du jet (dS < 0 et M < 1), jusqu’à atteindre une vitesse

sonique au niveau de la gorge (dS = 0). Le gaz est ensuite accéléré à une vitesse superso-

nique dans la seconde partie, où le jet s’ouvre (dS > 0).

A.2 Calcul du débit massique.

A.2.1 Calculs préliminaires

Pour un flux de gaz s’écoulant du réservoir jusqu’à la sortie du capillaire de section S,

la conservation de l’énergie A.10 permet d’écrire :

cp T1 +
v2

1

2
= cp T2 +

v2
2

2
(A.15)

T2

T1
=

1+ v2
1

2cp T1

1+ v2
2

2cp T2

(A.16)

A l’aide de la formule A.4, ainsi que des définitions M = v/a le nombre de Mach du

flux, γ = cp /cv et R = cp − cv , on peut montrer que v2

2cp T = γ−1
2 M2. La relation A.16 se réduit

alors à :

T2

T1
=

2+ (γ−1)M2
1

2+ (γ−1)M2
2

(A.17)
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Dans le cas d’une détente isentropique, en utilisant l’équation d’état des gaz parfaits,

on montre que :

ρ2

ρ1
=

(
T2

T1

) 1
γ−1

=

(
2+ (γ−1)M2

1

2+ (γ−1)M2
2

) 1
γ−1

(A.18)

et :

P2

P1
=

(
2+ (γ−1)M2

1

2+ (γ−1)M2
2

) γ
γ−1

(A.19)

A.2.2 Calcul du débit massique à travers un capillaire

On note ṁ[kg/s] le débit massique, et v[m/s] la vitesse du gaz. Le débit massique du

gaz s’écoulant à travers le capillaire de section S =πφ2
2

vaut :

ṁ = ρvS (A.20)

On va calculer dans un premier temps la masse volumique ρ du gaz à la sortie du ca-

pillaire. Dans le cas qui nous intéresse, la région 1 correspond au réservoir, dans lequel

la vitesse moyenne du gaz est nulle. Par conséquent, M1 = 0. Pour un capillaire de sec-

tion constante, on peut montrer que M2 = 1 (écoulement sonique), et les deux équations

précédentes se simplifient :

ρ2

ρ1
=

(
2

γ+1

) 1
γ−1

(A.21)

P2

P1
=

(
2

γ+1

) γ
γ−1

(A.22)

En utilisant l’équation d’état P = ρRT, on trouve :

ρ2 =
P2

RT2
=

P1

RT2

(
2

γ+1

) γ
γ−1

(A.23)

Pour une section de diamètre constant, l’écoulement est sonique, et la vitesse du gaz

dans le capillaire vaut :

v2 =
√
γRT2 (A.24)

D’où la formule du débit massique à travers le capillaire :

ṁ =

√
γ

RT2
P1

(
2

γ+1

) γ
γ−1

S (A.25)

En développant l’équation A.17, on obtient : T2 = 2
γ+1 T1

On trouve finalement une formule pour le débit massique qui ne dépend que de la

température T1 et de la pression P1 au niveau du réservoir, ainsi que du diamètre φ du

capillaire :

ṁ =

√
γ

RT1
P1

(
2

γ+1

) γ+1
2(γ−1)

π

(
φ

2

)2

(A.26)

IV



ANNEXE A. CALCUL DU TAUX DE FUITE À TRAVERS UN CAPILLAIRE.

V



ANNEXE A. CALCUL DU TAUX DE FUITE À TRAVERS UN CAPILLAIRE.

VI



Université Paris-Saclay 
Espace Technologique / Immeuble Discovery 

Route de l’Orme aux Merisiers RD 128 / 91190 Saint

   

Titre :  Développement d'un accélérateur laser
à la diffraction ultra-rapide d'électrons

Mots clés : laser femtoseconde, plasma, électrons

Résumé : La microscopie électronique et la 
diffraction d’électrons ont permis de 
comprendre l’organisation des atomes au sein 
de la matière. En utilisant une source courte 
temporellement, il devient possible de mesurer 
les déplacements atomiques ou les 
modifications de la distribution électronique 
dans des matériaux. A ce jour, les sou
brèves pour les expériences de diffraction 
d’électrons ne permettent pas d’atteindre une 
résolution temporelle inférieure à la centaine de 
femtosecondes (fs). Les accélérateurs laser
plasma sont de bons candidats pour atteindre 
une résolution temporelle de l’ordre de la 
femtoseconde. Ce type d’accélérateurs 
fonctionnaient jusqu’alors à faible taux de 
répétition, il était alors nécessaire d’en 
développer un à haut taux de répétition afin 
d’accumuler un grand nombre de données.

 

 

Title :  Development of a high repetition rate laser
diffraction experiments 

Keywords : femtosecond lasers, plasmas, ele

Abstract : Electronic microscopy and electron 
diffraction allowed the understanding of the 
organization of atoms in matter. Using a 
temporally short source, one can measure 
atomic displacements or modifications of the 
electronic distribution in matter.  To date, the 
best temporal resolution for time resolved 
diffraction experiments is of the order of a 
hundred femtoseconds (fs). Laser
accelerators are good candidates to reach the 
femtosecond temporal resolution in electron 
diffraction experiments. Such accelerators used 
to work at a low repetition rate, so that it was 
necessary to develop a new one operating at a 
high repetition rate in order to accumulate a 
large amount of data. 

 

 

 

          
Espace Technologique / Immeuble Discovery  

Route de l’Orme aux Merisiers RD 128 / 91190 Saint-Aubin, France  

                              

accélérateur laser-plasma à haut taux de répétition pour des applications 
rapide d'électrons 

laser femtoseconde, plasma, électrons 

La microscopie électronique et la 
diffraction d’électrons ont permis de 
comprendre l’organisation des atomes au sein 
de la matière. En utilisant une source courte 
temporellement, il devient possible de mesurer 
les déplacements atomiques ou les 
modifications de la distribution électronique 
dans des matériaux. A ce jour, les sources ultra-
brèves pour les expériences de diffraction 
d’électrons ne permettent pas d’atteindre une 
résolution temporelle inférieure à la centaine de 
femtosecondes (fs). Les accélérateurs laser-
plasma sont de bons candidats pour atteindre 

mporelle de l’ordre de la 
femtoseconde. Ce type d’accélérateurs 
fonctionnaient jusqu’alors à faible taux de 
répétition, il était alors nécessaire d’en 
développer un à haut taux de répétition afin 
d’accumuler un grand nombre de données. 

Dans cette thèse, un accélérateur laser
fonctionnant au kHz a été développé et 
construit. Les électrons sont accélérés à une 
énergie de 100 keV environ à partir 
d’impulsions laser d’énergie 3 mJ et de durée 
25 fs. La physique de l’accélération a été 
étudiée, démontrant entre autres l’effet du front 
d’onde laser sur la distribution transverse des 
électrons. 

Development of a high repetition rate laser-plasma accelerator for ultra-fast electron 

femtosecond lasers, plasmas, electrons 

Electronic microscopy and electron 
diffraction allowed the understanding of the 
organization of atoms in matter. Using a 
temporally short source, one can measure 
atomic displacements or modifications of the 

matter.  To date, the 
best temporal resolution for time resolved 
diffraction experiments is of the order of a 
hundred femtoseconds (fs). Laser-plasma 
accelerators are good candidates to reach the 
femtosecond temporal resolution in electron 

riments. Such accelerators used 
to work at a low repetition rate, so that it was 
necessary to develop a new one operating at a 
high repetition rate in order to accumulate a 

In this thesis, a laser-plasma accelerator 
operating at the kHz repetition rate was 
developed and built. This source generates 
electron bunches at 100 keV from 3 mJ and 25 
fs laser pulses. The physics of the acceleration 
has been studied, and the effect of the laser 
wavefront on the electron transverse 
distribution has been demonstrated.

plasma à haut taux de répétition pour des applications 

accélérateur laser-plasma 
fonctionnant au kHz a été développé et 
construit. Les électrons sont accélérés à une 
énergie de 100 keV environ à partir 
d’impulsions laser d’énergie 3 mJ et de durée 
25 fs. La physique de l’accélération a été 

entre autres l’effet du front 
d’onde laser sur la distribution transverse des 

fast electron 

plasma accelerator 
Hz repetition rate was 

developed and built. This source generates 
electron bunches at 100 keV from 3 mJ and 25 
fs laser pulses. The physics of the acceleration 
has been studied, and the effect of the laser 
wavefront on the electron transverse 

has been demonstrated. 


	Introduction
	Références

	Théorie de la diffraction d'électrons
	Introduction 
	Formule de Bragg : approche intuitive de la diffraction
	Diffusion d'une onde sur un atome
	Définition de la structure cristalline
	Diffraction dans l'espace réel
	Diffraction dans l'espace réciproque
	Caractéristiques de la source idéale pour la diffraction ultra-rapide d'électrons
	Conclusion
	Références

	Théorie de l'accélération laser-plasma
	Ionisation par suppression de barrière
	Définition des grandeurs laser et plasma
	Génération d'ondes plasma
	La problématique de l'injection
	Injection dans un gradient de densité
	Le régime de la bulle
	Applications numériques : accélération d'un paquet d'électrons dans le régime de la bulle pour des expériences de diffraction d'électrons
	Références

	Expériences d'accélération d'électrons au LOA
	Le système laser "Salle Noire"
	Montage expérimental
	Résultats expérimentaux: étude de l'accélération laser-plasma avec le laser de la "Salle Noire"
	Conclusion et perspectives
	Références

	Premières expériences de diffraction d'électrons - expériences au CUOS
	Montage expérimental et caractérisation du faisceau d'électrons
	Preuve de principe: première expérience de diffraction d'électrons statique avec un accélérateur laser-plasma
	Principe de l'expérience de diffraction résolue en temps
	Résultats et analyse de la stabilité de la source
	Améliorations envisageables de l'expérience
	Conclusions
	Références

	Autocompression d'impulsions laser induite par ionisation
	Introduction sur les méthodes de post-compression d'impulsions femtosecondes
	Introduction sur les couplages spatio-temporels
	Montage expérimental
	Résultats expérimentaux: auto-compression de l'impulsion à 12fs
	Simulations PIC
	Etude des couplages spatio-temporels.
	Conclusion
	Références

	Etude numérique de la génération de faisceaux d'électrons à 5MeV
	Etude préliminaire : effet de la dispersion spectrale et des effets non linéaires sur des impulsions ultra-courtes
	Propagation d'une impulsion de durée 5 fs dans un plasma sous-dense
	Accélération d'électrons à 5MeV
	Optimisation du faisceau d'électrons
	Conclusions et perspectives
	Références

	Conclusion et perspectives
	Références

	Calcul du taux de fuite à travers un capillaire.
	Hypothèses
	Calcul du débit massique.


