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Laser à Rayons X ultra-compact “Raman XFEL”
L’obtention d’un Laser à Électrons Libres X (LEL-X) compact est un objectif ma-

jeur pour le développement des lasers. Plusieurs schémas prometteurs de LEL-X ont été
proposés en utilisant à la fois l’accélération d’électrons dans les plasmas et des onduleurs
optiques en régime Compton ou Compton inverse [37, 38]. Nous avons proposé un nou-
veau concept de LEL-X compact baptisé Raman XFEL [39], en combinant la physique
des LEL en régime Compton, des lasers XUV conventionnels basés sur l’interaction laser-
plasma, et de l’optique non-linéaire. Nous étudions dans cette thèse les étapes préalables
pour déclencher un effet laser à rayons X lors de l’interaction entre un paquet d’électrons
libres relativistes et un réseau optique créé par l’interférence transverse de deux impulsions
laser intenses. Dans cet objectif j’ai développé un code particulaire baptisé RELIC. Les
études menées avec le code RELIC nous ont permis d’étudier la dynamique d’électrons
relativistes et les processus d’injection du paquet d’électrons dans le réseau optique [50].
Grâce à RELIC, nous avons distingué de nouveaux régimes d’interaction [51] en fonction
des paramètres du paquet d’électrons, ainsi que de la géométrie du réseau optique. Ces
études ont été appliquées à l’amplification du rayonnement X et appuyées par des simula-
tions PIC. RELIC a également permis de modéliser et d’analyser la première expérience
réalisée en octobre 2015 sur l’installation laser ’Salle Jaune’ au Laboratoire d’Optique
Appliquée (LOA). Cette première expérience a été une étape très importante pour la val-
idation des modèles théoriques, et pour la réalisation future d’un laser à électrons libre X
Raman [52].

Mots clés : Interaction laser-plasma relativiste; codes de simulation particulaire; ac-
célération d’électrons; lasers; Laser à Électrons Libres XFEL; synchrotrons; rayonnement
bêtatron; rayonnements cohérents et incohérents.
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Ultra-compact X-Ray Free Electron Laser "Raman XFEL"
The quest for a compact X-ray laser has long been a major objective of laser science.

Several schemes using optical undulators are currently considered, in order to trigger
the amplification of backscattered radiation, in Compton or inverse Compton regime
[37, 38]. We have proposed a new concept of compact XFEL based on a combination
between the physics of free electron lasers, of laser-plasma interactions, and of nonlinear
optics [39]. In this thesis, we study the necessary steps to trigger a X-ray laser during
the interaction between a free relativistic electron bunch and an optical lattice created
by the interference of two intense transverse laser pulses. For this purpose I developed
a particular traking code dubbed RELIC. RELIC allowed us to study the dynamics and
injection process of a bunch of relativistic electrons into the optical lattice [50]. Thanks
to RELIC, we distinguished several interaction regimes depending on the relativistic
electron bunch parameters, and on those of the optical lattice and its geometry. These
studies are applied to the X ray amplification and supported by PIC simulations. RELIC
also allowed us to model and analyze the first experiment conducted in october 2015
on the ”Salle Jaune” laser facility at LOA. This first experiment was very important to
validate our theoretical models, and should prove to be an essential milestone for the
development of a Raman X-ray free electron laser. [52].

Keywords : Relativistic laser-plasma interaction; Particle-in-cell simulation; electron
acceleration; lasers, Free Electron Laser XFEL; synchrotron; betatron radiation; coherent
and non-coherent radiation.
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Chapitre 1

Introduction et état de l’art

1.1 Contexte scientifique

Depuis la découverte par Wilhelm Röntgen en 1895 des rayons X, ces rayons ont
été utilisés activement dans des domaines pluridisciplinaires depuis la physique, la
biochimie jusqu’à la médecine ou encore l’histoire de l’art. Les rayons X sont des ondes
électromagnétiques dont la longueur d’onde est extrêmement courte (10−2, 10) nm ce qui
correspond donc à des énergies de photons d’une centaines d’eV à une centaine de keV.
Le premier instrument qui a permis l’obtention pour la première fois des rayons X est
encore utilisé de nos jours. Le schéma de fonctionnement de cet instrument appelé tube
à rayons X ou tube de Crookes est représenté sur la figure 1.1. Un filament dans lequel

Figure 1.1: Dispositif expérimental de Crookes

circule un courant électrique est placé sous vide. Les électrons émis par le filament sont
accélérés par une différence de potentiel électrique appliquée entre l’anode (filament) et
une cible qui joue le rôle de la cathode. Lors de la collision des électrons accélérés avec
les atomes de la cible, le rayonnement émis par la cible est constitué de deux spectres: un
premier spectre continu de photons X, dû au rayonnement de freinage des électrons dans
la matière. Ce rayonnement est aussi appelé rayonnement Bremsstrahlung. Et un second
spectre discret dû aux excitations et désexcitations atomiques des atomes de la cible.
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Ce système est très utilisé comme diagnostic médical. La plage d’énergies des rayons X
incidents sur les patients passe d’un minimum de 10 keV à 150 keV environ en imagerie,
mais peut monter jusqu’à plus de 6 MeV en thérapie [1]. En revanche il présente des
défauts en particulier de chauffage de cible et aussi de contrôle des doses d’énergie
déposées sur les patients ainsi qu’en terme de cohérence de lumière. Par ailleurs, les flux
de photons obtenus par cette technique restent toujours modérés.

Des sources X cohérentes avec plus de photons

La forte demande des différentes communautés scientifiques d’utiliser la lumière pour
l’étude de la matière ou des phénomènes naturels a suscité d’énormes développements
des sources de lumière. L’un des développements majeurs est le LASER [2], acronyme
de l’anglais Light Amplification by Stimulated Emission of Radiation. Les lasers
offrent un large choix en continu ou pulsé. L’utilisation de la lumière laser permet
d’avoir des sources de lumière avec une qualité exceptionnelle en terme d’unicité de
longueur d’onde, de durée d’impulsion, de cohérence1 et de brillance 2. Plusieurs équipes
scientifiques dans le monde ont lancé une course intense pour avoir des sources de
lumière et des lasers dans la gamme de l’extrême UV ou des rayons X, de plus en plus
performantes en terme de flux, de durée d’impulsion, d’énergie et cohérence.

Un premier exemple est le processus de la génération d’harmoniques d’ordre élevé
[3, 4] qui est un processus non linéaire se produisant lorsque lorsque un gaz atomique ou
moléculaire est soumis à un champ laser intense de l’ordre de 1014 W/cm2. L’électron
de charge électrique négative initialement lié à son ion apparent de charge positive
sera arraché sous l’effet du champ laser et accéléré dans le continuum. Sous l’effet du
champ électrostatique créé par l’ion, l’électron revient et peut se recombiner. Lors de
la recombinaison, un rayonnement est émis par l’électron. Ce processus va se répéter
de manière anti-symétrique tous les demi-cycles optiques à cause du changement de
signe du champ électrique du laser. Le spectre obtenu à la fin du processus est composé
d’harmoniques impaires de la fréquence laser excitatrice. Le rayonnement émis a des
propriétés de cohérences spatiale et temporelle, des longueurs d’onde dans le domaine
XUV ou X avec des durées d’impulsion de quelques femtosecondes à une centaine
d’attosecondes. Un record en durée d’impulsions est obtenu par ce processus, une
impulsion unique de 67 attoseconde est mesurée à partir d’un continuum d’extrême UV
allant de 55 à 130 eV [5]. D’autres expériences de génération d’harmoniques d’ordre élevé
à haux flux ont montré des rayonnements X mous cohérents dans la fenêtre de l’eau avec
des flux de photons de (1,85 ±0.12)·107 photons/s/1%BW à 300 eV et une coupure du
plateau à 400 eV [6]. L’interaction d’une impulsion laser intense femtoseconde avec une

1 Une lumière est cohérente (cas du laser) si tous les photons ont la même longueur d’onde, phase et polarisation.
La cohérence de la lumière laser est à la fois spatiale et temporelle.

2La brillance est définie comme le nombre de photons par unité de temps, de divergence, de taille et de bande
passante [ph/s/mrad2/mm2/0.1 BW]
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cible solide peut aussi conduire à la génération d’un train d’impulsion attosecondes [16].
Ces sources ouvrent de nombreuses applications telles que l’interférométrie, l’holographie
et l’étude de la dynamique des processus ultra-brefs, mais elles présentent des limites sur
les flux de photons et d’énergie, deux paramètres importants pour sonder la matière à
l’échelle de l’atome.

Pour accroitre le flux de photons et atteindre de plus hautes énergies de photons,
les scientifiques ont fait appel à l’émission synchrotron des électrons relativistes [7]. La
technique traditionnelle pour accélérer des électrons à des vitesses proches de celle de
la lumière est l’utilisation de cavités Radio-Fréquences (R-F) sur des grandes distances.
Ces cavités sont disposées comme des perles sur un fil où les perles sont les cavités,
et le fil représente le tube accélérateur dans lequel les particules se déplacent dans le
vide. Les particules chargées traversant la cavité sont soumises à des champs électriques
de l’ordre du méga Volt par mètre, accélérant ainsi des particules dans leur direction
de propagation. On a ainsi assisté à l’apparition de grandes installations à des hautes
énergies utilisant à la fois des accélérateurs linéaires (LINAC) ou circulaires et des
onduleurs ou wiggler magnétiques pour obtenir du rayonnement XUV ou X-durs à partir
de l’émission synchrotron. Ces grandes installations sont dites sources de lumière de
troisième génération pour les synchrotrons tel que SOLEIL à Paris [8] ou le SPring 8 au
Japon [9] etc. Ces derniers délivrent des rayons X incohérents d’énergie de (102 − 105)
eV avec des pics de brillance allant de (1019 − 1025) [ph/s/mrad2/mm2/0.1 BW]. La
quatrième génération de lumière correspond aux Lasers à Électrons Libres (LEL) tel
que l’European XFEL à Hambourg en Allemagne [10] ou le SLAC au USA [12]. Ces
derniers permettent l’obtention de photons entre (102 − 105) eV mais avec des brillances
assez élevées par rapport aux synchrotrons (1033 − 1035) [ph/s/mrad2/mm2/0.1 BW]. Le
principe des LEL ressemble à celui des synchrotrons : ce sont des accélérateurs linéaires
permettant d’accélérer les électrons à des vitesses relativistes, c’est à dire que leur célérité
est proche de celle de la lumière. Une fois que les particules sont accélérées on les fait
passer à travers des onduleurs ou wigglers magnétiques constitués d’aimants alternés
avec des géométries différentes selon la lumière que l’on désire obtenir en sortie (longueur
d’onde, polarisation etc).

Les LEL ouvrent de nouvelles voies dans plusieurs domaines de recherche totalement
inexplorés telle que la création de nouveaux états de la matière dense et tiède Warm
Dense Matter (WDM), un régime de la matière de température et de densité entre le
solide et le plasma, des conditions qu’on ne peut trouver qu’en astrophysique dans les
noyaux de certaines planètes géantes ou dans la fusion par confinement inertiel. Ces
lasers permettent aussi d’étudier la dynamique de la matière à des échelles très petites
de temps (femtoseconde) et d’espace (10−10 m), ce qui permet de suivre les événements
atomiques et électroniques et obtenir ainsi des films de réactions chimiques. Outre le
secteur de la recherche on trouve aussi des applications de ces lasers dans les domaines de
l’industrie (aéronautique, automobile, ... ) pour l’imagerie à haut contraste permettant
ainsi un contrôle non-destructif de haute qualité, mais aussi dans le secteur médical
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(imagerie, stérilisation, etc) [13, 14].
L’inconvénient majeur des LEL est leur taille de plusieurs centaines de mètres voire
kilomètres élevant ainsi leur facture à plusieurs centaines de millions ou milliards d’euros,
ce qui limite leur déploiement dans les universités, les hôpitaux ou les usines, privant
donc une grande communauté scientifique et industrielle de ce rayonnement cohérent.
En outre ces lasers ne peuvent actuellement atteindre la plage des rayons X durs ou γ

qui peuvent ouvrir de nouvelles perspectives de recherche dans de nombreux domaines, à
cause de la limite des accélerateurs linéaires et aussi des technologies de fabrication des
onduleurs magnétiques.

1.2 Compacité des LEL

Le développement des technologies lasers de hautes intensités [15] a permis une avancée
majeure dans plusieurs domaines de la physique notamment la génération des sources
X secondaires par interaction laser-solide ou laser-plasma. Lors de l’interaction d’une
impulsion laser femtoseconde et intense I = 1015 à 1018 W/cm2 avec des cibles solides,
le laser est capable d’accélérer une population d’électrons chauds à des grandes vitesses
et donc de grandes énergies. Ces électrons peuvent générer un rayonnement cohérent
(harmoniques, visible et U-V du laser) du au mouvement de la surface critique dans le
champ laser, ou bien pénétrer en profondeur de la cible et générer du rayonnement X
incohérent (Bremsstrahlung, raies atomiques).
Une expérience particulière de l’interaction laser cible solide fait apparaître une inversion
de population entre deux niveaux excités d’une espèce ionique du plasma et l’émission
spontanée d’un rayonnement X. Des rayons X de longueur d’onde 18.9 nm, d’énergie de
150 mJ avec un taux de répétition de 10 Hz ont été par exemple produits en irradiant
une cible solide nickelloïde plane, de largeur de 4 mm avec deux impulsions laser [17].
Deux impulsions sont utilisées : une première impulsion longue nanoseconde d’énergie 70
mJ et une seconde impulsion courte (200 ps) d’énergie 80 mJ. L’impulsion longue sert à
générer un tube de plasma riche en ions; quant à l’impulsion picoseconde, elle interagit
avec le plasma créé par la première impulsion en chauffant rapidement les électrons
libres du bord du tube plasma. Ces derniers vont induire par excitation collisionnelle
une inversion de population des niveaux atomiques et une émission spontanée. Cette
émission spontanée sera amplifiée de manière stimulée au cours de sa propagation le long
du tube de plasma. Il a été démontré aussi que la longueur d’onde X émise dépendait
de la composition des cibles solides [18]. Parmi les lasers à courte longueur d’onde
fonctionnant sur ce principe : les lasers XUV quasi-stationnaires, transitoires, OFI,
par décharge capillaire. La principale limitation concerne la longueur d’onde, vrai-
ment restreinte à l’extrême ultra-violet. De plus l’absence de cavités optiques adaptées
dans la gamme UV et X pour déclencher les processus laser [2] limite le gain en sortie [19].

De nos jours l’interaction entre un laser de haute intensité et un plasma permet
d’accélérer des électrons à des vitesses relativistes [20]. Des paquets d’électrons quasi-
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monoénergétiques d’énergie allant de plusieurs MeV [24] au GeV [25] (voir 2.3.3) sont
accélérés sur quelques millimètres ou centimètres de distance ouvrant ainsi la perspectives
de la construction d’un synchrotron ou d’un LEL compact.
L’idée de combiner l’accélération laser-plasma et un onduleur magnétique a donc
vite été proposée [26] pour la construction d’un XFEL compact. Des expériences
ont rapidement été réalisées obtenant du rayonnement synchrotron [27, 28, 29]. Les
résultats expérimentaux de Fuchs et al [29] ont montré la génération de rayons X mous
incohérents dans un onduleur magnétique à partir de l’injection d’un paquet d’électrons
d’énergie de 210 MeV issu de l’accélération laser-plasma. Le spectre du rayonnement
généré se compose d’un pic principal centré autour d’une longueur d’onde de 18 nm
(fondamentale), un second pic proche de 9 nm (seconde harmonique) et une coupure à
haute énergie approximativement à 7 nm. Quant au pic de brillance il est autour de 1017

[ph/s/mrad2/mm2/0.1 BW]. Les auteurs de cet article soulignent également que cette
source peut être étendue à des longueurs d’onde plus courtes en augmentant l’énergie
des électrons. Ces résultats ont ouvert la perspective d’obtenir un LEL compact en
combinant l’accélération laser-plasma et un onduleur magnétique à condition d’avoir
une meilleure qualité des paquets d’électrons issus de l’accélération laser-plasma en
terme de charge, de dispersion en énergie, d’émittance et de taille transverse du paquet
d’électrons[26]. Des projets dans différents endroits du monde ont été lancés pour
l’obtention d’un FEL à partir de ce mécanisme notamment en France [30].

En dehors de la combinaison avec un onduleur magnétique, l’accélération des électrons
dans les plasmas en elle même produit des flashs X très intenses à travers le rayonnement
bêtatron [31, 32, 33, 34]. Son principe est illustré sur la figure 1.2. Lors de l’interaction
d’une impulsion laser intense avec un plasma, la force pondéromotrice du laser pousse
les électrons vers les régions de faible éclairement laser et crée une cavité ionique. Une
séparation de charge est alors créée engendrant un champ longitudinal accélérateur des
électrons et un champ transverse qui force les électrons à osciller transversalement et
à émettre un rayonnement sur chaque maximum d’oscillation. Des expériences sur le
rayonnement bêtatron ont permis la production de faisceaux de rayons X dans la gamme
d’énergie du keV collimatés dans un angle de 25 mrad à mi-hauteur [32]. Cette source
peut être aujourd’hui considérée comme un synchrotron de poche car elle reproduit à
une échelle millimétrique le principe d’un synchrotron, et produit des rayons X avec une
divergence d’environ 1 degré et des pics de brillances équivalents à ceux des synchrotrons
[24].

Un autre processus pour générer des rayons X durs cohérents ou incohérents repose sur
la diffusion Compton ou Compton inverse. Ces processus de diffusion se produisent lors
de la collision d’un photon avec un électron. Un processus d’échange d’énergie se produit
entre l’électron et le photon incident et aboutit à l’émission d’un autre photon dans une
autre direction (voir figure 1.3). Lorsque le photon incident a une plus grande longueur
d’onde après la collision, c’est-à-dire qu’il a cédé de l’énergie à l’électron, on parle de
diffusion Compton CS (Compton Scattering). Lorsque la longueur d’onde du photon
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Figure 1.2: Principe du rayonnement bêtatron. Les électrons injectés en dehors de l’axe laser
oscillent dans le champ électrique transverse et émettent du rayonnement X incohérent bêtatron.

incident est plus petite, ce photon gagne de l’énergie à partir de l’électron, dans ce cas
on parle de diffusion Compton inverse ICS (Inverse Compton Scattering). Ces processus
dépendent fortement de l’angle de rasance du photon incident par rapport au paquet
d’électrons. On obtient un maximum d’énergie si la collision entre le paquet d’électrons
et l’impulsion laser est frontale engendrant ainsi des photons dont l’énergie se situe dans
la plage des keV au MeV. Ce processus a permis de proposer une machine prototype

Figure 1.3: Principe de de la diffusion Thomson/Compton.

avec des performances au niveau de celles des synchrotrons, le projet Thom-X [40, 41].
Dans cette machine on induit la collision de paquets d’électrons accélérés dans un anneau
de stockage de charge 1 nC d’énergie 50 à 70 MeV avec des impulsions laser d’environ
25 mJ accumulées dans une cavité Fabry-Perot continuellement alimentée par un laser
à fibre. La collision du paquet d’électrons et des impulsions laser se fait autour d’une
fréquence de 17 MHz, produisant ainsi un flux élevé de rayons X par rétrodiffusion
Compton, d’intensité entre 1011 à 1013 [ph/s/mrad2/mm2/0.1 BW] réglable en changeant
l’énergie des électrons [42].
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Dans d’autres conditions d’interaction laser-paquet d’électrons, l’impulsion laser peut
être utilisée comme un onduleur ou wiggler optique et produire soit du rayonnement syn-
chrotron [35] ou l’émission d’un rayonnement X cohérent comme dans les lasers à électron
libres. Dans un laser à électrons libres utilisant un onduleur optique [36, 37, 38, 39], le
champ laser intense de l’onduleur optique remplace le champ magnétique d’un onduleur
FEL classique. En fonction de l’éclairement de l’onduleur optique et de la qualité du
paquet d’électrons, un rayonnement X basé sur la diffusion Compton ou Raman (chapitre
3) peut être amplifié de façon cohérente. Dans un FEL classique, la génération de rayons
X nécessite des énergies de paquets d’électrons dans la gamme multi-GeV. Dans un FEL
à onduleur optique, les énergies des paquets sont de quelques MeV seulement [37].
Un schéma simple combinant l’accélération d’électrons dans les plasmas et un onduleur
optique a permis de produire expérimentalement [35] une large bande spectrale de rayons
X allant jusqu’à la centaine de keV par diffusion Compton, collimatés dans un angle de 1
degré environ et des pics de brillance 104 fois plus élevés que les sources Compton basées
sur des accélérateurs conventionnels LINAC.

Nous verrons dans la section 2.2 la différence entre le synchrotron et un FEL. Un
FEL produit une lumière cohérente grâce au phénomène de regroupement (bunching en
anglais). Le paquet d’électrons se découpe en plusieurs micro-paquets plus petits que la
longueur d’onde diffusée, si bien que tous les électrons d’un micro-paquet émettent en
phase et produisent ainsi une lumière cohérente. La course pour construire un LEL com-
pact utilisant un onduleur optique reste ouverte aujourd’hui. Plusieurs schémas promet-
teurs de ces LEL ont été proposés en utilisant à la fois l’accélération d’électrons dans les
plasmas et des onduleurs optiques en régime Compton CS ou Compton inverse ICS . L’idée
principale est de forcer tous les électrons du même paquet à osciller dans le fort champ
transverse de l’impulsion laser à la même phase. Pour des raisons physiques que nous ver-
rons plus tard un regroupement des électrons en micro-paquets se produira engendrant
ainsi une émission cohérente comme dans un FEL à onduleur magnétique. Parmi ces
schémas on trouve celui de P. Sprangle et al [37] reposant sur un régime d’amplification
Compton. Ce schéma utilise une impulsion laser intense se propageant en sens opposé par
rapport au paquet d’électrons. Le schéma de V. Petrillo et al [36], lui aussi basé sur le
processus d’amplification Compton, utilise un laser CO2 focalisé de manière à avoir un fort
champ transverse statique. Le tableau 1.1 résume les paramètres physiques du paquet
d’électrons et des systèmes laser nécessaires pour l’obtention d’un LEL compact à ond-
uleur optique ainsi que la comparaison avec une installation XFEL à onduleur magnétique
FLASH.

Comme on peut le voir à partir de ce tableau, les onduleurs optiques ont la capacité
de fournir des faisceaux de rayons X comparables à des installations XFEL à onduleur
magnétique à prix et taille réduite. Cependant, la construction des LEL basés sur les
schémas de Petrillo [36] et Sprangle [37] n’a pas été tentée jusqu’à aujourd’hui en raison
de la nécessité d’utiliser des paquets d’électrons de faible divergence et de dispersion en
énergie limitée, et par ailleurs de disposer d’onduleurs optiques intenses et d’une longueur

7



Chapitre 1. Introduction et état de l’art

Paramètres P. Sprangle et al V. Petrillo et al FLASH

γ 12.5 55 2000
δγ
γ 0,01% 0,12

Courant du paquet 500 A 20 kA 2.5 kA
d’électrons

Taille transverse du 70 µm 0,5 µm
paquet d’électrons

a0 0,5 0,8 Onduleur magnétique
Longueur d’onde 1 µm 10 µm (Laser CO2) Période de l’onduleur
Durée d’impulsion 23 ps λu =2.7 cm

Longueur de Rayleigh 0,5 µm 0,1 cm
Longueur d’onde X 20 Ao 1.35 nm 13 nm
Longueur de gain 280 µm 50 µm2.55 m

Puissance à saturation en W 3·105 7.5·108 2.5 ·109

Prix en euros 106 à 107 106 à 107 > 109

Taille 10 m 10 m > 1 km
Références [37] [36] [10, 38]

Table 1.1: Comparaison des LEL à onduleur optique et à onduleur magnétique classique.

d’interaction suffisamment élevée [39, 50].

Deux schémas dont les paramètres laser et paquets d’électrons sont proches de ceux
obtenus par les technologies actuelles et nécessaires pour déclencher un effet laser X ont été
proposés par A. Debus et al [38] et Philippe Balcou [39]. Le premier schéma repose sur
l’amplification Compton inverse et utilise une impulsion laser de haut éclairement focalisée
sur la même ligne de propagation du paquet d’électrons relativistes de manière à ce que
ce dernier suive l’impulsion laser sur une grande distance d’interaction. Quant au second
schéma baptisé Raman XFEL, il utilise deux impulsions jumelles focalisées simultanément
sur la même ligne de propagation des électrons. L’interférence des deux impulsions lasers
engendre un réseau optique de haut éclairement laser qui va se propager quasiment à la
même vitesse que le paquet d’électrons relativistes permettant ainsi une grande distance
d’interaction. Lors de l’interaction entre un paquet d’électrons libres relativistes et le
réseau optique, un effet Raman stimulé peut être déclenché par effet Kapitza-Dirac. Des
études théoriques et numériques ont démontré que ce dernier schéma est très prometteur
pour déclencher un effet laser X et pour la possibilité d’atteindre des valeurs de gain très
élevées, avec des longueurs de gain dans la gamme sub-millimétrique. Les spécificités de
ce schéma, en particulier la robustesse attendue vis-à-vis de la dispersion en énergie des
électrons, suggèrent que ce processus est idéalement adapté à un couplage avec un LINAC
ou avec l’accélération d’électrons dans les plasmas. En outre l’avantage d’utiliser un réseau
optique permet d’utiliser des valeurs d’éclairement modérées et aussi de guider le paquet
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d’électron sur plusieurs distances d’interaction. Le cas de l’utilisation d’un seul faisceau
laser nécessite de forts éclairements laser afin que les électrons relativistes puissent osciller
transversalement dans le champ transverse. En outre à cause de la divergence naturelle du
paquet d’électrons, les particules peuvent s’échapper rapidement de la zone d’interaction
avec le laser avant même d’effectuer plusieurs oscillations dans le champ transverse du
laser. L’utilisation de deux faisceaux laser a aussi l’avantage de guider les particules sur
de longues distances d’interaction et atteindre ainsi des gains élevés.

1.2.1 Objectifs de la thèse et plan du manuscrit

Les nouveaux schémas compacts des LEL seront complémentaires aux synchrotrons et
XFEL, puisque ces derniers délivrent des faisceaux dont la qualité du flux de lumière
est extrêmement élevée. Comme le montre la figure 1.4, l’augmentation des brillances
moyennes est proportionnelle à la taille des accélérateurs linéaires ou circulaires et donc au
prix des machines (diamants bleus). Le projet European-XFEL à Hambourg (Allemagne)
prévoit de délivrer des photons X avec une qualité sans précédent. Il est constitué d’un
LINAC supraconducteur de longueur 2.1 km dont les éléments accélérateurs sont refroidis
à moins 271 C◦ en utilisant de l’hélium liquide afin de diminuer les pertes par effet Joule
induites par les courants électriques. Le paquet d’électrons issu du LINAC est ensuite
injecté dans un onduleur magnétique où les électrons vont osciller, se regrouper en micro-
paquets et émettre une lumière cohérente. Cette machine fournira 27000 flashs de lumière
X par seconde, dont la longueur d’onde est si courte que même les détails atomiques
deviennent perceptibles (0,05 à 4,7 nm). La valeur moyenne de la brillance est estimée à
1,6·1025 (photons / s / mm2 / mrad2/ 0,1% BW) et les durées d’impulsion sont inférieures
à 100 fs. [11]. Avec une telle résolution et qualité de lumière on pourrait prendre des
images 3D au niveau atomique et donc faire des films des événements ultra-courts [10]
comme la formation de molécules ou la dynamique électronique etc. Les caractéristiques
et applications ouvertes par l’European-XFEL rendent cette machine unique parmi les
lasers à rayons X dans le monde (FLASH en Allemagne, LCLS au USA, Spring8 au
Japon, SwissFEL en Suisse etc).

D’autre part la figure 1.4 montre que les onduleurs optiques pourraient atteindre
des pics de brillance assez élevés à prix et taille réduits (carrés rouges sur la figure 1.4)
et qu’ils peuvent encore augmenter leurs performances en fonction des développements
futurs des lasers et de l’accélération des électrons dans les plasmas (carrés verts sur la
figure 1.4). Pour des applications où la brillance n’est pas le paramètre le plus important
comme pour l’étude non destructive des oeuvres d’arts, le contrôle non destructif,
l’imagerie médicale et ou dans la recherche scientifique etc, un laser à électrons libres
compact peut représenter une excellente solution. C’est dans cette optique que le schéma
du LEL Raman-X a été proposé en 2010 par Ph. Balcou [39]. La physique du Raman-X
est complexe. Elle combine à la fois la physique des lasers à électrons libres en régime
Compton, des lasers à rayons X mous (XUV) conventionnels basés sur l’interaction
laser/plasma, et de l’optique non-linéaire. Malgré la démonstration numérique et
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Figure 1.4: Comparaison des onduleurs magnétiques, optiques et autres processus physiques
pour la génération des rayons X en terme de la moyenne des pics de brillance et de prix des
installations. [53]

.

théorique du déclenchement d’un effet laser XUV, X [45, 46], ces études montrent
également que la physique du Raman-X est encore loin d’être totalement comprise ni
même entièrement explorée numériquement. Des performances aussi marquantes ne
pourront cependant être réalisées sans efforts importants. Il est indispensable de définir
des étapes préalables, aussi bien pour résoudre des points clés techniques, que pour
explorer et apprendre à contrôler la physique à la base de ce processus. En parallèle,
il est important de vérifier théoriquement mais aussi expérimentalement d’apprendre à
contrôler des phénomènes parasites qui peuvent nuire au processus d’amplification et de
cohérence, et enfin la prédiction des caractéristiques finales de la source devra aussi être
affinée.

Dans cet objectif, ma thèse a pour principal objet l’étude des premières étapes qui
peuvent résoudre des points clés importants pour explorer et apprendre à contrôler la
physique du Raman XFEL. Le premier aspect étudié, qui constitue la première étape
du processus, est l’injection du paquet d’électrons relativistes dans l’onde stationnaire et
voir le comportement du paquet d’électrons sous l’effet du champ électromagnétique du
réseau optique. Dans ce but j’ai développé un code numérique particulaire pour l’étude
de l’injection et de la dynamique des électrons relativistes dans différentes configurations
de réseaux optiques. Les études de la dynamique électronique et de l’injection ont une
importance cruciale sur la compréhension des processus d’amplification et du gain. Je
discuterai des processus d’amplification du rayonnement basés sur un modèle cinétique
linéaire et je soulignerai l’effet de la dynamique et de l’injection sur le gain.
Le second objectif de cette thèse est la modélisation des premières expériences de piégeage
d’un paquet d’électrons relativiste issu de l’accélération laser dans les plasmas, injecté
dans un réseau optique intense. Il est indispensable d’étudier numériquement l’interaction
d’un paquet d’électrons relativiste dans un réseau optique intense inhomogène afin de
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1.2. Compacité des LEL

déterminer les paramètres numériques essentiels qui vont correspondre à des observables
expérimentales et ensuite les relier aux diagnostics utilisés pendant les expériences.
Je décrirai la première expérience du piégeage des électrons faite sur le laser “Salle Jaune”
du Laboratoire d’Optique Appliquée LOA, à Palaiseau près de Paris. J’expliquerai le
montage expérimental du réseau optique et aussi la caractérisation de la source d’électrons
et les diagnostics utilisés pendant l’expérience. Enfin je comparerai les résultats obtenus
de cette première expérience avec les simulations numériques. Les conclusions et les
perspectives de toutes nos études théoriques, numériques et expérimentales seront
abordées à la fin de ce manuscrit.

Ce manuscrit est complété d’une annexe offrant un panorama des communications en
lien avec cette thèse.
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Chapitre 2

Bases physiques de l’émission
cohérente des sources X par des
électrons relativistes

Le concept du Laser à Électrons Libres (LEL) compact dans le domaine des rayons X
Raman XFEL repose sur la physique des LEL en régime Compton, des lasers XUV con-
ventionnels basés sur l’interaction laser-plasma, et de l’optique non-linéaire (figure 2.1).
Sa mise en oeuvre nécessite des connaissances approfondies en mécanique relativiste des
particules chargées, en électrodynamique, en physique des plasmas et en optique non-
linéaire. Avant d’entreprendre l’étude des concepts et méthodes d’approximation perme-
ttant de décrire la théorie du Raman XFEL ainsi que l’élaboration des codes numériques
nous rappelons les notions requises de l’électrodynamique, de la relativité restreinte et
aussi de la physique des plasmas.

Figure 2.1: Physique du Raman XFEL
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Chapitre 2. Bases physiques de l’émission cohérente des sources X par des électrons relativistes

2.1 Rappels théoriques

2.1.1 Relativité restreinte

Nous commençons ce chapitre par un résumé de la relativité restreinte. Ce rappel est
indispensable pour la suite du manuscrit notamment pour les études numériques où les
codes de calcul utilisés opèrent soit dans le référentiel propre des électrons soit dans celui
laboratoire.

Le principe majeur de la relativité restreinte est que la vitesse de la lumière dans le
vide a, dans tous les référentiels, la même valeur, prédite par les équations de Maxwell de
l’électromagnétisme. En mécanique classique le mouvement d’un corps matériel est décrit
dans un référentiel galiléen. Dans un tel référentiel l’espace est homogène et isotrope et
le temps est uniforme. En outre tout référentiel en mouvement de translation rectiligne
et uniforme par rapport à un référentiel galiléen est lui-même galiléen. Pour décrire le
passage d’un référentiel galiléen à un autre tout en laissant les lois de la physique classique
inchangées on procède par la transformation de Galilée. L’élaboration des équations de
l’électrodynamique par Maxwell a montré l’insuffisance de la théorie classique de la mé-
canique. En effet un résultat conséquent de la théorie de l’électromagnétisme de Maxwell
est l’existence d’ondes se propageant à la vitesse de la lumière dans le vide qu’on notera
dans la suite c et qui est constante dans tous les référentiels inertiels. En 1905 Albert
Einstein résout le problème en exposant sa théorie de la relativité restreinte [113]. Cette
théorie est fondée sur deux postulats :

1. La vitesse de la lumière c est constante dans toutes les directions et dans tout
référentiel galiléen.

2. Les lois de la physique sont des invariants relativistes c’est-à-dire qu’elles ont la même
forme dans tous les référentiels galiléens liées par la transformation de Lorentz.

Cette transformation dite de Lorentz est une généralisation de la transformée de Galilée.
Elle s’écrit pour le cas d’un repère R′ en mouvement de translation à la vitesse Vr dans
la direction z par rapport à un repère fixe R comme suit

ct′

z′

x′

y′

 = Ļ


ct

z

x

y

 =


γ −βγ 0 0
−βγ γ 0 0

0 0 1 0
0 0 0 1




ct

z

x

y


Avec Ļ la matrice de transformation de Lorentz, β = Vr/c et γ = 1√

1−β2
le facteur de

Lorentz. Le passage du référentiel R′ au référentiel R se fait en changeant le signe de β
dans la matrice de Lorentz.
Le référentiel propre d’une particule est celui où elle est en repos. Par conséquent, à
cause de la transformation de Lorentz, le temps est plus court dans le référentiel propre
et la distance est plus grande d’un facteur γ. Selon la théorie de la relativité restreinte,
l’écoulement du temps dépend du référentiel. La durée séparant deux événements dépend
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2.1. Rappels théoriques

donc du référentiel utilisé. Le temps propre de la particule est défini comme la durée
séparant deux événements ayant lieu dans le même repère. Par conséquent, à cause de la
transformation de Lorentz, le temps propre t′ est plus court dans le référentiel propre et
la distance est plus grande d’un facteur γ.

Une particule en mouvement de vitesse ~v = (vz, vx, vy) dans R aura comme vitesse
dans le repère R′

vz ′ =
vz − Vr

1− vzVr/c2

vx′ =
vx

γ(1− vzVr/c2)
vy ′ =

vy
γ(1− vzVr/c2)

L’énergie cinétique d’une particule relativiste de vitesse v et de massem est définie comme
:

Ec = (P 2c2 +mc2)1/2 = (γ − 1)mc2

Avec P = γmv la quantité de mouvement de la particule. On définit l’énergie au repos
de la particule comme mc2 de manière à avoir l’énergie totale

Etot = Ec +mc2 = γmc2.

L’énergie et l’impulsion de particule constituent un quadri-vecteur. Selon la transforma-
tion de Lorentz, la relation entre l’énergie et l’impulsion d’une particule dans le repère R
et l’énergie et l’impulsion dans le repère R′ s’écrit :

E ′

cPz ′

cPx′

cPy ′

 = Ļ


E

cPz

cPx
cPy

 =


γE − βγPzc
−βγE + γPzc

Pxc

Pyc


Si maintenant la particule émet un rayonnement de fréquence ω = k/c dans le référen-

tiel R avec k le vecteur d’onde, la fréquence de ce rayonnement dans le référentiel R′ sera
donnée par ω′ = ω

√
1−β
1+β .

L’espace et le temps en mécanique relativiste sont liés. Un événement est représenté par
un quadrivecteur espace-temps tel que la norme du quadrivecteur reste inchangée :

ŝ2 = (ct)2 − x2 − y2 − z2 = (ct′)2 − x′2 − y′2 − z′2

Le quadrivecteur espace temps possède des coordonnées spatiales et temporelles ŝ =
(ct, z, x, y).
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Chapitre 2. Bases physiques de l’émission cohérente des sources X par des électrons relativistes

Il existe aussi d’autres quadrivecteurs tels que :

1. û = dŝ

cdt
′ quadrivecteur vitesse.

2. â = dû

cdt
′ quadrivecteur accélération, où la dérivée est prise par le temps propre.

3. (E
c
, P ) quadrivecteur énergie impulsion.

4. (Φ
c
, ~A) potentiel scalaire et potentiel vecteur électromagnétique.

5. (cρ,~j) densité de charge et densité de courant.

Tous ces quadrivecteurs ont une norme invariante par transformation de Lorentz. Enfin
la loi fondamentale de la dynamique s’écrit dans le cas relativiste :

d~P

dt
= ~F

avec ~P = γm~v et ~F la somme de toutes les forces.

2.1.2 Électrodynamique et équations de Maxwell dans le vide

Tout phénomène électromagnétique repose sur les quatre équations de Maxwell et la force
de Lorentz

5 · ~E = ρ

ε0
(2.1)

5 · ~B = 0 (2.2)

5× ~B = µ0j + 1
c2
∂ ~E

∂t
(2.3)

5× ~E = −∂
~B

∂t
(2.4)

~F = q
(
~E + ~v × ~B

)
. (2.5)

L’équation (2.1) est connue sous le nom de Maxwell-Gauss. Elle relie la divergence
du champ électrique ~E à la densité de charge ρ et elle est valable pour des champs
dynamiques et statiques. Cette même équation montre aussi que le champ électrique est
proportionnel à la densité de charge contenue à l’intérieur d’une surface fermée (surface
de Gauss). La deuxième des équations de Maxwell est l’équation du flux magnétique, du
fait de la non existence de charges magnétiques similaire aux charges électriques le flux du
champ magnétique à travers une surface fermée est toujours nul. L’équation (2.3) est celle
de Maxwell-Ampère. Lorsque le champ électrique est stationnaire cette équation devient
celle de la magnétostatique donné par la loi d’Ampère 5× B = µ0~j où ~j est la densité
de courant et µ0 est la perméabilité magnétique du vide. Or les variations temporelles
du champ électrique induisent elles aussi un champ magnétique. Le terme ∂ ~E/c2∂t avec
c la vitesse de la lumière dans le vide a été ajouté par Maxwell pour tenir compte de
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2.1. Rappels théoriques

cet effet. L’équation (2.4) est l’équation de Maxwell-Faraday, elle décrit le phénomène
d’induction donné par Faraday. C’est la variation du champ magnétique qui génère un
champ électrique et non le champ magnétique tout seul. La dernière équation est celle
de la force de Lorentz. Celle-ci décrit la force excercée sur une particule chargée animée
d’une vitesse ~v et de charge q dans les champs électromagnétiques ~E et ~B.

2.1.3 Potentiels retardés

L’introduction du potentiel vecteur ~A et du potentiel scalaire Φ permet de réduire les
équations de Maxwell à deux équations uniquement pour les potentiels. Les champs
électrique et magnétique s’écrivent respectivement en fonction du potentiel vecteur et
scalaire comme :

~E = −5 Φ− ∂ ~A

∂t
~B = 5× ~A

et les équations donnant les potentiels sont :

− ∂

∂t
5 ~A−∇2Φ = ρ

ε0

5
[
5 ~A+ 1

c2
∂

∂t
Φ
]

= µ0~j +52 ~A− 1
c2
∂2

∂t2
~A

Ces équations peuvent encore se simplifier en choisissant une jauge. Adoptons la jauge
de Lorentz 5 ~A + 1

c2
∂
∂t

Φ = 0, avec laquelle on obtient des équations de type d’Alembert
pour les potentiels

52 − 1
c2
∂2

∂t2
~A = −µ0~j

52Φ− 1
c2
∂2

∂t2
Φ = − ρ

ε0
.

La jauge de Lorentz tient parfaitement compte de l’invariance des équations de Maxwell,
c’est-à-dire que la vitesse de la lumière reste la même dans tous les référentiels galiléens.
En utilisant la méthode des fonctions de Green nous pouvons trouver les solutions
générales comme :

Φ(r, t) = 1
4πε0

∫ ρ(~r′, t− ||~r−
~
r
′||

c
)

||~r − ~r′||
d3~r′ (2.6)

~A = µ0

4π

∫ ~j(~r′, t− ||~r−
~
r
′||

c
)

||~r − ~r′||
d3~r′ (2.7)

Ces deux dernières expressions des potentiels sont appelées potentiels retardés [109].
Ces expressions illustrent que le signal observé à l’instant t a été émis réellement à un
instant précédent t′ par la charge. Supposons maintenant un électron animé d’une vitesse
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Figure 2.2: Position de la particule aux instants t et t′.

ve ce qui s’interprète mathématiquement pour la densité de charge et de courant comme :

ρ(~r′, t′) = −eδ[~r′− ~r(t′)]
~j(~r′, t′) = −eveδ[~r′− ~r(t′)]

où δ est une fonction de Dirac. En utilisant les potentiels retardés de Liénard-Wiechert
[109, 110] et les équations ~E = −5Φ− ∂ ~A

∂t
avec ~B = 5× ~A, on peut calculer facilement

les champs électrique et magnétique émis par cet électron au point d’observation (voir
figure 2.2)

~E = −e
4πε0g3

~n− ~β

R2γ2 + ~n× (~n− ~β)× ~̇β

cR


t
′

(2.8)

~B = 1
c
~n× ~E (2.9)

avec ~R = ~r − ~r′(t′), t′ le temps retardé, ~n = ~R/|R| un vecteur unitaire dans la direction
de l’observateur, β = ve/c et g = 1− ~n~v

c
.

2.1.4 Rayonnement d’une particule chargée

En raison de la vitesse finie de la lumière, un observateur ne verra le signal émis par une
particule à l’instant t′ qu’à un temps retardé t où la différence entre t et t′ correspond
au temps qu’il faudrait à la lumière pour parcourir la distance entre le point d’émission
et le point d’observation (voir figure 2.2). En outre les équations (2.8) et (2.9) ont
des termes proportionnels en R−2 et R−1. Les termes en R−2 véhiculent des champs
coulombiens statiques et peuvent être négligés pour de longues distances tandis que les
termes en R−1 sont liés au rayonnement qui dépend de l’accélération des particules.
Avant de discuter de l’importance des potentiels retardés nous définissons directement :
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1. l’expression générale du vecteur de Poynting qui représente la densité surfacique de
puissance du champ électromagnétique définit comme :

~Π =
~E × ~B

µ0
. (2.10)

2. La puissance rayonnée par une particule accélérée par unité d’angle solide dΩ =
ds/R2

dP

dΩ = R2|~S|= R2ε0c| ~E|2. (2.11)

3. La distribution angulaire de l’énergie rayonnée

dW

dΩ = cε0R
2
∫ ∞
−∞
|E⊥|2dt (2.12)

où ~E⊥ est la composante du champ perpendiculaire au vecteur ~n.

Nous pouvons à présent discuter des équations (2.8) et (2.9).

2.1.4.1 Cas d’une charge fixe

β = 0
L’équation du champ électrique (2.8) prend la forme du champ électrostatique et

comme la charge est fixe par conséquent le champ magnétique est nul.

2.1.4.2 Cas d’une charge mobile en mouvement uniforme

β̇ = 0

Les expressions des champs électrique et magnétique deviennent

~E(t) = −e
4πε0g3

~n− ~β

γ2R2


t
′

~B = 1
c
~n× ~E.

Pour une particule non-relativiste β � 1 et donc t′ ∼ t on peut retrouver la puissance
rayonnée par unité d’angle solide:

dP

dΩ = e2µ0

16π2c
| ~̇ve|2sin2θ (2.13)

où θ est l’angle entre le vecteur accélération ~̇ve et ~n. D’après cette formule la puissance
est nulle pour sin2θ = 0, ce qui veut dire que l’émission est nulle dans la direction de
l’accélération (voir figure 2.3). Enfin la puissance instantanée par unité d’angle solide
s’obtient en intégrant sur toutes les directions :

P = e2µ0

6πc | ~̇ve|
2. (2.14)
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Figure 2.3: Gauche : diagramme polaire du rayonnement d’une particule. La flèche en pointillés
représente la direction du vecteur accélération et les flèches pleines celles du vecteur de Poynting.
Droite : cône d’émission d’une particule relativiste.

On reconnaît l’expression de la formule de Larmor pour une particule non-relativiste.
Notons que le mouvement d’une particule chargée en mouvement uniforme ne produit
pas d’énergie électromagnétique, cela peut se démontrer en faisant une transformation de
Lorentz dans le repère propre de la charge ce qui impliquerait β = 0 et par conséquent
un champ magnétique nul.

2.1.4.3 Discussion sur le rayonnement de particules relativistes

Les charges électriques peuvent être déviées de leurs trajectoires rectilignes par
l’application d’un champ magnétique, c’est le cas des wigglers magnétiques ou les
anneaux de stockage, ou encore sous l’action de la force pondéromotrice d’un laser.
Lors de la déviation des particules une émission de rayonnement est produite. En
fonction de la nature de la force induisant l’accélération, cette émission peut être de type
synchrotron, bêtatron ou bremsstrahlung.

Reprenons l’équation (2.12) de la distribution angulaire de l’énergie rayonnée et pas-
sons de l’intégrale sur le temps à une intégrale sur les fréquences via la relation de Parseval.
Considérons maintenant que le point d’observation est situé loin de la source du rayon-
nement R → ∞ ce qui implique que le vecteur unitaire ~n reste constant. Changeons
la variable d’intégration du temps d’observation t au temps d’émission t′. Après ces
transformations on trouve l’expression générale de la densité spectrale pour une particule
relativiste [111] :

d2W

dΩdω = µ0q
2

16π2c

∣∣∣∣∣~n×
∫ ∞
−∞

dt′eiω(t′−~n~r(t)/c) (~n− ~v/c)× ~̇v
(1− ~n~v/c)2

∣∣∣∣∣
2

. (2.15)

Cette expression est souvent appelée intégrale de Lienard-Wiechert, elle est valable pour
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une particule en mouvement arbitraire. D’après cette équation le rayonnement émis par
la particule relativiste avec le facteur γ � 1 est dirigée dans la direction de la vitesse. À
cause de la transformation de Lorentz l’ouverture du cône du rayonnement est égale à
θ = 1/γ autour du vecteur vitesse et son ouverture totale est de 2/γ.
L’émission est maximale pour (1− ~β~n)→ 0, ce qui veut dire que l’utilisation d’électrons
relativistes permet d’avoir une émission maximale plus concentrée dans l’angle d’ouverture
θ ∼ 1/γ.

Pour avoir du rayonnement il faut guider les électrons sur des trajectoires courbées.
Une particule oscillant dans un onduleur conventionnel formé d’aimants permanents suc-
cessifs, dans des onduleurs plasmas [114, 115, 32], ou dans des onduleurs optiques [38, 39]
correspondant aux champs électromagnétiques oscillant d’un laser, peuvent émettre du
rayonnement. Le rayonnement émis peut être à une fréquence de résonance ou à une
fréquence décalée par effet Doppler ou à des harmoniques d’ordre supérieur de la fréquence
fondamentale.
Nous allons décrire maintenant deux types de rayonnement produits dans un onduleur
magnétique : le rayonnement synchrotron et le laser à électrons libres.

2.2 Rayonnement synchrotron et Laser à Électrons Libres
(LEL)

Figure 2.4: Regroupement des électrons en micro-paquets dans l’onduleur magnétique
(phénomène du bunching).

L’émission cohérente d’un LEL repose sur le couplage auto-consistant du mouvement
oscillatoire des électrons dans un champ magnétique statique et le rayonnement émis par
les particules. L’ interaction dans un LEL est un processus à rétroaction. Les électrons
émettent un rayonnement qui va se coupler avec l’onde électromagnétique de l’onduleur
et engendrer une onde de battement par le potentiel pondéromoteur. Cette onde de
battement affecte la position des électrons (leur phase) et les amène à se regrouper
en micro-paquets et à émettre avec une plus grande cohérence (voir figure 2.4). Cet
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effet collectif des électrons est une forme de diffusion Compton. Avant de décrire
l’émission cohérente et les processus d’amplification du rayonnement du LEL, nous
discuterons en premier du rayonnement émis par les électrons en l’absence de toute inter-
action LEL, on parle uniquement du rayonnement spontané dans un onduleur magnétique.

2.2.1 Rayonnement synchrotron à partir d’un onduleur magnétique

Le mouvement des électrons dans un champ magnétique extérieur est fondamental pour la
compréhension des principes de fonctionnement des LEL. Les onduleurs ou wigglers sont
constitués d’une série d’aimants permanents parallèles et alternés spatialement d’une péri-
ode λu. Ils peuvent prendre plusieurs géométries “plane ou hélicoïdale”, ces géométries
différant par l’arrangement des aimants magnétiques, de sorte à avoir un champ magné-
tique sinusoïdal dans le cas d’un onduleur plan, et elliptique dans le cas hélicoïdal (voir
figure 2.5 ) et ainsi faire varier la polarisation de l’onde en sortie du LEL [126]. Nous con-

Figure 2.5: Onduleurs magnétiques et trajectoires électroniques. (a) Onduleur plan : la trajec-
toire électronique est sinusoïdale dans le plan (z, x), la polarisation de la lumière en sortie est
plane. (b) Onduleur hélicoïdal : la trajectoire électronique est une hélice autour de l’axe z, la
polarisation de la lumière en sortie est circulaire.

sidérons le cas simple d’un onduleur magnétique constitué d’aimants permanents alternés
spatialement d’une période λu dans la direction longitudinale z, tel que représenté sur la
figure 2.6. Nous supposons que le vecteur champ magnétique produit par cet onduleur
est dans la direction transverse y et a la forme sinusoïdale suivante :

By = B0 cos kuz, (2.16)

où B0 est l’amplitude maximale du champ magnétique et ku = 2π/λu.
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Figure 2.6: Trajectoire électronique dans le plan (z, x) dans un onduleur plan.

On suppose un électron relativiste qui se propage dans cet onduleur le long de l’axe
z. L’électron est soumis à la force de Lorentz et effectue un mouvement oscillatoire de
période spatiale égale à λu dans le plan (x, z). Les rayonnements émis par un électron
sur chaque sommet peuvent interférer de manière constructive sous certaines conditions.
Pour connaître ces conditions d’interférences, nous considérons que l’électron émet un
rayonnement au sommet A à l’instant zéro, puis un autre rayonnement au sommet B
voisin de A à l’instant τ0 = λu/v̄z, où v̄z est la vitesse moyenne de l’électron. Les deux
rayonnements émis en A et B interférent de manière constructive si

λs = c
λu
v̄z
− λu cos θ (2.17)

où λs est la longueur d’onde du rayonnement émis par l’électron et θ est l’angle formé
entre la direction de propagation du rayonnement et l’axe z.
Pour estimer la vitesse moyenne v̄z avec laquelle l’électron se déplace, nous calculons la
vitesse d’oscillation transverse vx à partir de la force de Lorentz :

dvx
dt

= eB0

γme

vz cos kuz

avec me, e la masse et la charge électrique de l’électron et γ le facteur de Lorentz. Cette
équation peut se résoudre facilement en posant vz = dz/dt et nous obtenons l’expression
de vx comme:

vx = eB0

γmeku
sin kuz. (2.18)

De l’expression du facteur de Lorentz nous avons :

β2 = 1− 1
γ2

v2
z = c2(1− 1

γ2 )− v2
x
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Remplaçant maintenant vx par son expression (2.18) dans v2
z ,

v2
z = c2(1− 1

γ2 )−
(
e2B2

0
γmeku

)2

sin2 kuz

vz = c

[
1− 1

γ2

(
1 +K2 sin2 kuz

)]1/2

où K = eB0
mekuc

. Pour des électrons relativistes, l’expression de vz peut encore se simplifier
par un développement de Taylor, et en prenant la moyenne de sin2 kuz on obtient la vitesse
moyenne longitudinale de la particule dans l’onduleur comme :

v̄z = c

[
1− 1

2γ2

(
1 + K2

2

)]
. (2.19)

En remplaçant maintenant l’expression de la vitesse moyenne longitudinale dans
l’équation (2.17):

λs = λu
2γ2

[
1 + K2

2 + (γθ)2
]
, (2.20)

cette formule relie la longueur d’onde du rayonnement émis par l’électron à la période spa-
tiale de l’onduleur λu, à l’énergie de l’électron γ et au paramètre de force K de l’onduleur
magnétique qui est proportionnel au champ magnétique appliqué dans l’onduleur et à sa
période. D’après la formule (2.20), pour atteindre les courtes longueurs d’onde il est
nécessaire d’avoir de très grandes énergies des électrons et aussi une courte période de
l’onduleur magnétique. En outre l’équation (2.20) montre que toutes les longueurs d’onde
peuvent être émises en jouant sur l’énergie des électrons ou sur les valeurs du paramètre
de force K. La fréquence du rayonnement émis par l’onduleur qui satisfait la condition
d’interférence constructives peut être donnée par :

ωs = 2γ2ω0

1 + 0.5K2 + (γθ)2 (2.21)

avec ω0 = v̄zku.

Selon la valeur du paramètre de force K on parle d’onduleur quand K << 1 ou de
wiggler dans le cas opposé. La lumière émise par les onduleurs ou wigglers est différente
par ses propriétés physiques notamment les spectres d’émission, la divergence et la
brillance. Avant de discuter de la différence entre onduleur et wiggler nous parlerons du
spectre en fréquence en champ lointain du rayonnement synchrotron.

2.2.2 Spectre en fréquence en champ lointain du rayonnement synchrotron

Un paramètre important de l’onduleur magnétique est le rayon de courbure de l’électron
qui peut être donné pour le cas d’un arc de distance δl (voir figure 2.7) par

ρ = βc

ωc
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Figure 2.7: Rayon de courbure de l’électron et cône d’émission

où ωc = eB/meγ la fréquence cyclotron de l’électron, B est l’amplitude du champ mag-
nétique, β = vz/c, c la vitesse de la lumière, me et e la masse et la charge de l’électron
respectivement.
La durée du signal reçu par un observateur dépend de la vitesse avec laquelle l’électron
traverse la portion d’arc δl = ρ∆θ = ρ/γ. Ce temps peut être estimé en supposant que
la vitesse de l’électron est égale à celle de la lumière, par

∆t = ρ/γβc.

Cet intervalle de temps correspond à la fréquence d’émission ω = 1/∆t = γβc/ρ. En
tenant compte du shift de Doppler, la fréquence émise dans le référentiel du laboratoire
est :

ωcr = 2γ2

∆t = 2γ3βc

ρ
∼ 2γ3ωc

L’équation de l’intensité spectrale (2.15) du rayonnement émis dans une période par
un électron relativiste oscillant dans un onduleur plan dans le cas du champ lointain et
pour θ = 0 peut s’écrire comme [116] :

d2W

dΩdω = 3e2

4π3

√
µ0

ε0
γ2
(
ω

ωcr

)2
B2

2/3

(
ω

ωcr

)
, (2.22)

où B2
2/3 est la fonction de Bessel modifiée de seconde espèce. La fonction (2.22) montre

que la distribution de la densité spectrale est centrée autour de la fréquence fondamentale
ωcr et que seules les ondes polarisées dans le plan (z, x) des oscillations d’électron sont
émises [64].
Si maintenant l’électron effectue 2N oscillations, alors un train d’impulsions sera émis
lors du passage de l’électron dans l’onduleur comme illustré sur la figure 2.8. A cause
du changement de la polarité du champ magnétique dans l’onduleur sur chaque période
λu/2, les 2N impulsions émises ont des polarisations opposées de manière alternative. Si
la largeur de chaque impulsion émise est inférieure à la période d’émission, on peut trouver
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Figure 2.8: Train d’impulsion émis par un électron dans un onduleur magnétique vu par un
observateur pour θ = 0◦

un train d’impulsion séparées d’une période π/ωs où ωs donnée par (2.21). Le spectre en
fréquence du rayonnement synchrotron par unité d’angle solide dans la direction z peut
être calculé en superposant chaque rayonnement émis à chaque angle θ de la trajectoire
de l’électron et en prenant en compte la polarisation ainsi que le temps d’émission. Ceci
peut s’exprimer pour un électron effectuant 2N oscillations par [116] :

d2W

dΩdω = 3e2

4π3

√
µ0

ε0
γ2
(
ω

ωcr

)2
B2

2/3

(
ω

ωcr

) ∣∣∣∣∣
2N−1∑
n=0

(−1)ne−jω
nπ
ωs

∣∣∣∣∣
2

(2.23)

où la somme dans l’équation (2.23) qu’on notera S peut être calculée par :

|S|2=
1− cos

[
2Nπ( ω

ωs
)
]

1 + cos
[
π( ω

ωs
)
] =

sin2
[
Nπ( ω

ωs
− 2m− 1)

]
sin2

[
π
2 ( ω

ωs
− 2m− 1)

]
(m = 0, 1, 2, ....).

Comme on peut le voir sur l’expression de |S|2, le dénominateur varie lentement pour
de grandes valeurs de N . La somme peut donc être approximée autour de ω

ωs
= 2m + 1

comme :

|S|2= 4N2 sin2
[
Nπ( ω

ωs
− 2m− 1)

]
[
Nπ( ω

ωs
− 2m− 1)

]2
|S|2= 4NδN

(
ω

ωs
− 2m− 1

)

δN(x) = N
(sinNπx

Nπx

)2

(m = 1, 2, ....).

Nous obtenons finalement l’expression de l’intensité spectrale par unité d’angle solide
dans la direction z du rayonnement synchrotron émis par un électron passant à travers
2N aimants d’un onduleur magnétique :
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d2W

dΩdω = 3e2

4π

√
µ0

ε0
γ2
(
ω

ωcr

)2
B2

2/3

(
ω

ωcr

)∑
m

δN

(
ω

ωs
− 2m− 1

)
Le spectre de densité d’énergie par unité d’angle solide dans la direction z est constitué

d’un fondamental et d’harmoniques d’ordres élevés pour de grandes valeurs de N . En
outre, à cause de la condition d’interférence constructive, la puissance à la fréquence
fondamentale est multipliée par un facteur 4 comparé au cas d’une seule oscillation dans
l’onduleur.

2.2.3 Onduleur et wiggler magnétique

Pour le cas où ωcr/ωs << 1, ce qui est équivalent à K << 1, on se place dans le régime
dit “onduleur” où la valeur du champ magnétique appliqué est faible donc la déflexion et
le ralentissement des électrons sont moins importants. Le cône d’émission θ ∼ 1/γ est
quasiment colinéaire avec l’axe de propagation des électrons (voir figure 2.9 (a) gauche).
La densité spectrale se limite à l’harmonique fondamental (voir figure 2.9 (a) centre).
Pour ωcr/ωs = 1, la distribution d’énergie spectrale est composée de la fréquence
fondamentale et des harmoniques impairs.
Pour ωcr/ωs >> 1 ce qui correspond à l’application d’un champ magnétique fort, on
parle alors de régime dit “Wiggler”. L’électron rayonne sur chaque intervalle de sa
trajectoire et dans différentes directions (voir figure 2.9 (b) gauche). L’énergie cinétique
longitudinale réduite par la déviation de l’électron induit le rayonnement synchrotron
dont le spectre est composé de plusieurs harmoniques d’ordre élevé.

Notons que le raisonnement développé jusqu’à maintenant est valable pour un élec-
tron unique. Dans la pratique on injecte une distribution d’électrons centrée en γ et de
dispersion δγ.

δω

ωs
= 2δγ

γ
� 1

N
. (2.24)

En prenant en compte le fait qu’un paquet d’électrons est également caractérisé par une
divergence angulaire δΦ, qui induit un autre type d’élargissement:(

δω

ωs

)
divergence

= γ2

1 + 0.5K2 δΦ, (2.25)

et pour des valeurs de K >> 1, le spectre devient quasiment continu jusqu’à la fréquence
critique ωcr .

2.2.4 Laser à Électron Libres

La différence entre les lasers conventionnels (quantiques) et les LEL réside dans le mi-
lieu amplificateur. Les lasers quantiques utilisent les atomes ou molécules excités pour
amplifier la lumière, les LEL utilisent un faisceau d’électrons relativistes comme milieu
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Figure 2.9: Comparaison entre un onduleur magnétique (a) et un wiggler (b). Gauche : tra-
jectoires électroniques. Centre : spectre de rayonnement X. Droite : distribution angulaire de
l’énergie rayonnée. En raison des trajectoires 3D que suivent les électrons dans les wigglers la
distribution angulaire de l’énergie peut avoir plusieurs formes (disque, ellipse).

amplificateur se propageant à travers un onduleur ou wiggler. Les LEL sont consid-
érés comme des sources de lumière de quatrième génération pour leur qualité de lumière
délivrée, en terme de cohérence spatiale et temporelle, de courtes longueurs d’onde et
durées d’impulsion mais aussi en terme de brillance et d’énergie [116, 119]. Les sources de
lumière de troisième génération sont les synchrotrons dotés d’onduleurs ou de wigglers.
Les LEL présentent d’énormes avantages par rapport aux lasers quantiques utilisant les
atomes ou molécules excités comme milieu amplificateur. La longueur d’onde de ces
derniers est fixée par les transitions atomiques ou moléculaires discrètes des milieux am-
plificateur tandis que la longueur d’onde délivrée par un LEL peut facilement être modifiée
soit par l’énergie des électrons γ ou par le paramètre de force de K passant ainsi des ondes
millimétriques aux rayons X [112]. En outre, les lasers quantiques posent des problèmes
de chauffage des milieux amplificateurs. Une fraction de l’énergie de pompage optique
[68, 69] qui excède généralement l’énergie en sortie du laser n’est pas utilisée mais se
dissipe dans le milieu amplificateur et par conséquent limite la possibilité d’augmenter
l’énergie laser en sortie [118].
Un LEL est constitué d’un accélérateur de particules soit circulaire ou linéaire qui accélère
les particules à des vitesses relativistes et par des onduleurs ou wiggler magnétiques; au-
cun phénomène thermique ne perturbe l’émission.
Plusieurs configurations des LEL ont été mise au point, nous rappelons ici les deux prin-
cipales configurations.

1. Configuration oscillateur : l’onduleur est placé dans une cavité optique (voir figure
2.10 (a) ), ce genre de configuration est très utilisé dans les anneaux de stockage ou
dans les LINAC. Elle permet d’obtenir des lasers dans le visible et des performances
très remarquables dans l’infrarouge en terme de puissance [55, 56] ont été obtenues.
En revanche pour les courtes longueurs d’onde dans les domaines VUV et X, un
domaine hostile pour les miroirs de cavité optique, la génération de ces courtes
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longueur d’onde se fait par un seul passage du paquet d’électron dans l’onduleur ou
le wiggler.

Figure 2.10: Configurations des LEL en régime oscillateur (a) et en régime SASE (b).

2. Configuration Self Aamplifed Stimulated Emission (SASE) : afin de déclencher une
croissance exponentielle du gain [59] à partir de l’émission spontanée lors d’un seul
passage du paquet d’électrons dans l’onduleur (voir figure 2.10 (b) ), il est néces-
saire d’avoir une grande densité électronique et une grande longueur de l’onduleur
électromagnétique. La configuration SASE [121, 57, 58] permet d’avoir des courtes
longueurs d’onde de l’UV aux rayons X [122] et des pics de brillance assez élevés grâce
au regroupement des électrons en micro-paquets appelé phénomène de bunching. La
configuration SASE est limitée uniquement par les technologies de fabrication des
onduleurs magnétiques, la période des onduleurs λu est de quelques centimètres
[120], et aussi par les paquets d’électrons fournis par les accélérateurs en terme de
charge, de divergence et d’émittance. En outre, la cohérence temporelle du faisceau
laser généré par la configuration SASE est limitée car l’émission spontanée module
la distribution électronique avec d’importantes fluctuations reparties aléatoirement
dans le domaine temporel et spatial. Les profils temporel et spectral de la lumière
rayonnée sont composés d’une série de sous structures appelés spikes qui présentent
d’importantes fluctuations statistiques. Des techniques pour résoudre ces problèmes
ont été proposées et vérifiées expérimentalement [70, 71, 123], parmi celles-ci on
peut noter la génération d’harmoniques non linéaires [125, 126], la configuration
HGHG pour la génération d’harmoniques à fort gain [60, 61, 62, 63], et l’injection
d’harmoniques produites dans les gaz [65, 66, 67]
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2.2.4.1 Processus du LEL

Grâce au phénomène du bunching le rayonnement émis par un LEL est cohérent. Ce
rayonnement cohérent est amplifié au cours du temps par un transfert d’énergie cinétique
du paquet d’électrons aux ondes électromagnétiques. Afin d’avoir une émission cohérente,
il faut que tous les photons émis par les électrons s’additionnent de manière constructive,
ceci revient donc à mettre tous les oscillateurs (électrons du même paquet) en phase. Une
fois que les électrons sont groupés, ils rayonnent de manière cohérente, aussi la puissance
du rayonnement est plus élevée comparée au rayonnement incohérent. En effet la puissance
du rayonnement émis par n électrons est donnée par

P ∝

∣∣∣∣∣∣
n∑
j=1

Eje
iφj

∣∣∣∣∣∣
2

=
n∑
j=1

E2
j +

∣∣∣∣∣∣
n∑
j=1

n∑
k=1

EjEk · ei(φj+φk)

∣∣∣∣∣∣
2

j 6=k

(2.26)

avec φj la phase relative de l’onde Ej émise par l’électron j. Pour un paquet d’électrons
oscillant dans l’onduleur avec des phases aléatoires, le terme à droite de l’équation
2.26 interfère de manière destructive et la puissance est donc P ∝ n|E|2. Ceci est le
cas de l’émission spontanée incohérente dans des onduleurs magnétiques tels que les
synchrotrons. Si maintenant φi = φk ce qui fait que tous les électrons sont groupés
périodiquement à la longueur de résonance λs la puissance du rayonnement émis par tous
les électrons dans ce cas est P ∝ n2|E|2.

Pour expliquer le groupement des électrons en micro-paquets, il est possible d’utiliser
les équations relativistes du mouvement des électrons et la relation de conservation de
l’énergie qui décrit l’échange d’énergie entre l’électron et le rayonnement. Pour un cal-
cul simple nous supposons que le rayonnement émis par l’électron est une onde plane
monochromatique qui se propage le long de l’axe z dont l’expression des champs élec-
trique et magnétique est :

Ex = E0 sin(ωet− kez + φ)ex (2.27)

By = E0

c
sin(ωet− kez + φ)ey (2.28)

E0 est l’amplitude maximale, ωe la pulsation, ke le vecteur d’onde et φ la phase de
l’électron par rapport à l’onde optique (rayonnement émis). Cette onde optique va inter-
agir avec l’onde électromagnétique de l’onduleur et créer une onde de battement qui se
propage à une vitesse de phase

vp = ωe
ke + ku

(2.29)

avec ku = 2π/λu et λu la période de l’onduleur magnétique.
Si la vitesse moyenne de l’électron v̄z (Eq (2.19)) lors de son passage dans l’onduleur
optique est égale à la vitesse de phase de l’onde de battement vp, nous retrouvons la
condition de résonance (2.20) pour θ = 0.
L’équation d’échange d’énergie entre le rayonnement et l’électron est définie par

dEc
dt

= d

dt

[
mec

2(γ − 1)
]

= −evxEx (2.30)
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En combinant les équations (2.18) et (2.28), l’équation (2.30) au premier ordre s’écrit:

dEc
dt

= − e
2B0E0

2γmeku
cos [ωet− (ke + ku)v̄zt+ φ] (2.31)

où v̄z est la vitesse moyenne de l’électron lors de son passage dans l’onduleur. Pour des
fréquences proches de la fréquence de résonance ωe ∼ (ke + ku)v̄z, l’électron peut gagner
ou perdre de l’énergie selon sa phase φ. En sommant sur toutes les phases des électrons du
paquet et en supposant que celles-ci sont réparties entre 0 et 2π, l’intégrale de l’équation
(2.31) sur tout le temps d’interaction τ = L/v̄z est nulle, avec L la longueur de l’onduleur
magnétique.
La modulation du paquet d’électrons modifie la phase de l’onde électromagnétique, ce
qui permet au rayonnement d’extraire de l’énergie à partir du paquet d’électrons. Pour
comprendre le comportement d’un électron durant le processus d’échange d’énergie nous
passerons aux équations du pendule. Au cours du temps les électrons seront piégés dans
l’onde de battement produite par le couplage du rayonnement émis et l’onde électromag-
nétique de l’onduleur. L’équation d’échange d’énergie cinétique Ec s’écrit

dEc
dt

= − e
2B0E0

2γmeku
cos [ωet− (ke + ku)z + φ] . (2.32)

Introduisant une nouvelle phase ψ = (ke + ku)z− ωe− φ+ π
2 , dont la dérivée par rapport

à z est donnée par

dψ

dz
= ku +

(
1− c

v̄z

)
.

L’équation d’échange d’énergie s’écrit donc

dEc
dt

= − e
2B0E0

2γmeku
sinψ (2.33)

En posant dz/dt = v̄z nous obtenons

dψ

dz
= ku −

ke
2γ2

(
1 + K2

2

)
(2.34)

avec K le paramètre de force de l’onduleur magnétique.
En définissant γr la valeur de γ à la résonance :

ku = ke
2γ2

r

(
1 + K2

2

)
.

En remplaçant l’expression de ku dans (2.34) nous obtenons

dψ

dz
= ku

1−
(
γr
γ

)2
 (2.35)

et en posant γ = γr + ∆γ tel que ∆γ << γr, l’équation (2.34) se réduit à:

dψ

dz
= 2ku

∆γ
γ

(2.36)
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Afin d’obtenir la dérivée seconde de la phase par rapport à z nous posons vz ∼ c et
Ec = mec(γ − 1) puis en remplaçant dans l’équation d’échange d’énergie nous obtenons :

d∆γ
dz

= − e2B0E0

2γrm2
ekuc

3 sinψ.

On considère que γr est constant et en dérivant une seconde fois l’équation (2.36) par
rapport à z nous trouvons l’équation du pendule

d2ψ

dz2 = 2ku
γr

d∆γ
dz

= −k2
ψ sinψ (2.37)

k2
ψ = e2B0E0

2γrm2
ekuc

3

Nous pouvons à présent décrire le comportement des électrons dans le potentiel pondéro-
moteur du au couplage de l’onde optique et de l’onde électromagnétique de l’onduleur.
Sur la figure 2.11 nous représentons l’espace des phase (ψ, dψ/dz). La largeur maximale
de la séparatrice dans la direction verticale est de 4kψ et elle est proportionnelle à la
racine carrée de l’amplitude du champ électrique E0. À l’état initial, les électrons avec
la même vitesse sont distribués uniformément dans la phase du champ électrique entre
−π et +π. Le potentiel pondéromoteur est trop faible pour piéger les électrons. Au fur
et à mesure que l’interaction entre les électrons et l’onde optique se produit, l’amplitude
du champ pondéromoteur croit en absorbant de l’énergie à partir du fluide électronique.
Si l’amplitude du champ pondéromoteur est suffisamment grande, les électrons seront
piégés dans le potentiel pondéromoteur et décriront des trajectoires fermées limité par
la séparatrice dans l’espace des phases. Dans le cas contraire ils suivront des orbites
ouvertes.

Figure 2.11: Trajectoires électroniques dans l’espace des phases ψ, dψ/dz). Les particules piégées
dans l’onde de battement décrivent des trajectoires fermées tandis que les particules libres suivent
des trajectoires ouvertes.

Les électrons arrangés initialement sur une ligne droite commencent à se disperser
dans l’espace des phases sous l’action du potentiel pondéromoteur. Sur un demi cycle
l’énergie cinétique moyenne de l’ensemble des électrons devient minimale. Sur un cycle
complet d’une orbitale, l’énergie cinétique devient maximale et revient presque au niveau
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de l’état initial. Le maximum d’énergie pour l’ensemble des électrons est donc extraite
sur un demi cycle de l’espace des phases. Cette énergie est essentielle pour les processus
d’amplification des lasers à électrons libres.

Un autre paramètre important dont il faut tenir compte est la longueur de glissement
du paquet d’électrons dans l’onde optique. La longueur de glissement peut être donnée
par Lg = Nλs avec N est le nombre de périodes dans l’onduleur, et elle doit être
comparée à la longueur du paquet d’électrons Le = cτe, où τe est la durée du paquet
d’électrons. Si Lg ≥ Le le paquet d’électrons est entièrement recouvert par l’onde
optique, l’interaction entre l’électron et l’onde optique est non-linéaire. Les modulations
des électrons s’accentuent au fur et à mesure que les électrons oscillent dans l’espace des
phases.

Pour extraire efficacement l’énergie à partir du paquet d’électrons, les électrons doivent
cependant être piégés dans l’onde de battement. Pour un paquet d’électrons d’énergie
centrée en γi la condition pour piéger les électrons dans l’onde de battement est 0 <

γi−γr ≤ ∆γ. Nous pouvons définir l’efficacité de transfert d’énergie du paquet d’électrons
au rayonnement émis comme le rapport de la dispersion en énergie ∆γmc2 des électrons
piégés dans l’onde de battement et de l’énergie cinétique initiale des électrons

η = mec
2∆γ

mec2(γi − 1) ∼
∆γ
γr

(2.38)

Enfin le rayonnement spontané peut être amplifiée par l’instabilité FEL si la qualité du
faisceau d’électrons est suffisamment élevée. Ce processus a été appelé SASE (Self Am-
plified Spontaneous Emission). Le gain FEL élevé se caractérise souvent par le paramètre
FEL ou Pierce [57, 120] :

ρ = 1
2γ

 I

IA

(
λuKfB
2πσe

)2
1/3

(2.39)

avec I la densité de courant du paquet d’électrons, IA ∼ 1017 kA le courant d’Alfven,
fB = J0(ξ) − J1(ξ), J(χ) la fonction de Bessel avec ξ = K2

2(1+K2) et σe la taille du paquet
d’électrons qui est fonction de la dispersion en énergie.
Le paramètre FEL est relié à la longueur du gain laser LG par

LG = (1 + η)LG0 (2.40)

LG0 = λu

4π
√

3ρ
(2.41)

où η est un paramètre qui prend en compte la dégradation du gain causé par la diffraction
du rayonnement, de l’émittance ainsi que la dispersion en énergie du paquet d’électrons.
Concernant les paquets d’électrons, ils sont actuellement produits par des accélérateurs
linaires LINAC. La maîtrise de la supraconductivité a permis d’améliorer ces derniers et de
délivrer ainsi des paquets d’électrons de haute qualité en termes d’énergie, de divergence
et de dispersion en énergie. Nous verrons dans le chapitre (Accélération de particules) les
méthodes de l’accélération de paquets d’électrons et leurs caractéristiques essentielles.
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2.3 Accélération des particules

Les accélérateurs de particules ont permis des avancées majeures dans en recherche fon-
damentale, et dans divers domaines applicatifs, en particulier en médecine ou en contrôle
non destructif. Ainsi, en physique des particules, l’étude des produits de collisions de
particules chargées de haute énergie a conduit à des avancées considérables pour la com-
préhension de la formation de l’univers. Le LHC (Large Hadron Collider) est le plus
grand accélérateur de particules au monde. Sa circonférence est équivalente à celle du
périphérique parisien, soit 27 km. Cette très grande infrastructure permet d’induire des
collisions de particules dont l’énergie est de l’ordre du TeV! Récemment cette machine a
permis la détection d’une particule élémentaire, le boson de Higgs, prédite sur la base de
la théorie du modèle standard de la physique des particules. Les accélérateurs sont aussi
utilisés en médecine pour les traitements des cellules cancéreuses par la protonthérapie ou
bien pour générer des sources de rayonnement X pour l’imagerie médicale, la stérilisation
et ou la production de radio-isotopes. Ils sont enfin utilisés en milieu industriel pour les
traitements de surface, la découpe ou le contrôle non destructif des matériaux, et dans
les synchrotrons et les lasers à électrons libres pour l’accélération de paquets d’électrons
et la production des rayons énergétiques cohérents et incohérents.
Deux méthodes d’accélération des électrons à des vitesse relativistes sont principalement
utilisées aujourd’hui : l’accélération conventionnelle Radio-Fréquence (RF) dans un ac-
célérateur circulaire ou linéaire (LINAC) et l’Accélération Laser Plasma (ALP). La pre-
mière différence entre ces deux technologies est la taille des installations : de plusieurs
mètres à plus de deux kilomètres pour les LINAC; du millimètre à quelques centimètres
pour l’ALP. Ces deux types d’accélérateurs sont utilisés pour accélérer des électrons
à des énergies de plusieurs MeV ou GeV. Dans ce qui suit je décrirai les deux types
d’accélérateurs et les caractéristiques essentielles des paquets d’électrons fournis par un
LINAC ou par l’ALP.

2.3.1 Principes des accélérateurs circulaires et LINAC

Toute matière est composée d’atomes. Un atome est composé d’un nuage d’électrons de
charge négative qui orbitent autour d’un noyau constitué de protons de charge positive
et de neutrons de charge nulle. Dans un accélérateur circulaire ou LINAC on accélère
soit des électrons soit des protons en appliquant un champ électrique aux particules
chargées. Les électrons sont plus faciles à accélérer que les protons en raison de leur
masse beaucoup plus faible, qui nécessite moins d’énergie aussi bien pour les accélérer
que pour les produire. Des électrons libres peuvent être produits de deux manières. La
première repose sur l’ émission thermoionique [127, 128]. En appliquant une tension
à un filament de tungstène, des électrons libres sont émis par le filament mais au lieu
de les laisser retomber sur le métal on applique un champ électrique pour les arracher
[130, 129]. Quant à la seconde méthode, elle repose sur l’extraction des électrons d’une
cible métallique par un laser et un champ accélérateur. Un tel dispositif est appelé
photo-canon et permet d’avoir des paquets d’électrons de meilleure qualité en terme
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de charge que la première méthode. Dans un LINAC, un paquet d’électrons de charge
environ 1 nC peut être produit par effet photo-électrique avec un laser à impulsions
courtes (1-5 ps, période RF=330 ps à 3 GHz) sur la photo cathode [74].

Pour accélérer des électrons seul le champ électrique est utile. Considérons un électron
de masse me d’énergie au repos E0 dans un milieu sous vide. Son énergie totale est donnée
par Etot = γmec

2 avec γ = Etot/E0 = (1− β2)−1/2 , β = v/c et c la vitesse de la lumière.
L’énergie cinétique de l’électron est donnée par Ec = Etot−E0 = (γ−1)mec

2 et la relation
énergie impulsion est telle que E2

tot − E2
0 = P 2c2.

Si l’électron se trouve dans un champ électromagnétique, il sera soumis à la force de
Lorentz et la variation de son impulsion au cours du temps peut être donnée par :

P
dP

dt
= −γve (E + v ×B) = dEtot

dt

avec E, B le champ électrique et magnétique respectivement. Pour accélérer de manière
efficace il faut que la vitesse v soit colinéaire au champ électrique. Le produit vectoriel
de la vitesse et du champ magnétique est nul, on peut donc écrire :

dEtot
dt

= −evE

et donc le gain d’énergie d’un électron dans un champ électrostatique peut être donné par
:

∆Etot = −eE
∫
v · dt = −eEL = −eU (2.42)

où L définit la longueur sur laquelle le champ électrostatique est appliqué. U la différence
de potentiel appliquée. On voit d’après l’équation (2.42) que le gain électrostatique est
proportionnel à la longueur d’accélération mais aussi à la différence de potentiel appliquée
de l’ordre de quelques MV/m, car au delà des phénomènes de claquage des matériaux
apparaissent. C’est en 1924 que Ising propose l’accélération résonante [131]. Ce principe
stipule que l’utilisation des champs électromagnétiques variables dans le temps à travers
des tubes de glissement de champ électromagnétique nul peut permettre d’accélérer des
particules à des énergies supérieures à celle donnée par la tension la plus élevée par le
système. Ce principe a permis la fabrication des cavités radio-fréquence LINAC. Dans un
LINAC, le paquet d’électrons est accéléré à des vitesses relativistes avec l’utilisation des
cavités Radio-Fréquences (RF) où une onde électromagnétique radio-fréquence de période
T = 1/f ( f est la fréquence de champ) est appliquée sur l’axe de propagation du faisceau
d’électron. Ces cavités sont disposées comme des perles sur un fil où les perles sont les
cavités, et le fil représente le tube accélérateur dans lequel les particules se déplacent dans
un vide très poussé (voir figure 2.12 (a)). Les champs électriques RF doivent être syn-
chronisés avec les particules accélérées. La figure 2.12 (b) montre le changement du sens
du champ électrique (flèches bleues) et du sens de la force accélératrice (flèches rouges)
lors du passage du paquet d’électrons d’une cellule à une autre adjacente de longueur Lcell
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Figure 2.12: Principe de l’accélération RF a). Changement du sens du champ électrique (flèches
bleues) et du sens de la force accélératrice (flèches rouges) b).

chacune. Comme les électrons sont chargés négativement, ils sont poussés par l’anode
(signe -) et attirés vers la cathode (signe +). Au moment où les électrons arrivent vers la
cathode, la direction du champ électrique change, les électrons se retrouvent à nouveau
poussés par l’anode et attirés par la cathode. Pour maintenir cette accélération, il faut
que les électrons traversent une cellule sur un temps égal à la demi période du champ RF.
La longueur d’une cellule doit donc vérifier Lcell = v

2f = βc
2f c’est la condition de résonance.

Supposons maintenant que le paquet d’électrons est accéléré sur une longueur Lacc
constituée d’un nombre de cellule Ncell. L’énergie gagnée par la particule sur toute la
longueur d’accélération est égale à

∆E = −e
∫
Evdt

∆E = −eEacc · Lacc · cosφ

avec Eacc l’amplitude du champ électrique RF et φ la phase de l’électron par rapport à
l’onde RF.
Plusieurs paquets d’électrons peuvent être accélérés à la fois dans les cavités RF. Ceci est
possible si deux paquets d’électrons sont séparés d’une période RF ou d’un nombre entier
n de périodes RF. La période du champ RF est donc un multiple entier de la période
laser qui génère le paquet d’électrons sur le photo-canon.

Afin de garder le groupement du paquet d’électrons, des aimants quadripolaire sont
insérés sur les lignes accélératrices. Les électrons suivent ainsi les lignes de champ
magnétique et le paquet d’électrons reste focalisé sur l’axe.

Dans un accélérateur circulaire, le paquet d’électrons après son accélération initiale
dans un LINAC est injecté dans un anneau ou règne un vide très poussé. Les électrons
tournent dans cet anneau et gagnent de l’énergie à chaque tour via une cavité RF placée
sur un certain endroit de l’anneau. En plus des aimants de focalisation du paquet
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d’électrons sur l’axe d’accélération, des aimant de courbure sont aussi placés afin de
tourner les électrons.

Il existe trois types d’accélérateurs circulaires. Le premier est le cyclotron, cette
machine est composée de deux strucures en forme de D. Ces structures sont plongées
dans un champ magnétique constant et séparées d’un petit espace dans lequel est inséré
un élément accélérateur RF. Les trajectoires des particules sont des spirales dont le rayon
de l’orbite des particules augmente de façon continue. Le deuxième type d’accélérateur
circulaire est le synchrocyclotron. Son principe physique est le même que celui des
cyclotrons sauf que la fréquence du champ accélérateur est synchronisée sur celle des
particules. Enfin nous trouvons le synchrotron, en plus de synchroniser la fréquence du
champ accélérateur à celle des particules, le champ magnétique augmente en fonction de
l’énergie des particules pour qu’elles décrivent une trajectoire circulaire.

Un anneau de stockage est un accélérateur circulaire capable de délivrer des paquets
d’électrons en pulsé ou en continu sur plusieurs heures. Leur capacité de stockage dépend
de la pression du vide afin que les particules accélérées n’entrent pas en collision avec
d’autres atomes se trouvant dans les lignes accélératrices mais aussi de la compensation
de l’énergie perdue par rayonnement synchrotron des particules accélérées. Un anneau
de stockage est par exemple utilisé pour contrôler des paquets d’électrons en mode pulsé
dans la machine Thom-X tandis qu’un LEL utilise un LINAC.

2.3.2 Caractéristiques des paquets d’électrons : émittance, paramètres de
Twiss

Un LINAC délivre un faisceau d’électrons réglable en terme de charge, d’énergie et de
taille. Statistiquement la taille transverse d’un paquet d’électrons constitué de n particules
peut être donnée par la moyenne quadratique sur les positions transverses

σx =
√
< x2 > − < x >2

σy =
√
< y2 > − < y >2

avec (x, y) = ∑n
i (xi, yi).

Dans un accélérateur linéaire le champ électrique accélérateur Eacc est parallèle à
la direction de déplacement des électrons z. De ce fait les variations des impulsions
transverses sont nulles

dPx
dt

= 0
dPy
dt

= 0.

Les écarts-types des impulsions transverses normalisées sont notées σ′x,y = Px,y
γmec

avec me,
γ la masse et le facteur de Lorentz de l’électron respectivement et c la vitesse de la lumière.

37



Chapitre 2. Bases physiques de l’émission cohérente des sources X par des électrons relativistes

Nous remarquons que le produit

γ · σx,y · σ′x,y = ε′n,RMS (2.43)

est constant. La valeur de ε′n,RMS est définie comme l’emittance normalisée du paquet
d’électrons, tandis que l’émittance du paquet d’électrons peut être connue au cours du
temps par les fonctions de Twiss [75, 76]. Dans l’espace des phases transversal (x, x′)
les trajectoires des particules sont des ellipses. L’ellipse représentant la distribution des
particules définit l’émittance du paquet d’électrons et son équation est donnée par

εn,RMS = γTx
2 + 2αTx · (vx/c) + βT (vx/c)2,

où (γT , αT , βT ) sont les paramètres de Twiss qui peuvent être déduits de la distribution
et de l’émittance normalisée comme suit :

βT =< x2 > /ε′n,RMS,

γT =< (vx/c)2 > /ε′n,RMS,

αT =< x · (vx/c) > /ε′n,RMS.

La force électrostatique (charge d’espace) tend à dégrader la qualité du paquet
d’électrons et à limiter sa compression. Pour un cas simple nous calculons la force élec-
trostatique et magnétique entre deux particules en mouvement uniforme à la vitesse v.
Les expressions de ces forces peuvent s’écrire

Fe = e2

4πε0r2

Fm = −ev ×B = −µ0e
2v2

4πr2

avec r la distance entre les deux particules, ε0, µ0 = 1/ε0c2 la permittivité électrique et la
perméabilité magnétique du vide respectivement. La force totale entre les deux électrons
est donc

Ftot = Fe + Fm = e2

4πε0r2

(
1− v2

c2

)
= e2

4πε0r2γ2 (2.44)

D’après l’équation (2.44) on voit que la charge d’espace augmente d’autant plus qu’on
essaie de comprimer le paquet d’électrons (r −→ 0), d’où la difficulté d’avoir de faibles
largeurs des paquets d’électrons. D’un autre coté on voit que les effets de charge d’espace
disparaissent pour des électrons très relativistes γ >> 1.

Malgré leur capacité à produire de façon stable et robuste des paquets d’électrons
d’excellente qualité en terme de charge d’énergie et d’émittance, les LINAC présentent
quelques défauts particulièrement sur la limite des champs accélérateurs et aussi sur leur
taille et prix. Les LINAC les plus énergétiques, qui délivrent des faisceaux de particules
ayant des énergies supérieures à 1 GeV, représentent seulement 1% du nombre total des

38



2.3. Accélération des particules

accélérateurs dans le monde et leur facture s’élève à plusieurs millions voir le milliard
d’euros [135]. De telles machines sont utilisées pour produire des paquets d’électrons
dans le cas des lasers à électrons libres et leurs longueurs ne peut croître indéfiniment pour
la production de rayons X-durs ou gamma qui peuvent ouvrir de nouvelles perspectives
dans la recherche et la science. Leur prix astronomique provient de la nécessité d’utiliser
des cavités RF sur de grandes distances pour accélérer les électrons à plusieurs GeV.
En outres des technologies de refroidissement supraconducteurs à hélium liquide sont
utilisées pour diminuer les pertes de courants par effet Joule ainsi que des moyens de
radioprotection posés sur ces installations et nécessaires pour la protection du personnel
des rayonnements émis. On comprend donc toute l’importance de chercher des solutions
alternatives compactes à l’accélération de particules.

2.3.3 Les Accélérateurs Laser Plasma (ALP)

Les progrès rapides des lasers de haute intensité ont étendu nos capacités à étudier les
interactions lumière matière dans les domaines relativistes dans lesquels les électrons
sont entraînés à des vitesses proches de celle de la lumière. La compréhension de ces
interactions a permis la construction d’accélérateurs compacts capables d’accélérer des
paquets d’électrons à des vitesses relativistes sur quelques millimètres ou centimètres de
plasma [25]. De plus la qualité des paquets d’électrons en terme de charge, divergence,
taux de répétition et dispersion en énergie augmente avec l’amélioration constante des
technologies laser en énergie, durée d’impulsion et avec la focalisation des faisceaux lasers
sur de longues distances [135]. Les paquets d’électrons issus de la technologie ALP peuvent
servir aux mêmes fins que des paquets d’électrons issus de l’accélération conventionnelle
LINAC. Ceci permettra de réduire considérablement les coûts des lasers à électrons libre
XFEL ou bien même d’envisager des futurs collisionneurs de particules ultra-compacts.

2.3.3.1 Principe de l’ALP

L’invention des accélérateurs ALP revient aux travaux théoriques menés par Tajima et
Dawson [20]. Lorsqu’une impulsion laser intense irradie une cible solide ou un jet de
gaz, les électrons, de plus faible masse que les ions constituant les atomes de la cible,
sont arrachés par le champ laser intense et un plasma est créé. Ce dernier, considéré
comme le quatrième état de la matière, est constitué de charge négatives (les électrons)
et de charges positives (les ions) et est donc globalement neutre. L’avantage d’utiliser les
plasmas comme un milieu pour accélérer les électrons provient du fait que les plasmas
sont déjà ionisés et donc ils peuvent supporter des champs électriques forts.

Le principe de l’ALP est illustré sur la figure 2.13 (a). Les électrons de plus faible
masse que les ions sont soumis plus fortement à la force pondéromotrice du laser [77, 142].
La force pondéromotrice de l’impulsion laser est proportionnelle à l’éclairement laser et
exerce un effet chasse neige. Elle expulse les électrons des régions de fort éclairement
laser vers les régions de faible éclairement tandis que les ions restent immobiles pendant
le passage de l’impulsion laser. Une séparation de charge est alors créée, celle-ci engendre
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Figure 2.13: a) : Principe de l’accélération laser plasma. L’impulsion laser se propage de gauche
à droite et engendre une perturbation de densité électronique générée dans le sillage de impulsion
laser. b) : Champ électrique associé à l’onde plasma. Image extraite de [137].

à son tour un fort champ électrique qui exerce une force de rappel tendant à ramener les
électrons vers leurs positions d’équilibre. Les électrons commencent alors à osciller comme
un oscillateur harmonique en avant et en arrière à la fréquence plasma ωpe =

√
e2ne/meε0,

avec e, me la charge élémentaire et la masse de l’électron, ε0 la permittivité électrique du
vide et ne la densité électronique du plasma.

Les oscillations collectives des électrons engendrent ce qu’on appelle une onde
plasma, cette onde se déplace à la vitesse de groupe de l’onde laser et est à l’origine
de l’accélération des électrons. L’énergie laser est transférée à l’onde plasma par la
création des perturbations de densité électronique [77] δne = neδ cos [kp(z − vpt)], avec
kp le vecteur d’onde de l’onde plasma se propageant dans la direction z à la vitesse de
phase vp et δ la perturbation relative de densité. Le champ maximum correspondant
à la perturbation de densité électronique peut être obtenu via l’équation de Poisson
∂E
∂z

= − eδne
meε0

et peut s’écrire comme Emax = mecωpeδne/e. Dans la pratique les valeurs de
ce champ peuvent atteindre plusieurs GV/m en fonction de la perturbation de la densité
électronique (voir figure 2.13 (b)) , soit des valeurs de champ 1000 fois plus grandes que
celles des accélérateurs linéaires traditionnels LINAC [135, 79].

Les mécanismes ALP sont cependant compliqués et dépendent à la fois des paramètres
laser (intensité , durée d’impulsion, longueur de focalisation) et de la densité plasma [134].
La figure 2.13 (a), illustre le principe de l’accélération par sillage laser dans un plasma.
L’impulsion laser se propage de gauche à droite dans un plasma sous dense et homogène,
et crée une perturbation de densité électronique (onde de sillage).

Dans le cas où l’électron se trouve dans la zone de focalisation avant l’arrivée du laser,
l’électron reçoit de l’énergie pendant une fraction de période laser et il peut s’échapper.
Dans le cas où l’électron n’est pas dans la zone de focalisation du faisceau laser, il est
pré-accéléré avant l’arrivée de l’impulsion, puis piégé dans l’onde plasma et ainsi accéléré
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sur une distance de quelques millimètres. Ce mécanisme de piégeage des électrons par
l’onde plasma est souvent représenté par un surfeur tentant de prendre une vague. Si
le surfeur (l’électron) est trop rapide, la vague (l’onde plasma) ne le rattrape pas, et à
l’inverse s’il est trop lent elle le dépasse. Tout le secret revient donc à mettre les électrons
en phase avec l’onde plasma.

Comme dans les accélérateurs linéaires LINAC, l’énergie acquise par les électrons
est proportionnelle au produit du champ accélérateur et de la longueur sur laquelle les
électrons sont accélérés. L’énergie maximale gagnée par un électron peut être estimée
par ∆E ∼ eEmaxLφ où Emax est le champ électrique maximum, Lφ la longueur maximale
sur laquelle l’électron est accéléré.

Trois types d’accélérations ALP ont été développés avec l’amélioration des technolo-
gies laser. Le premier type est le sillage auto-modulé [81, 134]. Ce régime d’accélération
a été réalisé dans différents laboratoires du monde dans les années 1990. Les impulsions
laser à cette époque étaient beaucoup plus longues qu’aujourd’hui, c’est à dire d’une
durée typique de quelques centaines de femtosecondes. L’onde plasma est alors excitée
par le processus de diffusion Raman. L’onde laser de fréquence ω0 se décompose en une
onde électromagnétique rétro-diffusée de pulsation ωs qui se propage en sens opposé
par rapport à l’impulsion laser et l’autre onde est l’onde plasma de fréquence ωpe. La
différence entre les fréquence des ondes laser et plasma nous donne la fréquence de l’onde
rétro-diffusée ωs = ω0 − ωpe. Comme l’impulsion laser est longue, une interférence se
produit entre l’onde rétro-diffusée et l’onde laser ce qui engendre une onde de battement
à la fréquence plasma ωpe. L’amplitude de l’onde plasma croit et atteint un maximum
de champ électrique piégeant ainsi les électrons et les accélérant. L’énergie des électrons
obtenue par ce mécanisme est entre 20 et 45 MeV [82] réglable en fonction de la densité
électronique du plasma mais ne pouvant atteindre des énergie élevées à cause de la limite
du déferlement.

Quelques années plus tard les technologies laser ont été développées permettant de
réduire la durée des impulsions par la technologie titane-saphir en amplification à dérive
de fréquence (CPA) [15]. L’ALP a vite profité de cette avancée technologique pour pro-
duire un autre mécanisme d’accélération “le sillage forcé”. Le front avant de l’impulsion
laser pousse les électrons par effet pondéromoteur vers l’avant puis le front arrière de
l’impulsion laser arrive pour repousser les électrons vers l’arrière. La perturbation de
densité créée par la force pondéromotrice du laser excite l’onde plasma, celle-ci est
ensuite couplée à l’impulsion laser pour qu’elle puisse croître. Le rendement maximum
est obtenu quand la durée de l’impulsion laser est de l’ordre d’une demi-période de l’onde
plasma soit quelques dizaines de femtoseconde. La distribution d’énergie obtenue par ce
mécanisme est quasi-maxwellienne allant de 20 à 200 MeV [135].
Cependant ces deux mécanismes d’accélération ne sont pas facilement contrôlables et les
paquets d’électrons sont de mauvaise qualité en terme de dispersion d’énergie, divergence
et de charge.
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Les simulations numériques PIC (Particles-In-Cell voir chapitre 4) ont permis de com-
prendre les mécanismes d’interaction laser-plasma non-linéaires. En utilisant des simula-
tions PIC à 3 dimensions Pukhov et Meyer-Ter-Vehn ont montré l’existence d’un nouveau
type d’accélération par sillage nommé le régime de la Bulle [88, 89]. Dans un plasma
sous-dense, une cavité ionique dépourvue d’électrons peut être créée. Cette cavité ion-
ique peut être considérée comme une bulle autour de laquelle les électrons sont piégés
de façon à acquérir la même vitesse et la même direction de propagation donnant ainsi
un paquet d’électrons monocinétique. Cependant deux conditions doivent être vérifiées
pour obtenir le régime de la bulle. La durée de l’impulsion laser τ ainsi que sa largeur à
mi-hauteur LFWHM doivent être inférieures à l’inverse de la pulsation plasma τ < 1/ωpe
et à LFWHM < c/ωpe respectivement. Les résultats expérimentaux obtenus dans le régime
de la bulle sur la qualité des paquets d’électrons sont très satisfaisants. Des résultats pub-
lié dans [136] montrent que le spectre en énergie a l’allure d’une distribution gaussienne
centrée sur une valeur de 170 MeV avec une dispersion de 24 % et de charge 0.5 ± 0.2 nC.
Cependant ce mécanisme d’accélération reste toujours difficilement contrôlable en raison
de la fluctuation du pic d’énergie, de la divergence angulaire ainsi que de la charge du
paquet d’électrons d’un tir laser à un autre.
Pour résoudre ce problème de ces fluctuations mais aussi pour diminuer la dispersion en
énergie ou contrôler la charge du paquet d’électrons, des perfectionnements de ce schéma
ont été proposés basés sur des méthodes exposées brièvement dans la section qui suit.

2.3.3.2 Performances actuelles de l’ALP

L’un des schémas qui permet de contrôler l’énergie cinétique des électrons repose sur
une injection optique des électrons dans l’onde de sillage. Ce schéma est appelé injection
par collision d’impulsions laser [83] et son principe est représenté sur la figure 2.14.
Une deuxième impulsion laser (impulsion d’injection) vient en sens opposé par rapport
à une impulsion laser pompe de fort éclairement. Dans un certain régime d’interaction,
l’impulsion pompe excite une onde plasma sans engendrer de paquets d’électrons.
L’interférence des impulsions laser pompe et injection crée une onde stationnaire qui
sert comme piège optique pour les électrons. Les électrons piégés reçoivent de l’énergie
cinétique de l’ordre du MeV à partir de l’onde stationnaire. Cette accélération initiale
est primordiale pour les électrons afin qu’ils puissent être piégés dans l’onde plasma
puis accélérés à des énergies allant de la dizaine jusqu’à la centaine de MeV selon le lieu
de la collision des deux impulsions laser. Les électrons peuvent être accélérés sur une
longue distance et acquérir donc une grande énergie cinétique, ou bien inversement sur de
petites distances pour avoir de faibles énergies cinétiques. En outre comme l’amplitude
de l’onde stationnaire (piège optique) dépend de l’éclairement des deux impulsions laser,
ceci permet un contrôle sur le nombre de particules piégées et donc un contrôle sur la
charge du paquet d’électrons. Les paquets d’électrons obtenus au LOA en 2006 par cette
technique sont très stables avec des fluctuations des paramètres du paquet d’électrons de
l’ordre de 5 à 10 % [83].

42



2.3. Accélération des particules

Un autre schéma d’injection du paquet d’électrons dans l’onde de sillage, appelé

Figure 2.14: Injection par collision d’impulsions contre propagatives. 1) Les deux impulsions
laser ne sont pas encore entrées en collision, l’impulsion pompe entraîne une onde de sillage
plasma. 2) Les deux impulsions entrent en collision et leur interférence met en place une onde
stationnaire qui piège et chauffe les électrons à des énergies de l’ordre du MeV. 3) Les électrons
piégés dans l’onde de sillage sont accélérés à des dizaines ou centaines de MeV. Image extraite
de: Laser plasma accelerators V. Malka. POP 19, 055501 (2012).

l’injection dans un mélange de gaz, consiste à irradier avec une impulsion laser intense
une cible gazeuse constituée d’un mélange de deux gaz [86, 87], l’un de numéro atomique
Z élevé et l’autre de faible Z. En jouant sur les potentiels d’ionisation des deux gaz, on
peut arracher des électrons d’un gaz et les faire propager ensuite dans l’onde de sillage.
C’est ce mécanisme d’accélération d’électrons qui a été utilisé pendant les expériences
LUCEL-X que je détaillerai dans le chapitre 7 de ce manuscrit. L’injection dans un
gradient de densité [93, 94, 95, 96] permet un contrôle sur l’énergie des électrons mais
aussi sur la stabilité de pointé du paquet d’électrons.

Récemment des paquets d’électrons monocinétiques à faible divergence ont été pro-
duits en utilisant des lentilles plasma [90, 91, 92]. Le principe de la lentille laser-plasma
est le suivant : un faisceau d’électrons est accéléré dans le premier jet de gaz dit gaz
accélérateur. Le paquet d’électrons se propage librement sur une certaine distance L où il
diverge, puis il est finalement focalisé dans un second jet de gaz qui sert de lentille plasma.
Selon la distance de propagation libre L et l’énergie cinétique des électrons, des résul-
tats expérimentaux ont montré la réduction de la divergence angulaire de 2.5 à 1 mrad [92].

L’accélération d’électrons par laser-plasma s’avère être un candidat prometteur pour
remplacer les accélérateurs linéaires ou circulaires pour certaines applications, par exemple
dans le monde de la recherche scientifique, ou d’imagerie médicale. Ces progrès dépen-
deront fortement des développements futurs des technologies laser en terme d’énergie et
durée d’impulsion mais aussi en terme de focalisation et diffraction. Des électrons ac-
célérés à 1 GeV ont ainsi été obtenus expérimentalement à Berkeley en focalisant une
impulsion laser de 40 TW sur 3.3 cm dans un canal plasma [25]. 2 GeV ont été obtenus
depuis au Texas, 3 GeV en Corée et 4 GeV à LBNL.
En dehors des électrons les expériences menées par Sébastien Corde et al ont permis
d’accélérer des positrons dans les plasma [97]. Ces résultats laissent rêver à la construc-
tion d’un collisionneur de particules ultra-compact à condition également de pouvoir aug-
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Figure 2.15: Schéma d’un LEL compact combinant l’accélération d’électrons dans les plasmas
avec un onduleur (wiggler) optique ou magnétique.

menter fortement la luminosité du collisionneur, c’est à dire le nombre de collisions par
unité de temps, ce qui revient à une question de technologie laser. En plus d’un futur
collisionneur compact, les ALP sont aussi des futurs candidats pour la génération de ray-
onnement X ou gamma, soit par émission bêtatron, ou par couplage d’un ALP avec un
onduleur magnétique [30] ou onduleur optique [39]. Des études théoriques et numériques
ont montré qu’il serait possible d’obtenir un XFEL compact (voir figure 2.15) de taille
environ 100 m2, si la technologie ALP permettait un jour d’obtenir un paquet d’électrons
monocinétique avec une dispersion en énergie inférieure à 1% et de charge de l’ordre du
nanocoulomb [98].
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2.4 Interaction laser-plasma

Le mot plasma introduit la première fois par I. Langmuir en 1928 fait référence au
quatrième état de la matière, avec les états solide, liquide et gazeux. Un plasma peut être
considéré comme une soupe d’atomes ou de molécules partiellement ou complètement
ionisés mais qui reste globalement électriquement neutre [99, 100] . 99 % de la matière
visible dans l’univers est constituée de plasma. Sur Terre on peut créer un plasma en
chauffant un gaz ou un solide à des températures élevées avec un laser intense ou encore
par décharge électrique dans un gaz soumis à une très forte différence de potentiel.
Parmi les applications des plasma créés par laser : l’accélération de particules relativistes
par sillage laser [24], la fusion par confinement inertiel [101] pour contrôler les réactions
nucléaires de fusion d’atomes et produire de l’énergie. Une autre application des plasmas
est de les utiliser comme un milieu amplificateur de lumière avec certains processus
d’excitation type Compton [38] ou Raman [39] qui peuvent conduire à l’émission de
rayonnement de hautes énergie X ou γ.

2.4.1 Faisceau gaussien

Dans l’approximation paraxiale, les impulsions laser sont décrites par des faisceaux
gaussiens. Cette équation s’écrit pour une impulsion laser de pulsation ω0 se propageant
dans le vide en z et polarisée linéairement en y comme :

E(r, z, t) = E0
W0

Wz

exp

(
− r2

ω2(z)

)
· exp

(
−ikz − ikr2

2R(z) + iφ(z)− iω0t

)
~ey (2.45)

où E0 est l’amplitude du champ électrique, r2 = x2 + y2, k = 2π/λ0 le vecteur d’onde,
λ0 la longueur d’onde laser et ~ey le vecteur unitaire dans la direction y. W0 est le waist,
W (z) = ω0

√
1 + (z/z0)2 la largeur du faisceau en z, z0 = πω2

0/λ0 la longueur de Rayleigh,
R(z) = z[1 + (z0/z)2] le rayon de courbure et φ la phase de Gouy. Cette équation est
solution de l’équation de propagation des ondes électromagnétiques dans le vide de type
d’Alembert : (

4+ k2
)
E(r, z, t) = 0 (2.46)

où 4 est l’opérateur Laplacien.

L’éclairement laser moyen en un point M(x, y, z) à l’instant t peut être connu en
calculant le module au carré du champ électrique

I(r, z, t) = |E(r, z, t)|2= E∗(r, z, t) · E(r, z, t) (2.47)

où E∗(r, z, t) est le complexe conjugué de E(r, z, t).

Si l’impulsion laser est focalisée uniformément sur une surface S et qu’elle est constante
sur toute la durée de l’impulsion, l’éclairement laser peut être donné par l’approximation
suivante :

Imax = Ep
τl · S

, (2.48)
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où Ep est l’énergie laser τl la durée de l’impulsion.

Le potentiel vecteur laser normalisé peut être relié à l’éclairement par

a0 = 0.85 · 10−3 · λ0

√
Imax (2.49)

avec λ donné en mètres et I en W/cm2.

2.4.2 Fréquence plasma

Soit un plasma non collisionnel uniforme sur lequel on applique une perturbation de
densité avec un laser. Les électrons de plus faible masse que les ions vont se mettre
à osciller de manière collective autour de leurs positions d’équilibres à une fréquence
caractéristique appelée fréquence plasma

ωpe =
√
nee2

meε0
(2.50)

où ne est la densité électronique du plasma, e la charge élémentaire me la masse de
l’électron et ε0 la permittivité électrique du vide. Cette fréquence est très importante car
elle donne l’échelle de temps de la réponse collective des électrons à une perturbation.
En effet on peut comparer cette fréquence à la fréquence laser ω0. Si ωpe < ω0 l’échelle de
temps caractéristique du plasma est plus longue que la période optique. Le plasma est
dit sous-dense et l’onde électromagnétique peut se propager. À l’inverse si la fréquence
plasma est supérieure à la fréquence excitatrice, le plasma est surdense, les ondes
électromagnétique sont réfléchies. On définit alors la densité critique du plasma nc
comme la densité pour laquelle la fréquence plasma ωpe est égale à la fréquence excitatrice
ω0.

2.4.3 Approche cinétique et fluide de l’interaction laser-plasma

L’étude de l’interaction laser-plasma est riche et complexe. Plusieurs régimes d’interaction
existent selon l’éclairement laser ou encore l’énergie des particules. Des effets non-linéaires
entrent en jeu lors de l’interaction laser-plasma et des instabilités paramétriques peuvent
être déclenchées. En outre ces instabilités peuvent conduire à la génération de forts
champs électromagnétiques et à l’émission de rayonnement par les particules relativistes.
Plusieurs approches pour étudier le comportement et la dynamique du plasma interagis-
sant avec un laser sont proposées selon la complexité du problème et les échelles de temps.
Nous décrivons ici deux approches essentielles : l’approche cinétique ou particulaire et
l’approche fluide [99, 100, 176]. Ces approches seront utilisées dans la théorie du Raman
XFEL pour étudier la dynamique des électrons et estimer le gain.

2.4.3.1 Approche cinétique

Pour décrire l’interaction laser-plasma il faut connaître les trois composantes spatiales ri
et les impulsion pi avec i ∈ [1, 2, ..., N ] des N particules chargées du plasma. En outre
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le système laser-plasma est un système couplé. Les particules chargées engendrent des
champs électromagnétiques qui s’additionnent au champ laser donnant un champ total
qui intervient sur la dynamique des particules via la force de Lorentz. La redistribution
des particules du plasma sous l’influence de la force de Lorentz modifiera les densités
de charge et de courants et affectera à nouveau les champ électromagnétiques dans les
équations de Maxwell. On est donc confronté à un système auto-consistant qui évolue
à chaque instant t. Les équations de Maxwell permettent de modéliser l’évolution des
champs électrique E(r, t) et magnétique B(r, t) tandis que la résolution de l’équation
de Lorentz pour les N particules à chaque instant t devient impossible. De plus dans
la pratique la connaissance de l’état du système est uniquement macroscopique et on ne
dispose pas de l’état microscopique. Une description aussi précise n’est alors pas nécessaire
pour bien comprendre le système mais plutôt une description statistique des particules
suffit [106]. Nous nous intéressons donc à une fonction de répartition fN satisfaisant

D(t) = fN(r1, r2, ..., rN , p1, p2, ...., pN , t)
N∏
i

dridpi (2.51)

où D(t) décrit la probabilité de trouver le système à l’instant t dans le volume de l’espace
des phases ∏N

i dridpi. Cette fonction D évolue selon l’équation de Liouville :

dD

dt
= ∂D

∂t
+

N∑
i=1

dri
dt

∂D

∂ri
+

N∑
i=1

dpi
dt

∂D

∂pi
= 0 (2.52)

qui donne la conservation de la densité de probabilité au cours du mouvement des N
particules. Cette équation contient le maximum d’informations sur le plasma cependant
il est difficile de la résoudre analytiquement et numériquement. En négligeant les corréla-
tions entre les particules, on peut se contenter d’une fonction de distribution de particules
fα(r, p, t) qui donne la probabilité de trouver à l’instant t une particule de l’espèce α dans
un volume de l’espace des phases drdp. Pour des particules relativistes, cette équation
vérifie l’équation cinétique de Vlasov :

∂fα
∂t

+ p

γmα

∇fα + qα

(
E + p

γmα

×B
)
· ∇pfα = 0 (2.53)

où mα, qα sont respectivement la masse et la charge de la particule de l’espace α. E et
B sont les champs électrique et magnétique respectivement qui affectent les particules et
γ =

√
1 + p2

α/m
2
αc

2 le facteur de Lorentz de la particule d’espèce α.

Dans la pratique les corrélations entre particules peuvent être négligées si la distance
moyenne inter-particulaire d est très inférieure à la longueur de corrélation λD appelée
longueur de Debye. Celle-ci s’exprime pour une population électronique comme :

λDe =
√
ε0kBTe
nee2 >> d

où ε0 est la permittivité électrique du vide, kB la constante de Boltzman, Te la tempéra-
ture électronique, e la charge de l’électron et ne la densité plasma.
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L’équation cinétique Fokker-Planck a été dérivée pour une fonction de répartition
homogène dans l’espace et en l’absence de forces. En général, nous pouvons ajouter
les termes de collisions dans l’équation de Vlasov en tenant compte de l’évolution de la
fonction de distribution dans l’espace et sous l’influence de la force de Lorentz. Ainsi,
l’équation cinétique pour un plasma collisionnel prend la forme :

∂fα
∂t

+ p

γmα

∇fα + qα

(
E + p

γmα

×B
)
· ∇pfα = Cα,β[fα, fβ] (2.54)

où Cα,β[fα, fβ] est appelée intégrale de collisions. L’indice β fait référence à une autre
particule d’espèce autre que α, par exemple électron ion.
Le système d’équations de Maxwell et l’équation cinétique permettent de modéliser
tout phénomène d’interaction laser plasma. Ce système d’équations peut être résolu
numériquement par la méthode Particles-In-Cells PIC. Cette méthode sera expliquée
dans le chapitre 4.

En ce qui concerne les quantités macroscopiques, la fonction de distribution fα contient
toutes les informations physiquement pertinentes sur l’espèce α. Expérimentalement, il
peut être plus facile d’obtenir des variables macroscopiques que la fonction de distribution
en prenant les moments successifs de la fonction de distribution. Par exemple pour les
particules d’espèces α nous définissons [102] :
la densité de charge

nα(t, r) =
∫
fα(t, r, p)dp.

La vitesse moyenne des particules α

uα(t, r) = 1
nα(t, r)

∫
vαfα(t, r, p)dp.

L’énergie moyenne
Uα(r, t) = 1

nα(t, r)

∫
εαfα(t, r, p)dp.

où vα et εα sont la vitesse et l’énergie cinétique de la particule respectivement. Pour une
particule relativiste d’énergie cinétique ε = (γα − 1)mαc

2, la relation entre la vitesse et
impulsion de la particule s’écrit :vα = p/mαγα avec γα(p) = 1/

√
1 + p2/m2

αc
2.

Le tenseur flux d’impulsion

Pαij(t, r) =
∫
pivjfα(t, r, p)dp (2.55)

Le vecteur flux d’énergie

Γα(t, r) =
∫
εα(p)vfα(t, r, p)dp (2.56)

Ces deux dernières équations décrivent les processus de transport de la quantité de
mouvement et de l’énergie dans le plasma.
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En définissant un moment relatif p′ = p − mαuα, l’énergie moyenne du plasma peut
s’écrire :

Uα = 1
2mαu

2
α + 3

2kBTα (2.57)

où Tα est la température1. Cette nouvelle expression de l’énergie est composée de l’énergie
cinétique moyenne du plasma et de l’énergie thermique due à l’agitation des particules.
Tα peut être connue par l’expression suivante :

kBTα = 1
3mαnα(r, t)

∫
(p−mαuα)2fα(t, r, p)dp. (2.58)

De la même manière en remplaçant p′ dans l’expression du tenseur flux d’impulsion
nous obtenons Pαij = mαnαuαiuαj + pαij, composé de la pression plasma :

pαij = 1
mα

∫
(p−mαuα)i(p−mαuα)jfα(t, r, p)dp. (2.59)

Le vecteur flux d’énergie quant à lui peut encore s’écrire : Γα = hα + qα, avec

hα = 1
2mαnαu

2
αuα + 5

2nαkBTαuα (2.60)

qui décrit le transport convectif de l’enthalpie et

qα(t, r) = 1
2mα

∫
(p−mαuα)2(p−mαuα)fα(t, r, p)dp (2.61)

est le flux de chaleur de l’espèce α introduit comme le troisième moment de la fonction
de distribution.

2.4.3.2 Approche fluide

La description cinétique présente l’approche la plus complète et détaillée du plasma.
Cependant dans la pratique, il est très difficile d’utiliser cette approche des calculs
numériques pour de grands volumes de plasma de même avec un très faible nombre de
dimensions. Dans de nombreuses applications, il est plus pratique d’utiliser un modèle
réduit en supposant que la fonction de distribution des particules est proche de la fonc-
tion maxwellienne. Dans ce cas, l’état de plasma peut être caractérisé par trois fonctions
hydrodynamiques : la masse volumique, la vitesse moyenne, et l’énergie moyenne ou
la température. Cette hypothèse n’est pas exacte, mais elle peut être justifiée dans les
limites d’un plasma faiblement ou fortement collisionnel suivant les échelles considérées.
Les variables macroscopiques peuvent être obtenues à partir des différents moments de la
fonction de distribution. Si on prend le moment à l’ordre zéro et on intégre l’équation
cinétique sur tous les moments et en utilisant les définitions de la densité nα et de la
vitesse moyenne uα, nous obtenons l’équation décrivant la conservation du nombre de
particules de chaque espèce :

∂nα
∂t

+∇(nαuα) = 0. (2.62)

1La température en physique des plasmas est généralement donnée en unité d’énergie sans écrire la constante
de Boltzman
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À l’ordre un, en multipliant l’équation cinétique par le moment de la particule et en in-
tégrant sur tous les moments, nous obtenons l’équation de conservation de la quantité
de mouvement. À l’ordre deux, on retrouve l’équation de la conservation de l’énergie.
Toutefois, chaque équation fluide ainsi calculée fait apparaître une nouvelle grandeur hy-
drodynamique. Par exemple l’équation de conservation de la quantité de mouvement fait
apparaître l’énergie et l’équation de l’énergie fait apparaître le flux de chaleur. Le sys-
tème n’est donc pas fermé et une approximation doit être faite à un moment pour pouvoir
résoudre le problème. Le plus souvent, les trois premières équations sont suffisantes. La
fermeture porte alors sur l’écriture du flux de chaleur.

2.4.4 Diffusion Raman Stimulée SRS

Dans plusieurs cas de l’interaction laser-plasma, la réponse du plasma au champ électrique
du laser n’est pas linéaire. Des instabilités paramétriques [105, 104, 107] se développent au
cours de l’interaction. Nous nous intéressons à l’instabilité de diffusion Raman Stimulée
(SRS) car c’est à partir de cette instabilité que nous espérons obtenir de haut gains
de rayons X. Cette instabilité résulte de l’interaction de trois ondes : l’onde laser de
fréquence (k0, ω0) génère une perturbation de densité dans le plasma. À cause de cette
perturbation de densité, les électrons de faible masse oscillent autour de leur position
d’équilibre à la fréquence plasma naturelle ωpe. Sous certaines conditions de résonance,
l’impulsion laser se diffuse en une autre onde fille de fréquence ωs = ω0 − ωpe. Au cours
du temps l’amplitude de l’onde plasma va croître ce qui augmente alors la diffusion de
l’onde fille. On assiste alors à un phénomène de rétroaction jusqu’à la saturation. Dans
un plasma neutre (composé d’ions et électrons) la saturation de l’instabilité Raman peut
provenir d’une décomposition électrostatique due au couplage résonnant de l’onde plasma
et d’une onde acoustique ionique [108]. Dans un laser à électrons libre fonctionnant sur
la diffusion Raman, le plasma est composé uniquement d’électrons. La saturation de
l’instabilité Raman peut provenir du regroupement total des électrons en micro-paquets.
Notons que cette diffusion Raman est basée sur l’excitation d’ondes plasma électroniques,
ce qui n’est pas le type d’excitation étudié en détails dans la suite de ce manuscrit.

Nous venons de résumer dans ce chapitre la physique nécessaire pour la comprehension
de la suite du manuscrit. Dans le chapitre qui suit, je décrirai le principe du laser à électron
libre Raman-X ainsi que les études théoriques effectuées avant cette thèse.
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Chapitre 3

Théorie du XFEL Raman

3.1 Principe du XFEL Raman

La possibilité d’utiliser des lasers intenses pour le transport et le guidage de particules
relativistes ainsi que pour déclencher les processus d’amplification des Lasers à Électrons
Libres (LEL) a sollicité de nombreuses études théoriques et numériques [22, 23]. Dans les
schémas de XFEL classiques à onduleur magnétique, la longueur d’onde du rayonnement
émis est donnée par :

λs ∼
λu
2γ2

(
1 + K2

2

)
, (3.1)

où λu est la période de l’onduleur magnétique de l’ordre de la dizaines de millimètres, K
le paramètre de force de l’onduleur magnétique et γ le facteur de Lorentz de l’électron.
D’après l’équation (3.1), pour obtenir des rayons X cohérents il est indispensable
d’utiliser des paquets d’électrons dont l’énergie cinétique est dans la gamme du GeV.
Ces hautes énergies d’électrons sont obtenues par l’utilisation de très longs accélérateurs
LINAC ou par l’utilisation d’un canal plasma dans le cas de l’Accélération Laser Plasma
[25]. Cependant de nos jours un FEL combinant un accélérateur LPA et un onduleur
magnétique n’est pas encore construit aujourd’hui malgré les efforts et tentatives de
plusieurs équipes scientifiques dans le monde.

Dans les schémas de XFEL basés sur des onduleurs ou Wigglers optiques, la période
de ces derniers est donnée par la longueur d’onde du laser dans la gamme micrométrique
ou sub-micrométrique. Par analogie aux XFEL classiques, la longueur d’onde du rayon-
nement émis par un électron dans un onduleur optique est donnée par [37] :

λs ∼
λ0

4γ2

(
1 + a0

2

2

)
, (3.2)

où λ0 est la longueur d’onde du laser, a0 le potentiel vecteur normalisé du champ laser
et γ le facteur de Lorentz de l’électron [54, 35]. Ceci permet d’atteindre des valeurs
d’énergie des rayons X d’une centaine de keV avec des énergies d’électrons de quelques
MeV seulement. Plusieurs équipes ont proposé des schémas de XFEL en combinant
des onduleurs optiques et des électrons issus de l’Accélération Laser dans les Plasmas
(ALP) pour déclencher des processus d’amplification dans des régimes Thomson [37],
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ou Compton [38]. Cependant, ces schémas ne sont pas réalisés aujourd’hui en raison
de la nécessité d’utiliser des paquets d’électrons de faible divergence et de dispersion en
énergie extrêmement faible, et par ailleurs de disposer d’onduleurs optiques intenses et
d’une longueur d’interaction suffisamment élevée.

Pour parer à ces difficultés, nous avons proposé récemment un nouveau concept de
LEL compact dans le domaine des rayons X [39], en combinant la physique des LEL en
régime Compton, des lasers XUV conventionnels basés sur l’interaction laser-plasma, et
de l’optique non-linéaire. La figure 3.1 illustre le schéma conceptuel de Raman XFEL.

Figure 3.1: Configuration schématique du laser à électrons libres Raman dans la gamme des
rayons X.

Son principe est le suivant :
Un paquet d’électrons d’énergie de la dizaine à la centaine de MeV issu d’un court ac-
célérateur linéaire LINAC ou créé par l’accélération laser plasma, se déplace le long de
l’axe z.
Un faisceau laser intense picoseconde ou femtoseconde est divisé en deux afin d’obtenir
deux impulsion laser jumelles de même énergie, fréquence et durée d’impulsion. Ces deux
impulsions ont une polarisation linéaire dans la direction y et elles sont focalisées d’un
angle θ sur une ligne dans le plan (x, z) dans le but de recouvrir spatialement et temporelle-
ment le paquet d’électrons. Dans cette configuration, les champs électromagnétiques du
laser sont :

E+
0 (z, x, t) = E0 sin[ω0(t− cos θz/c− sin θx/c)]~ey

E−0 (z, x, t) = E0 sin[ω0(t− cos θz/c+ sin θx/c)]~ey

où E0 est l’amplitude du champ électrique et ω0 la pulsation laser. Le champ magnétique
peut se déduire à partir de ∂tB+,−

0 (z, x, t) = ∇ × E+,−
0 (z, x, t) donnant les expression

suivantes :

B+
0 (z, x, t) = (E0/c) sin[ω0(t− cos θz/c− sin θx/c)] [+ sin θ~ez − cos θ ~ex]

B−0 (z, x, t) = (E0/c) sin[ω0(t− cos θz/c+ sin θx/c)] [− sin θ~ez − cos θ ~ex]
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Les champs électriques et magnétiques totaux s’écrivent :

Etot(z, x, t) = 2E0 sin[ω0(t− cos θz/c)] cos[ω0 sin θx/c]~ey (3.3)

et :

Btot(z, x, t) = 2 sin θ(E0/c) cos[ω0(t− cos θz/c)] sin[ω0 sin θx/c]~ez
− 2 cos θ(E0/c) sin[ω0(t− cos θz/c)] cos[ω0 sin θx/c]~ex (3.4)

L’interférence des deux lasers intenses engendre une série de puits de potentiel pondéro-
moteur dans lesquels les électrons relativistes (qui sont représentés en points verts) seront
expulsés des régions de fort éclairement laser (gradient de couleur rouge au jaune) et
piégés dans les zones de faible éclairement laser (couleur noire). L’éclairement laser doit
être constant le long de la ligne focale après une phase de rampe où l’éclairement laser
croît de 0 jusqu’à sa valeur maximale.
Un point très important est la synchronisation du paquet d’électrons avec le réseau op-
tique. Le réseau optique et le paquet d’électrons doivent se co-propager pour avoir une
grande distance d’interaction et permettre aux électrons d’effectuer plusieurs oscillations
dans les puits de potentiels pondéromoteurs. La physique de l’interaction d’un paquet
d’électrons relativistes et un réseau optique intense est très riche et intéressante. La
dynamique et le comportement des électrons dépendent de plusieurs paramètres. Le
changement de l’état de polarisation des impulsions laser conduit à des expressions dif-
férentes des champs électromagnétiques qui peuvent influencer la dynamique électronique
[39, 174, 175]. La longueur d’interaction d’un électron dépend de l’énergie cinétique
de l’électron et aussi de l’angle de rasance des impulsions laser. L’énergie cinétique de
l’électron est directement reliée au glissement des électrons dans le réseau optique tandis
que la vitesse de pompage de l’énergie laser sur une ligne focale varie en fonction de l’angle
de rasance [50, 52] (voir figure 3.2).
Un effet Raman stimulé par effet Kapitza-Dirac [43, 44] est déclenché lors de l’interaction
entre le paquet d’électrons libres relativistes et le réseau optique. Les électrons piégés dans
les puits de potentiel pondéromoteur oscillent transversalement et induisent un processus
de diffusion similaire à la diffusion Raman stimulée dans les plasmas [39]. Dans le cas du
Raman XFEL, ce processus correspond à un mélange de quatre ondes, deux ondes pom-
pes laser à la fréquence ω0, l’onde plasma qui est l’onde due aux oscillations collectives
des électrons à la fréquence Ω ≈ Ω0, et enfin l’onde signal qui est l’onde émise par les
électrons à la fréquence ωs. Le couplage des ondes lasers et de l’onde X émise par les élec-
trons, engendre une seconde force pondéromotrice dans la direction longitudinale. Cette
force créera des perturbation de densité dans le paquet d’électrons et tendra à le découper
en plusieurs micro-paquets au cours du temps (phénomène du bunching) conduisant à
l’émission de photons X cohérents.

3.1.1 Interaction haut régime Kapitza Dirac

Kapitza et Dirac ont montré dans la théorie quantique de Diffraction [43] que des particules
massiques chargées peuvent être diffractées à partir d’une onde stationnaire optique. La
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Figure 3.2: Représentation schématique de l’interaction du paquet d’électrons et du réseau
optique. Les deux impulsions laser sont focalisées sur une ligne focale représentée avec une ligne
noire pointillée. La vitesse de dépot de l’énergie laser sur la ligne focale vg = c cos θ. est appelée
vitesse d’onde progressive. La polarisation des champs électrique et magnétique du réseau optique
est suivant les axes y et z respectivement. Le champ magnétique B a une composante en x, sauf
pour θ = 90◦.

diffraction d’électrons d’énergie 20 eV à partir d’une onde stationnaire relativement intense
I = 1014 W/cm2 à été démontrée expérimentalement par Bucksbaum et al [44]. Un
transfert d’énergie entre l’onde stationnaire et les électrons a été observé. Cette étude a
surtout conclu sur la validité d’une description classique du mouvement des électrons par
la force pondéromotrice du laser dans le régime de haute intensité.
La principale différence entre l’expérience de Bucksbaum et al, et notre proposition de laser
à rayons X, est liée à la vitesse relativiste des électrons injectés dans l’onde stationnaire.
Dans un premier temps pour explorer la dynamique des électrons, nous considérons un
électron relativiste de charge −e, de masse me, de vitesse β · c suivant z, suivant une
trajectoire (x = x(t), z = β · ct). La force totale agissant sur cet électron relativiste est :

F = −e[Etot + V ×Btot]
= −e[2E0 − βc cos θ(2E0/c)] sin[ω0t(1− β cos θ)] cos[ω0 sin θx(t)/c]~ey
= −2eE0(1− β cos θ) sin[ω0t(1− β cos θ)] cos[ω0 sin θx(t)/c]~ey.

L’impulsion suivant y est donnée par :

py(x, t) = 2eE0

ω0
cos[ω0t(1− β cos θ)] cos[ω0 sin θx(t)/c]~ey (3.5)

si bien que le potentiel ponderomoteur, égal à l’énergie cinétique transverse p2/2γme, est
:

V (x) = e2E2
0

γmeω2
0

cos2[ω0 sin θx/c] (3.6)
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3.2 Theorie fluide du Raman XFEL

Le but de cette partie est de proposer une théorie simple sur la dynamique électronique
et d’en tirer les principales lois d’échelle sur le gain et la saturation de l’amplification des
rayons X. Nous décrivons à partir d’un modèle analytique hydrodynamique les modes
collectifs propres des électrons piégés dans les puits pondéromoteurs, puis l’estimation
du gain qui sera par la suite comparé à un résultat obtenu via un code cinétique.

Les problèmes de l’interaction d’un paquet d’électrons relativistes avec des ondes
.

Figure 3.3: Géométrie du réseau optique dans le référentiel du laboratoire (A) et le référentiel
propre des électrons (B).

électromagnétiques sont souvent abordés dans le référentiel propre de l’électron dans
lequel le paquet d’électrons est globalement au repos [109, 111]. Dans un tel référentiel,
la structure du champ électromagnétique est modifiée en raison de la transformation
de Lorentz. Le chapitre 2 a rappelé comment la transformation de Lorentz permet
de passer du référentiel du laboratoire au référentiel propre des particules. Lors du
passage du référentiel du laboratoire au référentiel propre des électrons, ces derniers ne
voient pas deux ondes lasers co-propageantes d’un angle θ ≤ 90◦; mais deux ondes lasers
qui apparaissent comme quasi-contraprogageantes d’un angle θ ≤ 180◦ qui dépend de
l’énergie des électrons (voir figure 3.3).
Les vecteur d’onde des deux impulsions laser k1 et k2 se transforment dans cette
transformation de Lorentz en k1 = (−k0‖,−k0⊥, 0); k2 = (−k0‖, k0⊥, 0) avec k0⊥ = k0

et −k0‖ = γk0 où les indices ⊥ et ‖ désignent les directions transverse et longitudinale,
et γ est le facteur de Lorentz des électrons. On voit que la composante transverse k0⊥

ne subit aucun effet relativiste, contrairement à la composante longitudinale k0‖ , car
les électrons se propagent dans la direction z, l’effet relativiste se fait sur cette composante.

Les effets relativistes ont d’autres conséquences sur la contraction des longueurs et la
dilatation du temps et aussi donc sur les fréquences à cause de l’effet Doppler relativiste.
Ceci implique que le temps sera dilaté d’un facteur γ, la densité électronique ainsi que les
fréquences d’oscillation et d’excitation seront divisées par un facteur γ lors du passage
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au référentiel propre des électrons.

Dans ce qui suit nous considérons un réseau optique stationnaire infini dont l’énergie
effective d’un puits de potentiel est a2

0/γ avec a0 le potentiel vecteur normalisé et γ le
facteur de Lorentz de l’électron. Nous écrivons les équations qui régissent la dynamique
dans le référentiel propre de l’électron . Nous commençons par l’expression du potentiel
vecteur normalisé à l’éclairement du réseau optique [46] :

aL = 2a0 sin(k0⊥x) cos(ω0t+ k0‖z)

qui suscite l’apparition d’un potentiel pondéromoteur :

Vp(x, t) = mec
2a2

0 sin2(k0⊥x)

Les électrons dont la vitesse transverse vx <
√

2a0c sont piégés au fond du puits et
oscillent à la fréquence Ω =

√
2a0k0⊥c dans le plan (x, px) avec px l’impulsion transverse

de l’électron. Les électrons piégés émettent du rayonnement dans deux gammes de
fréquences: à la fréquence bêtatron [45]; et de manière symétrique autour de la fréquence
laser ω0, à la fréquence Stokes ω0 − Ω et anti-Stokes ω0 − Ω.

Dans cette première étude le code EWOK1 a été utilisé pour démontrer l’amplification
du rayonnement et l’étude de la dynamique des électrons dans le référentiel propre de
l’électron. La figure 3.4 illustre l’évolution au cours du temps de l’amplitude de l’onde
signal as normalisée à a0. Les paramètres de cette simulation sont les suivants : a0 = 0, 11,
λ0 = 1µm, γ = 9, 4, δγ/γ = 10−4, divergence angulaire 1 mrad, émittance 0,3 mm mrad,
ne/nc = 2 · 10−5 avec ne la densité électronique du paquet d’électrons et nc la densité
critique.
On peut voir une croissance exponentielle de l’amplitude de l’onde signal entre 100 et
500 λ0/c suivie par une saturation à l’amplitude as/a0 = 10−4. Le taux de croissance
qui peut être déduit à partir du calcul de la pente du fit en pointillé rouge est estimé à
Γ/ω0 = 1, 9 · 10−3. Ce taux de croissance correspond à une longueur de gain de 84 µm
dans le référentiel du laboratoire.
Le battement entre l’onde émise par les électrons et les ondes laser est en opposition de
phase sur chaque demi largeur d’un puits pondéromoteur. Ce battement d’onde engen-
dre une seconde force pondéromotrice dans la direction de propagation des électrons qui
perturbe le paquet d’électrons conduisant à des modulations de densités électroniques
qui croissent au cours du temps. Ceci est illustré sur la figure 3.5 où les électrons se
regroupent en micro-paquets de manière asymétrique. Ce type de regroupement des élec-
trons est une spécificité du laser Raman X comparé aux laser Compton pour lesquels le
regroupement est symétrique.

Ces résultats numériques peuvent être complétées par une étude analytique, dans
laquelle nous modélisons par une approche hydrodynamique le mouvement des particules

1La description détaillé du code EWOK est donnée dans la section 4.4
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Figure 3.4: Évolution du potentiel vecteur normalisé de l’onde émise par les électrons au cours
du temps. Paramètres de simulation : a0 = 0, 11, λ0 = 1µm, γ = 9, 4, δγ/γ = 10−4, divergence
angulaire 1 mrad, emittance 0,3 mm mrad, ne/nc = 2 · 10−5 avec ne la densité électronique du
paquet d’électrons et nc la densité critique. Taux de croissance numérique Γ/ω0 = 1, 9 · 10−3.
Image extraite de [46].

Figure 3.5: Densité électronique dans le puits de potentiel pondéromoteur au temps 600 λ0/c.
Paramètres de simulation : a0 = 0, 11, λ0 = 1µm, γ = 9, 4, δγ/γ = 10−4, divergence angulaire
1 mrad, emittance 0,3 mm mrad, ne/nc = 2 · 10−5 avec ne la densité électronique du paquet
d’électrons et nc la densité critique. Image extraite de [46].

piégées dans les puits de potentiels pondéromoteurs. Cette approche permet d’obtenir des
estimations pertinentes pour les lois d’échelle dans un cadre mathématique simple. Nous
proposons de modéliser l’amplification analytiquement en décrivant le comportement col-
lectif d’électrons n(x, z, t) en tant que mode propre du puits de potentiel de lumière. Dans
une approche simplifiée, nous négligeons le potentiel électrostatique des électrons et les
effets de dispersion en énergie, et nous considérons la température transverse des partic-
ules vx <

√
2a0c/γ. Dans ces conditions le mouvement des électrons suit les équations
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hydrodynamiques, couplées à l’équation de propagation du potentiel vecteur :

∂tne +∇(neu) = 0 (3.7)
∂tux +∇xPxx/mene +∇Up = 0 (3.8)

∂tuz +∇zUp = 0 (3.9)(
(∂t − iω0)2 − c2∇2

)
ā = −4πe2

me

neā (3.10)

où u est la vitesse du fluide électronique, Up = mec2

4 |ā|
2 et ā est le potentiel vecteur

normalisé somme du potentiel vecteur du réseau optique et de celui de l’onde signal.
Le faisceau d’électrons piégés suit une équation d’état adiabatique dont l’expression de
la pression électronique s’écrit : Pxx = mev

2
⊥n

3
e/3n0, où v⊥ = cβ⊥0 définit la vitesse

transverse des particules.
En tenant compte de l’équilibre entre le potentiel du réseau optique et de la pression élec-
tronique, la distribution transverse de densité électronique peut s’écrire ne = n0

√
1− ξ2

où ξ = x/L est une coordonnée normalisée à la largeur du faisceau L = v⊥/Ω, et
n0 = ne(0) le maximum de la densité électronique.

Dans l’approche linéaire, nous considérons les modes collectifs d’électrons comme une
perturbation de premier ordre de la position du paquet d’électrons ∆x, définie comme
ξ = (x+∆x)/L. En considérant que l’onde signal est nulle à l’ordre zéro des perturbations,
et donc la force pondéromotrice le long de l’axe z disparaît et à partir de l’équation (3.10)
nous obtenons :

∂t∆x = −Ω2∆x, (3.11)

qui décrit les oscillation collectives du paquet d’électrons à la fréquence Ω.

Nous considérons que l’onde émise par l’électron est de type plane polarisée dans la
direction y. Cette onde se propage dans la même direction que les électrons. Nous nous
plaçons également dans l’approximation de l’onde lentement variable. À l’ordre un des
perturbations, un couplage entre l’onde signal et les ondes laser engendre un potentiel
pondéromoteur dont l’expression s’écrit :

U (1)
p = mec

2

4 āsāL
∗ + cc. (3.12)

En linéarisant les équations 3.10 nous obtenons la relation de dispersion :

(ω2
s − Ω2)

(
(ωs − ω0)2 − (ks − k0‖)2c2

)
= αω2

0, (3.13)

où α = G ·(ωpea0ksk0⊥cL/ω
2
0)2 est la constante de couplage des modes électromagnétiques

et électroniques. G une constante d’intégration tenant compte de l’intégrale de recouvre-
ment entre le profil laser dans la direction transverse x et la densité électronique. ωs = ksc

et ks le vecteur d’onde de l’onde émise.
La solution de l’équation (3.13) pour le mode Stokes est une fréquence complexe avec
partie réelle ωs ∼ Ω et une partie imaginaire Γ qui définit le taux de croissance de l’onde
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signal. En supposant un faible couplage des ondes électromagnétiques et une onde plasma
électronique α� ( Ω

ω0
)3, nous obtenons :

Γ
ω0

= 0.5
(
αω0

Ω

)−1/2

Pour les mêmes paramètres de simulations utilisés pour tracer la courbe dans la figure
3.4, nous considérons G = 0.2 et nous trouvons un taux de croissance Γ/ω0 = 1, 7 · 10−3

qui est en bon accord avec le fit numérique.

Nous venons de démonter qu’un laser à électrons libres dans la gamme des rayons
X peut fonctionner en faisant interagir un paquet d’électrons modérément relativistes et
un réseau optique à haute intensité. Le couplage des ondes électromagnétiques du réseau
optique et de l’onde émise par les électrons induit une diffusion Raman stimulée. Les taux
de croissances sont donnés par des lois obtenues par l’approche fluide hydrodynamique,
et confirmés à partir de simulations du code EWOK.
Dans cette étude nous avons négligé les effets électrostatique et de dispersion en énergie
(δγ/γ) sur l’amplification des rayons X. Ces paramètres peuvent jouer un rôle très im-
portant dans les processus d’amplification. Nous décrirons dans la suite le rôle de la
dispersion en énergie sur l’amplification du rayonnement avec une théorie cinétique de
l’amplification. Cette étape est très importante pour démontrer la robustesse du Raman
XFEL.

3.3 Théorie cinétique du Raman XFEL

Dans cette partie nous décrivons l’interaction du paquet d’électrons relativistes avec le
réseau optique et le rayonnement diffusé. Le modèle théorique est basé sur l’équation
cinétique de Vlasov et l’équation de propagation de l’onde électromagnétique définie par
le potentiel vecteur a :

∂tf + v∇f + (∂ta − v×∇× a) ∂pf = 0 (3.14)(
∂2
t −52

)
a = −

∫
v f dp (3.15)

où f(r,p, t) est la fonction de distribution électronique à partir de laquelle on définit la
densité électronique ne =

∫
f(r,p, t)dp. a = aL + as est le potentiel vecteur normalisé

somme des potentiels vecteurs normalisés du réseau optique et de l’onde émise. Dans cette
étude, nous allons travailler avec des paramètres physiques normalisés pour abréger les
équations. Ces normalisations sont résumées dans le tableau 3.1 avec λ0 la longueur d’onde
laser, e et me la charge et la masse de l’électron et c la vitesse de la lumière. L’expression
du potentiel vecteur normalisé du réseau optique d’amplitude a0 peut s’écrire :

aL = 2a0 sin(x sin θ) cos(t− z cos θ)ey. (3.16)

Nous supposons que l’onde émise as est plane, polarisée dans la direction y et se propage
dans la même direction que le paquet d’électrons dans l’axe z :

as = as0 cos(ks(t− z))ey (3.17)
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Les fréquences à la fréquence laser ω0 = 2πc/λ0

Les distances c/ω0

Le temps 1/ω0

Les vitesses c

Les impulsions mec

Les potentiels vecteurs mec
2/e

Les densités électroniques nc = meω2
0

4πe2

Table 3.1: Normalisation des paramètres physiques

où as0 est l’amplitude et ks le vecteur d’onde.
Nous considérons un réseau optique infini dans les deux directions transverses à la prop-
agation des électrons. Le réseau optique est créé par le croisement de deux impulsions
laser intenses d’un angle 2θ. L’interférence de ces deux impulsions engendre une série de
puits de potentiel lumineux de largeur LW = λ0/2 sin θ.

Nous nous intéressons dans cette partie au mouvement des électrons sous l’influence de
la force pondéromotrice du réseau optique et à la force pondéromotrice due au couplage des
ondes électromagnétiques du réseau optique et de l’onde émise par le paquet d’électrons.
Notons que les effets des champs électrostatiques qui tendent à élargir la taille transverse
du paquet d’électrons diminuent avec le facteur de Lorentz γ et peuvent être négligés si la
force pondéromotrice du réseau optique est notablement supérieure à la force de Coulomb.

Essayons maintenant de résoudre analytiquement l’équation de Vlasov (3.14).
À l’ordre zéro des perturbations, la fonction de distribution reste uniforme le long de
la direction de propagation des électrons, tandis que la force pondéromotrice du laser
force les électrons à osciller dans la direction transverse x. L’expression du potentiel
pondéromoteur laser s’écrit :

U (0)
p = 2a2

0 sin(x sin θ)2 (3.18)

Pour de faibles valeurs d’oscillation, ce potentiel peut s’écrire comme : U (0)
p ∼ Ω2x2/2, et

en dérivant celui ci par rapport à x nous obtenons la force pondéromotrice du laser :

F (0) = −∂xU (0)
p = −Ωx (3.19)

Remplaçons l’équation (3.19) dans (3.14); nous obtenons :

(∂t + vx∂x − Ω2x∂vx)f = 0 (3.20)

La solution de l’équation (3.20) est équivalente à l’équation suivante :

p2
x

2a2
0

+ sin(x sin θ) = ξ (3.21)

où ξ définit l’excursion normalisée de la particule, (x, px) les coordonnées de la particule
dans l’espace des phases avec px = γbvx
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3.3. Théorie cinétique du Raman XFEL

Pour des valeurs de ξ < 1, la particule est piégée et oscille à une fréquence proche de celle
du laser ω0 dans le plan (y, z), et à une fréquence bêtatron normalisée

Ω = Ω0
(
1− ξ2/3

)
, (3.22)

dans le plan (x, z). où Ω0 =
√

2a0γ
−1
b sin θ est la fréquence d’oscillation de l’électron au

fond du puits. Les électrons piégés dans les puits décrivent alors les trajectoires suivantes
:

X = x0 cos(Ωt) + px0

γbΩ
sin(Ωt)

Px = px0 cos(Ωt)− x0Ωγb sin(Ωt)

Z = z0 + vz0t Vz = vz0 = cste (3.23)

où (x0, vx0, z0, vz0) désignent les coordonnées de la particule à l’instant t = 0.

Pour un cas simple d’étude nous considérons une fonction de distribution type échelon
(water-bag), et nous supposons aussi que la force pondéromotrice du laser laisse inchangée
dans l’espace des vitesses la distribution d’électrons dans la direction de propagation.
Dans ces conditions la fonction de distribution peut s’écrire comme :

f = n0

4
√

2a0ξ0δγb
η(ξ2

0 − ξ2) η(δγb − |pz − pb|), (3.24)

où n0 = ne(x = 0) est la densité d’électrons normalisée à la densité critique, η(ξ2
0 − ξ2)

une fonction échelon en ξ, η(δγb−|pz−pb|) une fonction en pz et δγb la dispersion en énergie.

À l’ordre un, le couplage entre l’onde émise par l’électron et les ondes laser va engendrer
une seconde force pondéromotrice dans la direction longitudinale :

F (1) = eza0asγb [ks(1− vb) + vb − cos θ] ·

sin(x sin θ) · sin [(1− ks)t− (cos θ − ks)z] (3.25)

Cette seconde force pondéromotrice induit des modulations de la densité électronique
(onde plasma) et elle est responsable du regroupement des électrons en micro-paquets
(phénomène de bunching). Les modulations de densité à leur tour vont influencer l’onde
signal à travers la densité de courant dans le terme de droite de l’équation (3.15). Un
tel couplage peut fournir une interaction résonante entre l’onde plasma et les ondes élec-
tromagnétiques laser résultant ainsi en une amplification du mode Stokes (onde diffusée)
et en l’atténuation du mode Anti-Stokes au cours du temps. Pour expliquer les mécan-
ismes de couplage des ondes électromagnétiques et la croissance de l’onde diffusée nous
réécrivons la fonction de distribution comme f = f + δf avec δf la perturbation de den-
sité. Au début de l’interaction du paquet d’électrons et du réseau optique, la perturbation
de la densité est faible δf << f ; ceci implique aussi que l’amplitude de l’onde signal est
petite devant celle du laser as << a0.
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Chapitre 3. Théorie du XFEL Raman

Le terme de droite de l’équation (3.15) contient un terme aLδn/γb et un autre terme
asδn/γb qui est responsable de la dispersion de l’onde signal résultant de son interaction
avec l’onde plasma de fréquence ωpe. Dans le cas le plus simple, on peut négliger cette
dispersion, ainsi que la diffraction de l’onde amplifiée, et supposer que l’onde émise est
une onde plane. En se plaçant dans l’approximation de l’onde lentement variable, nous
pouvons écrire la variation de l’onde signal au cours du temps :

∂tas = ia0n
∗

γbks
sin(x sin θ) (3.26)

où i est le nombre imaginaire, n∗ est reliée à la perturbation de la densité électronique
comme

δn =
∫
δfdp = Re

[
n∗ei(cos θ−ks)z−i(1−ks)t

]
.

Le traitement de la dynamique des électrons est plus simple dans le référentiel propre du
paquet d’électrons. Il faut donc effectuer une transformation de Lorentz vers ce référentiel,
sur toutes les grandeurs physiques intervenant dans le calcul. La vitesse moyenne est :

β = vb/c =
√

1− 1/γ2

vb, exprimé en unités réduites à c = 1, est égal à β. On applique la transformation de
Lorentz aux fréquences, la pulsation laser se transforme en :

ω̃l = γbω0(1− β cos θ);

et celle de l’onde diffusée devient :

ω̃s = γbωs(1− β)

Notons que le potentiel vecteur est un invariant relativiste. À présent nous pouvons
réécrire la force pondéromotrice à l’ordre 1, ainsi que la perturbation de densité dans le
référentiel des électrons :

F (1) = a0asks
γb

sin(x sin θ) sin(Ωst− ksz) (3.27)

δn = Re
[
n∗e−i(Ωs+ksz)

]
(3.28)

où ks est le vecteur d’onde de l’onde émise dans le référentiel propre et Ωs = ω̃l − ω̃s
la fréquence de battement. Les modulations de densité électronique se propagent à une
vitesse −Ωs/ks. Dans le cas où ω̃s < ω̃l les électrons sont décélérés et cèdent leur énergie
cinétique aux ondes électromagnétiques ce qui permet l’amplification de l’onde signal.
Dans le cas opposé, les électrons sont accélérés et absorbent de l’énergie.

3.3.1 Modèle cinétique linéaire

Dans ce qui suit nous allons nous concentrer sur l’amplification de l’onde émise et nous
négligeons le mode Anti-Stokes. Nous allons d’abord décrire la dynamique des électrons
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3.3. Théorie cinétique du Raman XFEL

perturbés en reprenant l’équation cinétique (3.14) et en prenant la fonction de distribution
f + δf . L’équation cinétique s’écrit :

(∂t(f + δf) + vx∂x(f + δf)− F (0)∂vx(f + δf) + vz∂z(f + δf) = −∂zF (1)∂vz(f + δf)

avec f est la fonction de distribution non perturbée. De ce fait on a

(∂t + vx∂x − F (0)∂vx)f = 0.

Pour simplifier on considère que les variations de la fonction de distribution le long de
la direction de propagation des électrons sont nulles vz∂zf = 0, et on néglige le terme
∂zF

(1)∂pzδf devant ∂zF (1)∂pzf . La nouvelle fonction de distribution est simplifiée à :(
∂t + vx∂x + vz∂z + F (0)∂px

)
δf = −F (1)∂pzf. (3.29)

L’opérateur du côté gauche entre crochets de l’équation (3.29) est tout simplement la
dérivée temporelle dδf

dt
le long des trajectoires (3.23). En remplaçant les trajectoires (3.23)

dans l’équations (3.29) et dans la fonction de distribution (3.24), puis en intégrant sur
toutes les impulsions nous obtenons la densité d’électrons perturbée :

n∗ = a0n0k
2
s

4γ4
b ξ0

sinχ
∫ t

−∞
dt
′
as(t

′)G(t′ − t), (3.30)

où χ = x sin θ,

G(t) = sin(ksδvzt)
ksδvz

∫ ξ2
0

0

e−(Ω−Ωs)t√
ξ2 − sin2 χ

(3.31)

décrit la dynamique de la densité électronique perturbée par les forces pondéromotrices,
δvz = δγb/γ

3
b tient compte de la dispersion en énergie longitudinale et Ω est la fréquence

d’oscillation des électrons (3.22) dans le référentiel propre de l’électron.

Les équations (3.26) et (3.30) décrivent l’évolution au cours du temps du couplage des
modes électromagnétique et électronique. Les conditions pour lesquelles l’onde de signal
peut être amplifiée sont définies par les propriétés de dispersion des modes électroniques.
Pour un cas simple, nous supposons que les électrons remplissent complètement le puits
de potentiel ce qui revient à supposer ξ0 = 1. Les modes électroniques sont décrits dans
ce modèle par la fonction (3.31). Si nous supposons que tous les électrons piégés oscillent
à la même fréquence Ω0, c’est-à-dire si nous négligeons l’excursion des électrons ξ, alors
l’équation (3.31) peut être simplifiée en :

B =
∫ 1

0

eiΩ0tdξ2√
ξ2 − sin2 ξ

. (3.32)

Dans le cas où l’excursion est prise en compte dans la fréquence d’oscillation Ω′ = Ω0(1−
sin2 χ/3), le mode électronique peut être donné par [98] :

B =
√

6π
t

[C(α)− iS(α)] eiΩ
′
t (3.33)
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Chapitre 3. Théorie du XFEL Raman

où C(α) et S(α) sont des intégrales de Fresnel et α = cosχ
√

2t/3π. Dans [98] la
dépendance de la fréquence d’oscillation en fonction de l’excursion se traduit par une
déformation du mode électronique par rapport à la coordonnée transverse x de l’électron.
Nous verrons plus loin que l’excursion des électrons peut être connue par le formalisme
des paramètres de Twiss.

Figure 3.6: Modes électroniques en fonction de la fréquence d’oscillation des électrons dans les
puits pondéromoteurs. Le cas Ω = Ω0 est appelé mode harmonique représenté par le mode
en couleur verte. Pour Ω 6= Ω0 les modes sont appelés elliptiques et dépendent de l’excursion
(couleur rouge). Image extraite de [98].

Sur la figure 3.6 sont représentés les modes électroniques calculés numériquement par
l’équation (3.32) (mode harmonique) et par l’équation (3.33) (modes elliptiques). Les
modes électroniques calculés à partir de l’équation (3.33) correspondent à un spectre
large où l’onde signal peut être amplifiée si elle interagit de manière résonante avec
les modes électromagnétiques. D’après cette figure on voit que les modes elliptiques
disparaissent dès qu’on s’approche du fond du puits pondéromoteur. Le champ électro-
magnétique du laser est quasi nul à cet endroit et l’interaction entre l’électron et réseau
optique cesse de se produire. [50].

3.3.2 Équation de dispersion pour le mode harmonique

Les équations (3.15) et (3.30) peuvent être linéarisées analytiquement à l’aide de la trans-
formée de Laplace ou en effectuant une transformée de Fourier dans le domaine fréquentiel.
La relation de dispersion dans ce cas s’écrit :

[
(ω − Ωs + Ω0)2 − k2

sδv
2
z

]
< n∗ >ω=< as >ω

a0n0k
2
s

2γ4
b

sinχ cosχ (3.34)

La composante de Fourier < as >ω peut être calculée à partir de l’équation (3.15). En
remplaçant celle ci dans l’équation (3.34) on obtient l’équation de dispersion pour le mode
harmonique (Ω = Ω0) comme :
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ω
[
(ω − ωs + ω0)2 − k2

sδv
2
z

]
= a2

0n0ω̃l
γb

sin2 χ cosχ (3.35)

Nous voyons que dans cette dernière équation l’apparition de la coordonnée transverse χ
qui représente ici le couplage des modes électromagnétique et électronique. Le couplage
des modes est maximum pour une valeur χ = ±1/

√
3 où l’onde signal est amplifiée. Pour

une analyse à une dimension transverse2, nous prenons la moyenne < sin2 χ cosχ >= 2/3π
dans l’équation (3.35). La solution ω de l’équation (3.35) a une partie imaginaire qui
correspond au gain laser.
En négligeant la température longitudinale du paquet d’électrons δγ/γb = 0 nous pou-
vons écrire le paramètre Pierce ainsi que la longueur du gain du laser à électrons libre
respectivement comme :

Lg = λu

4π
√

3ρ
(3.36)

où λu = λ0/(1 − vb cos θ) est la période de l’onduleur optique relié à la longueur
d’onde laser λ0, à la vitesse moyenne du paquet d’électron vb et à l’angle de rasance de
l’impulsion laser à l’axe de propagation des électrons θ. D’après l’équation (3.36) le
gain du laser varie de manière linéaire avec l’éclairement laser et la densité d’électrons
n0 et inversement avec l’énergie cinétique des électrons. L’effet de ces paramètres sur
l’amplification et le gain sera étudié en détail dans le chapitre 6.
La température longitudinale du paquet d’électrons diminue fortement l’amplification du
rayonnement cohérent en augmentant la largeur de la bande de résonance. En ajoutant
cet effet, le paramètre Pierce peut s’écrire ρ ≈

√
2/3( δγ

γb
)−1/2ρ

3/2
0 .

La figure 3.7 montre l’évolution du paramètre Pierce en fonction de la dispersion en
énergie et de la fréquence de résonance. Les paramètres de cette simulation sont : un
paquet d’électrons de charge 100 pC et d’énergie 40 MeV. Pour les impulsions laser : le
potentiel vecteur normalisé a0 = 0.1, de longueur d’onde λ0 = 800 nm en incidence d’un
angle θ = 10◦.

Comme on peut le constater, le gain diminue au fur et à mesure que la dispersion en
énergie augmente. En outre la fréquence centrale de l’onde émise est diminuée comme :

ωs = 2γ2
b (ω̃l − Ω0)
1 + 2 δγ

γb

, (3.37)

celle-ci est représentée par le trait pointillé blanc.

3.3.3 Équation de dispersion pour les modes elliptiques

Pour une analyse plus précise, on doit tenir compte de la dépendance de la fréquence
d’oscillation d’électrons du paramètre d’excursion ξ, ce qui peut être décrit de façon
approximative par l’équation (3.33). La linéarisation analytique des équations (3.15) et

2La fuite latérale des électrons dans la direction verticale y est négligée pour le moment
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Figure 3.7: Évolution du paramètre Pierce en fonction de la température longitudinale et de la
fréquence de l’onde émise. Image extraite de [98].

(3.30) est très complexe. On passe donc à une linéarisation numérique en définissant des
fonctions normalisées N (n) = a0n

∗(2γ3
b ω̃sω̃l) et A(n) = as/a0 sous la forme suivante :

N (n) = −12πρ3
0W sinχ

∫ τ

0
dτ
′
A(n)(τ ′)G̃(τ − τ ′) (3.38)

A(n+1) = i

π

∫ τ
′

0

∫ π/2

−π/2
dχN (n) (3.39)

où τ = ω̃lt, W = ω̃s/ω̃l, O = Ω0/ω̃l,

G̃ = sinWδg(τ)ei(1−W )τ

Wδg
B(O, τ, χ),

δg = 2δγ/γb et B est définit par la fonction (3.33).
On considère que l’onde signal démarre d’un bruit A(0) = cste et nous calculons N (0)

sur tout l’intervalle de temps (0, τ0) à partir de l’équation (3.38), et puis on intègre
l’équation (3.39) pour obtenir A(1). La solution de l’équation (3.39) est obtenue en
répétant cette procédure jusqu’à ce que le système converge : ||A(n)−A(n−1)||� A(n). Cet
algorithme peut être utilisé pour des études paramétriques avec des modes électroniques
plus compliqués. Nous allons maintenant calculer la dépendance du paramètre Pierce en
fonction de la dispersion en énergie et de la fréquence de résonance en tenant compte du
paramètre d’excursion ξ sur la fréquence d’oscillation des électrons Ω′ . Nous reprenant
les mêmes paramètres de simulations utilisés pour tracer la figure 3.7 et nous utiliserons
la fonction (3.33) pour tenir compte des modes elliptiques. Sur la figure 3.8(a) est
tracée l’évolution de l’amplitude de l’onde signal en fonction de la fréquence de l’onde
émise au cours du temps pour une dispersion en énergie δγb/γ = 1%. Comme on peut
le voir l’amplitude de l’onde signal croit de manière exponentielle au cours du temps et
la fréquence de l’onde émise est diminuée à cause des effets de la dispersion en énergie.
On peut remarquer aussi l’excitation de modes non-résonnants causée toujours par les
effets de la dispersion en énergie. Sur la figure 3.8 nous traçons l’évolution du paramètre
Pierce en fonction de la température longitudinale et de la fréquence de l’onde émise.
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Figure 3.8: a) : Évolution de l’amplitude moyenne de l’onde signal < as0/a0 > en fonction du
temps et de la fréquence de l’onde émise. b) Évolution du paramètre Pierce en fonction de la
température longitudinale et de la fréquence de l’onde émise. Image extraite de [98].

On peut voir un très bon accord entre les figures 3.7 et 3.8(b) dans la plupart des
caractéristiques physiques. Nous remarquons aussi que la bande de résonance pour δγ/γ ∼
0 est légèrement décalée vers le haut comparé à la figure 3.7, ce qui est interprété par le
décalage de la fréquence d’oscillation des électrons de Ω0 à Ω′ . Apparaissent également
des modes résonants avec les électrons les plus rapides, avec une fréquence décalée vers
les valeurs élevées suivant la formule :

ωs = (ω̃l − Ω0)
1− 2 δγ

γb

,

tracée par le trait pointillé blanc dans la figure 3.8(b).

Pour des grandes valeurs de la divergence angulaire les électrons peuvent s’échapper
latéralement. Ce modèle peut aussi tenir compte de la divergence angulaire du paquet
d’électrons dans la direction verticale y . Dans la présente analyse nous prenons en compte
cet effet en ajoutant un facteur

n0(t)
n(0) =

[
1 + (δvyt/σy)2

]1/2
.

3.3.4 Comparaison du modèle analytique avec les simulations Particles-In-
Cells (PIC)

Le modèle analytique développé plus haut ne peut décrire correctement l’étape linéaire
de l’amplification du rayonnement que lorsque la distribution des électrons n’est pas
très affectée par la croissance au cours du temps des modulations électroniques. À cette
étape des effets non linéaires entrent en jeu tels que la saturation de l’amplification qui
se produit lorsque la totalité des électrons piégés sont regroupés en micro-paquets. Le
transfert d’énergie du faisceau d’électrons à l’onde signal finit par s’arrêter. Il est donc
indispensable d’utiliser un code PIC3 pour tenir compte des effets non linéaires.

3voir chapite 4.
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Nous avons comparé le modèle analytique avec des simulations du code PLARES [151].
Les paramètres de simulation sont les mêmes utilisés pour tracer les figures 3.7 et 3.8.
Nous supposons aussi une rampe linéaire de longueur 300λ0 sur laquelle l’éclairement
laser croît de zéro puis atteint sa valeur maximale a0 et reste constant jusqu’à la fin de la
simulation. Dans la suite nous considérons un paquet d’électrons monocinétique afin de

Figure 3.9: Amplification du rayonnement au cours du temps pour le cas à 1D en bleu et le cas
3D en vert. Courbes continues : Simulations effectuées par le code PIC PLARES. Lignes en
pointillés : modèle analytique. Image extraite de [98].

comparer le modèle analytique (équations (3.38) et (3.39)) avec le code PIC PLARES.
Nous présentons dans la figure 3.9 la comparaison entre le modèle analytique (courbes
en pointillé) et les calculs PLARES (courbes continues), pour le cas à 1D (couleur bleue)
et le cas 3D (couleur verte). Le cas 3D ici signifie la prise en compte de la divergence
angulaire dans la direction latérale y.
Pour le cas 1D, on peut voir que le modèle analytique est en parfait accord avec les
simulations PIC sur les premiers instants de l’interaction, puis on observe un décrochage
et une réduction de l’amplification d’environ 15% de la courbe bleue continue. Ce com-
portement est expliqué par la modification de la distribution d’électrons (phénomène du
bunching) où la saturation de l’amplification est arrivée quand la majorité des électrons
est regroupée en micro-paquets. On observe aussi une diminution du rayonnement dans
le cas 3D en raison de la diffraction de l’onde signal puis une saturation de l’amplification.
La saturation se produit sur une distance d’interaction Lsat = 1 cm et Lsat = 2 cm, avec
des niveaux de puissance de 1GW et 200 MW pour les cas 1D et 3D respectivement.

3.4 Discussion

Nous venons de voir la théorie cinétique dans le régime linéaire de l’amplification des
rayons X à partir de l’interaction d’un paquet d’électrons relativiste et un réseau optique
intense. Le modèle analytique décrit dans cette théorie prend en compte des effets de la
température longitudinale et de la divergence angulaire du paquet d’électrons. Ce modèle
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permet d’estimer les paramètres du laser à électrons libres (paramètre Pierce, puissance
du rayonnement émis) dans la phase linéaire de l’amplification avec des temps de calcul
moins importants que les codes PIC.
Les études théoriques illustrées dans ce chapitre montrent la possibilité de déclencher un
effet Laser à Électrons Libre (LEL) si une fraction d’électrons relativistes est piégéé et
guidée sur de longues distances d’interaction. Cependant il est indispensable de quanti-
fier la fraction d’électrons piégés et d’étudier leur comportement au cours du temps pour
différents paramètres physiques réels (piège optique fini) et de cerner les paramètres op-
timum pour un meilleur taux de piégeage. Il est aussi intéressant de voir les effets de
l’injection du paquet d’électrons dans le réseau optique. Les effets de l’injection peuvent
venir des fluctuations de la stabilité de pointé du paquet d’électrons ou de la variation de
l’éclairement laser le long de la ligne focale. Le taux de piégeage et l’injection du paquet
d’électrons auront sans doute des conséquences sur l’amplification et le gain du LEL. Ces
effets sont étudiés dans les chapitres suivants dans le référentiel du laboratoire mais avant
d’entrer dans ces nouvelles études approfondies nous allons d’abord décrire les outils et
méthodes numériques utilisés.

69





Chapitre 4

Outils et méthodes numériques

L’utilisation des simulations numériques offre la possibilité d’étudier des systèmes
physiques de hautes technologies à des coûts faibles en argent et temps. Les simulations
numériques reposent sur des modèles mathématiques comportant des équations aux
dérivées partielles. Elles permettent de reproduire par calcul sur ordinateur le comporte-
ment d’un système ou de prévoir son évolution future dans le temps. Depuis plusieurs
années les études de conception et d’optimisation de dispositifs électromagnétiques
avec des particules chargées s’appuient ainsi sur les simulations numériques [138, 139].
Plusieurs méthodes et approches ont abouti à l’émergence de codes distincts mais
complémentaires à la fois pour étudier l’aspect macroscopique et ou l’aspect cinétique et
les trajectoires des particules. Ce chapitre est consacré à la description des méthodes et
des outils numériques utilisés pendant cette thèse, à la fois pour simuler le transport des
particules, leurs interactions avec le réseau optique, l’amplification du rayonnement et
l’estimation du gain. Un panorama des codes numériques utilisés dans la communauté
des Lasers à Électrons Libres (LEL) et de l’accélération de particules sera donné dans ce
chapitre. Le code EWOK pour l’amplification du rayonnement du Raman XFEL et de
la dynamique des électrons dans le référentiel des électrons ainsi que le code particulaire
RELIC pour l’étude du transport et de la dynamique des électrons dans le référentiel du
laboratoire seront décrits en détails dans ce chapitre.

4.1 Approche numérique des équations cinétiques: La méthode
Particle-In-Cell (PIC)

Les lasers de haute intensité ont permis des avancées majeures dans de nombreux
domaines de recherche et la compréhension de phénomènes naturels liés au comporte-
ment et à la dynamique des plasmas depuis l’astrophysique [140, 141] aux interactions
laser-matière [142, 143]. Pour étudier un plasma soumis à des champs électromagnétiques
extérieurs et auto-consistants il faut connaître le mouvement de chacune des particules
soumises à ces champs pendant tout le temps d’interaction. Dans le cas de l’interaction
laser-matière à haut éclairement laser, le mouvement des particules devient relativiste
et les mécanismes d’interaction sont souvent non linéaires. L’utilisation des codes
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de simulations numériques devient une nécessité majeure pour la compréhension des
phénomènes de l’interaction et aussi pour la conception des expériences à des coûts
réduits [144]. Nous avons vu au chapitre 2 les éléments théoriques nécessaires pour
étudier l’interaction laser plasma. Les équations de Maxwell permettent d’étudier la
partie électromagnétique. Via la force de Lorentz on peut calculer les trajectoires et les
impulsions des particules; l’évolution de la fonction de distribution des particules d’un
plasma au cours du temps peut être connue à travers l’équation cinétique.

La méthode Particle-In-Cell (PIC) est couramment utilisée pour simuler le mouvement
des particules chargées dans les plasmas. Cette méthode numérique est la base de la plu-
part des études cinétiques de l’Interaction Laser Plasma (ILP). Elle utilise un maillage
pour la résolution du système d’équations de Maxwell tandis que l’équation cinétique est
approchée au moyen de particules numériques se déplaçant indépendamment du maillage
(voir figure 4.1). Le gros désavantage des codes PIC est leur gourmandise en temps de cal-

Figure 4.1: Schéma cartésien d’un domaine spatial de calcul. La boite de simulation Lx ·Ly est
décomposée en plusieurs cellules d’aire dx ·dy. Le nombre de cellules dans une direction est égal
à (nx,y +1), et nx,y est le nombre de noeuds dans la direction x ou y

cul. Par exemple afin de simuler le mouvement des particules dans le réseau optique dans
le cas du Raman XFEL, il faut tenir compte des champs électromagnétiques extérieurs
du réseau optique, de ceux induits par les particules, et des différentes échelles de temps
sur lesquelles les électrons se déplacent. La force électrostatique entre une particule et le
reste des particules du paquet d’électrons peut être calculée à partir de la loi de Coulomb
:

−→
F = q1

4πε0

i=n−1∑
i=1

qi
r2

1,i

−−→r1−i. (4.1)

où n est le nombre total de particules du paquet d’électrons et −−→r1−i est un vecteur uni-
taire pointant de la particule 1 vers la ieme particule. Conceptuellement, nous pouvons
simuler la dynamique de notre plasma en prenant une collection de particules et calculer
directement les forces. Toutefois, les simulations de plasma nécessitent généralement au
moins 1 million de particules afin de réduire les erreurs numériques et avoir aussi une
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bonne statistique sur les trajectoires des particules. Comme la force de Coulomb conduit
à un problème dont le coût dépend du carré du nombre de particules (n2), le calcul d’un
seul pas de temps nécessiterait au moins 1012 opérations. C’est une tâche assez ardue,
d’autant plus qu’une simulation typique nécessitera plusieurs milliers de ces étapes même
avec l’utilisation d’architectures multi-processeurs. La solution est venue avec l’utilisation
des particules de calcul. Pour faire le lien entre les particules de calculs et un plasma nous
considérons un plasma non-collisionnel et dans lequel les particules sont relativistes. La
fonction de distribution qui décrit le mouvement des particules au cours du temps satisfait
l’équation cinétique de Vlasov :

∂fs
∂t

+ v∇fs + q(E + v ×B)∂fs
∂P

= 0 (4.2)

avec q la charge de la particule, E et B les champs électriques et magnétique agissant sur
les particules et obtenus à l’aide des équations de Maxwell avec les relations

ρ =
∑
s

qs

∫
fsdV

3

J =
∑
s

qs

∫
vfsd

3v.

L’équation 4.2 peut être résolue en connaissant la fonction de distribution initiale
fs(r0, v0, t = 0) et en recherchant le long de quelles lignes f conserve sa valeur au cours
du temps. Il est alors possible d’écrire par la méthode des caractéristiques la fonction de
distribution f pour tout instant comme

f(r, P, t) =
∫
fs(r0, P0, t = 0)δ(r − rs(t))δ(P − Ps(t))dr0dP0 (4.3)

pour chaque couple (r0, P0) considéré et rs(t), Ps(t) sont définis de manière à satisfaire
les équations du mouvement :

dr

dt
= v

v = P

γm
dP

dt
= q(E + v ×B)

γ = 1√
1− v2

c2

(4.4)

Dans ce modèle, l’identité d’une particule physique est perdue. On décrit plus le mouve-
ment d’une collection de particules, contenues dans un petit volume de l’espace des phases,
caractérisé par une valeur de la fonction de distribution des vitesses. Nous parlerons alors
de macro-particules. Celles-ci représentent donc un certain nombre de particules mais
conservent la masse et la charge des particules réelles de l’espace dont le comportement
est étudié. De ce fait, on obtient la force agissant sur la macro-particule en calculant
les champs électromagnétiques qui à leur tour sont obtenus par le calcul des densités de
charge et de courant.
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Dans la méthode PIC, on approche la fonction de distribution des particules au temps t
par un produit d’un delta de Dirac sur les positions et les vitesses comme suit:

f(r, v, t) =
∑
k

Wkδ(r − rk(t)) · δ(v − vk(t))

où Wk > 0 est le poids de la macro-particule 1. La densité de courant et la densité de
charge, termes sources de l’équation d’Ampère sont obtenus par projection à partir de
la connaissance des positions et des vitesses de toutes les particules. Pour une espèce de
particule donnée de massem et de charge q, on obtient la contribution de chaque particule
à la densité de charge par

ρ(r, t) =
∑
k

qWkδ(r − rk(t))

et sa contribution à la densité de courant

j(r, t) =
∑
k

qWkvkδ(r − rk(t)).

La distribution ainsi définie est solution de l’équation de Vlasov si et seulement si chaque
couple de coordonnées de la particule (rk, vk) est solution du système différentiel suivant

drk
dt

= vk = Pk
γkm

dPk
dt

= qk · (Ek + vk ×Bk)

γk =
√

1 + ( Pk
mc

)2

Le calcul des coefficientsWk peut se faire de la manière suivante pour une macro-particule.
On suppose le schéma de grille cartésienne constituée des cellules carrées dont les cotés

sont égaux à 1 (voir la figure 4.2). Calculons la contribution de la macro-particule qui
se trouve dans la cellule numéro 1 aux noeuds A,B,C et D. Pour cela on va calculer les
coefficients WA,B,C,D sur chaque noeud. Rappelons que la macro-particule n’est pas un
objet ponctuel, mais qu’elle représente un nombre élevé de particules dans un volume
∆x ·∆y ·∆z en 3D, une surface ∆x ·∆y en 2D et une largeur ∆x en 1D. On pose Dx la
distance du noeud A au point de projection de la macro-particule sur l’axe x. Idem on
pose Dy la distance du noeud A au point de projection de la macro-particule sur l’axe y.
La maille ainsi définie est divisée en sous rectangles (différentes couleurs). À partir de ces
considérations les coefficents WA,B,C,D sont ainsi donnés par

WA = (1− Dx

∆x) · (1− Dy

∆y )

WB = Dx

∆x · (1−
Dy

∆y )

WC = Dx

∆x ·
Dy

∆y

WD = (1− Dx

∆x) · Dy

∆y
1Le poids de la macro-particule représente une certaine densité de particule en plus de l’aspect géométrique

de l’assignation
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Figure 4.2: Assignation de la macro-particule sur les noeuds de la cellule de la grille.

On refait la même procédure pour les trois autres cellules auxquelles le noeud A est
commun. À l’ordre un, la charge totale au noeud A est la superposition de toutes les con-
tributions des cellules adjacentes, donc au nombre de 4. À l’ordre 2 il faut tenir compte
de la contribution des macro-particules à deux cellules de distance, donc au nombre de 16.
Notons qu’il est important de mettre des conditions aux limites sur les bords. Ces condi-
tions peuvent être absorbantes ou périodiques pour les particules. Le même raisonnement
s’applique en 3D où les cellules élémentaires sont des cubes. Une fois que les densités de
charge et de courant sont calculées, on revient au calcul des champs électromagnétiques.
L’évolution au cours du temps des champs électromagnétiques est donnée par la résolution
du système des équations de Maxwell

∂t (B +B′) = −∇ (E + E ′)

∂t (E + E ′) = c2∇× (B +B′)− j

ε
∇ (B +B′) = 0
∇ (E + E ′) = ρ

ε
.

avec ε la permittivité diéléctrique du milieu, (E,B) sont les champs électrique et
magnétique extérieurs et (E ′, B′) les champs électrique et magnétique macroscopiques
produits par les autres particules du plasma. Les équations de Maxwell sont résolues
dans des programmes appelés solveurs de Maxwell, basés sur de nombreuses méthodes
numériques: éléments finis, volumes finis, différences finies, ou méthodes dans le domaine
des fréquences (domaine de Fourier). Une fois que les champs électromagnétiques sont
connus on applique la force de Lorentz pour calculer les coordonnées des particules. Dans
la méthode PIC les positions et les vitesses des particules aux temps ultérieurs sont
déterminées en calculant les forces agissant sur les particules puis en intégrant les équations
du mouvement. Les particules sont avancées au cours du temps par des programmes
appelés pousseurs de particules. À partir de cette démarche mathématique le système
d’équations de Maxwell, couplées à l’équation de Vlasov ou Fokker-Planck permet de
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tenir compte des phénomènes cinétiques qu’on voudrait étudier mais aussi des géométries
les plus complexes. Ces codes cinétiques sont précieux car ils sont capables de décrire des
phénomènes complexes des plasmas tel que l’instabilité à deux faisceaux [140], l’interaction
laser-matière, le transport de particules pour des applications à la fusion par confinement
inertiel ou médicales [148, 149], l’amplification des lasers à rayons-X [151, 46] ... etc. Le
schéma illustré sur la figure 4.3 résume le principe de la méthode PIC. Elle se compose
d’une boucle constituée des étapes suivantes:

1. Interpolation des particules et calcul des densités de courant et de charge (j, ρ) .

2. Les champs électromagnétiques sont calculés à partir des équations de Maxwell.

3. Calcul des forces appliquées sur les particules.

4. Calcul des nouvelles coordonnées des particules.

5. Applications des conditions aux limites pour les particules, c-à-d, que l’on prend en
compte l’absorption, la réflexion, et l’émission.

6. On recommence les mêmes étapes pour chaque pas de temps jusqu’à la fin de la
simulation.

Figure 4.3: Schéma d’un code PIC

4.2 Les pousseurs de particules

4.2.1 La méthode saute-mouton ou leapfrog

Dans cette partie, nous discuterons de l’intégration numérique des équations du mouve-
ment. Les pousseurs de particules ont pour rôle de faire avancer les particules au cours
du temps soumises aux forces qui s’exercent sur elles. Ces pousseurs sont appelés à tous
les pas de temps dans les codes de calcul cinétiques, donc ils doivent être rapides et per-
formants pour ne pas prendre beaucoup de temps de calcul, et aussi stables pour ne pas
avoir des erreurs numériques et fausser les résultats physiques.
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Illustrons un exemple simple de pousseur. Les équations de Newton qui régissent le
mouvement d’une particule chargée dans un champ électrique E et magnétique B sont :

dv

dt
= q

m
(E + v ×B)

dr

dt
= v

avec q, m la charge et la masse, r et v la position et la vitesse.

Nous supposons dans un premier temps que le champ magnétique est nul, ou bien que
le vecteur vitesse de la particule est colinéaire avec le vecteur champ magnétique auquel
cas le produit vectoriel est nul. Les nouvelles équations à intégrer sont donc :

dv

dt
= q

m
E = F

dr

dt
= v (4.5)

On discrétise le temps en remplaçant la variable continue t par une suite de valeurs
tn de la forme t = n∆t où ∆t est le pas de temps et n un nombre entier positif si on
considère des temps t > 0. Le système d’équations (4.5) est remplacé par les équations
.

Figure 4.4: Schéma de la méthode d’intégration saute-mouton (Leap frog)

différentielles:
m
vn+1 − vn

∆t = Fn+1 (4.6)

rn+1 − rn
∆t = vn+1 (4.7)

L’ordinateur doit avancer vt et rt à vt+∆t, rt+∆t, mais v et r ne sont pas connues au même
instant. Les conditions initiales pour les vitesses des particules et les positions données à
t = 0, doivent être adaptées à la circulation des particules.
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L’intégration de Leap frog ou saute-mouton est équivalente à la mise à jour des positions
r(t) et des vitesses v(t) = ṙ(t) à des moments entrelacés décalés d’un demi pas de temps.
Comme le montre la figure 4.4, les positions sont mises à jour à des intervalles de temps
entiers tandis que les vitesses sont mises à jour à des intervalles de temps demi entiers.
Cependant deux conditions doivent être respectées :

1. À t = 0, nous devons opérer sur les vitesses. v(0) est déplacée à v(−∆t
2 ) en utilisant

les champs calculés à l’instant t = 0 par un retour en arrière d’un demi pas de temps.

2. Les énergies calculées cinétique et potentielle doivent être déterminées au même
instant.

Les équations que l’ordinateur calcule sont donc:

vn+1/2 − vn−1/2

∆t = q

m
En

rn+1 − rn

∆t = vn+1/2

4.2.2 Cas d’un champ magnétique non nul: méthode de Boris

La présence d’un champ magnétique induit une force de Lorentz qui force les particules
chargées à tourner dans le champ magnétique à la fréquence cyclotron ωc = |q|B/m. Les
équations à intégrer sont donc :

P n+1/2 − P n−1/2

∆t = q

[
En + 1

γn
P n+1/2 − P n−1/2

2m ×Bn

]

rn+1 − rn

∆t = γn

mP n+1/2 (4.8)

avec P = γmv l’impulsion de la particule et γ le facteur de Lorentz. Boris décrit une
alternative élégante ressemblant à la méthode saute-mouton qui est maintenant utilisée
dans la quasi-totalité des codes PIC et simulations plasma particulaires. Cet algorithme
repose sur une séparation des champs électrique et magnétique dans l’équation différen-
tielle de la vitesse (ou impulsion) afin d’effectuer le produit vectoriel de vitesse avec le
champ magnétique sans faire de projections des vecteurs sur les axes correspondants.

Pour décrire l’algorithme de Boris à trois dimensions dans un schéma centré en temps
il est impératif de comprendre les étapes suivantes.

1. L’astuce judicieuse de Boris [138] était de définir deux impulsions P− et P+ telles
que :

P− = P (n− 1
2 ) + q

2E
n∆t (4.9)

P+ = P (n+ 1
2 ) − q

2E
n∆t (4.10)

où P− et P+ représentent les impulsions avant et après rotation dans le champ
magnétique.
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2. On a donc
P+ = P− + q∆t(P

+ + P−)
2mγn ×B

soit
P+ − P−

∆t = q

2mγn
(
P+ + P−

)
×Bn (4.11)

avec
γn =

(
1 + P−

2)1/2
=
(
1 + P+2)1/2

car l’énergie de la particule n’est pas modifiée par la rotation dans le champ mag-
nétique. L’équation (4.11) peut se résoudre de la manière suivante. On pose
P+ = (P+

x , P
+
y , P

+
z ), P− = (P−x , P−y , P−z ), Bn = (Bn

x , B
n
y , B

n
z ) et α = q

2mγn∆t puis
on remplace P+, P−, Bn et α dans (4.11). Après avoir fait le produit vectoriel et
quelques arrangements nous obtenons l’équation matricielle suivante

1 −αBn
z αBn

y

αBn
z 1 −αBn

x

αBn
y αBn

x 1



P+
x

P+
y

P+
z

 =


1 −αBn

z −αBn
y

−αBn
z 1 −αBn

x

αBn
y −αBn

x 1



P−x
P−y
P−z

 . (4.12)

Soit A =


1 −αBn

z αBn
y

αBn
z 1 −αBn

x

αBn
y αBn

x 1

.
En multipliant l’équation (4.12) par l’inverse de la matrice A et en posant

Ωx = αBx

Ωy = αBy

Ωz = αBz,

nous obtenons les impulsions (P+
x , P

+
y , P

+
z ) en fonction des impulsions (P−x , P−y , P−z ).

3. Maintenant que le principe de l’algorithme de Boris est donné nous devons im-
pérativement respecter les étapes suivantes: On calcule P− via l’équation (4.9) en
appliquant le champ électrique sur un demi pas de temps.
On calcule P+ en fonction de P−.
Une fois que les impulsions P+ sont connues on applique une deuxième fois le champ
électrique sur l’autre demi pas de temps afin d’évaluer la vitesse de la particule et
calculer ensuite sa position:

P (n+ 1
2 ) = P+ + q

2E
n∆t

rn+1 − rn

∆t = P n+1/2

mγn

4.3 Les solveurs de Maxwell

Plusieurs méthodes pour résoudre les équations de Maxwell sur une grille numérique ont
été proposées basées sur des schémas de maillage structuré : différences finies, éléments
finis, volumes finies ou d’autres techniques de discrétisation non structurées.
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4.3.1 Algorithmes FDTD

Les algorithmes basés sur la méthode FDTD pour Finite-Difference Time-Domain repose
sur un schéma de grille cartésienne. L’opérateur gradient et la dérivée temporelle des
équations de Maxwell sont reliés par [150] :

En+1/2
xi+1/2,j,k

− En
xi+1/2,j,k

=
Bn+1/2
zi+1/2,j+1/2,k

−Bn+1/2
zi+1/2,j−1/2,k

∆y

−
Bn+1/2
yi+1/2,j,k+1/2

−Bn+1/2
yi+1/2,j,k−1/2

∆z − Jn+1/2
xi+1/2,j,k

Bn+1/2
xi,j+1/2,k+1/2

−Bn−1/2
xi,j+1/2,k+1/2

∆t =
En
zi,j+1,k+1/2

− En
zi,j,k+1/2

∆y

−
En
yi,j+1/2,k+1

− En
yi,j+1/2,k

∆z

où ∆x, ∆y, ∆z sont les tailles des arêtes des cellules et (i, j, k) le numéro des cellules
de la grille dans les directions x, y, z respectivement. ∆t est le pas de temps tel que
t = n × ∆t avec n entier. Le champ électrique est calculé sur le centre des arêtes des
cellules constituant la grille par interpolation des densités sur les noeuds de chaque cellule;
tandis que le champ magnétique est calculé sur le centre des faces de chaque cellule. Les
autres composantes des champs électrique (Ey, Ez) et magnétique (By, Bz) sont obtenues
de la même manière en faisant une permutation circulaire de (i, j, k). Ce solveur de
Maxwell est connu sous le nom du solveur de Yee [156] et il est très utilisé dans les
codes PIC. En revanche il présente certains défauts de dispersion numérique selon le sens
de propagation des ondes électromagnétiques dans la grille. La vitesse de propagation
des ondes électromagnétiques dans le vide est soit supérieure ou inférieure à la vitesse
de propagation de la lumière dans le vide. Ce genre de dispersion numérique est néfaste
pour les résultats de simulation ce qui peut conduire à des conclusions non physiques
des phénomènes étudiés. Des solutions sont apportées à ce schéma dans les références
suivantes [158, 159, 160, 161, 162] afin de diminuer ou éliminer les erreurs numériques.

4.3.2 Algorithmes PSATD

Les algorithmes PSATD pour Pseudo Spectral Analytical Time Domain, opèrent dans le
domaine spectral de Fourier. Ces algorithmes exigent d’effectuer des transformations de
Fourier des courants et champs à chaque pas de temps, car les particules sont avancées
dans l’espace réel plutôt que dans l’espace de Fourier. La clé de la solution est de supposer
que ρ(r) et φ(r) ont des transformées de Fourier, ρ(k) et φ(k) respectivement, où k est le
vecteur d’onde de la solution e(−ikr). Cette supposition permet d’obtenir φ(k) à partir de
ρ(k) dans l’équation de Poisson directement c’est-à-dire que ∂2/∂r2 est remplacé par −k2

donnant ainsi:
φ(k) = ρ(k)

ε0k2 (4.13)

Le lecteur intéressé par les méthodes PSATD pour la résolution des équations de Maxwell
peut se référer à la littérature suivante [161, 162, 151, 163, 164]. Les algorithmes PSATD
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sont moins utilisés car ils ne sont généralement pas aussi faciles à paralléliser que les algo-
rithmes FDTD. En revanche ils sont puissants pour des systèmes périodiques en utilisant
la discrétisation en série de Fourier. Ces algorithmes offrent également des informations
sur les spectres spatiaux des densités ρ, et champs E qui sont reliés dans les théories des
plasmas, et qui permettent un contrôle supplémentaire sur les spectres des champs. En
outre ces algorithmes sont exempts de dispersions numériques.

4.3.3 Codes de références utilisés dans la communauté des LEL et accéléra-
tion de particules

Les simulations numériques sont des outils essentiels pour la conception des Lasers à Élec-
trons Libres (LEL). Des codes sont développés dans le but d’étudier la dynamique des élec-
trons dans les onduleurs ou wigglers magnétiques et les processus d’amplification. D’autres
codes sont élaborés pour le transport des particules dans les cavités radio-fréquences et
leur compression dans les chicanes afin d’étudier les qualités des paquets d’électrons en
terme d’énergie, divergence, dispersion, paramètres Twiss ..., avant la phase d’injection
dans les onduleurs magnétiques. La physique des LEL est très riche et complexe. Pour
illustrer un exemple de cette complexité prenons le cas de l’amplification du rayonnement
X d’un LEL fonctionnant dans un régime SASE ( Self Amplified Spontaneous Emis-
sion). L’amplification dépend fortement du bruit au démarrage, de la longueur d’onde
émise par l’électron qui elle à son tour dépend de l’énergie du paquet d’électron, de la
période de l’onduleur magnétique et de l’intensité du champ magnétique appliquée dans
l’onduleur. En outre l’amplification du rayonnement est liée à la dispersion en énergie du
paquet d’électrons et au paramètre de glissement du paquet d’électrons qui contribue à
la cohérence du rayonnement X. Une modélisation numérique efficace prenant en compte
tous les paramètres peut être très difficile pour un simple onduleur magnétique. La
complexité de la modélisation peut devenir encore plus ardue dans le cas des LEL en con-
figuration HGHG (High-Gain Harmonic Generation) [172] ou avec d’autres mécanismes
d’amplification par injection d’harmonique. Des codes de simulations 1 D à 3D ont été
développés pour prendre en compte la complexité technologique des futures installations
FEL et aussi pour la conception des futures expériences sur ces installations. Parmi les
codes de transport de particules et de conception des installations FEL, on trouve le code
ASTRA (Space charge TRaking Algorithm) [165], et le code PARMELA (Phase And
Radial Motion in Electron Linear Accelerators) [189]. Ces codes sont très utilisés pour
la conception des cavités accélératrices radio-fréquences LINAC et des systèmes photo-
injecteur. Ils permettent de suivre l’évolution au cours du temps du paquet d’électrons en
tenant compte à la fois de la charge d’espace et des champs électromagnétiques extérieurs
[166]. Le calcul de la charge d’espace quant à elle fait appel à un solveur de Poisson basé
sur des méthodes de résolution par transformée de Fourier FFT pour le calcul des densités
et potentiels électrostatiques [138].
Les paramètres en sortie (énergie du paquet d’électron, dispersion, émittance ...etc) issus
de ces codes sont injectés dans des codes de simulation de l’amplification du rayonnement
et la dynamique des électrons dans des FEL à onduleurs magnétiques ou wigglers. Parmis
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les codes de références utilisés pour l’étude de l’amplification et de la dynamique du pa-
quet d’électrons dans un onduleur ou wiggler magnétique, on trouve le code GENESIS
[169] et le code GINGER [170]. Ces codes sont basés sur la méthode de différence finie
FTDT en 2D et 3D. Il peuvent simuler l’amplification du rayonnement dans un onduleur
ou wiggler magnétique en régime SASE en tenant compte du rayonnement bétatron en-
gendré par le mouvement transverse du paquet d’électrons mais aussi du couplage entre
les ondes électromagnétiques de l’onduleur et les ondes émises par les électrons lors de
leur propagation. Avec ces capacités d’étude ces codes ont permis des développements
majeurs dans la conception des onduleurs magnétiques et ont aussi permis d’améliorer
leurs capacités.
Dans cette démarche d’études numériques, nous avons développé pour nos cas d’études
des codes d’amplification du rayonnement pour le Raman XFEL. Les codes EWOK [46]
basé sur un schéma FDTD et PLARES [151] basé sur la méthode PSATD. Ces deux
codes sont destinés à l’étude de la dynamique dans le référentiel propre de l’électron et
de l’amplification du rayonnement. Le code RELIC lui a été développé pour l’étude du
transport, de la dynamique des électrons dans le référentiel du laboratoire et pour la
conception expérimentale du Raman X [50].

4.4 Le code EWOK

Le code EWOK (Electromagnetic Wake Oscillation Code) est un code PIC à 2 dimen-
sions opérant dans le référentiel propre des électrons développé par Igor Andriyash.
EWOK prend en compte analytiquement les oscillations haute fréquence des particules à
la fréquence laser, et calcule le mouvement relativiste des particules dans les potentiels
pondéromoteurs et électrostatique des particules et aussi le couplage des ondes électro-
magnétiques du réseau optique et de l’onde X émise par les électrons. Les champs élec-
tromagnétiques sont calculés dans les approximations paraxiale et de l’onde lentement
variable. Le fonctionnement du code EWOK est illustré sur le schéma de la figure 4.5.
Les électrons se propagent longitudinalement dans la direction z et transversalement dans
la direction x. La fonction de distribution des particules est connue au cours du temps
via l’avancement des macro-particules dans la grille numérique sous l’influence de la force
pondéromotrice ou électrostatique ou des deux forces simultanément. L’interpolation des
macro-particules sur les noeuds de la grille permet de calculer les densité de courant et
de charge et de remonter ensuite aux champs électromagnétiques et électrostatiques par
les équations d’Ampère-Poisson.

Le réseau optique modélisé dans EWOK est constitué d’une rampe linéaire où le
potentiel vecteur du champ laser croit de 0 jusqu’à sa valeur maximale a0 au cours du
temps. Le temps nécessaire pour atteindre la valeur constante de a0 est défini comme le
temps d’injection. On peut comparer cette croissance de l’éclairement à un remplissage
d’un réservoir où on impose une consigne sur le taux de remplissage du réservoir. Dans
EWOK la consigne est égale à a0. La rampe linéaire est suivie d’un plateau d’éclairement
constant a0. Le potentiel vecteur du champ laser dans EWOK et décrivant celui du réseau
pondéromoteur résultant de la superposition des deux lasers incidents s’écrit de la manière
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.

Figure 4.5: Schéma du principe de fonctionnement du code EWOK. Le chemin indiqué par les
flèches noires représente les étapes d’exécution successives du code. Les flèches en bleu pointillées
indiquent l’instant où les données sont enregistrées.

suivante:
āL = 2a0(t)sin(k0⊥x)e−i(k0+k0‖)z (4.14)

Le potentiel pondéromoteur découlant de ce champ s’écrit :

Upot = mec
2|āL2|

4γ2 (4.15)

avec me la masse de l’électron et c la vitesse de la lumière.
La dynamique des électrons est régie par l’équation relativiste du mouvement :

∂tPz,x = −mec
2

4γ ∂z,x
(
|ā|2 − 4Φ

)
(4.16)

où Pz et Px sont les impulsions longitudinale et transverse respectivement et Φ le po-
tentiel électrostatique normalisé peut être obtenu à partir de l’équation de Poisson. ā

est le potentiel vecteur normalisé somme du potentiel vecteur du réseau optique āL et
du potentiel vecteur normalisé de l’onde émise par l’électrons ās. L’enveloppe du champ
électromagnétique est définie comme a = Re

[
āe−i(ω0t−k0z)

]
. En considérant uniquement

les ondes se propageant dans le sens positif de l’axe z, on peut linéariser l’équation de
propagation des ondes électromagnétiques

(
∂t

2 − c2∂2
z,x

)
ā = −

(
4πe2

me

)
nā (4.17)

où n =
∫
fedV est la densité électronique dans les puits de potentiel pondéromoteur.

En supposant une onde plane se propageant suivant l’axe z tout en tenant compte de
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l’approximation de l’onde lentement variable et en faisant une transformation de Fourier
pour l’opérateur dérivée suivant l’axe z nous obtenons :

1
ω0

(∂t + c∂z) 〈ās〉kz + i (kz/k0)2 〈ās〉kz = −i
∣∣∣〈ās + āL〉kz

∣∣∣ ne
nc

(4.18)

La boîte de simulation dans EWOK est rectangulaire dont les dimensions longitudinale lz
et transverse lx, et définit des modes électromagnétiques discrets. L’onde signal peut être
injectée à droite de la boîte de simulation et les solutions de l’équation (5.8) sont représen-
tées par des modes de Fourier dans la direction z. Les conditions aux bords de la boîte
de simulation sont périodiques dans les deux directions pour les ondes électromagnétiques
et pour les particules elles sont absorbantes dans la direction transverse x, et periodique
dans la direction longitudinale z. La longueur verticale du domaine de simulation peut
être un multiple de la largeur d’un puits de potentiel pondéromoteur lx = n1γ/λ0 où n1

est un entier positif. Le couplage de l’onde signal et des ondes laser du réseau optique
engendre une force pondéromotrice longitudinale. De ce fait, le battement engendré par
les ondes laser et l’onde signal X doit être périodique aussi, ce qui impose des restrictions
sur les vecteurs d’onde (ks − k0) pour l’onde signal et (ks + k0‖) pour la force pondéro-
motrice longitudinale. Pour une onde plane émise par l’électron à la fréquence de Stokes
ωs = ks · c, les conditions périodiques s’écrivent:

ks = k0

(
1−N1

λ0

lz

)
lz
λ0

= N2/(1 + β)

γ = 1√
1− β2

avec N1 et N2 des nombres entiers. Ces conditions engendrent des domaines de simula-
tions excessivement longs pour des γ élevés et donc des calculs numériques très coûteux
en temps. Des options sur les conditions aux bords pour les ondes électromagnétiques et
les particules peuvent être appelées selon les cas d’études. Les particules sont distribuées
de manière homogène à l’instant initial dans la boîte de simulation et peuvent avoir une
distribution gaussienne ou échelon (waterbag) en vitesse.

Le calcul des champs électromagnétiques s’effectue à travers le potentiel vecteur
A = mec

e
a qui définit les composantes électromagnétiques des champs électriques et mag-

nétiques.

E = −1
c
∂tA−∇φ

B = ∇× A

Le courant électrique peut être obtenu à partir de la la loi d’Ampère et en se plaçant
dans la jauge de Coulomb ∇A = 0. On résoud l’équation de propagation des ondes
électromagnétique à partir du potentiel vecteur transverse Ax( 1

c2∂
2
t −∇2

)
Ax = 4π

c
Jtr
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où Jtr = −enevx est le courant transverse moyen. Les positions transverses x et vitesses
moyennes transverses vx dépendent de l’amplitude du potentiel vecteur dans le plan (x, z).
La force pondéromotrice dans la direction transverse est dominante et a comme expression:

∂tvx = e

mecγe
∂tAx (4.19)

avec γe le facteur de Lorentz de la particule à la position (z, x).

Dans EWOK le temps est normalisé à la période laser τ = cλ0/t. Les positions longi-
tudinale et transverse sont normalisées à la longueur d’onde laser ρ = (ξ, χ) = (z, x)/λ0.
Les impulsions et la densité électronique ne sont respectivement normalisées à mec, nc
(densité critique laser).

En utilisant les notations normalisées, l’équation de propagation des ondes électro-
magnétiques et du potentiel vecteur du champ laser aL s’écrivent respectivement comme
: (

∂2
τ − ∂2

ρ

)
a = −(2π)2 n̄

γ
a, (4.20)

aL = 2a0sin

(
2πχ
γ

)
e−2πi(τ+βξ) (4.21)

où n̄ = ne/nc la densité électronique normalisée. Remarquons que l’expression du poten-
tiel vecteur aL satisfait la condition de jauge(

∂2
τ − ∂2

ρ

)
aL = 0.

EWOK résout l’équation (4.20) dans l’approximation de l’enveloppe lentement vari-
able (SVEA) de l’onde signal as = āse

−i(ω0t−k0z) en utilisant la transformation de Fourier
pour l’opérateur dérivée spatiale le long de l’axe x c’est-à-dire ∂2

χās
2 → −(2π)2k̄x

2
<

ās >kx où k̄x = kxλ0. Rappelons que les dérivées d’ordre deux par rapport au temps ∂2
τ

et d’espace ∂2
ξ sont négligeables dans l’approximation SVEA.

L’équation de propagation des ondes électromagnétiques s’écrit en tenant compte de toutes
ces approximations comme :

i (∂τ + ∂ξ) 〈ās〉kx − πk̄x
2 〈ās〉kx = π 〈(ās + āL) n̄/γe〉i,kj (4.22)

Cette équation peut être intégrée numériquement à l’aide d’un schéma aux différences
finies explicite ou implicite sur une grille (ξi, χi) avec un pas de temps ∆τ = ∆ξ = ∆χ
Les particules sont avancées au cours du temps via l’influence de la force pondéromotrice
ou électrostatique ou les deux simultanément dans un schéma saute-mouton

∂τ (βξ, βχ) = −−1
4γe

(∂ξ, ∂χ)
[
|ās + āL|2−4eφ

]
(4.23)

avec (βξ, βχ) = (vz, vx) /c les vitesses longitudinale et transverse de l’électron. Le facteur
de Lorentz de la particule est calculé en fonction du potentiel pondéromoteur à la position
de la particule comme:

γe =
√

1 + |ās + āL|2/(1− β2
z − β2

x) (4.24)
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4.5 Le code RELIC

Durant ma thèse j’ai développé un code particulaire en 2 et 3 dimensions baptisé RELIC
(Raltivitic Electron Injection into optical Lattice Code). Le code permet des estima-
tions de tous les paramètres macroscopiques liés à la dynamique des électrons dans
l’approximation de la force pondéromotrice ou de la force de Lorentz. RELIC est égale-
ment capable de décrire correctement l’élargissement induit par l’entrée d’un paquet
d’électrons dans une zone d’interaction dont les positions des particules sont données
dans le référentiel du laboratoire. RELIC peut simuler le transport et le mouvement des
particules dans différentes situations : propagation libre, réseau optique à un ou plusieurs
faisceaux laser. Enfin le code est suffisamment simple et souple pour faire face à des fu-
tures améliorations et implémentations telles que la prise en compte des inhomogénéités
spatiales des faisceaux laser réels pour son utilisation future comme un guide pour les
implémentations expérimentales de l’interaction des particules relativistes avec des ond-
uleurs optiques. Avec ces objectifs, RELIC peut être considéré comme un outil numérique
similaire à des codes bien connus développés dans les communautés des accélérateurs ou
synchrotron pour modéliser et concevoir le transport des faisceaux de particules dans des
cavités radio-fréquences tel que ASTRA. En sortie, le code nous donne les paramètres
.

Figure 4.6: Schéma de fonctionnement du code RELIC. Le chemin indiqué par les flèches noires
représente les étapes d’exécution successives du code dans le cas d’étude via la force pondéro-
motrice. Le chemin indiqué par les flèches rouges représente les étapes d’exécution successives
du code dans le cas d’étude via la force de Lorentz. Les flèches pointillées en bleue indiquent
l’instant où les données sont enregistrées.

physiques exacts du faisceau d’électrons et du réseau optique, qui peuvent alors être in-
jectés dans un code numérique d’amplification comme EWOK [46], PLARES [151] et
CHIMERA [152].
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Les particules dans RELIC se propagent le long de l’axe z et les directions horizontale
et verticale sont x et y respectivement, La figure 4.6 représente le schéma de fonction-
nement du code RELIC. Après avoir sélectionné les étapes et la géométrie d’interaction,
on choisit soit de résoudre les équations du mouvement par l’approximation de la force
pondéromotrice ou par la force de Lorentz. Notons qu’un pousseur de Boris est util-
isé pour avancer les particules dans le cas où la force de Lorentz est utilisée et dans
l’approximation de la force pondéromotrice le pousseur de particules est de type saute-
mouton. RELIC permet de suivre les particules sur différentes étapes du transport de
particules depuis l’accélérateur au réseau optique, interaction des particules avec le réseau
optique, transport des particules jusqu’aux diagnostics expérimentaux. Plusieurs diag-
nostics sont possibles en sortie : espaces des phases longitudinal et transverse à 2D,
distributions électroniques instantanées en 1D et 2D, énergies cinétiques transverse et
longitudinale des particules, trajectoires et vitesses instantanées des particules et leurs
corrélations avec les autres particules, paramètres de Twiss.

4.5.1 Comparaison entre l’utilisation des forces pondéromotrice et de Lorentz

Une particule chargée se trouvant dans un champ électromagnétique est soumise à la force
de Lorentz. Pour un électron relativiste avec un facteur de Lorentz γ, de charge −e et de
masse me, l’expression de la force de Lorentz peut s’écrire :

dP

dt
= −e

(
E + P

γme

×B
)

avec P = γmev l’impulsion de l’électron.
Si la particule interagit avec une onde électromagnétique inhomogène spatialement et
que l’échelle de variation des amplitudes des champs électrique et magnétique est grande
devant l’amplitude des oscillations linéaire et la longueur d’onde laser λ0, le mouvement
des électrons est non-linéaire et ils sont expulsés vers les régions de faible champ électrique
[109, 110]. Le mouvement des électrons au cours du temps connu par la résolution de la
force de Lorentz peut être traité par la force pondéromotrice en moyenne sur la période
laser [142] dont l’expression est donnée par:

dP

dt
= − e

4γmeω2
0
∇E2 (4.25)

avec E le champ électrique laser et ω0 la pulsation laser.

La figure 4.7 montre un schéma de la propagation des ondes laser planes jumelles
(même fréquence et amplitude) polarisées linéairement dans la direction y. Les champs
électrique E = E1 + E2 et magnétique ∇× E = −∂B

∂t
peuvent s’écrire :

E = E0 [cos(ω0t− klz − kpx) + cos(ω0t− klz + kpx)] ey (4.26)

B = −E0kl
ω0

[cos(ω0t− klz − kpx) + cos(ω0t− klz + kpx)] ex (4.27)

+E0kp
ω0

[cos(ω0t− klz − kpx) + cos(ω0t− klz + kpx)] ez (4.28)
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avec E0 l’amplitude maximale du champ électrique, (kl, kp) = 2π
λ0

(cos θ, sin θ), et (ex, ey, ez)
une base orthonormée.
.

Figure 4.7: Propagation et polarisation des impulsions laser

4.5.2 Convergence et stabilité numérique

Nous allons maintenant montrer quelques cas test de trajectoires électroniques calculées
par le code RELIC. Avant d’avoir des résultats physiques corrects il faut d’abord vérifier
la convergence du code. Sur la figure 4.8 nous montrons la trajectoire transverse d’un
électron dans un puits de potentiel lumineux au cours du temps pour différents pas de
temps. Sur la figure 4.8 a) la dynamique électronique est résolue en intégrant la force

(a) (b)

Figure 4.8: Oscillation transverse d’un électron dans un puits de potentiel lumineux au cours du
temps pour différents pas de temps. a) résolution de la force pondéromotrice dans un schéma
saute mouton. b) résolution de la force de Lorentz de un schéma de Boris. Paramètres de
simulation : a0 = 0.3, θ = 10, λ0 = 800 nm, γ = 60, divergences angulaires (Σx =1 mrad,
Σy=1 mrad). Émittance normalisée εN =1 mm mrad.

pondéromotrice dans un schéma saute mouton au cours du temps, et sur la figure 4.8
b) les trajectoires électroniques sont calculées en intégrant la force de Lorentz dans un
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schéma de Boris. Pour de grands pas de temps, les périodes d’oscillation ainsi que les
amplitudes ne sont pas stables et varient au cours du temps (voir insert sur les figures 4.8
a) et 4.8 b)). Les courbes en tiret plein montrent les cas où les simulations ont convergé.
Ces courbes sont superposées ce qui confirme la stabilité du code. Le code est d’autant
plus stable que le pas de temps est plus petit, cependant afin de ne pas trop augmenter les
temps de calculs et aussi de ne pas saturer la mémoire, on choisit un pas de temps modéré
qui vérifie bien la condition de convergence. En outre l’exécution des calculs montrés
dans ces figures a confirmé que les résultats obtenus par la force pondéromotrice sont plus
rapides comparés à ceux obtenus en résolvant la force de Lorentz. Ceci est du au nombre
d’iterations important pour calculer parfaitement les forces électromagnétiques dans le
pousseur de Boris. Rappelons que la force pondéromotrice est une moyenne de la force
de Lorentz, cependant il est indispensable de séparer le régime de validité de la résolution
de la dynamique électronique via la force pondéromotrice.

4.5.3 Limite de l’approche pondéromotrice

(a) a0 = 0.3 (b) a0 = 0.5

(c) a0 = 1 (d) a0 = 2

Figure 4.9: Trajectoires électroniques transverses en intégrant la force pondéromotrice dans un
schéma saute mouton (courbe noire), et par intégration de la force de Lorentz dans un schéma
de Boris (courbe rouge), en fonction de l’éclairement laser. Paramètres de simulation : θ = 10,
λ0 = 800 nm, γ = 60, divergences angulaires (Σx =1 mrad, Σy=1 mrad).

La figure 4.9 montre des trajectoires électroniques transverses obtenues par le code
RELIC en résolvant les équations du mouvement avec la force de Lorentz (couleur
rouge) et avec la force pondéromotrice (couleur noir). Dans cette simulation nous avons
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fait varier le potentiel pondéromoteur du laser dans le but de déterminer la limite du
traitement de la dynamique électronique via la force pondéromotrice en fonction de
l’éclairement laser. Nous rappelons ici les paramètres de cette simulation : angle GRIP
θ = 10, longueur d’onde laser λ0 = 800 nm, facteur de Lorentz de l’électron γ = 60,
divergences angulaires (Σx =1 mrad, Σy=1 mrad).
Comme on peut le voir sur les figures 4.9 a) et 4.9 b) les trajectoires de l’électron
calculées avec la force pondéromotrice (courbes noires) sont identiques aux trajectoires
obtenues avec la force de Lorentz (courbes rouges) pour des valeurs de potentiel vecteur
modérées. Les deux forces donnent des trajectoires superposables jusqu’à une valeur
du potentiel vecteur normalisé a0 = 1 (figure 4.9 c)) où les fréquences d’oscillation
transverse des électrons commencent à être décalées. Ce décalage en fréquence est du
aux oscillations de l’électron dans le plan vertical à la fréquence du champ laser et à
son ralentissement par le fort éclairement laser. Pour des valeurs de potentiel vecteur
normalisé superieures à 1, les trajectoires électroniques deviennent chaotiques et des
effets relativistes dûs aux forts éclairements laser entrent en jeu. L’interaction d’électrons
relativistes avec un réseau optique très intense a0 > 1 n’est pas encore étudié jusqu’à
présent [50]. Ce régime sera sans doute riche en physique il est donc très intéréssant de
l’étudier en détail dans le futur. Dans cette thèse, on s’intéresse à des éclairements laser
inférieurs à 1018 W/cm2, ce qui correspond à un potentiel vecteur normalisé a0 < 1.

Il est aussi intéressant de voir comment varient la période d’oscillation bétatron de
l’électron ainsi que la période de l’onduleur optique en fonction de l’angle θ.
Considérons un électron relativiste γ = 60, de divergence angulaire Σx,y = 1 mrad qui se
propage dans un réseau optique dont la longueur d’onde laser λ0 = 800 nm, et de potentiel
vecteur normalisé a = 0.3. La période de l’onduleur optique est donnée par [98] :

λµ = λ0

1− βz cos θ (4.29)

où βz = vz/c, vz la vitesse de l’électron et c celle de la lumière. Sur la figure 4.10 est
tracée la variation de la période de l’onduleur optique en fonction de l’angle θ obtenus
numériquement (points bleus), et calculés à partir de l’équation (4.29) (courbe rouge).
La période de l’onduleur optique est très importante car elle est liée à la longueur d’onde
du rayonnement émis par un électron par :

λs ∼
λu
2γ2

(
1 + a0

2

2

)
. (4.30)

On peut d’abord mentionner que pour des angles θ > 2◦, la période de l’onduleur optique
est dans la gamme du micromètre et d’après l’équation (4.30), des électrons d’énrgie
du MeV suffisent pour atteindre des photons X. Nous remarquons aussi que les courbes
théorique et numérique ont la même allure et que les valeurs numériques coïncident avec
les valeurs théoriques à partir d’un angle θ = 3◦.

Pour des très petits angles θ, la période de l’onduleur optique devient du même ordre
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.

Figure 4.10: Variation de la période de l’onduleur optique en fonction de l’angle θ. Courbe rouge
: calculs obtenus par l’équation (4.29). Points bleus : calculs numériques RELIC en résolvant
la force de Lorentz. Paramètres de simulation : a0 = 0.3, λ0 = 800 nm, γ = 60, divergences
angulaires (Σx =1 mrad, Σy=1 mrad). Émittance normalisée εN =1 mm mrad.

.

Figure 4.11: Variation en fonction de l’angle θ de la période de l’onduleur optique (Eq (4.29),
courbe bleue) et de la période d’oscillation de l’électron au fond du puits (Eq (4.31), courbe
rouge). Paramètres de simulation : a0 = 0.3, λ0 = 800 nm, γ = 60, divergences angulaires
(Σx =1 mrad, Σy=1 mrad). Émittance normalisée εN =1 mm mrad.

que la période d’oscillation des électrons au fond du puits

λβ = c/Ω0 = γc√
2a0ω0 sin(θ)

(4.31)

En égalisant les équations (4.10) et (4.31), nous obtenons l’angle pour lequel la période
de l’onduleur optique est égale à la periode d’oscillation au fond du puits comme :

θ◦ = 360
√

2 a0

γπ
(4.32)

Sur la figure 4.11 nous traçons en fonction de l’angle θ, la période d’oscillation au fond
du puits des électrons (Eq (4.31)) et la période de l’onduleur optique calculée à partir de
l’équation (4.29). Les paramètres physiques utilisés pour tracer les courbes de la figure
4.11 sont les mêmes que ceux de la figure 4.10. L’angle pour lequel λµ = λβ est égal à
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θ = 0.81◦. Pour des valeurs de θ < 0.81◦ la période de l’onduleur optique et plus grande
que la période d’oscillation des électrons en fond du puits. L’équation (4.32) est valable
aussi pour n’importe quel couple de paramètres physiques (a0, γ).

4.6 Conclusion

Nous venons de décrire les méthodes ainsi que les codes numériques qui seront utilisés
pour la suite de ce manuscrit. L’étude de l’amplification du rayonnement et de la dy-
namique des particules dans le référentiel de l’électron est réalisée avec les codes EWOK
[46] et PLARES [151]. La dynamique, le transport du paquet d’électrons ainsi que la
modélisation des premières expériences LUCEL-X sont réalisées avec le code RELIC à
deux et trois dimensions dans le référentiel du laboratoire. La force de Lorentz permet
d’observer les oscillations des électrons dans le plan vertical (y, z), mais dans ce qui suit
le travail de cette thèse on s’est intéressé aux oscillations transverses dans le plan (z, x)
notamment pour les études des effets d’injection du paquet d’électrons dans le réseau
optique (Chapitre 6) et aussi pour la modélisation des expériences LUCEL-X (Chapitre 7).

Dans la suite, nous nous plaçons dans un régime dans lequel l’éclairement laser du
réseau optique est inférieure à 1018 W/cm2 et des angles GRIP θ > 3◦. Dans cette
gamme de paramètres, la dynamique des électrons sera traitée par la résolution de la
force pondéromotrice afin de gagner en temps de calcul numérique. Les expressions des
potentiels pondéromoteurs seront rappelées selon le cas d’étude abordé.
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Chapitre 5

Étude de l’injection d’un paquet
d’électrons relativistes dans une
onde stationnaire intense

La physique de l’interaction d’un paquet d’électrons relativistes et un réseau optique
(RO) intense est très riche et intéressante. La dynamique et le comportement des
électrons dépend des paramètres des paquets d’électrons relativistes ( énergie et disper-
sion, divergence, émittance), ainsi que des paramètres du RO ( éclairement, longueur
d’interaction, largeur des puits de potentiel). L’état de polarisation des impulsions laser
conduit à des expressions différentes du potentiel pondéromoteur et donc à une autre
dynamique électronique [174, 175, 39].
Nous avons montré dans le chapitre 3 via la théorie cinétique et fluide du Raman
XFEL que le gain à la saturation dépend fortement des paramètres physiques du
paquet d’électrons comme la densité d’électrons piégés ou leur température. Nous avons
souligné que ces deux paramètres sont directement liés à la physique de l’injection et
qu’ils auront très probablement des conséquences sur l’amplification et le gain du LEL.
Dans ce chapitre, nous considérons un RO simple dans lequel nous nous focalisons
sur les caractéristiques essentielles de la physique de l’injection, indépendamment des
géométries expérimentales complexes. Nous montrerons comment les caractéristiques du
paquet d’électrons et du RO peuvent influencer le taux de piégeage des électrons dans
les puits de potentiel pondéromoteur. Les variations des énergies cinétiques moyennes
transverse et longitudinale du paquet d’électrons en fonction des paramètres physiques
et géométriques du RO seront aussi étudiées. Enfin, nous illustrerons par l’analyse des
espaces des phases des électrons les inhomogénéités qui peuvent affecter la dynamique
des électrons et l’amplification des rayons X.

5.1 Effets électrostatiques

Avant de faire interagir le paquet d’électrons avec le réseau optique, il est important de
voir à quelle distance le paquet d’électrons se désassemble sous l’effet de la charge d’espace
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stationnaire intense

causé par la répulsion coulombienne entre les particules chargées.
Pour un cas simple d’étude nous supposons que le paquet d’électrons contient N partic-
ules dans une sphère de rayon R, qui se propage sous vide dans la direction z. On pose
que ce paquet d’électrons a un facteur de Lorentz γ qui reste constant pendant son ac-
célération. Si on pose que la distance moyenne d’interaction électrostatique entre toutes
les particules est égale au demi-rayon de la sphère, alors la force électrostatique pour le
paquet d’électrons peut s’écrire :

Fel = Ne2

πε0R2γ2 = d

dt
γmevz (5.1)

où e et me sont la charge et la masse de l’électron, ε0 la permettivité électrique du vide.
En posant que les impulsions transverses ne varient pas au cours de l’accélération, on
peut écrire Fel = dPz/dt et en remplaçant Pz = γmevz où vz est la vitesse du paquet
d’électrons, l’équation (5.1) devient :

dvz = Ne2

4πε0R2meγ3dt.

Remplaçons maintenant ∆vz = ∆z/t et définissons le temps caractéristique de l’explosion
du paquet d’électrons comme le moment pour lequel ∆z = R, nous obtenons :

∆t =
√

8πmeε0R3γ3

Ne2

En remplaçant N = Q/e avec Q la charge contenue dans le paquet d’électrons :

∆t =
√

8πmeε0R3γ3

Q · e
, (5.2)

on voit d’après cette dernière équation que le temps de l’explosion coulombienne du pa-
quet d’électrons croit rapidement pour les grandes énergies relativistes. Nous allons ap-
pliquer cette formule pour pour de faibles valeurs de γ en prenant une sphère d’électrons
de rayon R = 1.5 µm et de charge Q =0.1 nC et 0.5 nC. Nous traçons les résultats en
rouge pour une charge de 0.5 nC et en bleu pour 0.1 nC sur la figure 5.1.
Nous pouvons voir que l’explosion coulombienne arrive très tôt pour des densités électron-
iques élevées, typiques de l’accélération laser/plasma et pour des énergies faibles. Afin
que le paquet d’électrons reste collimaté sur toute la longueur du réseau optique nous
allons travailler avec des énergies supérieures à 5 MeV.
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Figure 5.1: Longueur d’explosion c ·∆t du paquet d’électrons sous l’effet de la charge d’espace
en fonction de l’énergie des électrons. Charge : courbe rouge 0.1 nC, courbe bleue 0.5 nC. Rayon
de la sphère R = 1.5 µm (cas d’un paquet d’électrons issu de l’ALP).

5.2 Description des paramètres de l’interaction

Nous considérons un RO stationnaire dans lequel l’éclairement croit de 0 jusqu’à sa valeur
maximale a0 sur une longueur de rampe LR (voir figure 5.2 a), suivie d’un plateau
d’éclairement constant de longueur zplateau (voir figure 5.2 b). Pour des raisons de sim-
plicité, nous commencerons par une étude à deux dimensions longitudinale z et transverse
x.
Un paquet d’électrons relativistes centré autour d’un facteur de Lorentz γ et de dispersion
en énergie δγ/γ se propageant dans la direction z le long du réseau optique est soumis à
la force pondéromotrice Fp = −∇Vpot, où ∇ est l’opérateur gradient et Vpot s’écrit pour
chaque zone d’interaction comme suit :

Vpot(x, z) = 0 pour z < 0,

Vpot(x, z) = mec
2a0

2

2γ (1− cos(2k⊥x)) z

LR
pour 0 < z < LR,

Vpot(x, z) = mec
2a0

2

2γ (1− cos(2k⊥x)) pour z > LR

où a0 est le potentiel vecteur normalisé, me la masse de l’électron, γ le facteur de Lorentz
de l’électron, c la célérité de la lumière et k⊥ = 2π

λ0
sin θ le vecteur d’onde transverse

de l’impulsion laser. Dans le plan transverse, la géométrie de l’interaction dépend des
paramètres du paquet d’électrons et de la taille transverse du réseau optique. La fig-
ure 5.3 illustre l’espace des phases transverse du paquet d’électrons en propagation libre
[75, 76]. La difficulté principale dans la physique de l’accélération est d’obtenir des paquets
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(a) (b)

Figure 5.2: (a) : représentation schématique de la rampe linéaire. L’éclairement du réseau
optique croit de manière linéaire de zéro (couleur bleue) jusqu’à sa valeur maximale a0 (couleur
rouge) sur une longueur LR. (b) : représentation schématique de la trajectoire d’un électron piégé
dans un puits de potentiel pondéromoteur. Les longueurs caractéristiques de l’interaction sont:
la période spatiale d’oscillation de l’électron LO; la largeur du puits de potentiel pondéromoteur
LW ; la longueur de la rampe linéaire LR; la longueur du plateau d’éclairement constant zplateau;
la longueur d’interaction totale Li = LR + zplateau.

d’électrons de forte densité électronique et de faible divergence. En raison de la répul-
sion coulombienne entre les particules de même charge électrique, celle-ci tend à dégrader
la qualité du paquet d’électrons et limite sa compression. La direction d’une particule
est caractérisée par le rapport de son impulsion transverse sur son impulsion longitudi-
nale. Supposons maintenant que l’on ait un paquet d’électrons de densité électronique
ne constitué de N particules et que chaque particule a ses propres impulsions transverse
et longitudinale. Dans ce cas on définit une ellipse qui englobe toutes les particules du
paquet, et on définit une divergence angulaire moyenne du paquet d’électrons. De plus
on définit l’émittance d’un paquet d’électrons comme le produit de sa taille transverse
multipliée par sa divergence angulaire :

εN = γσxΣx (5.3)

où Σx est la divergence RMS à la sortie de l’accélérateur donnée en mrad.
Par analogie à la longueur de Rayleigh pour les lasers, nous définissons une longueur de
divergence sur laquelle le paquet d’électron relativiste reste collimaté comme:

Ldiv = γσx
2/εN . (5.4)

Cette longueur doit être considérée pour des paquets d’électrons de grandes divergences,
auquel cas elle peut être plus courte que la longueur de rampe LR. La figure 5.4
représente les paramètres géométriques de l’interaction. Du fait à la fois de la taille
transverse du paquet d’électrons σx et de sa divergence angulaire Σx, une partie des
électrons ne peut voir le piège optique qui est limité par la dimension de la tache
focale du laser. Pour cette étude d’injection nous allons négliger l’effet des paramètres
géométriques du réseau optique sur l’interaction et nous considérons que le RO est infini

96



5.2. Description des paramètres de l’interaction

(a) Distance de propagation 50µm (b) Distance de propagation 3 mm

(c) Distance de propagation 10 mm (d) Distance de propagation 20 mm.

Figure 5.3: Propagation libre dans l’espace des phases transverse (x, vx/c).

dans les deux directions transverses à la direction des électrons.
L’injection du paquet d’électrons peut se faire sur un seul puits pondéromoteur ou

Figure 5.4: Représentation schématique de l’interaction géométrique du paquet d’électrons et du
réseau optique.

plusieurs puits en fonction du rapport σx/LW , avec LW = λ0/2 sin θ la largeur du puits
de potentiel pondéromoteur.
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La période spatiale d’oscillation d’un électron dans un puits de potentiel pondéromo-
teur est donnée par:

LO = c · Ω−1
0 (5.5)

où Ω0 est la fréquence d’oscillation de l’électron dans le puits de potentiel pondéromoteur
donnée par l’équation 5.11 (§5.5) et c la vitesse de la lumière. Si la longueur de la
rampe est supérieure à la période spatiale d’oscillation LO, les électrons sont comprimés
de manière douce dans les puits de potentiel pondéromoteur et leur injection dans la
région du plateau se produit de manière adiabatique. Dans le cas opposé (LR < LO), les
électrons sont rapidement comprimés dans les puits de potentiel pondéromoteur et leur
injection se produit de manière brutale. Nous introduisons donc un paramètre adiabatique
tel que :

Γad = LR
LO

. (5.6)

Ce paramètre nous permet de séparer deux régimes d’injection que nous appellerons
par la suite régime d’injection brutale ou rapide pour lequel le paramètre adiabatique
ΓAd < 1, et régime d’injection adiabatique dans le cas opposé ΓAd >= 1 . Le paramètre
adiabatique sera aussi utilisé comme un outil pour l’étude de la variation de l’énergie ciné-
tique transverse et de l’amplification du rayonnement X en fonction du régime d’injection.

5.3 Paramètres physiques de l’interaction

Nous considérons que les deux impulsions laser intenses engendrant le réseau optique
sont en incidence d’un angle θ par rapport à l’axe de propagation des électrons. Les
valeurs de l’éclairement laser à la ligne focale sont de l’ordre de 1016 à 1018 W/cm2

avec des longueurs d’onde des impulsions lasers entre 800 nm et 1.05 µm, et des durées
d’impulsion d’une dizaine à quelques centaines de femtosecondes. Avec ces paramètres
la longueur de la ligne focale pourra varier d’une centaine de micromètres à quelques
millimètres, ce qui permettra aux électrons d’effectuer plusieurs périodes d’oscillation et
de déclencher ainsi l’instabilité Raman et l’amplification du rayonnement.

Le paquet d’électrons peut être produit soit par l’Accélération Laser dans les
Plasma ALP [20, 21], ou bien par un court accélérateur linéaire conventionnel LINAC
[48, 49]. L’avantage d’utiliser la technologie ALP est d’obtenir des paquets d’électrons
de courtes durée (quelques femtosecondes) et de charge de quelques picocoulombs. Le
paquet d’électrons a des énergies de quelques dizaines à une centaine de MeV avec
une dispersion autour de 10%, avec des divergences angulaires autour de 2 à 6 mrad,
et une émittance normalisée autour de 1 mm mrad. En outre la synchronisation du
paquet d’électrons avec le réseau optique est facilement réalisable surtout si l’impulsion
laser accélératrice des électrons et les deux impulsions du réseau optique sont toutes les
trois générées par le même oscillateur laser initial. En supplément, la technologie ALP
permet de placer le réseau optique à une distance de quelques millimètres de la buse
de gaz où sont générés les électrons, réduisant ainsi les effets de divergence angulaire
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du paquet d’électrons. Des techniques avancées dans ce domaine ont permis d’obtenir
des paquets d’électrons mono-énergétiques à faible énergie et divergence en utilisant
des lentilles plasma [92, 91], et aussi une bonne précision en stabilité de pointé en
utilisant une accélération dans un gradient de densité créé par une lame de choc [95]. En
outre des études récentes ont montré la possibilité de réduire la dispersion de l’énergie
du paquet d’électrons autour de 1% en manipulant les espaces des phases des élec-
trons (vitesses et positions des particules) par des champs laser dans la phase accélératrice.

En ce qui concerne les accélérateurs linéaires conventionnels LINAC1, ils permettent
de délivrer des paquets d’électrons autour de quelques dizaines de MeV avec une
dispersion en énergie inférieure à 1%, une charge de quelques nanocoulombs et une
émittance normalisée inférieure à 1 mm mrad. De plus les systèmes LINAC permettent
d’avoir une excellente précision sur la stabilité de pointé. Cependant les techniques
de synchronisation de l’interaction d’un paquet d’électrons issus d’un LINAC et une
impulsion laser restent actuellement un grand challenge. Plusieurs équipes dans le monde
travaillent sur ces technologies [179, 180, 181].

Pour notre étude de la physique de l’injection d’un paquet d’électrons dans un réseau
optique intense, nous considérons un paquet d’électrons de 30 MeV avec une dispersion
en énergie δγ/γ = 10%, une émittance de 1 mm mrad et une divergence de 2 mrad
se propageant le long de l’axe z. Nous considérons tout d’abord que la distance entre
l’accélérateur et le début du réseau optique est très faible. Avec ces paramètres, la
taille du paquet d’électrons au début de la zone d’interaction est égale à σx = 8.33µm.
Un tel paquet d’électrons n’est pas encore réalisable actuellement avec la technologie
ALP mais les rapides progrès dans ce domaine permettront dans le futur d’atteindre
des paquets d’électrons mono-énergétiques de faible énergie et divergence angulaire. En
ce qui concerne les paramètres du réseau optique, nous considérons un éclairement de
1017 W/cm2 avec une longueur d’onde de 800 nm et un angle d’incidence par rapport à
l’axe de propagation des électrons θ = 10◦. Nous nous plaçons d’abord dans un cas où
le réseau optique est stationnaire ce qui nous permet de négliger l’effet de la durée de
l’impulsion laser sur l’interaction. Les effets de la durée de l’impulsion et de l’énergie
laser seront abordés dans la section 8.1.
Avec les paramètres du réseau optique listés dans ce paragraphe, nous obtenons une
largeur du puits de potentiel pondéromoteur LW = 2.3µm. Le rapport σx/LW est de
3.61, ce qui correspond au cas d’une injection multi-puits au début de la zone d’interaction.

1On parle d’un petit accélérateur conventionnel LINAC.
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5.4 Taux de piégeage des électrons dans les puits de potentiel
pondéromoteur

Nous étudions dans cette partie la variation de la densité d’électrons piégés dans les puits
pondéromoteurs en fonction des paramètres physique de l’interaction paquet d’électrons
et réseau optique.
La force pondéromotrice du RO peut piéger un électron dans un puits de lumière si :

γ

2

(
vx
c

)2
+ a2

0
γ

sin2(2k⊥x) < a2
0
γ

(5.7)

où vx est la vitesse transverse de la particule et a2
0/γ la hauteur maximale en énergie

d’un puits pondéromoteur. La figure 5.5 illustre 80 trajectoires de particules test
choisies aléatoirement dans trois puits pondéromoteurs à la fin de la zone d’interaction.
Les particules satisfaisant la condition de piégeage (5.7) sont confinées à l’intérieur
du puits de potentiel et décrivent des trajectoires elliptiques fermées, tandis que celles
dont l’énergie est égale à a0

2/γ décrivent la séparatrice dans l’espace des phases.
(x, vx/c). Comme on peut le voir sur la figure 5.5, la largeur de la séparatrice dans

Figure 5.5: Trajectoires électroniques dans l’espace des phases transverse (x, vx/c). Paramètres
de simulations : εN = 1 mm mrad, Σ = 2 mrad, a0 = 0.3, LR = 200 µm, θ = 10◦, λ = 800 nm.

la direction verticale est égale à
√

2a0/γ, qui est en bon accord avec la condition
de piégeage (5.7). Dans le cas où la vitesse transverse de la particule est supérieure
au maximum de l’énergie potentielle (vx/c >

√
2a0/γ), l’électron suit une trajectoire

ouverte et passe d’un puits de potentiel à un autre puits voisin où il peut être piégé
et contribuer donc à l’amplification. Ou bien, il peut s’échapper soit à droite soit à
gauche du piège optique en fonction de la phase et de la vitesse avec lesquelles il est injecté.

Nous nous concentrons maintenant sur la variation du taux de piégeage en fonction
des paramètres physiques du réseau optique et ceux du paquet d’électrons. Le taux de
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Figure 5.6: Taux de piégeage des électrons en fonction du potentiel vecteur normalisé pour
différentes énergies du paquet d’électrons (courbe bleue γ = 100, courbe noire γ = 200 et la
courbe rouge γ = 400). La ligne verte en pointillés sépare la limite entre les régimes d’électrons
chauds et froids. Paramètres de simulations : εN = 1 mm mrad, Σ = 2 mrad, LR = 200 µm,
θ = 10◦, λ = 800 nm.

piégeage des électrons dans les puits de potentiel de lumière est défini comme suit :

η0 = nt
ne

(5.8)

avec ne est le nombre d’électrons du paquet, injecté dans le réseau optique. nt est le
nombre d’électrons satisfaisant la condition de piégeage (5.7).

Sur la figure 5.6 nous illustrons le taux de piégeage en fonction du potentiel vecteur
normalisé pour différentes énergies initiales du paquet d’électrons (courbe bleue γ = 100,
courbe noire γ = 200 et la courbe rouge γ = 400). Le taux de piégeage augmente
de manière linéaire avec a0 avant de saturer, et peut atteindre des valeurs de piégeage
proches de 100% pour les faibles énergies.

La figure 5.7 illustre la décroissance du taux de piégeage des électrons avec le facteur
de Lorentz pour différentes valeurs de la divergence angulaire (courbe bleue Σ = 2 mrad,
courbe noire Σ = 4 mrad et la courbe rouge Σ = 6 mrad), pour un éclairement laser
constant (a0 = 0, 3).
L’énergie potentielle pondéromotrice étant inversement proportionnelle au facteur de
Lorentz, les courbes tracées sur la figure 5.7 démarrent à gauche avec un taux de piégeage
quasiment égal à 100% et décroissent graduellement vers de faibles valeurs à droite. De
manière similaire, la divergence angulaire Σ du paquet d’électrons augmente de manière
quadratique l’énergie cinétique transverse du paquet d’électrons, ce qui décroit le taux
de piégeage.
La figure 5.8 montre que le taux de piégeage reste invariant en fonction de la dispersion
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Figure 5.7: Taux de piégeage des électrons en fonction du facteur de Lorentz initial du paquet
d’électrons pour différentes valeurs de la divergence angulaire (courbe bleue Σ = 2 mrad, courbe
noire Σ = 4 mrad et la courbe rouge Σ = 6 mrad). La ligne verte en pointillés sépare la limite
entre les régimes d’électrons chauds et froids. Paramètres de simulations : εN = 1 mm mrad,
a0 = 0.3, LR = 200 µm, θ = 10◦, λ = 800 nm.

Figure 5.8: Taux de piégeage des électrons en fonction de la dispersion en énergie pour différentes
énergies du paquet d’électrons. Paramètres de simulations : εN = 1 mm mrad, a0 = 0.3,
LR = 200 µm, θ = 10◦, λ = 800 nm.

en énergie δγ/γ mais comme on l’a déjà vu dans le chapitre théorie cinétique ce paramètre
a une importance cruciale pour l’amplification et le gain.

Les deux figures ( 5.6, 5.7) illustrent la différence entre deux régimes, “un régime
d’électrons chauds” où l’énergie cinétique transverse moyenne des particules est supérieure
au maximum de l’énergie potentielle pondéromotrice a2

0/γ, et un régime d’électrons froids
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dans le cas opposé. La transition entre le régime d’électrons froids (faible vitesse trans-
verse) et le régime d’électrons chauds correspond à un taux de piégeage typique de 50%
séparé par la ligne verte en pointillés. Nous proposons donc un paramètre empirique pour
séparer les deux régimes d’électrons chauds et froids comme :

Υ = 2a0

γΣ . (5.9)

Le paramètre Υ tient compte à la fois du potentiel vecteur normalisé a0, de l’énergie
des électrons γ et de leur divergence angulaire. Pour un taux de piégeage de 50% il
corresponds à une valeur Υ = 10−3, où Σ est donnée en mrad.

Notons que le taux de piégeage défini dans cette partie est valide uniquement
si la longueur d’interaction totale, somme des longueurs de la rampe et du plateau
(Li = LR + zplateau), est supérieure à la période spatiale d’oscillation des électrons LO
(voir figure 5.2 b). Dans l’autre cas il serait difficile de définir une vraie séparatrice
dans l’espace des phases (x, vx/c), mais un tel cas peut avoir des applications comme
une lentille de lumière qui pourra servir à contrôler des trajectoires de particules les
particules. Il est aussi concevable dans le futur d’utiliser un réseau optique plus complexe
à quatre faisceaux laser. Une telle géométrie reposera sur l’utilisation d’un autre couple
de lasers qui viendra confiner les particules dans la direction ouverte y. L’interférence
des quatre faisceaux créera des canaux optiques dans lesquels les électrons seront guidés
et améliorera le taux de piégeage. En outre, cette géométrie permettra d’avoir un degré
de liberté supplémentaire pour contrôler la polarisation de l’onde émise par l’électron,
en jouant sur la polarisation et le déphasage du second couple de lasers dans la direction y.

5.5 Dynamique électronique dans les espaces des phases

L’étude des espaces de phases est très important car on peut connaître chaque instant les
positions et les vitesses des particules et donc l’évolution du paquet d’électrons au cours
du temps. De plus, les espaces des phases permettent d’estimer les paramètres du paquet
d’électrons tel que son émittance et l’échange d’énergie.

La figure 5.9 montre l’évolution de l’espace des phases transverse d’une distribution
d’électrons dans un seul puits pondéromoteur. Au temps initial, les électrons avec la
même vitesse transverse sont uniformément répartis dans l’espace des phases transverse
(x, vx/c) entre (−LW/2, LW/2) (voir figure 5.9 a). Le ruban d’électrons commence à
osciller sous l’influence de la force pondéromotrice (figure 5.9 b). Après une période
d’oscillation électronique, les particules piégées sont confinées à l’intérieur du puits de
potentiel pondéromoteur, quant à celles dont l’énergie cinétique transverse est supérieure
au maximum de l’énergie pondéromotrice, elles s’échappent à droite ou à gauche du puits
(figure 5.9c).

103



Chapitre 5. Étude de l’injection d’un paquet d’électrons relativistes dans une onde
stationnaire intense

(a) Distance de propagation 50 µm (b) Distance de propagation 160 µm

(c) Distance de propagation 1.5 mm (d) Distance de propagation 4 mm

Figure 5.9: Espaces des phases transverses (x, vx)/c pour différentes longueurs d’interaction .
Paramètres de simulation: γ = 60, εN = 1, Σ = 2 mrad, a0 = 0.3, LR = 200 µm, θ = 10◦,
λ = 800 nm. Remarque: propagation libre a0 = 0.

On peut voir sur la figure 5.9 (d) que l’espace des phases transverse est complètement
rempli de manière inhomogène avec plusieurs bras. Pour expliquer comment l’espace des
phases des électrons évolue avec la longueur d’interaction, nous calculons la fréquence
d’oscillation des électrons dans le puits de potentiel pondéromoteur. Nous considérons
une particule piégée qui vérifie l’équation 5.7. Son Hamiltonien transverse, c’est-à-dire
la somme de son énergie cinétique transverse et de son énergie potentielle en négligeant
les variations du facteur de Lorentz, peut s’écrire comme :

H = γmev
2
x

2 + mec
2a2

0
γ

sin2(2k⊥x), (5.10)

où k⊥ = 2π/λ0sin(θ), le vecteur d’onde transverse.
Écrivons maintenant les équations du mouvement de Hamilton, dites équations canoniques
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de Hamilton :
∂H

∂vx
= γmevx = ∂x

∂t

∂Px
∂t

= −∂H
∂x

= −mec
2a0

2

2γ 2k⊥sin(2k⊥x)

∂Px
∂t

= −mec
2a0

2sin(θ)
γλ0

sin(2k⊥x).

En dérivant une seconde fois la position transverse par rapport au temps et en remplaçant
la vitesse transverse par vx = Px

γme
, nous obtenons :

∂2x

∂t2
= ∂Px

∂t
∂2x

∂t2
= −2πmec

2a0
2

γλ0
sin(θ)sin(2k⊥x),

c’est l’équation d’un oscillateur harmonique à la fréquence

Ω0

ω0
= 2a0 sin(θ)

γ
. (5.11)

Comme on peut le voir sur l’équation (5.11), les fréquences d’oscillation des électrons au
fond du puits sont anharmoniques. La fréquence dépend du paramètre d’excursion ξ, qui
caractérise l’énergie initiale de l’électron et dépend aussi de la position et de la vitesse
transverse initiales de la particule comme :

ξ2 = γ2

a2
0

(
vx
c

)2
+ sin2(2k⊥x), (5.12)

avec ξ < 1 si la particule est piégée. La fréquence d’oscillation de l’électron peut s’écrire
donc comme :

Ω = Ω0 · f(ξ)

f(ξ) =
(
sin(πξ)
πξ

)1/6

où f(ξ) est une fonction permettant d’approcher le résultat exact avec une précision de
99 % pour ξ <0,999 [45].
Les particules piégées avec différentes énergies oscillent avec différentes fréquences. Les
particules avec de faibles valeurs ξ sont confinées au fond du puits de lumière quand
celles avec des valeurs de ξ élevées se retrouvent sur les extrémités du puits. La fréquence
d’oscillation décroît si l’énergie de la particule (son Hamiltonien) augmente. Les particules
au fond du puits décrivent de courtes trajectoires elliptiques fermées tandis que celles sur
les extrémités du puits décrivent de longues trajectoires elliptiques fermées limitées par la
séparatrice (voir figure 5.5). Le décalage en fréquence de rotation dans l’espace des phase
(x, vx/c) entre les particules piégées au fond et celles sur les bords du puits engendre les
structures galactiques représentées sur les figures ( 5.9(c), 5.9(d)). Le nombre de bras nr
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est égal au nombre de périodes d’oscillation effectuées sur toute la longueur d’interaction
nr = Li/LO. Un nouveau bras est créé sur chaque période d’oscillation moyenne de tous
les électrons piégés. Pour une grande longueur d’interaction l’espace des phases (x, vx/c)
peut être complètement rempli de bras (voir figure 5.9 d).
À partir de nos calculs numériques, il en ressort que l’espace des phases transverse est
complètement rempli de manière homogène au delà de 6 périodes d’oscillation des électrons
dans le puits pondéromoteur. Nous définissons donc un critère avec lequel on estime
la longueur d’homogénéisation de l’espace des phases en fonction du potentiel vecteur
normalisé a0, de la largeur du puits de potentiel LW et de l’énergie des électrons comme :

Li > 6γ · LW
a0

. (5.13)

En supposant que les électrons se propagent à c, on peut cependant définir un temps
minimal d’homogénéisation de l’espace des phases transverse comme :

ts = 6γLW
a0c

. (5.14)

Nous pouvons comparer les distributions électroniques pour des cas de propagation
libre et à travers un réseau optique intense. La figure 5.10(a) montre la fonction de
distribution après 1.5 mm de propagation libre (courbe bleu) et à travers le réseau
optique (courbe rouge). Les pics figurant dans la courbe rouge sont dus aux oscillations
des électrons dans le puits de potentiel. Les électrons sont comprimés dans le puits de
potentiel pondéromoteur et chaque pic est interprété comme une trace d’électrons piégés
dans le puits de lumière. Chaque pic de la courbe rouge correspond parfaitement à la
position d’un bras dans l’espace des phases de la figure 5.9 (c). La position des bras peut
être expliquée comme suit. Pour une longue distance d’interaction à travers le réseau
optique, la fonction de distribution électronique tend à se lisser et à ressembler à une
large distribution gaussienne avec plusieurs pics ( courbe noire de la figure 5.10 b) qui
correspond à un espace des phases transverse rempli presque complètement de bras (voir
figure 5.9 d). Comme la fréquence d’oscillation des électrons augmente avec l’éclairement
laser, l’espace des phases transverse des électrons peut être rempli totalement sur une
courte longueur d’interaction.
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réseau optique

(a) Propagation libre Vs propagation dans un réseau optique.
Courbe bleue: cas de la propagation libre. Courbe rouge: inter-
action sur Li = 1.5 mm à travers le réseau optique

(b) Propagation à travers le réseau optique pour différentes
longueurs d’interaction. Courbe rouge: longueur d’ interaction
Li = 1.5 mm. Courbe noire: longueur d’interaction Li = 6
mm.

Figure 5.10: Fonctions de distribution électronique transverse. Paramètres de simulations :
γ = 60, εN = 1, Σ = 2 mrad, a0 = 0.3, LR = 200 µm, θ = 10◦, λ = 800 nm. Remarque:
propagation libre a0 = 0.

5.6 Comparaison du cas d’une injection centrale et latérale du
paquet d’électrons dans le réseau optique

Une injection latérale du paquet d’électrons peut venir soit de la stabilité de pointé du
paquet d’électrons, soit des fluctuations dans le plan vertical du réseau optique. L’injection
latérale correspond au fait que le paquet d’électrons est injecté d’un angle αx dans le plan
(x, z) ou d’un angle αy dans le plan (y, z) ou avec les deux angles αx, αy simultanément.
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Nous présentons dans la figure 5.11 la comparaison des espaces des phases transverses
(x, vx/c) pour le cas d’une injection centrale 5.11 (a), et le cas où le paquet d’électrons
est injecté latéralement à droite d’un angle α = 0, 2◦ dans le plan (z, x) sur la figure 5.11
(b).
Dans le cas d’une injection centrale (αx = 0, figure 5.11 a); la répartition des électrons ainsi
que la rotation des bras au cours du temps d’interaction se fait de manière symétrique
autour des centres de chaque puits de potentiel. Dans le cas d’une injection latérale
(αx = 0.2◦, figure 5.11 b), la répartition des électrons ainsi que la rotation des bras au
cours du temps se produit de manière asymétrique soit à gauche, soit à droite de chaque
centre de chaque puits de potentiel, en fonction des conditions initiales d’injection.

(a) Injection centrale

(b) Injection latérale

Figure 5.11: a) : Espace des phases transverse pour le cas d’une injection centrale αx = 0. b)
: Espace des phases transverse pour le cas d’une injection latérale αx = 0, 2◦. Paramètres de
simulations : γ = 60, εN = 1, Σ = 2 mrad, a0 = 0.3, LR = 200 µm, θ = 10◦, λ = 800 nm.
Distance d’interaction Li = 1, 5 mm
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L’asymétrie de la répartition des bras est interprétée comme un effet de rebond des
électrons sur l’onde stationnaire [50]. Cet effet peut être observé en champ lointain par
l’apparition d’un épaulement sur la fonction de distribution des électrons comme illustré
sur la courbe bleue de la figure 5.12.

Figure 5.12: Courbe rouge : espace des phases transverse en champ lointain pour le cas d’une
injection centrale αx = 0. Courbe bleue : espace des phases transverse en champ lointain pour
le cas d’une injection laterale αx = 0, 2◦. Paramètres de simulations : γ = 60, εN = 1, Σ = 2
mrad, a0 = 0.3, LR = 200 µm, θ = 10◦, λ = 800 nm. Distance d’intéraction Li = 1, 5 mm

La figure 5.13 illustrent les variations du taux de piégeage en fonction de l’angle
d’injection αx. La vitesse transverse des électrons augmente avec l’angle d’injection, et
pour une valeur en radians :

αx >
2
√

2a0

γ
, (5.15)

le taux de piégeage des électrons devient nul.

À présent nous avons défini la condition de piégeage des électrons dans les puits de
potentiel pondéromoteurs et estimé les taux de piégeage en fonction de l’éclairement
laser, de l’énergie et dispersion, de la divergence angulaire et de l’angle d’injection. Nous
avons aussi proposé une formule pour le temps d’homogénéisation des espaces des phases
transverse (Eq (5.14)).
Dans la suite nous allons étudier les corrélations entre les électrons dans les espaces des
phases transverses via les paramètres de Twiss.
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Figure 5.13: Taux de piégeage des électrons en fonction de l’angle d’injection latérale αx.
Paramètres de simulations : γ = 60, divergence angulaire Σx = 2 mrad, émittance normal-
isée εN = 1 mm mrad, a0 = 0.3, LR = 200 µm, θ = 10◦, λ = 800 nm.

5.7 Analyse des espaces transverses via les paramètres de Twiss

L’évolution des caractéristiques macroscopiques d’un paquet d’électrons relativistes issu
d’un accélérateur conventionnel LINAC, ou d’un anneau de stockage à été étudiée et
discutée dans plusieurs articles et manuels de fonctionnement de ces machines. Comme
on l’a vu dans la section 5.2, une distribution d’électrons peut être représentée par une
ellipse dans l’espace des phases (x, vx/c) qui définit l’émittance de cette distribution. Cette
dernière augmente durant la propagation libre sous l’effet de la charge d’espace du paquet
d’électrons. Dans la physique de l’accélération, l’évolution de l’émittance au cours du
temps est complètement caractérisée par les fonctions de Twiss. Ce formalisme est aussi
appliqué pour l’étude de l’accélération des électrons par laser dans les références [190, 76].
L’ellipse représentant la distribution de particules piégées peut s’écrire comme :

εn,RMS = γTx
2 + 2αTx · (vx/c) + βT (vx/c)2,

où (γT , αT , βT )-sont les paramètres de Twiss qui peuvent être déduits de l’émittance
normalisée comme suit :

βT =< x2 >t /εn,RMS,

γT =< (vx/c)2 >t /εn,RMS,

αT =< x · (vx/c) >t /εn,RMS,

et où le paramètre αT décrit la corrélation entre la position et la vitesse transverse.
Cette même description peut être utilisée pour obtenir un aperçu quantitatif de l’évolution
d’une portion d’électrons piégés dans un puits de potentiel pondéromoteur. Nous pouvons
écrire la fonction de distribution des électrons piégés nt dans un seul puits pondéromoteur
en fonction de l’excursion moyenne Eq.(5.12) :

< ξ0 >=
∑
nt

ξ.
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Pour une fonction de distribution homogène dans la direction longitudinale, elle peut
s’écrire comme : f(x, vx, z, vz) = f(< ξ0 >, z, vz), où

< ξ0 >=
[
γ2

a2
0

nt∑
i=1

(vxi/c)2

nt
+ 1−

nt∑
i=1

cos(2k⊥xi)
]1/2

(5.16)

Les électrons piégés sont limités par la séparatrice dans l’espace des phases transverse
(x, vx/c), on peut donc estimer l’émittance moyenne d’une fraction d’électrons piégés
dans un seul puits pondéromoteur (−LW2 ≤ x ≤ LW

2 ) comme:

εn,RMS =
√
< x2 >< (vx/c)2 > − < x · vx/c >2

< x2 >=
∑nt
i=1 x

2
i

nt
−
(∑nt

i=1 xi
nt

)2

< (vx/c)2 >=
∑nt
i=1(vxi/c)2

nt
−
(∑nt

i=1(vxi/c)
nt

)2

< x · vx/c >=
∑nt
i=1 xi · (vxi/c)

nt
−
∑nt
i=1 xi ·

∑nt
i=1(vxi/c)

n2
t

où l’indice “t” se réfère aux particules piégées.

La figure 5.14 montre l’évolution de l’excursion moyenne ξ0 en fonction de la longueur
de la rampe pour deux paquets d’électrons d’énergie différentes. On peut voir que la
valeur maximale de l’excursion ξ0 n’excède pas 1 vérifiant la condition de piégeage.
L’excursion ξ0 oscille de manière amortie pour Γad =]0, 1] et reste quasi-constante
après. La variation de l’excursion ξ0 dans la première période d’oscillation est due
essentiellement au paramètre de corrélation αT . L’évolution du paramètre Twiss αT
au cours du temps pour γ = 60, est illustrée dans la figure 5.15. Il prend des valeurs
maximales sur la première période d’oscillation LO = 650 µm, oscille de manière amortie
puis tend vers sa valeur minimum de manière exponentielle. La courbe rouge représente
le fit analytique obtenu par l’équation suivante: αT (z) = Ae−D·z +E, avec A l’amplitude
à z = LO, c la vitesse de la lumière dans le vide, D = tsc le facteur d’amortissement et
E la valeur minimale.
Numériquement la plus petite valeur de αT est obtenue après 8 périodes d’oscillation ce
qui est en bon accord avec l’équation (5.14).
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Figure 5.14: Variation de l’excursion en fonction de la longueur de la rampe pour différentes
énergies du paquet d’électrons. Courbe bleue : γ = 60. Courbe rouge γ = 90. Les nombres
indiqués sur les figures représentent les valeurs correspondantes du paramètre adiabatique Γad.
Paramètres de simulations : a0 = 0.3, εN = 1, Σ = 2 mrad, LR = 100 µm, a0 = 0.3, θ = 10◦,
λ = 800 nm

Figure 5.15: Variation du paramètre Twiss αT au cours du temps. Paramètres de simulations
: a0 = 0.3, γ = 60, εN = 1, Σ = 2 mrad, LR = 100 µm, a0 = 0.3, θ = 10◦, λ = 800 nm

5.8 Injection brutale et adiabatique: énergie cinétique trans-
verse et longitudinale du paquet d’électrons

Dans cette partie nous étudions l’espace des phases transverse à la fin de la zone d’injection
pour deux régimes d’injection en fonction du paramètre d’adiabaticité introduit plus haut.
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La figure 5.16 montre l’espace des phases transverse pour différentes valeurs du
paramètre adiabatique obtenu en variant la longueur de la rampe. Le faisceau élec-
tronique occupe trois fois la largeur d’un puits pondéromoteur LW . La figure 5.16 a),
illustre l’espace des phases transverse pour un cas typique d’injection brutale ΓAd = 0.16
et la figure 5.16 b)- illustre celui d’un cas d’injection adiabatique ΓAd = 1. Le faisceau
d’électrons est entièrement découpé et la majorité des électrons sont piégés dans les puits
pondéromoteur dans la montée de la rampe avant même d’atteindre la zone du plateau
pour le cas d’une injection adiabatique. En revanche dans le cas de l’injection brutale,
le faisceau d’électrons oscille de manière homogène dans l’espace des phases transverse
(x, vx/c).

Pour estimer la variation de la vitesse transverse dans l’étape de l’injection, nous
considérons les équations de la dynamique suivantes:

dPx
dt

= −dVpot
dx

dPx
dt

= −mec
2a2

0
γ

2k⊥sin(2k⊥x) z
LR

Remplaçons Px = γmevx et intégrons jusqu’à un temps correspondant au temps de la
montée de la rampe trampe = LR/c, nous obtenons :

vx(trampe)
c

= −k0ca
2
0sin(θ)
γ2 sin(2k⊥x)trampe

vx(trampe)
c

= − a2
0c

γLW
sin(2k⊥x)trampe

avec LW = λ0/2sin(θ) la largeur du puits de potentiel pondéromoteur.

H = γmev
2
x

2 + mec
2a2

0
γ

sin2(2k⊥x). (5.17)

Intégrons cette équation par rapport au temps:

vx(tinj)
c

= 2a2
0

γ2 sin(2k⊥x) cos(2k⊥x) LR
LW

(5.18)

Comme le montre la figure 5.16 a), la courbe bleue correspond à la solution analytique
de l’équation (5.18), qui est en bon accord avec les simulations numériques. Ce fit
reste valable pour des valeurs du paramètre adiabatique Γad ∼ 0.5 soit une demi-période
d’oscillation de l’électron dans le puits de potentiel. Un développement analytique
d’ordre supérieur doit être considéré pour représenter l’évolution de l’espace des phases
dans le temps pour Γad > 0.5.

Nous étudions maintenant la variation de la densité électronique et de l’énergie
cinétique transverse pour différents temps d’injection tinj = LR/c. Les nombres sur
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(a) Espace des phases (x, vx/c) après 50 µm de propagation
dans trois puits pondéromoteurs.

(b) Espace des phases (x, vx/c) après 160 µm de propagation
dans trois puits pondéromoteurs.

Figure 5.16: Espaces des phases transverse (x, vx)/c pour différentes longueurs de rampe.
Paramètres de simulation: γ = 60, εN = 1, Σ = 2 mrad, a0 = 0.3, θ = 10◦, λ = 800 nm.

les figures 5.18a) et 5.18b) représentent les valeurs du paramètres adiabatique Γad
correspondant aux différentes longueurs de la rampe. La concentration d’électrons piégés
dans les puits de potentiel pondéromoteur augmente en fonction de la longueur de la
rampe, et devient constante pour une injection adiabatique Γad >= 1, tandis que l’énergie
cinétique transverse décroit en fonction de la longueur de la rampe (voir figure 5.18b).
Ce comportement peut être expliqué comme suit : dans le cas de l’injection brutale,
les électrons subissent de manière violente la force pondéromotrice. Les particules sont
vite ralenties, déviées et comprimées dans les puits de potentiel pondéromoteur. Leur
énergie cinétique transverse est augmentée ce qui leur permet de franchir le maximum de
l’énergie potentielle des puits pondéromoteurs et de s’échapper de la région d’interaction.
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(a) Taux de piégeage des électrons en fonction de la longueur de
la rampe linéaire pour différentes énergies du paquet d’électrons.
Paramètres de simulation: a0 = 0.3; λ = 800 nm; θ = 10◦;
Σ = 2 mrad;δγ/γ = 0.01; nombre de macro- 105.

(b) Énergie cinétique transverse en fonction de la longueur de
la rampe linéaire pour différentes énergies du paquet d’électrons.
Paramètres de simulations : a0 = 0.3; λ = 800 nm; θ = 10◦;
Σ = 2 mrad;δγ/γ = 0.01; nombre de macro-particules 105.

Figure 5.17: Taux de piégeage et énergie cinétique transverse des électrons en fonction de la
longueur de la rampe linéaire pour différentes énergies du paquet d’électrons.

Inversement, dans le cas de l’injection adiabatique, les électrons sont ralentis de manière
douce, comprimés dans les puits de potentiel pondéromoteur tout en conservant leur
énergie cinétique transverse. La figure 5.18b) illustre la variation de l’énergie cinétique
transverse pour deux valeurs d’énergie du paquet d’électrons. La valeur maximale de la
courbe bleue (γ = 60) est inférieure à 0.5 ce qui signifie que la majorité des particules
sont confinées au fond du puits de potentiel, quant à la courbe rouge (γ = 90), sa
valeur maximale est approximativement égale à 0.5 ce qui correspond à une distribution
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homogène de particules dans les puits de potentiel pondéromoteur.

À partir de l’équation (5.18) et de la condition de piégeage (5.7), nous obtenons la
vitesse transverse moyenne des particules piégées comme :

< vx(tinj)/c >= a2
0
γ2
LR
LW

=
√

2a0

γ
. (5.19)

Pour un jeu de paramètres laser a0, θ, λ et d’énergie d’électrons γ, nous pouvons calculer
la longueur de la rampe nécessaire pour passer d’un régime d’injection brutale vers un
régime d’injection adiabatique Γad = 1 comme suit :

LR,transition =
√

2γLW
a0

, (5.20)

qui est en excellent accord avec les calculs numériques.

5.9 Estimation de la variation de l’énergie cinétique longitudi-
nale des particules piégées

En supposant que vz >> vx, la variation de l’énergie cinétique totale d’une particule peut
s’écrire comme:

mec
2dγ

dt
= −vz

dPz
dt

(5.21)

où Pz est l’impulsion longitudinale de l’électron. D’autre part la variation de l’impulsion
longitudinale au cours du temps peut être obtenue en dérivant le potentiel pondéromoteur
par rapport à z:

dPz
dt

= −mec
2a2

0
2γLR

(1− cos(2k⊥x)) (5.22)

Combinons maintenant les équations 5.21 et 5.22, et en remplaçant vz by dz/dt:

mec
2dγ

dt
= dz

dt

mec
2a2

0
2γLR

(1− cos(2k⊥x))

dγ = a2
0

2γLR
(1− cos(2k⊥x)) dz

Intégrons maintenant par rapport à z de z = [0 LR]∫ γf

γi
γdγ =

∫ LR

0
− a2

0
2LR

(1− cos(2k⊥x)) dz

nous obtenons l’équation suivante:

γ
(
γf

2 − γi2
)

= −c
2a2

0
2 (1− cos(2k⊥x̃))

où γi et γf sont les facteurs de Lorentz initial et final de la particules du début de la
rampe linéaire jusqu’à la région du plateau et x̃ est la position transverse de la particule
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à la fin de la zone d’injection. De façon générale γf ∼ γi, l’équation précédente peut donc
s’écrire:

γi (γf − γi) = −a
2
0

2 (1− cos(2k⊥x̃))

En supposant maintenant des faibles variations d’énergie δγ = γf − γi, et en prenant la
moyenne de < (1− cos(2k⊥x̃)) >= 1, nous obtenons la moyenne de la décélération des
particules piégées le long de la rampe linéaire peut s’écrire:

<
∆γ
γi

>= (a0

γi
)2, (5.23)

Les figures 5.18 montrent la décélération moyenne des particules piégées. La figure
5.18 a) en fonction de différentes énergies du paquet d’électrons pour les paramètres de
simulation suivants : a0 = 0.3; λ = 800 nm, θ = 10◦, Σ = 2 mrad, δγ/γ = 0.01, LR = 450
µm. La figure 5.18 b) montre la décélération en fonction du potentiel vecteur normalisé
pour les suivants paramètres de simulations : γ = 100, λ = 800 nm, θ = 10◦, Σ = 2
mrad, δγ/γ = 0.01, LR = 450 µm.
La décélération du paquet d’électrons diminue de manière quadratique quand l’énergie
du paquet d’électrons augmente (figure 5.18 a). Les résultats des calculs numériques
représentés par les points noirs sont en bon accord avec l’estimation analytique représen-
tée par la courbe rouge. À l’inverse pour une valeur de γ fixe, le ralentissement des
particules, calculé numériquement (point noirs) et analytiquement (courbe rouge) par
l’équation (5.23), augmente de manière quadratique avec le potentiel vecteur a0.
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stationnaire intense

(a)

(b)

Figure 5.18: a) Ralentissement moyen des particules en fonction de l’énergie initiale du paquet
d’électrons. Paramètres de simulation : a0 = 0.3; λ = 800 nm; θ = 10◦; Σ = 2 mrad;δγ/γ = 0.01;
LR = 450 µm.
b) Ralentissement moyen des particules en fonction du potentiel vecteur normalisé a0.
Paramètres de simulation : a0 = 0.3; λ = 800 nm; θ = 10◦; Σ = 2 mrad;δγ/γ = 0.01; LR = 450
µm.

5.10 Conclusion

Pour remplir complètement le puits de potentiel par des électrons, on peut définir un
réseau optique qui correspondra aux paramètres physiques du paquet d’électrons ( énergie,
divergence). Avec RELIC, il nous est possible de trouver les meilleurs régimes d’injection
pour un jeu de paramètres du paquet d’électrons et du réseau optique. Une fois que les
paramètres optimum sont cernés via RELIC, une simulation avec un code d’amplification
du rayonnement comme EWOK, PLARES peut être effectuée pour évaluer l’amplification
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et le gain des rayons X.
L’augmentation de l’éclairement laser élève la densité d’électrons piégés et croît de manière
linéaire le gain FEL donné par l’équation (3.36) de la théorie cinétique. Cependant si
on augmente trop l’éclairement laser, les particules seront confinées au fond du puits de
potentiel. Les particules auront une faible excursion et dans ce cas les électrons verront
plus des régions où le champ électrique est faible. En outre le fort éclairement laser
augmente la température longitudinale du paquet d’électrons ce qui est néfaste pour le
gain. Un bon compromis des paramètres physiques doit donc être choisis afin d’avoir
un meilleur gain FEL. Le chapitre qui suit est dédié à l’application des études de la
dynamique et de l’injection sur l’amplification.
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Chapitre 6

Applications de la dynamique
d’injection du paquet d’électrons sur
l’amplification du rayonnement

Nous explorons dans cette partie les effets de la dynamique d’injection sur l’amplification
du rayonnement en terme de gain et de cohérence. Comme il a été décrit dans le chapitre
3, le battement des ondes laser de fréquence ω0 du réseau optique et de l’onde X émise
par un électron à la fréquence Stokes ωs engendre un potentiel pondéromoteur dans la
direction longitudinale à la propagation des électrons responsable du découpage graduel
du paquet d’électrons en micro-paquets au cours du temps (voir figure 6.1). Le couplage
auto-consistant des ondes laser, de l’onde plasma et de l’onde X émise par les électrons
déclenche une instabilité, analogue à la diffusion Raman dans les plasmas, mais à la dif-
férence que l’onde plasma ici est plutôt une oscillation collective du paquet d’électrons dans
le puits de potentiel pondéromoteur. Il est aussi analogue au processus d’amplification
des Lasers à Électrons Libres FEL basés sur des régimes d’amplification Compton mais
le regroupement des électrons en micro-paquets n’est pas longitudinal et statique (dans
le référentiel des électrons), mais plutôt en micro-paquets qui oscillent dans la direc-
tion transverse et ont une vitesse longitudinale. Le regroupement dans ce cas est plutôt
asymétrique dans chaque puits de potentiel pondéromoteur ( voir les figures 6.1 de (f) à
(i) ).

Pour l’étude des effets de l’injection sur l’amplification du rayonnement et du gain,
nous simulons dans un premier cas via EWOK l’interaction d’un paquet d’électrons mod-
érément relativistes γ = 10 sans tenir compte de la dispersion en énergie δγ/γ = 10−4.
Nous choisissons les paramètres du paquet d’électrons de manière à obtenir une injec-
tion dans un seul puits pondéromoteur σx/LW = 1. Nous considérons que le paquet
d’électrons a une densité normalisée ne/nc = 8 ·10−5 où nc est la densité critique du laser.
Le réseau optique est stationnaire d’amplitude a0 = 0.1 au plateau et l’angle d’incidence
de l’impulsion laser par rapport à l’axe de propagation des électrons est choisi égal à
θ = 10◦. La vitesse transverse des particules est choisie de sorte à ne pas excéder la
séparatrice dans l’espace des phases transverse des électrons vx/c <

√
2a0/γ en accord

avec la condition de piégeage (5.7). Les dimensions de la boîte de simulation sont définies
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(a) Temps 0τ0 (b) Temps 80τ0 (c) Temps 160τ0

(d) Temps 280τ0 (e) Temps 340τ0 (f) Temps 520τ0

(g) Temps 580τ0 (h) Temps 840τ0 (i) Temps 1900τ0

Figure 6.1: Évolution de la densité électronique dans le puits de potentiel pondéromoteur au cours
du temps d’interaction. Regroupement des électrons en micro-paquets de manière asymétrique.
Paramètres de simulation : a0 = 0.1; λ = 1 µm; θ = 10◦; aseed = 10−6; Σ = 3 mrad;γ = 10;
β⊥ = 0.1; δγ/γ = 10−4. Densité électronique normalisée ne = 8 · 10−5. Nombre de macro-
particules 2 · 105. Temps d’injection tinj = 20.

comme : (lx = 5λ0, lz = 70.2λ0) dans les directions transverse et longitudinale respective-
ment. Ces tailles spécifiques de la boîte de simulation nous permettent de satisfaire les
conditions aux bords le long de l’axe z des ondes laser et l’onde X émise par l’électron
comme :

ks = k0

(
1− N1λ0

lz

)
,

lz
λ0

= N2

1− βz
,

où (ks, k0) les vecteurs d’onde de l’onde signal et laser respectivement, N1 et N2 des nom-
bres entiers.
En ce qui concerne les conditions aux bords dans la direction transverse x, elles sont
absorbantes pour les ondes électromagnétiques.
Pour les particules, les conditions aux bords sont ré-entrantes dans la direction longitu-
dinale ce qui permet de simuler le mouvement d’une particule pour de longues distances
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d’interaction. Les conditions aux bords dans la direction transverse sont absorbantes pour
les particules afin de simuler uniquement celles qui sont piégées dans un puits de lumière.
Dans les calculs qui suivent nous avons simulé le mouvement de 2 · 106 macro-particules
et pour la reproductibilité des résultats nous imposons à l’onde X émise de démarrer d’un
signal égal à aseed = 10−6 afin d’éviter l’amplification du bruit numérique.

6.1 Effet de la dynamique électronique sur l’amplification

Dans un premier cas d’études, nous étudions l’effet de la dynamique électronique sur
l’amplification du rayonnement. Nous choisissons une longueur de rampe LR = 20 c · τ0,
suivi d’un plateau d’éclairement constant de longueur 2000 cτ0.
La figure 6.2 (a) illustre l’évolution de l’amplitude de l’onde signal normalisée au po-

Figure 6.2: Évolution de l’amplitude moyenne de l’onde signal normalisée à a0 au cours du temps.
Paramètres de simulation : a0 = 0.1; λ = 1 µm; θ = 10◦; aseed = 10−6; Σ = 3 mrad;γ = 10;
β⊥ = 0.1; δγ/γ = 10−4; tinj = 20. τ0. Densité électronique normalisée ne = 8 · 10−5. Nombre
de macro-particules 2 · 106.

tentiel vecteur normalisé a0 au cours du temps dans le référentiel des électrons. On peut
observer une croissance exponentielle de l’onde signal au temps normalisé t = [80, 650]τ0,
suivie d’une saturation aux temps supérieurs. On peut aussi remarquer des modula-
tions dans le front montant de la courbe du gain qui correspondent au début de la zone
d’interaction. La figure Figure 6.2 (b) représente un zoom dans l’intervalle de temps
t = [100, 650]τ0, montrant des oscillations à une période mesurée numériquement de 87τ0,
qui correspond approximativement à la période d’oscillation transverse des particules dans
le référentiel propre des électrons T = 2π/γΩ0. Notons que la croissance de la courbe
du gain diminue sur une demi période des électrons puis augmente à nouveau sur l’autre
demi période ce qui s’interprète comme un échange d’énergie entre le faisceau d’électrons
et le réseau optique sur chaque demi période d’oscillation transverse des électrons [50].
Une modulation à Ω0 de l’onde signal à la fréquence ω0 − Ω0 peut correspondre soit aux
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composantes de l’onde signal à ω0 − 2ω0 ou à une autre composante à ω0. En effet les
analyses en temps des espaces des phases (figures 6.3), des distributions électroniques
(figures 6.1) montrent que l’onde signal présente une contribution importante du mode
Compton à la fréquence ω0. Nous observons donc une compétition entre les modes Raman

(a) Temps 0τ0 (b) Temps 40τ0 (c) Temps 80τ0

(d) Temps 280τ0 (e) Temps 340τ0 (f) Temps 520τ0

(g) Temps 580τ0 (h) Temps 840τ0 (i) Temps 1900τ0

Figure 6.3: Évolution de l’espace des phases transverse (x, vx/c) dans le puits de potentiel
pondéromoteur au cours du temps d’interaction. Symétrie de la distribution des bras en (−x, x)
qui tournent dans l’espace des phases transverse à la fréquence Ω0. Paramètres de simulation :
a0 = 0.1; λ = 1 µm; θ = 10◦; aseed = 10−6; Σ = 3 mrad;γ = 10; β⊥ = 0.1; δγ/γ = 10−4. Den-
sité électronique normalisée ne = 8 ·10−5. Nombre de macro-particules 2 ·105. Temps d’injection
tinj = 20.

1 et Compton2 (voir les figures 6.1 de (d) à (i)) bien que ce dernier ne soit pas adapté
en phase. Bien qu’une analyse détaillée dans un cadre théorique cinétique soit néces-
saire, nous proposons l’interprétation suivante. Après la phase d’injection et le début
de l’amplification, on a simultanément deux sortes de regroupements des électrons. Le
premier est un regroupement des électrons dans l’espace longitudinal et transverse (z, x)
, avec un regroupement asymétrique tel qu’expliqué dans la section 3.2. Le second est un
regroupement des électrons dans l’espace des phases transverse (x, vx/c) résultant en une

1Dans le cas où le mode Raman est développé les électrons se regroupent de manière asymétrique
2Le cas du mode Compton correspond à un regroupement en micro-paquets des électrons de manière symétrique
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symétrie dans la distribution des bras en (−x, x) qui tournent dans l’espace des phases
transverse à la fréquence Ω0. La combinaison de ces deux regroupements engendre une
variation de l’amplification, absorption et émission d’énergie par les électrons sur chaque
période d’oscillation 2π/Ω0. Le battement induit est à la fréquence du mode Compton, ce
qui permet le développement provisoire de ce dernier. Le mode Raman l’emporte ensuite
sur le mode Compton en raison de l’homogénéisation progressive de la répartition spatiale
des particules dans l’espace des phases transverse (figure 6.3). On peut aussi mentionner
que le temps auquel la saturation de l’amplification est atteinte (dans cette simulation à
tsat = 650τ0), correspond également au temps d’homogénéisation de l’espace des phase
obtenue par l’équation (5.14) dans le référentiel du laboratoire. Ceci est également en
bon accord avec la disparition progressive des oscillations dans le front montant de la
courbe de croissance dans sa partie supérieure.

6.2 Effet du régime d’injection sur l’amplification

Nous allons voir maintenant l’effet du régime d’injection sur l’amplification du rayon-
nement.
Nous rappelons ici que le régime d’injection adiabatique correspond aux valeurs du
paramètre adiabatique Γad ≥ 1 et dans le cas opposé l’injection est dite brutale.
Dans un premier cas d’étude nous négligeons l’effet de la divergence angulaire (Σy = 0)
dans la direction latérale y et la dispersion en énergie δγ/γ = 10−4. Nous commençons
d’abord par un paquet d’électrons modérément relativiste γ = 10 avec une divergence
angulaire dans la direction x égale à Σx = 1 mrad. Nous considérons que le potentiel
vecteur normalisé au plateau du réseau optique est égal à a0 = 0.1 et que l’angle θ = 10◦.
Dans cette étude, nous prenons une distance d’interaction Li fixe et nous allons varier la
longueur de la rampe linéaire afin d’injecter le paquet d’électrons de manière brutale ou
adiabatique et étudier l’effet de l’injection sur l’amplification.

La figure 6.5 illustre l’amplification de l’amplitude de l’onde signal normalisée au po-
tentiel vecteur du champ laser pour deux régimes d’injection : injection brutale en bleu
et injection adiabatique en rouge. Deux observations majeures peuvent êtres tirées à pre-
mière vue. La croissance de l’amplification est plus élevée dans le cas de l’injection brutale
et la saturation qui arrive rapidement en comparaison du cas de l’injection adiabatique.
Le fait que la croissance du gain démarre sur des temps courts dans le cas de l’injection
brutale vient du fait que les électrons sont rapidement piégés dans les puits pondéromo-
teurs, interagissent avec le réseau optique et déclenchent rapidement l’instabilité Raman.
Les fits des courbes d’amplification donnent un taux de croissance de 1.46 · 10−2 avec un
niveau de saturation de 1.46 · 10−2 pour l’injection brutale (courbe bleue) et 6.83 · 10−3

avec un niveau de saturation de 6.95 ·10−5 pour l’injection adiabatique (courbe rouge), un
comportement a priori anormal puisque le taux de piégeage des électrons est plus grand
dans le cas d’une injection adiabatique.
Pour expliquer cet effet nous traçons sur la figure 6.5 a) le ralentissement moyen longi-
tudinal du paquet d’électrons (courbe bleue). Cette courbe illustre que les électrons sont
ralentis plus fortement dans le cas de l’injection brutale (Γad < 1) comparé à une injection
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Figure 6.4: Évolution de l’amplitude moyenne de l’onde signal normalisée à a0 en fonction
de la longueur de la rampe linéaire au cours du temps. Paramètres de simulation : a0 = 0.1;
λ = 1 µm; θ = 10◦; aseed = 10−6;divergence angulaire (Σx,Σy) = (1, 0)mrad, γ = 10; β⊥ = 0.1;
δγ/γ = 10−4. Densité électronique normalisée ne = 8 ·10−5. Nombre de macro-particules 2 ·105.
Courbe bleue: temps d’injection tinj = 20 τ0. Courbe rouge: temps d’injection tinj = 400 τ0.

Figure 6.5: Ralentissement moyen des électrons en fonction de la longueur de la rampe. a) :
paquet d’électrons modérément relativiste γ = 10. b) : paquet d’électrons relativiste γ = 100.
Les nombres sur les courbes sont les valeurs du paramètre adiabatique Γad.
Paramètres de simulation : a0 = 0.1; λ = 1 µm; θ = 10◦; aseed = 10−6; divergence angulaire
(Σx,Σy) = (1, 0)mrad; γ = 10; β⊥ = 0.1; δγ/γ = 10−4. Densité électronique normalisée
ne = 8 · 10−5. Nombre de macro-particules 2 · 105.

adiabatique. L’énergie cinétique longitudinale perdue par les électrons est transférée en
énergie cinétique transverse. Ce gain en énergie transverse permet aux électrons d’avoir
une grande excursion

ξ2 = γ2

a2
0

(
vx
c

)2
+ sin2(2k⊥x),
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d’exploiter toute la hauteur du puits de potentiel et de mieux contribuer ainsi à
l’amplification.

Nous nous intéressons maintenant au cas d’électrons plus fortement relativistes, et
considérons un paquet d’électrons avec un γ = 100, une divergence angulaire de 1 mrad
et de dispersion en énergie quasi-nulle δγ/γ = 10−4. Nous gardons le même angle θ = 10◦

ainsi que la valeur du potentiel vecteur normalisé a0 = 0.1. Avec ces paramètres la période
d’oscillation spatiale des électrons est égale à 4 mm. Sur la figure 6.6, nous traçons la

Figure 6.6: Évolution de la puissance moyenne de l’onde émise en fonction de la longueur de
la rampe linéaire au cours du temps. Paramètres de simulation : a0 = 0.1; λ = 1 µm; θ = 10◦;
aseed = 10−6; divergence angulaire (Σx,Σy) = (1, 0)mrad, δγ/γ = 10−4. Densité électronique
normalisée ne = 8 · 10−5. Nombre de macro-particules 2 · 105. Courbe bleue: temps d’injection
tinj = 20 τ0. Courbe rouge: temps d’injection tinj = 400 τ0. Simulation effectuée via le code
PLARES par Igor Andriyash.

puissance du rayonnement émis au cours du temps pour deux longueurs de rampe. La
courbe bleue pour une longueur de rampe égale à 100 µm (Γad = 0.024), et la courbe verte
pour une longueur de rampe égale à 1mm (Γad = 0.24). Même si la longueur de la rampe
fait 1 mm dans le cas de la courbe verte, on reste toujours dans un régime d’injection
brutale.
Les deux courbes de la figure 6.6 ont quasiment la même pente et le même niveau de
saturation. Le ralentissement moyen des particules représenté par la courbe rouge dans la
figure 6.5 b) est quasi constant. Les électrons dans ce cas ont la même vitesse transverse
et la même excursion. On conclut donc que pour des électrons de haute énergie, il est
difficile d’atteindre expérimentalement le régime d’injection adiabatique. Nous concluons
aussi de cette partie que l’effet d’injection brutale favorise le gain laser ainsi que le niveau
de saturation.
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6.3 Effet de l’éclairement laser sur l’amplification

D’après les courbes tracées dans la figure 5.6 le taux de piégeage des électrons dans les
puits pondéromoteurs est proportionnel à la valeur de l’éclairement laser. D’autre part,
le paramètre Pierce obtenu à partir du modèle cinétique développé dans la référence [98]
et résumé dans la section 3.3 s’écrit :

ρ0 =
(

a0n0

12πγ3
b (1− cos θ)2

)1/3

Lg = λu

4π
√

3ρ
(6.1)

où a0 est le potentiel vecteur normalisé, n0 la densité d’électrons piégés, γ le facteur de
Lorentz des électrons et λu la période de l’onduleur optique. On s’attend donc à une
croissance du gain en fonction de l’éclairement laser, car accroitre ce dernier augmente la
densité d’électrons piégés et le paramètre Pierce.

Nous allons voir l’amplification du rayonnement en fonction de l’éclairement laser sans
tenir compte de la dispersion en énergie et pour une longueur de rampe nulle. La figure

Figure 6.7: Évolution de la puissance moyenne de l’onde signal en fonction du potentiel vecteur
a0. Courbe bleue a0 = 0.1, courbe verte a0 = 0.2, courbe rouge a0 = 0.3. Paramètres de
simulation : λ = 1 µm; θ = 10◦; aseed = 10−6; divergence angulaire (Σx,Σy) = (1, 0)mrad;
γ = 100; δγ/γ = 10−4. Densité électronique normalisée ne = 8 · 10−5. Nombre de macro-
particules 2 · 105. Simulation effectuée via le code PLARES par Igor Andriyash

6.7 illustre la variation de la puissance au cours du temps en fonction du potentiel vecteur
( courbe bleue a0 = 0.1, courbe verte a0 = 0.2 et la courbe rouge a0 = 0.3). La croissance
est plus rapide au début de l’interaction pour des éclairements laser élevés, les électrons
sont rapidement piégés et oscillent transversalement ce qui déclenche rapidement aussi
l’instabilité Raman. Nous remarquons aussi que la pente de la courbe verte (a0 = 0.2) est
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supérieure à la pente de la courbe bleue, ce qui confirme une augmentation du gain en
fonction de l’éclairement laser malgré une baisse légère du niveau de saturation comparé à
la courbe bleue. D’un autre côté l’augmentation de l’éclairement laser fait chuter le gain
et le niveau de saturation pour a0 = 0.3. Un tel comportement est en opposition avec la
formule du gain (6.1).
Pour expliquer la chute du gain en fonction de l’éclairement laser, nous nous tournons
vers la dynamique électronique via le code PLARES [151] dans le référentiel propre de
l’électron, et qui tient compte à la fois de la force pondéromotrice du réseau optique et
de l’onde de battement engendrée par le couplage de l’onde signal et le réseau optique;
et via RELIC pour tracer les trajectoires électroniques ainsi que l’estimation des énergies
des particules.
Sur les figures 6.8, nous montrons des distributions électroniques dans le plan (x, z) à la
saturation du rayonnement émis, en fonction du potentiel vecteur a0. Le regroupement
des électrons en micro-paquet (phénomène du bunching) diminue au fur et à mesure que
le potentiel vecteur augmente.

(a) (b) (c)

Figure 6.8: Tranches des distributions électroniques dans le plan (x, z) à la saturation du ray-
onnement émis, en fonction du potentiel vecteur a0. Paramètres de simulation : λ = 1 µm;
θ = 10◦; aseed = 10−6; divergence angulaire (Σx,Σy) = (1, 0)mrad; γ = 100; δγ/γ = 10−4.
Densité électronique normalisée ne = 8 · 10−5. Nombre de macro-particules 2 · 105. Simulation
effectuée via le code PLARES par Igor Andriyash

Une première explication possible à cet effet est l’augmentation de la température
longitudinale du paquet d’électrons de manière quadratique avec le potentiel vecteur du
laser

∆γ
γ

= a2
0
γ2 .

L’application numérique de ces paramètres donne un élargissement en température de
((0.32− 0.12)/1002 = 8 · 10−6). Or les calculs RELIC montrent que le taux de piégeage de
ce paquet d’électrons est supérieur de 30% quand on passe d’un potentiel vecteur a0 = 0.1
à a0 = 0.3, ce qui doit normalement compenser l’effet de l’élargissement thermique. Nous
proposons alors une autre explication. Nous illustrons d’abord la trajectoire transverse
d’une particule soumise à différents éclairement laser dans la figure 6.9.

Comme on peut le voir, à fort éclairement laser les particules sont plus nombreuses
mais elles sont plus confinées au fond du puits de potentiel pondéromoteur. Leur excursion
moyenne est faible, et les électrons oscillent à des hautes fréquences Ω dans des zones du
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Figure 6.9: Trajectoire transverse d’un électron au cours du temps en fonction du potentiel
vecteur a0. Courbe bleue a0 = 0.1, courbe verte a0 = 0.2, courbe rouge a0 = 0.3. Paramètres de
simulation : λ = 1 µm; θ = 10◦; divergence angulaire (Σx,Σy) = (1, 0) mrad; γ = 100.

puits de potentiel où le champ laser est presque nul ce qui diminue le couplage des ondes
laser et le rayonnement émis.
On peut donc considérer que beaucoup d’électrons piégés à fort éclairement laser sont des
électrons spectateurs.
Une autre contribution à la diminution du gain laser est que les électrons sont piégés
rapidement à fort éclairement laser; l’onde signal est émise très tôt, cette même onde
signal va chauffer les électrons et induire un élargissement thermique. L’amplification
dans ce cas n’est plus linéaire. La saturation est alors induite par deux phénomènes : le
regroupement des électrons et le désaccord des électrons à la fréquence de résonance causé
par le chauffage thermique.

La conclusion de cette partie est que pour avoir une émission cohérente, il faut adapter
le réseau optique (éclairement, angle θ, largeur du puits) aux caractéristiques physiques
du paquet d’électrons (charge, énergie, dispersion et taille).

6.4 Effet de la densité de charge

Une question récurrente est l’effet de la charge, et donc de la charge d’espace, sur la
diffusion Raman. Pour étudier cet aspect, nous nous plaçons à faible éclairement laser
a0 = 0.1 et nous essayons de voir l’amplification du rayonnement en fonction de la densité
électronique. Pour ceci on utilise le code EWOK avec les mêmes paramètres laser et des
dimensions de la boîte de simulation que dans la figure 6.4, et sans tenir compte des effets
de dispersion en énergie et d’injection (longueur de rampe nulle). Nous traçons l’évolution
de l’amplitude de l’onde signal normalisée à a0 au cours du temps pour différentes valeurs
de densité électronique : courbe bleue ne/nc = 9 · 10−5, courbe verte ne/nc = 4.6 · 10−5 et
courbe rouge ne/nc = 4.6 · 10−6. Rappelons que nc est la densité critique à la fréquence
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du laser.
Pour une faible densité électronique (courbe rouge) l’amplification est faible. Pour des
densités élevées (courbes verte et bleue), le gain aux premiers instants de l’interaction
augmente avec la densité électronique. La saturation vient en premier pour la courbe
bleue avec la plus forte densité électronique où elle est élevée d’un facteur 1.95 par rap-
port à la courbe verte.
En comparaison du cas étudié dans la section précédente où on augmente la densité

Figure 6.10: Évolution de la puissance moyenne de l’onde signal au cours du temps pour
différentes densités électroniques : courbe bleue ne/nc = 9 ·10−5, courbe verte ne/nc = 4.6 ·10−5,
courbe rouge ne/nc = 4.6 · 10−6. Paramètres de simulation : a0 = 0.1, λ = 1 µm; θ = 10◦;
aseed = 10−6; divergence angulaire (Σx,Σy) = (1, 0)mrad; γ = 10; δγ/γ = 10−4, Nombre de
macro-particules 2 · 105.

d’électrons en élevant l’éclairement laser, les courbes tracées dans la figure 6.10 montrent
que l’amplification dépend du rapport Ω0

Ωpe . Selon les valeurs de la fréquence plasma élec-
tronique et la fréquence d’oscillations des électrons dans les puits de potentiel pondéro-
moteurs des modes Raman basées sur des oscillations plasma électroniques (ondes de
Langmuir) peuvent aussi se développer. Pour démontrer ceci nous présentons dans la
figure 6.11, une analyse fréquentielle des modes transverses couplés en fonction de la
densité électronique. Sur la figure 6.11 a), le mode Stokes est centré sur une fréquence
normalisée donnée dans le référentiel de l’électron à 0.015 ω0. Le mode Stokes apparaît
ici comme faible, tandis que le mode Compton est dominant à la fréquence nulle.
Pour une densité un peu plus élevée 6.11b), le modes Stokes est amplifié. Deux lobes ap-
paraissent de manière symétrique autour de l’axe x = 0. Ceci explique aussi que l’émission
du rayonnement au fond du puits de potentiel est nulle vu que le champ électromagnétique
laser est assez faible pour que le couplage des modes laser et électroniques soit efficace.
Pour une densité encore plus élevée (figure 6.11 c)), le mode Stokes est dominant,
ce qui est en accord avec la courbe bleue de la figure 6.10. On remarque aussi le
développement de deux modes secondaires : un mode plasma à la fréquence normal-
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isée ωpe =
√

ne
nc
∼ 0.003, et un autre mode symétrique lui aussi par rapport à l’axe x = 0

mais moins intense que le mode Stokes. Ce nouveau mode situé entre la fréquence fonda-
mentale du mode Stokes et la fréquence plasma est du à la forte densité d’électrons et à
leur oscillation à une autre fréquence excitatrice.

(a) ne/nc = 4.6 · 10−6 (b) ne/nc = 4.6 · 10−5

(c) ne/nc = 9 · 10−5

Figure 6.11: Tranches des distributions électroniques dans le plan (x, z) à la saturation du
rayonnement émis, en fonction du potentiel vecteur a0. Paramètres de simulation : λ = 1 µm;
θ = 10◦; aseed = 10−6; divergence angulaire (Σx,Σy) = (1, 0)mrad; γ = 100; δγ/γ = 10−4.
Densité électronique normalisée ne = 8 · 10−5. Nombre de macro-particules 2 · 105.

Ces nouveaux résultats d’études montrent que la physique du LEL Raman est très
riche et est encore loin d’être totalement comprise, particulièrement sur les processus
d’amplification non-linéaire [50].

6.5 Effet de la divergence angulaire sur l’amplification

Nous allons étudier maintenant l’effet de la divergence angulaire dans la direction latérale
y. Pour cela, nous considérons un paquet d’électrons relativiste γ = 100 avec une
divergence angulaire dans la direction x égale à Σx = 1 mrad fixe et de dispersion en
énergie quasi-nulle δγ/γ = 10−4. Nous considérons un réseau optique sans rampe dans
lequel le potentiel vecteur normalisé au plateau du réseau optique est à a0 = 0.1 avec un
angle θ = 10◦.
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Figure 6.12: Évolution de la puissance moyenne de l’onde signal en fonction de la divergence
angulaire Σy. a) : Σy = 0 mrad. b) : σy = 0.3 mrad. Paramètres de simulation : a0 = 0.1, λ = 1
µm; θ = 10◦; aseed = 10−6; divergence angulaire (Σx,Σy) = (1, 0)mrad; γ = 100; δγ/γ = 10−4.
Densité électronique normalisée ne = 8 · 10−5. Nombre de macro-particules 2 · 105.

Sur la figure 6.12 a), nous traçons l’amplification de la puissance laser X au cours du
temps pour une divergence angulaire Σy = 0, et sur la courbe 6.12 b) pour une divergence
angulaire Σy = 0.3. En comparant ces deux figures nous pouvons constater que l’effet
laser X ne peut se produire en utilisant des électrons divergents dans la direction y. La
saturation du rayonnement dans le cas de la figure 6.12 b) n’est pas atteinte, mais aussi
son niveau reste faible comparé à la simulation de la figure 6.12 a). On peut donc
dire qu’il est nécessaire de confiner les électrons dans la direction ouverte y afin d’éviter
la perte des particules par effet de divergence angulaire. Le confinement des électrons
dans la direction y peut être effectué soit par un autre couple de lasers se croisant dans
la direction y, ou par une autre méthode optique, comme l’utilisation de vortex ou de
faisceaux de Bessel.

6.6 Conclusion

Nous avons démontré dans ce chapitre que l’injection et la dynamique électronique influ-
ent les processus d’amplification du rayonnement. L’étude de la dynamique électronique
nous a permis de mettre en avant la compétition des modes Raman et Compton au
début de l’interaction du paquet d’électrons relativiste avec un réseau optique intense.
L’échange d’énergie entre le paquet d’électrons et le réseau optique se produit sur une
demi-période d’oscillation jusqu’à la saturation de l’amplification.
Les mécanismes d’injection jouent un rôle important sur la répartition des particules
dans les puits de potentiel pondéromoteur. Nous avons montré que l’injection du paquet
d’électrons dans la zone d’interaction conduit à un ralentissement des particules du
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paquet d’électrons accompagné d’un élargissement en énergie longitudinale. L’injection
brutale engendre une large dispersion en énergie transverse qui permet aux électrons
d’osciller sur toute la hauteur du puits de potentiel pondéromoteur. Ceci stimule le
transfert d’énergie entre les particules piégées et le réseau optique, ce qui se traduit par
un accroissement du gain.
Le fort éclairement laser favorise le taux de piégeage des particules, cependant ce
gain en nombre de particules est accompagné par un élargissement de la température
longitudinale, et par la réduction de l’excursion et la déformation du paquet d’électrons.
Dans toute notre discussion, nous nous basons sur le modèle analytique proposé par
Andriyash et al [98], qui donne des estimations du gain laser dans le régime linéaire
de l’amplification. Ce modèle considère une fonction échelon (waterbag) centré en
γ pour la distribution électronique et prend en compte l’énergie des électrons, la
température longitudinale ainsi que l’éclairement laser. L’excursion des électrons dans
ce modèle est considérée comme maximale, ce qui correspond à une distribution ho-
mogène des particules qui occupent toute la hauteur du puits de potentiel pondéromoteur.

Les résultats numériques montrent que modèle devra être révisé dans de futures études
de la théorie cinétique afin de prendre en compte des régimes d’injection, de confinement
et de déformations du paquet d’électrons ainsi que des inhomogénéités du réseau optique
(réseau non stationnaire).
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Chapitre 7

Vers une étude expérimentale de la
dynamique d’électrons relativistes
dans un réseau optique

7.1 Contexte scientifique des expériences de dynamique élec-
tronique

En 1929 de Broglie reçoit le prix Nobel de physique pour sa prédiction théorique de
la nature ondulatoire des électrons. La vérification expérimentale de cette théorie est
venue en 1927, lorsque Davisson et Germer ont observé la diffraction d’électrons à
partir d’une structure périodique d’un réseau cristallin. Après cette observation il a
fallu attendre jusqu’à 1933 pour que Kapitza et Dirac proposent leur théorie quantique
de la diffraction d’une fonction d’onde de particules massives sur un réseau optique
[43]. Pour des électrons l’effet Kapitza Dirac (KD) est un processus de diffusion où les
électrons échangent des quanta d’énergie de manière stimulée avec une onde stationnaire.
La quantité d’énergie échangée entre l’électron et le photon est égale à 2h̄k avec h̄

la constante de Planck réduite et k le vecteur d’onde du photon émis. En 2001 une
expérience menée par Freimund et al [183] a permis l’observation de l’effet KD sur des
électrons de faible énergie (20 eV). Il a fallu attendre tout ce temps car il s’agit d’une
expérience extrêmement difficile. Philip Bucksbaum et ses collaborateurs ont quant à eux
montré l’existence de l’effet en champ laser intense Ilaser = 1014W/cm2 dans un régime
où les effets quantiques sont négligeables. La dynamique électronique est traitée dans
l’approche pondéromotrice du potentiel lumineux et les effets quantiques disparaissent
complètement pour ces éclairement élevés [44].

Malgré ces démonstrations expérimentales tardives, l’effet KD a inspiré une multitude
de phénomènes physiques particulièrement dans les domaines des atomes froids[69] et pour
l’émission de rayonnement. Quelques auteurs ont proposé des applications aux réseaux
optiques intenses largement basées sur l’émission de rayonnement par un électron libre
oscillant dans un puits de potentiel optique : émission dans le lointain-infrarouge pour des
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électrons initialement au repos [186]; dans le proche infra-rouge pour des électrons en mou-
vement non relativistes [187]; émission bêtatron [46] et effet laser à électrons libres pour
des électrons relativistes [39, 98]. En outre les réseaux optiques peuvent servir d’outils de
guidage de particules ou même de détecteurs pour déterminer les caractéristiques d’une
distribution de particules soit par émission du rayonnement Compton comme le cas du
Shintake-monitor [178], ou bien par émission bêtatron [46] et ou par la dynamique élec-
tronique dans le réseau optique [50, 51, 52].
Les études numériques avec les codes EWOK et Plares [151] ont démontré l’amplification
du rayonnement X, l’émission bêtatron mais aussi la robustesse du Raman XFEL vis à
vis de la dispersion en énergie cinétique des électrons. Le développement de ces études
numériques avec le code RELIC [50] nous a permis de comprendre les processus d’injection
et la dynamique des électrons dans les puits de potentiel pondéromoteur, et de quanti-
fier les taux de piégeage des électrons dans les puits de potentiel pondéromoteur avec des
paramètres physiques existants actuellement. Les différents travaux théoriques font appa-
raître plusieurs phénomènes intéressants liés au piégeage des électrons, comme l’apparition
de concentrations des électrons dans l’espace des vitesses transverses, ce qui a été inter-
prété comme un effet d’anharmonicité du potentiel lumineux. Une expérience menant
à l’observation de tels effets constituerait une signature directe de l’effet KD avec des
électrons relativistes. Cependant une telle expérience est encore plus difficile à mettre en
oeuvre que l’expérience de Freimund et al. D’une part le seul moyen actuel pour atteindre
les hauts éclairement laser nécessaire pour piéger des électrons relativistes est d’utiliser
des impulsions laser ultra-courtes. De disposer d’un paquet d’électrons de faible énergie
et de divergence angulaire. En parallèle, il est important de vérifier expérimentalement
et d’apprendre à contrôler des phénomènes parasites comme la fuite latérale des électrons
dans la deuxième dimension transverse (pouvant être contrôlée par un deuxième couple
de faisceaux, mais d’autres approches sont envisageables), et l’effet d’inhomogénéité des
fronts d’onde. Toutes ces études numériques montrent une physique riche, encore loin
d’être totalement comprise ni même entièrement explorée numériquement.
Dans cette thématique de recherche le projet ANR LUCEL-X (Laser à Électrons Libres
Ultra-Compact dans la gamme des rayons X) a été lancé en 2014 associant le CELIA, le
LOA et l’équipe LASERIX de l’Université Paris Sud. Les trois laboratoires abordent des
points clés de manière complémentaire : l’optimisation des paquets d’électrons (LOA); le
contrôle du réseau optique et de sa synchronisation (LASERIX), modélisation de la dy-
namique électronique (CELIA) et de l’amplification (LOA). En outre les trois partenaires
s’impliquent dans l’approche expérimentale décrite ci-dessous.

7.2 Objectifs de l’expérience LUCEL-X

Une campagne d’expériences menée au LOA en octobre 2015 avec la collaboration du
CELIA et le groupe LASERIX de l’Université Paris Sud a eu lieu, pour la vérification
expérimentale de l’effet KD en régime de fort éclairement laser avec un paquet d’électrons
relativistes issu de l’accélération par sillage laser dans les plasmas. Les objectifs principaux
de cette première campagne d’expériences ont été de :
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1. Créer un réseau optique simple intense, synchronisé avec l’avancée d’un paquet
d’électrons relativistes issu de l’accélération par sillage laser dans les plasmas.

2. Modifier la distribution angulaire électronique en champ lointain avec le RO et avec
un seul faisceau laser et observer les changements induits en comparant avec des cas
de propagation libre du paquet d’électrons.

3. Mesurer la durée de déformation du paquet d’électrons induite par son interaction
avec le RO.

4. Valider les développements théoriques et numériques menés précédemment.

7.3 Description du dispositif expérimental et des différentes
étapes de la campagne d’expériences

7.3.1 Le laser Salle Jaune du LOA

Nous avons utilisé le système laser de la salle jaune, au Laboratoire d’Optique Ap-
pliquée, caractérisé par une énergie totale du faisceau après compression de 6 J, une
durée d’impulsion de 35 fs (FWHM), une longueur d’onde centrale de 800 nm, une polar-
isation linéaire et une cadence de 1 Hz. Ce laser peut être partagé en plusieurs faisceaux
lasers, dont l’un avec une énergie de 2.4 J, 2 faisceaux de 1.2 J et un faisceau pour les
diagnostics de 200 mJ.
Les thématiques de recherche étudiées sur cette installation sont les suivantes :

1. Interaction laser ultra-rapide intense avec une cible solide ou gazeuse.

2. Accélération de particules : électrons, ions.

3. Production de sources de rayonnement X cohérent et incohérent compact : laser
XUV, Bêtatron, Thomson non linéaire, Compton, Lasers à Électrons Libres com-
pacts.

4. Physique des plasmas denses et sous-denses créés par laser.

7.3.2 Dispositif expérimental des expériences LUCEL-X

La figure 7.1 illustre le dispositif expérimental utilisé pendant la campagne d’expériences
au mois d’octobre 2015. Cette expérience est faite en trois étapes :

1. Accélération des électrons.

2. Réalisation du réseau optique.

3. Interaction réseau optique et paquet d’électrons.

Pour la première étape nous avons utilisé un faisceau laser que l’on nommera P1 par
la suite et représenté par le faisceau rouge sur la figure 7.1, le laser P2 de couleur bleue
sur le schéma est utilisé pour la création du réseau optique. Le laser P2 et divisé en
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Figure 7.1: Schéma du dispositif expérimental utilisé pendant la campagne d’expériences
LUCEL-X dans la salle jaune au LOA. Le laser P1 (couleur rouge) est utilisé pour accélérer
des électrons dans le plasma. Celui ci est focalisé sur un jet de gaz via un miroir parabolique
OAP. Le laser P2 (couleur bleue) est divisé en deux impulsions P21 et P22 par un demi-miroir.
Ces deux impulsions sont réfléchies par deux miroirs sphériques pour créer le réseau optique. Le
laser P3 (couleur vert) sert pour faire les diagnostics. LR1 est une ligne à retard entre le paquet
d’électrons et le réseau optique. LR2 est une ligne à retard entre les impulsions laser P21 et
P22.

deux faisceaux laser jumeaux (même énergie, durée d’impulsion et fréquence) P21 et P22.
Quant au troisième faisceau laser P3 représenté en vert sur le schéma il servait à établir
des diagnostics.

7.3.3 Étape 1: accélération d’électrons

La première étape de l’expérience est l’accélération des électrons par sillage laser et la car-
actérisation des paquets d’électrons (énergie, divergence angulaire et stabilité de pointé).
Le laser P1 d’énergie 1.2 J, de durée d’impulsion 35fs FWHM et 50 mm de diamètre est
focalisé sur une cible gazeuse de 4 mm de diamètre constitué d’un mélange de gaz (He +
1%N2 ).
Deux mécanismes d’injection pour l’accélération des électrons par sillage laser ont été
utilisés pendant l’expérience. Le premier est appelé injection dans un gradient de densité
dans le jet de gaz et le second est l’accélération par sillage laser sans gradient de densité.

7.3.3.1 Accélération dans un gradient de densité

Le principe de l’injection dans un gradient de densité est représenté sur la figure 7.2 (a ).
Une lame enfoncée sur une certaine profondeur dans un jet de gaz supersonique crée un
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front de choc et donc une augmentation brusque de la densité plasma. Le laser P1 accélère
des électrons dans son sillage. Selon la profondeur de la lame dans le jet de gaz, l’énergie
ainsi que la charge du paquet d’électrons peuvent varier. Si la lame est trop profonde
dans le jet de gaz, la longueur d’accélération est courte est le paquet d’électron aura une
faible énergie. Si la lame est située presque à l’entrée du jet de gaz le choc disparaît.
Ce mécanisme permet en principe d’avoir une faible dispersion en énergie ( voir figure

Figure 7.2: Schémas d’accélération des électrons dans les plasmas. a): Accélération dans un
gradient de densité créé par une lame de choc dans un mélange de gaz He +1%N2. b) Accélération
sans lame de choc dans un mélange de gaz He + 1% N2

7.4), une bonne stabilité de pointé d’un tir laser à un autre et une charge des paquets
d’électrons d’environ 5 pC. En revanche pendant l’expérience, l’utilisation de la lame nous
a posé deux problèmes :

1. les distributions angulaires en propagation libre projetées en champ lointain sur le
LANEX n’étaient pas symétriques (non gaussiennes) ce qui rendrait très difficile
l’interprétation de l’interaction du paquet d’électrons avec le RO.

2. La lame se brisait au bout de quelques minutes et le temps pour changer une lame
puis refaire une nouvelle calibration des électrons est d’environ deux heures, ce qui
nous a obligé par la suite à accélérer les électrons sans lame.

7.3.3.2 Injection par mélange de gaz

Sur la figure 7.2 (b ) est représenté le schéma de l’accélération d’électrons dans un
mélange de gaz par sillage laser. L’accélération dans un mélange de gaz permet de favoriser
la charge électronique du paquet, en revanche les spectres en énergie obtenus pendant
l’expérience par cette méthode sont beaucoup plus larges, comme on le note sur la figure
7.7 que dans le cas de l’injection par un gradient de densité ( figure 7.5).

7.3.4 Mesure de l’énergie des paquets d’électrons

Pour la mesure de l’énergie des paquets d’électrons nous avons utilisé un spectromètre
composé d’aimants permanents qui délivrent un champ magnétique de l’ordre de 1 Tesla
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au centre de l’aimant. Lors du passage des électrons à travers l’entrefer de l’aimant, ils
subissent une force de Lorentz qui les dévie de leur axe de propagation avec un rayon de
courbure qui dépend de l’énergie cinétique des électrons (voir figure 7.3). Les électrons de
grande énergie cinétique sont moins affectés par la force de Lorentz et ils sont déviés avec
un grand rayon de courbure. Les électrons de faible énergie cinétique subissent fortement
la force de Lorentz et ont donc ont un rayon de courbure beaucoup plus petit. Les
électrons sont ensuite projetés sur un scintillateur dont la transition de relaxation excitée
par le passage des électrons est imagée sur une caméra CCD de grande résolution. Quant
au laser P1 il est bloqué par un filtre afin de ne pas perturber le signal sur la caméra CCD.

Figure 7.3: Schéma représentant la méthode de mesure des spectres en énergie des électrons.

Le spectromètre utilisé mesurait des électrons dont l’énergie cinétique est située
entre 60 MeV et 350 MeV. Les électrons dont l’énergie est inférieure à 60 MeV sont
très fortement déviés par le fort champ magnétique régnant dans l’entrefer, leur mesure
exige donc d’utiliser des aimants de plus faible valeur de champ magnétique. Quant aux
électrons d’énergie supérieure à 350 MeV leur déviation est plus faible, et ils sortent du
champ de mesure.

La figure 7.4 illustre l’exemple de la mesure d’un paquet d’électrons quasi-
monocinétique obtenu lors de la campagne d’expériences avec l’accélération dans un
gradient de densité. La distribution du paquet d’électrons est centrée sur un pic autour de
70 MeV avec une dispersion en énergie ∆E

E
∼ 10%. En revanche la reproductibilité d’un

tel paquet n’était pas très stable vis a vis de la charge électronique, celle-ci fluctuant d’un
tir laser à un autre dans les mêmes conditions expérimentales comme le montre la figure
7.5. Ces fluctuations de charge peuvent être dues au comportement hydrodynamique
complexe du jet de gaz et du choc généré par la lame.

Le cas de l’accélération sans la lame de choc dans un mélange de gaz donne un spectre
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Figure 7.4: Accélération dans un gradient de densité : spectre en énergie d’un paquet d’électron
monocinétique. Laser P1 : énergie 1.2 J, durée d’impulsion 35fs. Jet de gaz : mélange He +
1%N2.

Figure 7.5: Accélération dans un gradient de densité : spectres en énergie des électrons d’une
série de tirs laser consécutifs. Laser P1 : énergie 1.2 J, durée d’impulsion 35fs. Jet de gaz :
mélange He + 1%N2.

d’énergie beaucoup plus large comparé à l’accélération dans un gradient de densité. Le
spectre en énergie représenté sur la figure 7.6 est un continuum allant de 70 à 140
MeV FWHM, ce qui correspond à une dispersion ∆E =70 ś 5 MeV. En revanche la
charge par paquet reste assez stable d’un tir laser à un autre comme le montre la figure 7.7.
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Figure 7.6: Accélération sans lame de choc : spectre en énergie d’un paquet d’électrons avec
une large dispersion en énergie. Laser P1 : énergie 1.2 J, durée d’impulsion 35fs. Jet de gaz :
mélange He + 1%N2.

Figure 7.7: Accélération sans lame de choc : spectres en énergie des électrons d’une série de
tirs laser consécutifs. Laser P1 : énergie 1.2 J, durée d’impulsion 35fs. Jet de gaz : mélange
He + 1%N2.
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7.3.5 Mesure de la divergence angulaire des paquets d’électrons

Il est aussi important de mesurer la divergence angulaire du paquet d’électrons afin
d’estimer la fraction de la distribution de particules qui a interagi avec le réseau op-
tique et aussi d’évaluer la stabilité de pointé. En outre on peut diagnostiquer l’action du
réseau optique en mesurant ses dimensions transverses sur la distribution d’électrons en
champ lointain en faisant ainsi un diagnostic principal de l’expérience en comparant les
distributions angulaires des électrons en propagation libre et en propagation à travers le
RO.
Le paquet d’électrons se propageant librement depuis sa sortie du jet de gaz est transporté
dans un tube sous vide jusqu’au LANEX où son impact est imagé par la caméra CCD.
La divergence angulaire du paquet d’électrons peut être calculée à partir des considéra-
tions géométriques de la figure 7.8. Un disque LANEX de rayon RL est placé dans le plan

Figure 7.8: Schéma pour calculer la divergence angulaire du paquet d’électrons.

(x, y) perpendiculaire à la direction de propagation des électrons à une distance DL. On
pose θL et θe les demi-angles d’ouverture du LANEX et du paquet d’électrons respective-
ment. Dans ce calcul, la distribution des électrons sur le LANEX est considérée comme
un disque de rayon Re.

D’après le schéma de la figure 7.8 on a

θe = arctan(Re

DL

)

DL = RL

tan θL
(7.1)

En égalisant les deux membres de l’équation (7.1) on obtient :

θe = arctan(Re · tan θL
RL

) (7.2)

Cependant le rayon Re mesuré sur le LANEX est calculé en largeur pixel, une simple règle
de trois permet de calculer la conversion des pixels en distance afin d’avoir les angles en
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Figure 7.9: Distributions angulaires en champ lointain des électrons en propagation libre. Laser
P1 : énergie 1.2 J, durée d’impulsion 35fs. Accélération par sillage laser dans un mélange de
gaz He + 1%N2.

unité radian.
La conversion des pixels en distance est donnée par l’équation suivante

Re(m) = Re(pixels) ·G
DL

(7.3)

avec G le grandissement de la caméra égal au diamètre du disque LANEX sur la taille en
pixel du même disque et DL la distance source d’électrons-écran LANEX.
Dans la pratique les distributions angulaires des électrons sont des ellipses, les divergences
angulaires dans la direction transverse θx,e et verticale θy,e peuvent être calibrées de la
même manière en mesurant les rayons transverse et vertical, respectivement Rx,e et Ry,e,
sur l’écran LANEX.

La figure 7.9 illustre des distributions électroniques pour 12 tirs consécutifs dans
les mêmes conditions. Les distributions angulaires peuvent être considérées comme des
gaussiennes, de charge électronique quasi-constante avec une moyenne des divergences
angulaires transverse et verticale FWHM (θx,e, θy,e) = (6, 6.6)± 1 mrad

7.3.6 Mesure de la stabilité de pointé des électrons

Pour le calcul de la stabilité de pointé d’une série de tirs laser on peut procéder par la
méthode du barycentre. Pour illustrer ce calcul nous présentons le schéma de la figure
7.10.
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Figure 7.10: Schéma représentant la stabilité de pointé des paquets d’électrons.

On définit les coordonnées du centre d’un paquet d’électrons pris comme moyenne sur
les N tirs de la même série

x0 =
N∑
i

xi
N

(7.4)

y0 =
N∑
i

yi
N

(7.5)

avec (xi, yi) les coordonnées du centre du paquet i. Une fois que ces coordonnées sont
connues, on peut remonter aux angles transverse (θx,e, θy,e). Le paquet d’électrons moyen
a donc comme angles :

θx,e = arctan( x0

DL

)

θy,e = arctan( y0

DL

).

L’écart type à la divergence moyenne peut être défini comme la stabilité de pointé sur les
N tirs consécutifs

< x >=

√√√√ 1
N

N∑
i

(xi − x0)2

< y >=

√√√√ 1
N

N∑
i

(yi − y0)2

∆θx,e = arctan(< x >

DL

) (7.6)

∆θy,e = arctan(< y >

DL

). (7.7)

Sur la série des 12 tirs consécutifs de la figure 7.9, nous obtenons un paquet
d’électrons moyen dont les divergences angulaires sont (θx,e, θy,e) = (6.01, 6.67) mrad et
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une stabilité de pointé de ∆θx,e =0.90 mrad et ∆θy,e =1.23 mrad.

Nous venons de présenter jusqu’ici uniquement la première étape de l’expérience
LUCEL-X qui est l’accélération des électrons par sillage laser dans un plasma et la mesure
des énergies, divergences angulaires et stabilité de pointé des paquets d’électrons. Ces
paramètres sont très importants afin de définir l’énergie laser nécessaire pour le piégeage
des électrons et aussi pour la modélisation numérique. Nous allons redonner les valeurs
de ces paramètres dans la troisième étape de l’expérience lors de l’interaction du paquet
d’électrons avec le réseau optique et l’impact de tous les paramètres sur l’interaction. Nous
allons passer maintenant à la description de la seconde étape de la campagne d’expérience,
c’est à dire la réalisation du réseau optique.

7.4 Étape 2: Réseau optique

D’après les courbes des taux de piégeage des électrons relativistes illustrées dans le chapitre
5 ( figures 5.6, 5.7), les éclairements laser nécessaires pour piéger des électrons dont le
facteur de Lorentz varie entre 20 et 600 avec des divergences angulaires de 3 à 6 mrad,
sont dans la gamme de 1016 à 1018 W/cm2. Le seul moyen aujourd’hui pour atteindre ces
intensités est d’utiliser des impulsions laser ultra-courtes. D’autres contraintes s’ajoutent
à la valeur de l’éclairement requise pour le piégeage des électrons. La synchronisation
spatio-temporelle du paquet d’électrons avec les deux impulsions laser P21 et P22 créant
le RO et l’imagerie du volume focal sont les täches les plus difficiles de l’expérience.
Le champ du réseau optique doit être suffisamment intense sur une grande ligne focale
uniforme dans l’axe de propagation des électrons, afin que ces derniers puissent effectuer
des oscillations dans les puits de potentiel pondéromoteur et affecter ainsi la distribution
électronique. Il faut aussi que lefaisceau laser P2 soit partagé en deux impulsions jumelles
P21 et P22. Nous devons enfin faire attention au réglage de la ligne à retard des deux
impulsions P21 et P22 pour les interférer.
D’autres problèmes sont liés à l’encombrement du montage expérimental illustré dans la
figure 7.11. Si le réseau optique est placé à proximité du jet de gaz il risque d’être ionisé
avec l’un des faisceaux P21 ou P22. Tous ces problèmes devaient donc être résolus avant
l’expérience, d’où l’utilité d’utiliser des simulations numériques.

7.4.1 Introduction et étude d’une géométrie "Double GRIP"

Des études ont été effectuées par LASERIX pour la réalisation du réseau optique et pour
choisir une méthode simple pour les premières expériences, mais aussi pour parer à toutes
les contraintes citées plus haut. Afin de garantir une longueur d’interaction suffisante
et un éclairement élevé, le réseau optique transitoire est donc réalisé sous la forme
d’une onde progressive se copropageant avec les électrons. Nous avons introduit une
nouvelle géométrie, dite à double GRIP (GRazing Incidence Pumping), pour la première
campagne d’expérience et aussi pour servir comme guide pour les futurs développements
du Raman X.
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Figure 7.11: Représentation de la zone d’interaction et de l’encombrement. Le réseau optique
et créé par les lasers P21 et P21 représentés en couleur bleue. Le disque vert représente le jet
de gaz est irradié par le laser P1 représenté en couleur rouge. Le jet de gaz est situé à quelques
millimètres du réseau optique.

Dans cette géométrie le faisceau laser P2 (couleur bleue sur la figure 7.1) d’énergie
1.2 J et de durée d’impulsion 35 fs à FWHM est divisé par un demi-miroir en deux
impulsions P21 et P22, chaque impulsion ayant alors un profil spatial en demi-lune. Ces
deux dernières impulsions ont donc une durée de 35 fs à FWHM et une énergie de 600
mJ. Elles sont ensuite réfléchies avec un angle θ par rapport à l’axe de propagation des
électrons par deux miroirs sphériques de focale f = 600 mm. Elles sont aussi focalisées
sur la ligne de propagation des électrons de manière astigmate afin d’obtenir une zone
d’interaction à haut éclairement la plus longue possible. Les deux miroirs sphériques sont
placés sur des platines de translation, permettant de faire varier la distance entre le jet
de gaz et le réseau optique.

La figure 7.12 montre le schéma de la géométrie GRIP. Dans cette figure est représenté
un seul faisceau du réseau optique réfléchi par le miroir sphérique de rayon R pour dif-
férents angles GRIP θ1 > θ2. La longueur de la ligne focale Lf et la vitesse d’onde
progressive vtw 1 peuvent être estimées par un calcul d’optique géométrique [192]

Lf = D

2
sin θ
cos3 θ

(7.8)

vtw = c

cos θ (7.9)

où D est le diamètre du faisceau incident sur le miroir sphérique, θ l’angle GRIP et c
la vitesse de la lumière.
Si nous supposons que les électrons se propagent à la vitesse c, ils traverseront la ligne
focale en un temps Te = Lf/c. Le retard qu’auront les électrons à la fin de la ligne focale

1On appelle vitesse d’onde progressive la vitesse de transport d’énergie laser sur la ligne focale
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Figure 7.12: Représentation géométrique de la focalisation des rayons lumineux sur la ligne focale
pour deux différents angles GRIP θ2 < θ1.

par rapport au temps moyen Top d’arrivée des photons des laser P21 et P22 peut être
donné par

δt = Top − Te = Lf
c

(cos θ − 1) (7.10)

Le choix de l’angle d’irradiation GRIP θ est crucial dans cette expérience. Il est tout
d’abord dicté par des contraintes expérimentales d’encombrement des différents éléments
optiques dans l’enceinte d’interaction; cependant, il doit aussi être choisi en fonction des
paramètres d’interaction qu’il induit. Il est donc indispensable de définir les paramètres
optimum du RO afin d’observer les modifications qu’il induit sur la distribution des élec-
trons. Rappelons que la période spatiale de l’oscillation caractéristique des électrons dans
les puits de potentiel pondéromoteur est

Le = 2πc
Ω0

(7.11)

avec
Ω0 = 2a0 sin(θ)

γ
ω0 (7.12)

où a0 le potentiel pondéromoteur normalisé, ω0 la pulsation laser, γ le facteur de Lorentz
des électrons et θ l’angle GRIP.

Nous montrerons dans la suite des calculs effectués par l’équipe LASERIX sur la vari-
ation de la longueur de la ligne focale, de la vitesse d’onde progressive, de l’interfrange,
de l’éclairement le long de la ligne focale et de sa forme en fonction de l’angle GRIP.
Nous résumons les paramètres de simulations dans le tableau 7.1.

Sur la figure 7.13 a), nous montrons les variations en fonction de l’angle GRIP de
la vitesse de l’onde progressive (ordonnée gauche) et de la longueur de la ligne focale
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Paramètres laser Valeur
Diamètre faisceau laser D 50 mm
Largeur ligne focal Sy 20 µm

Longueur d’onde laserλ0 800 nm
Durée d’impulsion 30 fs

Energie par faisceau GRIP El 500 mJ
Focale miroir sphérique 600 m

Table 7.1: Paramètres d’un faisceau laser GRIP

(ordonnée droite); sur la figure 7.13 b) est représentée l’interfrange en fonction de l’angle
GRIP. La vitesse de l’onde progressive et la longueur de la ligne focale augmentent en
fonction de l’angle GRIP tandis que l’interfrange qui représente la largeur d’un puits de
potentiel pondéromoteur varie comme LW = λ0/2 sin θ.

Figure 7.13: a) Vitesse d’onde progressive et longueur de la ligne focale en fonction de l’angle
GRIP correspondant. b) Interfrange en fonction de l’angle GRIP.

Pour des faibles angles GRIP, l’interfrange du réseau optique devient assez grand et
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la longueur de la ligne focale est courte ce qui réduit les possibilités pour les électrons
d’effectuer plusieurs oscillations dans les puits lumineux. En outre pour de faibles valeurs
de l’angle GRIP, les faisceaux P21 et P22 passent à proximité du jet de gaz et peuvent
donc l’ioniser.
A l’inverse, pour des angles GRIP assez élevés, l’interfrange est petite tandis que la ligne
focale et la vitesse d’onde progressive deviennent assez grandes.
Un bon compromis entre la longueur de la ligne focale, la vitesse d’onde progressive et de
l’angle GRIP doit donc être sélectionné pour la première expérience.

7.4.2 Astigmatisme des miroirs sphériques

Les calculs de l’optique géométrique ont été complétés avec des simulations basées sur
des tracés de rayons. Le facteur dominant, à l’origine de la géométrie GRIP, est
l’astigmatisme. Lorsque un faisceau lumineux est en incidence non perpendiculaire sur
un dioptre sphérique, le faisceau se focalise de manière astigmate2 en deux focales : une
focale tangentielle perpendiculaire au plan vertical et une focale sagittale parallèle au plan
vertical et perpendiculaire à la focale tangentielle. Les longueurs focales sagittale FS et
tangentielle Ft correspondantes peuvent être données par :

Fs = R cos θ/2
FT = R/2 cos θ

avec R le rayon du miroir sphérique et θ l’angle GRIP. Une telle focalisation est illustrée
sur les images de la figure 7.14. Le laser se propage de droite à gauche et vient se
focaliser sur une distance d’environ 1 mm puis il diverge.

En considérant que l’éclairement laser sur la ligne focale des deux faisceau P21 et P22
est un créneau en espace et en temps, il peut être donné dans ce cas par :

Ilaser = 4 · El
SyLfτl

(7.13)

avec El l’énergie par faisceau laser, τl la durée d’impulsions, Sy la largeur du faisceau
laser et Lf la longueur de la ligne focale donnée par l’équation (7.8). Le facteur 4 tient
compte de la contribution des deux faisceaux P21 et P22 à l’éclairement.

Comme l’énergie laser est constante, l’éclairement laser varie en fonction de la longueur
de la ligne focale (ou de l’angle GRIP). La figure 7.15 illustre la variation de l’éclairement
laser (ordonnée gauche) et la longueur de la ligne focale (ordonnée droite) en fonction de
l’angle GRIP. Pour de faibles angles GRIP, l’énergie laser est concentrée sur une courte
ligne focale et l’éclairement est assez élevé. Pour de grandes valeurs de l’angle GRIP la
ligne focale est longue et l’éclairement laser diminue. La forme de la ligne focale change
aussi en fonction de l’angle GRIP. La figure 7.16 illustre la forme de la ligne focale le
long de l’axe de propagation des électrons en fonction de l’angle GRIP. Les paramètres

2Un point objet donne deux focales où les rayons sont concentrés
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Figure 7.14: Simulation de la focalisation astigmate avec un modèle de tracés de rayons. Les
différentes images représentent des coupes dans le plan (x, y) pour différentes valeurs de z.
Simulations effectuées par Olivier Guilbaud et al.

Figure 7.15: Éclairement laser et longueur de la ligne focal en fonction de l’angle GRIP. Calcul
effectués pour une énergie de 0.6 J et durée de 35 fs par impulsion laser.

des lasers et du miroir sphérique des simulations montrées sur les figures 7.16 (a,b,c) sont
les mêmes que ceux mentionnés dans le tableau 7.1.
Pour un angle GRIP θ = 6◦ l’éclairement laser est de 1 · 1018 W/cm2 et la ligne focale
peut être considérée comme constituée d’une rampe assez longue qui peut conduire à
une injection adiabatique des électrons, suivie d’un court plateau. Pour θ = 10◦ la ligne
focale est droite, l’éclairement est de 6.04 · 1017 W/cm2, quasi constant le long de l’axe
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de propagation des électrons. Pour θ = 20◦ l’éclairement laser baisse sur les bords et
l’énergie laser est plus concentrée au centre. Cet effet ressemble à un papillon, il apparaît
à cause de l’élargissement longitudinal de la ligne focale.
Pour les premières expériences nous avons choisi un angle GRIP de 10◦ qui donne un
bon compromis entre l’éclairement laser, la longueur et de la forme de la ligne focale et
aussi pour éviter l’ionisation du jet de gaz par les lasers P21 et P22. Les images sur la

Figure 7.16: Simulations de la forme de la ligne focale d’un seul faisceau laser le long de l’axe
de propagation des électrons pour différents angles GRIP. Simulations effectuées par Olivier
Guilbaud et al.

figure 7.17 sont obtenues à l’aide d’une imagerie par microscope sous vide et à faible
énergie laser. Elles représentent des coupes dans le plan (x, y) pour différentes valeurs
de z, et illustrent la focalisation astigmate des faisceaux laser P21 et P22. Les faisceaux
P21 et P22 sont focalisés sur une distance d’environ 3 mm puis divergent. L’apparition
des sous lobes sous la ligne focale principale sont probablement dus à la diffraction. Les
dimensions transverses de la ligne focale ont été mesurées dans la zone de focalisation
des deux impulsions P21 et P22, et d’après la figure 7.18, nous trouvons une largeur
dans l’axe transverse x d’environ 150 µm au centre de la ligne focale. Dans la direction
verticale y deux pics apparaissent, un pic principal de largeur FWHM égale à 14 µm et
un second pic moins intense de largeur FWHM égale à 7 µm. Ces deux pics sont séparés
d’une distance égale à 14 µm.
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Figure 7.17: Imagerie des lignes focales via un microscope sous vide. Propagation astigmate des
impulsions P21 et P22, les images sont des coupes dans le plan (x, y) pour différentes valeurs
de z.

Figure 7.18: Imagerie par microscope du volume focal à basse énergie laser d’un seul faisceau
GRIP. Coupe dans le plan (x, y).

7.4.3 Alignement et synchronisation du réseau optique

L’alignement du réseau optique est réalisé à faible énergie laser avec un microspcope op-
tique sous vide (voir figure 7.19). Cette même imagerie a aussi été utilisée pour faire la su-
perposition temporelle des impulsions P21 et P22 en cherchant les franges d’interférences.
Celles-ci sont représentées sur la figure 7.20. La taille du réseau optique dans la direc-
tion transverse x est approximativement égale à 150 µm, et l’interfrange mesurée est de
2.31µm en bon accord avec le résultat théorique LW = 800 · 10−3/2 sin(10) = 2.303µm ce
qui confirme la synchronisation spatio-temporelle des impulsions P21 et P22.
Maintenant que la synchronisation des impulsions P21 et P22 est effectuée on règle le
retard entre l’impulsion P1 et les impulsions P21 et P22.

153



Chapitre 7. Vers une étude expérimentale de la dynamique d’électrons relativistes dans un
réseau optique

Figure 7.19: Imagerie microscope des lignes focales P21 et P22 à basse énergie laser. Procédure
d’alignement du réseau optique sur le même ligne.

Figure 7.20: Vue de face de l’interfrange du réseau optique.

Nous venons de résumer les deux premières étapes de la campagne d’expériences
LUCEL-X : l’accélération et la caractérisation des paquets d’électrons puis la caractérisa-
tion du réseau optique intense. Pour alléger l’exposé, j’ai choisi de séparer les explications
sur le protocole expérimental, des discussions visant à comparer résultats expérimentaux
et résultats numériques, qui font l’objet du chapitre suivant. Nous passerons donc à
la troisième étape de l’expérience LUCEL-X qui est l’interaction du paquet d’électrons
relativistes avec le réseau optique. Je montrerai dans ce chapitre les résultats obtenus
expérimentalement où je me focaliserai sur la comparaison en champ lointain des dis-
tributions angulaires en propagation libre et à travers le réseau optique. Le retard des
électrons par rapport aux impulsions laser sera aussi étudié. Dans un second temps je
passerai à l’interprétation des résultats expérimentaux avec les simulations du code RELIC
à 3 dimensions. Enfin je terminerai par les conclusions et les perspectives sur les futures
expériences.
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Chapitre 8

Résultats de la campagne
d’expériences de dynamique
électronique et simulations RELIC
3D

Dans ce chapitre je montrerai les résultats de la campagne d’expériences LUCEL-X puis je
passerai à l’interprétation des résultats avec le code RELIC 3D. Je terminerai ce chapitre
avec les conclusions de la première campagne d’expériences et les futures perspectives.

8.1 Le code RELIC 3D

Le diagnostic principal de la première campagne d’expériences est la comparaison en
champ lointain entre la propagation libre du paquet d’électrons et son interaction à travers
le réseau optique. L’autre diagnostic était de mesurer la durée de synchronisation en
faisant varier le retard entre le paquet d’électrons et le réseau optique.
Le code RELIC a été développé pour modéliser cette expérience en tenant compte à la
fois des différentes étapes de la propagation du paquet d’électrons comme illustré sur la
figure 8.1 :

1. propagation libre depuis la sortie de l’accélérateur au réseau optique.

2. Propagation à travers le réseau optique.

3. Transport du paquet d’électrons depuis la sortie du réseau optique jusqu’au LANEX.

Nous appelons Llib la distance entre la source d’électrons et le début de la ligne focale,
Lf la longueur de la ligne focale, et DL la distance entre la fin de la ligne focale et le
détecteur LANEX.
Le potentiel pondéromoteur sur chacune des étapes de propagation du réseau optique
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Figure 8.1: Schéma des différentes étapes de la propagation du paquet d’électrons. Le réseau
optique de longueur Lf est placé sur une distance Llib de quelques milimètres du jet du gaz. DL

est la distance entre le réseau optique et l’écran LANEX. Un film d’aluminium de 50 µm est
placé avant le LANEX afin de ne pas perturber la caméra CCD par les laser.

peut donc s’écrire :

Vpot(z, x, y) = 0 pour z =< Llib,

Vpot(z, x, y) = mec
2a0

2

2γ (1− cos(2k⊥x)) e−( x
2Sx )2

e
−
(

y
2Sy

)2

e
−
[(

z
cτl

(1− 1
cosθ

)
)2

+
(

∆T
τl

)2
]

pour Llib < z =< Lf ,

Vpot(z, x, y) = 0 pour z > Lf ,

avec γ le facteur de Lorentz, (x, y, z) les coordonnées respectivement horizontale, verticale
et longitudinale de l’électron et me sa masse. a0 représente le potentiel vecteur normalisé,
τl la durée de l’impulsion laser, k0 le vecteur d’onde laser, Sx, Sy les tailles horizontale
et verticale du réseau optique, ∆t le retard entre les électrons et le réseau optique et θ
l’angle GRIP.
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Numériquement les forces agissant sur les particules ainsi que les trajectoires et le
facteur de Lorentz peuvent être calculés en résolvant le système d’équations suivant :

∂τΨζ,χ,ξ = −∂ζ,χ,ξVpot (8.1)
dζ

dτ
= 1
γ

Ψζ (8.2)

dχ

dτ
= 2sin(θ)

γ
Ψχ (8.3)

dξ

dτ
= 1
γ

Ψξ (8.4)

γ =
√

1 + Ψ2
ζ + Ψ2

χ + Ψ2
ξ (8.5)

où Ψζ,χ,ξ sont les impulsions normalisées à mec, ζ/z = k0, χ/x = 2k0 sin θ et ξ/y = k0.
τ/t = ω0 est le temps normalisé à la fréquence laser ω0. Les particules sont avancées au
cours du temps via un schéma saute mouton.

8.2 Condition de piégeage dans un piège optique fini et dans
une onde progressive

Le taux de piégeage des électrons nous renseigne sur le nombre de particules qui ont inter-
agi avec le réseau optique. Nous avons vu dans le chapitre 5 que le taux de piégeage est
proportionnel à l’éclairement laser et inversement à l’énergie cinétique et à la divergence
du paquet d’électrons. D’autre part l’effet d’une injection latérale du paquet d’électrons
dans le réseau optique fait apparaître des caustiques dans l’espace des phases transverses
due au rebond des électrons sur l’onde stationnaire. Cependant les courbes du taux de
piégeage des électrons (figures 5.6, 5.7, 5.13 du chapitre 5) sont calculées pour un
réseau optique stationnaire, infini dans les deux directions latérales (x, y). Nous avons
aussi considéré que le paquet d’électrons est directement injecté dans l’onde stationnaire
sans prendre en compte la distance entre la source d’électrons et le réseau optique, sur
laquelle la taille transverse du paquet d’électrons augmente durant la propagation libre
sous l’effet de la divergence naturelle du paquet.
Dans la pratique le piège optique est limité transversalement par la tache focale du laser,
de ce fait une partie des électrons du paquet ne peut voir le piège optique. Ce piège op-
tique est défini comme une enveloppe gaussienne dont les dimensions sont Sx et Sy (voir
figure 8.2). En outre, à cause de la vitesse d’onde progressive, les électrons peuvent
ou non interagir avec l’onde progressive du réseau optique selon leur retard. Les images
sur la figure 8.3 illustrent les cas d’interactions du paquet d’électrons (trait rouge) avec
l’onde progressive (traits noirs) sur différentes positions de la ligne focale (losange vert).
Sur les images de la première ligne les électrons sont très en retard par rapport à l’onde
progressive et n’interagissent pas avec le réseau optique. Si le retard entre les électrons et
l’onde progressive n’est pas très grand, les électrons interagissent avec l’onde progressive,

157



Chapitre 8. Résultats de la campagne d’expériences de dynamique électronique et simulations
RELIC 3D

Figure 8.2: Schéma représentant les électrons piégés et non piégés. Les électrons représentés par
les points rouges sont ceux qui n’ont pas vu le piège optique. Les électrons représentés par les
points bleus sont ceux qui ont vu le piège optique mais leurs énergies transverses est superieure au
maximum de l’énergie éffective des puits de potentiel pondéromoteurs. Les électrons représentés
par les points verts sont les électrons piégés.

comme illustré sur les images de la deuxième ligne, sur une distance :

Lin = cτl
vtw − c

·
√

1− γ−2 (8.6)

avec τl la durée de l’impulsion laser, c la vitesse de la lumière vtw = c/cos θ la vitesse
d’onde progressive et θ l’angle GRIP. Le facteur

√
1− γ−2 où γ le facteur de Lorentz de

l’électron tient compte du glissement des électrons dans l’onde progressive. Si les électrons
sont très en avance par rapport à l’onde progressive, ils continueront leur chemin en ligne
droite jusqu’au détecteur LANEX.
Nous proposons ici une amélioration de la condition du taux de piégeage pour tenir compte
à la fois des conditions physique sur le piégeage (éclairement, énergie cinétique, divergence
angulaire, vitesse d’onde progressive) et des conditions géométriques sur le piégeage (tailles
laterales du piège optique et du paquet d’électrons à son arrivé à la zone d’interaction).
Cette condition [52] s’écrit pour un électron comme :

1
2

(
vx
c

)2
+ a2

0
γ
sin2(2k⊥x) · e−( x

2Sx )2

e
−
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)2

· e
−
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Te−To
τl

)2

· e
(

∆T
τl

)2

(8.7)

avec γ le facteur de Lorentz, vx la vitesse transverse, (x, y) les cordonnées horizontale
et verticale de l’électron, Sx, Sy les tailles horizontale et verticale du piège optique.
Te = Lf

c
√

1−γ−
est le temps que met l’électron pour traverser la ligne focale Lf et

To = Lf · cos θ/c celui des photons. ∆t représente le retard entre les électrons et le réseau
optique.
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(a) Début de la ligne focale ∆t =
−150 fs

(b)Milieu de la ligne focale ∆t =
−150 fs

(c) Fin de la ligne focale ∆t =
−150 fs

(d) Début de la ligne focale ∆t =
20 fs

(e) Milieu de la ligne focale ∆t =
20 fs

(f) Fin de la ligne focale ∆t = 20
fs

(g) Début de la ligne focale ∆t =
150 fs

(h)Milieu de la ligne focale ∆t =
150 fs

(i) Fin de la ligne focale ∆t =
150 fs

Figure 8.3: Interaction du paquet d’électrons d’un facteur de Lorentz γ = 140 représenté par le
trait rouge avec l’onde progressive du réseau optique représentée par les traits noirs le long de
la ligne focale représentée par le losange vert, en fonction du retard entre le paquet d’électrons
électrons et le réseau optique. Première ligne : cas où le paquet d’électrons très en retard par
rapport à l’onde progressive. Deuxième ligne : cas où le paquet d’électrons rencontre l’onde
progressive. Troisième ligne : cas où le paquet d’électrons est très en avance par rapport à l’onde
progressive.

La figure 8.2 illustre un exemple de particules satisfaisant la condition de piégeage
(8.7) représentées par les points verts. Ces électrons sont confinés à l’intérieur des puits
de potentiels pondéromoteurs et guidés sur une distance Lint. Les points en couleur
bleue représentent les électrons qui ont traversé le piège optique mais dont les énergies
totales (cinétique + potentielle) sont supérieures au maximum de l’énergie potentielle
des puits pondéromoteurs. Quant aux électrons qui n’ont pas croisé le piège optique sur
leurs chemins, ils sont représentés par les points rouges.
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8.2.1 Exemple de calcul du taux de piégeage des électrons en fonction de la
distance source d’électrons réseau optique

Pour un simple exemple de calcul du taux de piégeage, nous prenons des paramètres
physiques du paquet d’électrons proches de ceux obtenus pendant la campagne
d’expériences en termes de divergence et d’énergie. Nous considérons pour le moment
une distribution gaussienne d’électrons centrée à 70 MeV avec une dispersion en énergie
de 10 % se déplaçant suivant l’axe z avec une divergence angulaire de 6 mrad FWHM
dans les deux directions transverses à la direction des électrons injectés au centre du
piège optique.
En ce qui concerne le réseau optique (RO) nous considérons les paramètres réels: un
diamètre de faisceau de 50 mm, une énergie de 0,6 J et une durée de 35 fs à FWHM par
impulsion. Ces deux impulsions font un angle GRIP de 10◦, les amenant à être focalisées
sur une ligne focale Lf = 1 mm. Les dimensions transverses du piège optique sont
(Sx, Sy) = (150, 14)µm de largeur. Avec ces paramètres l’éclairement laser est d’environ
I = 4, 90 · 1017 W/cm2 ce qui correspond à un potentiel vecteur normalisé a0 ∼ 0, 475.

Figure 8.4: Principe du réseau optique en onde progressive : deux impulsions laser femtosecondes
se croisent à faible incidence pour former des puits de potentiel pondéromoteur parallèles. Un
paquet d’électrons relativistes est injecté de façon synchrone de sorte qu’il se copropage avec
l’onde progressive. L’interfrange a été volontairement augmentée d’un facteur 4 par rapport à
ce que l’on obtiendrait avec une longueur d’onde de 800nm pour faciliter la visualisation.

Pour un cas test de simulation, nous présentons dans la figure 8.5, le taux de piégeage
des électrons en fonction de la distance jet de gaz et RO pour un retard entre le paquet
d’électrons et le RO égal à ∆ = −60fs+Llib/c . Dans RELIC le retard ∆t = 0 correspond
à l’arrivée des électrons et des photons au milieux de la ligne focale comme illustré sur la
figure 8.4.
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Figure 8.5: Taux de piégeage des électrons dans l’onde progressive pour un retard ∆t =
−60 + Llib/cfs en fonction de la distance source d’électrons et réseau optique. Paramètres
de simulations : γ = 140, δγ/γ = 10%, Σx = 6 mrad, Σy = 6 mrad, a0 = 0.47, τl =35fs, Lf =1
mm, (Sx, Sy) = (150, 14)µm, θ = 10◦ .

Le taux de piégeage des électrons η0 est calculé numériquement par :

η0 = nt
ne

(8.8)

avec ne est le nombre de particules du paquet d’électrons injectés dans le réseau optique,
nt est le nombre de particules satisfaisant la condition de piégeage (8.7). À cause de
la divergence du paquet d’électrons, sa taille transverse augmente durant la propagation
libre, et comme la taille du piège optique est finie une partie des électrons du paquet ne
peut voir le piège optique. La décroissance du taux de piégeage tracée sur la figure 8.5
peut être interprétée comme suit : pour de courtes distances Llib, les électrons chauds
(grande divergence angulaire) peuvent être piégés si leur énergie (cinétique transverse +
potentielle) est inférieure au maximum de l’énergie potentielle des puits pondéromoteurs.
Pour de grandes distances Llib, seul les électrons froids (électrons de faible divergence
angulaire) sont piégés.

8.3 Résultats de l’expérience

Nous présentons ici une partie des résultats expérimentaux obtenus pendant l’expérience
avec le laser Salle Jaune du LOA. Les électrons sont produits par l’accélération laser
dans un plasma, dont les spectres en énergies sont représentés sur la figure 7.7 ( 7.3.4).
Le spectre en énergie des électrons est très large, allant de 70 à 140 MeV. Les impulsions
laser ont une énergie de 0.6 Joules et une durée de 35 fs chacune.

Nous illustrons sur la figure 8.6 les distributions angulaires. La figure 8.6 a) montre
le cas de la propagation libre du paquet d’électrons depuis la sortie du jet gaz jusqu’au
LANEX. Les figures 8.6b à 8.6l présentent l’évolution des distributions angulaires en
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fonction du retard entre le paquet d’électrons et le réseau optique. Chaque figure est

(a) Propagation libre (b) Retard : -2010 fs (c) Retard : -1374 fs

(d) Retard : -680 fs (e) Retard : -354 fs (f) Retard : -213 fs

(g) Retard : -153 fs (h) Retard : -87 fs (i) Retard : -67 fs

(j) Retard : +7 fs (k) Retard : +27 fs (l) Retard : +47 fs

Figure 8.6: Résultats expérimentaux. Figure a : distribution angulaire du paquet d’électrons
sans réseau optique. Figures b à l : distributions angulaires en fonction du retard entre le paquet
d’électrons et le réseau optique. Chaque figure est sélectionnée sur 10 tirs laser consécutifs dans
les mêmes conditions expérimentales.

162



8.3. Résultats de l’expérience

sélectionnée sur 10 tirs laser consécutifs dans les mêmes conditions expérimentales. Nous
pouvons d’abord noter que la divergence angulaire du paquet d’électrons est environ 6
mrad à FWHM. Si nous regardons l’évolution des distributions électroniques en fonction
du retard, on s’aperçoit que le paquet d’électrons subit une déformation globale pour
les retards ] − 2010,−354[ fs. Pour des retards entre [−354, 27], une zone de déplétion
très importante apparaît dans la direction vertical y sur toute la longueur horizontale
du paquet d’électrons. Cette déplétion est visuellement moins spectaculaire que les
déformations globales, mais apparait sur de plusieurs séries de résultats. De plus cette
zone de déplétion devient plus visible au fur et à mesure que le retard est faible, puis
disparaît pour un retard supérieur à 50 fs (voir figure 8.6 l).
La largeur verticale de cette zone de déplétion est d’environ 14 µm, ce qui correspond
à la taille verticale de la ligne focale. Nous confirmons donc l’interaction du paquet
d’électrons avec les deux impulsions P21 et P22.

Un premier dépouillement des résultats par une analyse fréquentielle des signaux

Figure 8.7: Déformation du paquet d’électrons en fonction du retard entre le paquet d’électrons
et le réseau optique. Méthode proposée et exploitée par Benjamin Barbrel.

(transformée de Fourier) a été effectuée par Benjamin Barbrel. Dans cette analyse nous
définissons un paramètre δ quantifiant les fréquences spatiales élevées dans une direction
donnée dans chaque image. δ est choisi de façon à ce qu’une propagation libre, donc une
distribution non déformée, donne un paramètre δ nul. Nous montrons sur la figure 8.7
la variation du signal vertical (couleur bleue) et horizontal (couleur rouge) en fonction
du retard du paquet d’électrons et du réseau optique. Notons qu’ici un retard négatif,
signifie que les électrons sont en retard par rapport au réseau optique.
Le signal équivalent la direction horizontale x est faible, on remarque néanmoins un
faible élargissement transverse sur les distributions électronique pour des retards entre
] − 2010,−354[ fs puis le paramètre δ en x devient quasi-constant, tandis que le signal
vertical y commence à augmenter à partir d’un retard de -2 ps jusqu’à sa valeur maximale
autour des retards ]− 500, 0[ fs puis chute brusquement à zéro. Le même comportement
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est observé avec un seul faisceau laser P21 ou P22 où le signal a quasiment la même
durée malgré quelques différences sur les distributions angulaires.

Pour cette première campagne d’expériences on ne peut parler de piégeage des
électrons relativistes dans les puits de potentiel lumineux car la vitesse d’onde progressive
est assez élevée (vtw = 1.015) pour un angle GRIP égal 10◦. Les électrons n’auront pas
le temps d’effectuer une oscillation transverse dans le puits de potentiel lumineux afin
de définir une réelle séparatrice dans l’espace des phases (x, px) où px est l’impulsion
transverse de l’électron. Par contre on utilise le critère du taux de piégeage pour mesurer
le signal ou la modification induite par le réseau optique sur la distribution électronique.

Les déformations qui apparaissent expérimentalement existent jusqu’à des délais de
quelques picosecondes, qui peuvent paraitre étonnament longs, en comparaison de la
durée des impulsions laser et de celle attendue pour les paquets électroniques. Mais
seule une comparaison expérience / théorie peut permettre de confirmer ou d’infirmer
le caractère anormalement long de ces délais. Nous reproduisons donc l’expérience sur
ordinateur avec deux faisceaux laser via le code RELIC en tenant compte de 10 mm
de distance entre le jet de gaz et le réseau optique. Pour tenir compte de la grande
dispersion en énergie, telle qu’observée expérimentalement en figure 7.7, nous considérons
deux distributions d’électrons avec des énergies γ1 = 140 et γ2 = 280, de divergence
angulaire 6 mrad. Ces distributions sont injectées au centre du réseau optique dont le
potentiel vecteur normalisé a0 = 0.47. La durée des impulsions laser est de 35 fs, une
ligne focale de 1 mm. La taille horizontale du piège optique est égale à Sx =150 µm,
quant à sa taille verticale Sy =14 µm. L’angle GRIP θ = 10◦, donne une vitesse d’onde
progressive vtw = 1.015c .
Nous illustrons sur les figures 8.8 les distributions angulaires projetées à 3 m du réseau
optique sur le LANEX. Ces figures sont obtenues via le code RELIC. Un ruban dépeuplé
de particules dont la largeur est égale à 14 µm, apparaît au retard -200 fs à la position
y = 0. Le signal s’intensifie et atteint une valeur maximale puis diminue brusquement
pour des retards supérieurs à zéro. On peut expliquer l’apparition du ruban comme
un effet pondéromoteur de l’enveloppe du piège optique. Avec les paramètres utilisés
dans cette simulation, la taille transverse du paquet d’électrons à son arrivée au RO est
d’environ 40 µm, une taille 3 fois plus grande que la taille verticale du RO. Ceci veut dire
qu’un tiers des électrons ne peuvent interagir avec le RO. Les électrons qui arrivent sur
les bords de l’enveloppe du réseau optique sont expulsés soit vers le haut, soit vers le bas
par la force pondéromotrice du laser. Quant aux électrons qui ont vu le piège optique, ils
doivent avoir une énergie transverse inférieure à l’énergie effective du puits de potentiel
pour être guidés sur une distance Lint donnée par l’équation (8.6).
La figure 8.9 illustre la variation du signal d’interaction du paquet d’électrons et

le RO en fonction du retard entre les deux, pour des électrons d’énergie 140 MeV en
couleur bleue, 70 MeV en rouge et la somme des deux distribution en noir. Les électrons
de hautes énergie arrivent en premier et interagissent avec le réseau optique (courbe
bleue). Les pics des distributions bleue et rouge sont décalées de 0.6 fs, ce qui correspond
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Figure 8.8: Distributions angulaires des électrons et leurs déformation en fonction de retard
entre le paquet d’électrons et réseau optique. Paramètres de simulation : γ = 140, divergence
angulaire 6 mrad, dispersion 20 %. a0 = 0.47, durée d’impulsion 35 fs, ligne focale 1 mm, taille
horizontale du piège optique Sx =150 µm, taille verticale du piège optique Sy =14 µm. Angle
GRIP θ = 10◦, vtw = 1.015c.

Figure 8.9: Signal attendu en fonction du retard entre le paquet d’électrons et le réseau optique
pour deux distributions électroniques de différentes énergie. Paramètres de simulation : courbe
bleue γ = 140, courbe rouge γ = 280 et courbe noire somme de la courbe bleue et rouge. Di-
vergence angulaire 6 mrad, dispersion 20 %. a0 = 0.47, durée d’impulsion 35 fs, ligne focale 1
mm, taille horizontale du piège optique Sx =150 µm, taille verticale du piège optique Sy =14
µm. Angle GRIP θ = 10◦, vtw = 1.015c.

exactement à la différence en temps de vol des électrons de 140 MeV et 70 MeV sur
10 mm de propagation libre avant leur arrivée au réseau optique. On peut voir aussi
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que le sommet de la courbe rouge est élevé d’un facteur presque égal à 2 par rapport
au sommet de la courbe bleue; ce qui correspond au rapport des facteurs de Lorentz
γ2/γ1 = 2. La courbe noire est obtenue en additionnant les signaux d’interactions de
la courbe bleue et rouge. Elle a une allure asymétrique par rapport au retard nul. En
effet le signal est faible quand le retard est positif, une situation où les électrons sont
en avance par rapport aux impulsions laser P21 et P22. Ces impulsions vont rattraper
uniquement la partie arrière du paquet d’électrons et quand les électrons sont très en
avance par rapport aux impulsions laser (retard supérieur à 50 fs) le signal devient nul.
Ceci explique l’atténuation du signal dans de la courbe expérimentale pour des retards
positifs ( figure 8.7), puis la non déformation du paquet d’électrons au delà d’un retard
supérieur à 47 fs (voir figure 8.6 l).
Notons que les modifications sur les distributions des électrons ne sont observées
numériquement que si le signal est supérieur à 3%. Pour que le paquet d’électrons croise
le réseau optique, il faut que le retard entre les deux ne soit pas inférieur à -200 fs, sinon
les électrons seront très en retard par rapport aux impulsions laser. Ou bien que le retard
ne soit pas très supérieur à zéro afin que les impulsions laser puissent rattraper le paquet
d’électrons.

En comparant les simulations numériques et les résultats de l’éxperience on apparçoit
qu’il y a un problème. Les simulations ne prédisent pas de signal à -2ps, ni même au
delà d’une picoseconde. Le comportement pour des délais positifs est par contre bien
reproduit. Mais il est indispensable d’essayer de comprendre l’origine des signaux pour
des délais de moins quelques ps. Deux hypothèses possibles pour expliquer le signal à des
grand retards négatifs très sont mises en avant.

8.4 Hypothèse des paquets d’électrons de basse énergie

Une première hypothèse pour expliquer le signal à de grands retards négatif entre le pa-
quet d’électrons et le RO, ainsi que l’asymétrie de la courbe expérimentale postule que
les paquets d’électrons comprennent des populations de basse et de haute énergie, auquel
cas le signal vu à des grands retards négatifs correspond au retard entre les électrons de
basse énergie et les électrons de hautes énergie durant les 10 mm de temps de vol avant
l’interaction avec le réseau optique. En effet des résultats expérimentaux comparés à des
simulations PIC de l’accélération d’électrons dans les plasmas [84, 85] ont montré que la
distribution des électrons à faible énergie est maxwellienne avec des pics de densité au
alentours de 20 et 30 MeV et une densité de l’ordre de 1018 p/cm3.
Si nous considérons une autre distribution d’électrons centrée à 20 MeV avec une diver-
gence angulaire de 6 mrad et une dispersion de 20 %, le retard cumulé par rapport aux
électrons d’énergie 140 MeV sur 10 mm est de 10.22 fs. Le signal augmente en intensité
avec des électrons de 20 MeV mais sa durée reste égal à 200 fs tel représenté sur la fig-
ure 8.10. Ceci reste cohérent avec l’intensification du signal expérimental montré sur les
figures 8.6 (f) à 8.6 (l) pour les retards entre ]− 213,+7[ fs (apparition de la bande de
déplétion).
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Cette hypothèse commence à nous rapprocher un peu plus de l’observation expérimen-

Figure 8.10: Signal attendu en fonction du retard entre le paquet d’électrons et le réseau optique
pour trois distributions électroniques de différentes énergie. Paramètres de simulation : courbe
verte γ = 40, courbe bleue γ = 140, courbe rouge γ = 280et courbe noire somme de la courbe
bleue et rouge. Divergence angulaire 6 mrad, dispersion 20 %. a0 = 0.47, durée d’impulsion 35
fs, ligne focale 1 mm, taille horizontale du piège optique Sx =150 µm, taille verticale du piège
optique Sy =14 µm. Angle GRIP θ = 10◦, vtw = 1.015c.

tale, par contre elle n’explique pas le signal à -2ps et la déformation globale du paquet
d’électrons pour des retards très négatifs. Les calculs montrent que pour qu’il ait un
signal à -2ps, il faut une différence d’énergie de 138.5 MeV entre les électrons les plus
énergétiques (à un niveau de 140 MeV) et les moins énergétiques.
Rappelons que le spectromètre utilisé pendant l’expérience mesure des énergies entre 60
et 350 MeV, et qu’il n’y a pas de mesure d’énergie du paquet d’électrons au moment où
on projette les particules sur le LANEX. Si on considère que les électrons les plus énergé-
tiques sont à 140 MeV (γ = 280), alors les électrons de basse énergie doivent avoir 1.5
MeV pour faire un retard de 2 ps sur 10 mm de propagation libre. Or des électrons de 1.5
MeV ont une divergence angulaire supérieure à celle du LANEX placé à 3 m du réseau
optique. De ce fait ces électrons ne pourront atteindre le détecteur. En outre la densité
des électrons de basse énergie doit être élevée pour observer un signal. D’un autre coté
nous avons vu qu’un paquet d’électrons de très basse énergie explose au bout de quelques
dizaines de centimètres de propagation à cause de la force électrostatique.
Nous proposons donc une autre hypothèse pour essayer d’expliquer les déformations des
distributions électroniques à des retards très négatifs.

8.5 Hypothèse de l’interaction avec un piédestal ou avec des
pré-impulsions laser

La forme temporelle d’une impulsion laser courte peut être connue par différentes tech-
niques non linéaires d’auto-corrélation. Nous avons caractérisé la forme de l’impulsion
laser à l’aide de la méthode SPIDER qui permet de déterminer la phase spectrale d’une
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impulsion laser de forme temporelle arbitraire. Nous illustrons l’éclairement temporel de
l’impulsion laser sur la figure 8.11. Notre impulsion est constituée d’un premier piédestal

Figure 8.11: Profil temporel de l’impulsion laser de la salle Jaune du LOA obtenu par la méthode
SPIDER. L’impulsion laser principale a une largeur égale à 35 fs à FWHM et elle est centrée
au temps zéro. Mesure SPIDER faite par J-P Goddet.

allant de -600 fs jusqu’à presque -30 fs qui arrive avant l’impulsion principale au plan
focal. Ensuite vient l’impulsion principale centrée en 0 et de durée 35 fs FWHM, puis
un second piédestal moins intense que le premier entre 50 et 300 fs et qui arrive après
l’impulsion principale au plan focal.
Le piédestal ou les pré-impulsions laser peuvent avoir différentes origines : émission spon-
tanée amplifiée, lumière diffusée amplifiée, réflexions parasites, coupures spectrales, dé-
fauts dans l’étirement compression. Une étude numérique menée par J. Bromage et al
[193], montre que le piédestal a une structure spatio-temporelle plus complexe que ce que
les physiciens s’attendent généralement. La largeur de la tache focale du piédestal dans
un plan focal (x, y) n’est pas de l’ordre du waist du laser, mais plutôt de lc où ce dernier
paramètre représente la longueur de corrélation des modulations de phase dans l’élément
dispersif.
Pour des raisons de simplicité, nous avons inclus dans RELIC l’effet du piédestal en
ajoutant un autre potentiel

Upot(z, x, y) = V pot(z, x, y) + mec
2ap

2
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où V pot(z, x, y) est l’expression du potentiel de l’impulsion principale donné par
l’équation (8.1). ap est le potentiel vecteur normalisé du piédestal, (Lx, Ly) les tailles
de la tache focale propre au piédestal. T2 est un temps additif nul si le piédestal et
l’impulsion principale arrivent au même moment à la ligne focale.
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Dans un premier cas de simulation nous considérons que l’impulsion principale et le
piédestal arrivent au même instant sur la ligne focale. Sur la figure 8.12 nous présentons
la variation du signal en fonction du retard entre le paquet d’électrons et le RO constitué
cette fois-ci de l’impulsion principale et du piédestal, pour trois distributions d’énergie
différentes : 140 MeV en bleue, 70 MeV en rouge, 20 MeV en vert et la somme de tous les
signaux en noir. Dans cette simulation nous avons gardé les mêmes paramètres de simula-
tion que dans la figure 8.10 pour l’impulsion principale. Pour le piédestal nous considérons
qu’il a une durée de 100 fs et un éclairement de 3.4·1015 W/cm2. Nous considérons que
les dimensions de la tache lumineuse propre au piédestal comme (Lx, Ly) = (150, 50)µm.

Figure 8.12: Signal attendu en fonction du retard entre le paquet d’électrons et le réseau optique
pour trois distributions électroniques de différentes énergies. Paramètres de simulation : courbe
verte γ = 40, courbe bleue γ = 140, courbe rouge γ = 280et courbe noire somme de la courbe
bleue et rouge. Divergence angulaire 6 mrad, dispersion 20 %. a0 = 0.47, ap = 0.03, durée
d’impulsion 35 fs, durée piédestal 100 fs, ligne focale 1 mm. Taille horizontale du piège optique
Sx =150 µm, taille verticale du piège optique Sy =14 µm. Taille horizontale du piège optique lié
au piédestal Lx =150 µm, taille verticale du piège optique lié au piédestal Ly =50 µm. Arrivée
du piédestal avant l’impulsion principale T2 = 0. Angle GRIP θ = 10◦, vtw = 1.015c.

Si nous comparons les figures 8.10 et 8.12, on voit que le piédestal affecte beaucoup
plus les électrons de 20 MeV tandis que les électrons les plus énergétiques restent moins
sensibles au piédestal. Le signal total représenté par la courbe noire dans la figure
8.12 augmente d’environ 10 % et dure 100 fs de plus comparé à la courbe noire de la
figure 8.10. Or l’arrivée du piédestal et de l’impulsion principale au même instant fait
augmenter le signal pour des retards positifs entre le paquet d’électrons et le réseau
optique, ce qui est contraire à la courbe expérimentale (figure 8.7).

On refait la même simulation, mais cette fois-ci on suppose que le piédestal arrive 100
fs avant l’impulsion principale. Nous présentons les résultats de la simulation dans la
figure 8.13. Comme on peut le voir sur la figure 8.13, le signal commence à augmenter
à partir d’un retard de -300 fs avec des électrons de 20 MeV (courbe verte), à -200 fs
pour des électrons de 70 MeV (courbe rouge) et puis à -130 fs pour des électrons de 140
MeV (courbe bleue). Les trois courbes bleue, rouge et verte représentent des valeurs
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Figure 8.13: Signal attendu en fonction du retard entre le paquet d’électrons et le réseau optique
pour trois distributions électroniques de différentes énergies. Mêmes paramètres de simulations
que dans la figure 8.12 à l’exception du temps d’arrivée du piédestal avant l’impulsion principale
T2 = 100 fs.

considérables du signal pour les retards entre ]− 150, 40[ fs. Cet intervalle correspond au
temps de rencontre du paquet d’électrons avec l’impulsion principale.
La courbe noire qui représente la somme de tous les signaux peut être interprétée comme
suit. Pour des retards inférieurs à -400 fs les électrons sont très en retard et ne peuvent
interagir ni avec le piédestal, ni avec l’impulsion principale. Pour des retards entre
] − 400,−150] fs, la courbe noire croit lentement, le paquet d’électrons intergit avec le
piédestal. Pour des retards entre ] − 150, 0[, le signal est élevé, la courbe noire a une
forme gaussienne et le paquet d’électrons interagit avec l’impulsion principale. Pour des
retards entre ]0, 50[ le signal devient faible car les impulsions laser rattrapent uniquement
la partie arrière du paquet d’électrons et pour des retards supérieurs à 50 fs, les électrons
sont très en avance et ils ne peuvent interagir avec le réseau optique.

La courbe noire de la figure 8.13 a quasiment la même allure que la courbe
obtenue expérimentalement (figure 8.7). Ceci nous laisse croire que le signal mesuré
expérimentalement à de grands retards négatifs et causé d’une part par la dispersion en
énergie des électrons et d’autre part par le retard temporel entre l’impulsion principale
et le piédestal, ainsi que le volume focal de ce dernier. On refait la simulation en gardant
les mêmes paramètres pour les distributions électroniques et l’impulsion principale;
mais on change les paramètres du piédestal. Nous considérons que celui-ci a une
durée de 600 fs, un éclairement de 1.4·1014 W/cm2, des dimensions de la tache optique
(Lx, Ly) = (150, 150)µm et nous supposons qu’il arrive 600 fs avant l’impulsion principale.
La courbe noire de la figure 8.14 qui est la somme de tous les signaux commence à partir
de -2 ps, atteint une valeur de 5% du signal au retard -1 ps, puis reste quasi stationnaire
jusqu’à -200 fs où le signal augmente brusquement à partir de -200 fs et diminue ensuite
pour des retards positifs. Cette courbe montre réellement l’effet de l’interaction du
piédestal avec un paquet d’électrons relativiste.
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Figure 8.14: Signal attendu en fonction du retard entre le paquet d’électrons et le réseau optique
pour trois distributions électroniques de différentes énergies. Paramètres de simulation : courbe
verte γ = 40, courbe bleue γ = 140, courbe rouge γ = 280 et courbe noire somme de la courbe
bleue et rouge. Divergence angulaire 6 mrad, dispersion 20 %. a0 = 0.47, ap = 0.03, durée
d’impulsion 35 fs, durée piédestal 600 fs, ligne focale 1 mm. Taille horizontale du piège optique
Sx =150 µm, taille verticale du piège optique Sy =14 µm. Taille horizontale du piège piège
optique lié au piédestal Lx =150 µm, taille verticale du piège piège optique lié au piédestal
Ly =50 µm. Arrivée du piédestal avant l’impulsion principale T2 = 600 fs. Angle GRIP
θ = 10◦, vtw = 1.015c.

Le piédestal représente généralement une lumière incohérente, son interférence avec un
autre piédestal peut engendrer des puits de potentiel pondéromoteurs non réguliers
(éclairement, largeur des puits lumineux ...etc). Son intensité peut être diminuée par
l’utilisation de miroirs plasmas ou en utilisant des filtres spatiaux dans la chaine laser.

Cette hypothèse permet de se rapprocher beaucoup plus des résultats obtenus
expérimentalement notamment sur la durée et la forme de la courbe bleue du signal
expérimental représenté sur la figure 8.7. De plus en fonction des dimensions transverses
du piège optique propre au piédestal et de son intensité, il peut engendrer des défor-
mations globales du paquet d’électrons. Si nous comparons les distributions angulaires
illutrées sur les images 8.6 b, c, d, e; avec le cas de la propagation libre (image 8.6 a),
nous observons l’apparition d’une tache de surdensité électronique au centre du paquet
d’électrons pour le cas où ce dernier se propage à travers le réseau optique. Ce surplus
d’électrons au centre est alors interprété comme un effet de déviation des électrons
relativistes avec le piédestal. La surdensité au centre du paquet d’électrons disparaît au
moment où l’impulsion principale arrive pour interagir avec le paquet d’électrons. L’effet
pondéromoteur du laser dans ce cas est dominant vu le fort éclairement mais aussi à
cause de la taille verticale du piège optique qui est inférieure à la taille transverse du
paquet d’électrons.

Nous développons actuellement une méthode de dépouillement locale afin d’estimer
la fraction d’électrons à l’intérieur du ruban de déplétion. Cette méthode est un peu
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complexe mais nous permettra de s’affranchir des fluctuations d’amplitude et de pointé
de la distribution électronique tir à tir ; elle permettra également de quantifier les
particules piégées pour les futures expériences.

8.6 Effet de la stabilité de pointé

Les nombreuses distributions angulaires mesurées dans l’expérience présentent à plusieurs
reprises des formes caractéristiques de jets, en particulier quand le paquet d’électrons et le
RO étaient mal centrés – une configuration très courante, en raison d’une forte instabilité
du pointé des électrons. Les distributions électroniques illustrées dans la figure 8.6 ont
été choisies pour le cas d’une injection quasi-centrale du paquet d’électrons dans le réseau
optique. Le pointé du paquet d’électrons fluctue d’un tir laser à un autre dans les mêmes
conditions expérimentales. Le paquet d’électrons cependant peut passer dans différentes
directions soit à droite ou à gauche; ou plus vers le haut ou vers le bas du réseau optique.
Nous montrons dans la figure 8.15a), à gauche, le cas d’une distribution angulaire d’un
paquet d’électrons qui passe en haut de la zone d’intérêt (réseau optique) représentée
par les deux lignes en pointillée. La figure 8.15a), à droite représente une simulation
RELIC, pour un cas où on injecte volontairement le paquet d’électrons dans le RO avec
un angle vers le haut αy = 0.3◦ et centré horizontalement αx = 0◦. Le cas d’une injection
centrale correspond aux angles d’injection (αx, αy) = (0, 0). Dans cette simulation on
a considéré un paquet d’électrons d’énergie 70 MeV, de divergence angulaire égale à 6
mrad. Le paquet d’électrons interagit avec un RO dont le potentiel vecteur normalisé est
a0 = 0.47, un angle GRIP θ = 10◦ et un retard entre le paquet d’électrons et le réseau
optique ∆t = −60fs.
La figure 8.15b), montre le cas d’un paquet d’électrons injecté vers le bas et à gauche d’un
angle αx = 0.2◦. L’apparition du jet d’électrons à gauche de cette figure est interprété
comme une population d’électrons qui ont interagi avec le réseau optique. Le cas opposé à
la figure 8.15b) est illustré dans la figure 8.15c), où la distribution angulaire est injectée
cette fois vers le haut avec un angle αy = 0.3◦ et à droite avec un angle αx = 0.2◦.
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(a) Injection vers le haut (αx, αy) = (0, 0.3◦).

(b) Injection vers le bas à droite (αx, αy) = (0.2◦, 0.3◦).

(c) Injection vers le haut à gauche (αx, αy) = (0.2◦, 0.3◦).

Figure 8.15: Cas d’injections latérales du paquet d’électrons sur le réseau optique. Distributions
angulaires : les résultats expérimentaux sont les figures de gauche et les simulations RELIC
sont les figures de droite. Paramètres de simulation : γ = 140, divergence angulaire 6 mrad,
dispersion 20 %. a0 = 0.47, durée d’impulsion 35 fs, ligne focale 1 mm, taille horizontale du
piège optique Sx =150 µm, taille verticale du piège optique Sy =14 µm. Angle GRIP θ = 10◦,
vtw = 1.015c, retard -67 fs.
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8.7 Premières conclusions sur l’expérience de dynamique élec-
tronique dans un réseau optique intense

Nous venons de montrer certains résultats de la première expérience LUCEL-X sur
l’interaction d’un paquet d’électrons relativistes issu de l’accélération par sillage laser
dans les plasmas. Cette première expérience nous a permis de réaliser un réseau optique
intense, de le synchroniser avec un paquet d’électrons relativiste et de voir son action sur
les distributions angulaires des électrons.
Des déformations importantes sont observées, jusqu’à des retards pouvant atteindre
quelques picosecondes. Des déformations moins spectaculaires, restreintes à un ruban
ayant la taille du réseau optique, sont également visibles pour des délais plus proche de
0. À ce stade deux hypothèses sont mises en avant pour expliquer le signal à de grands
retard négatifs : l’hypothèse de l’interaction des électrons de faibles énergies avec le réseau
optique; et l’hypothèse de l’interaction du paquet d’électrons relativistes avec le piédestal
laser. Ces deux hypothèse peuvent être vérifiées lors des futures expériences LUCEL-X.
Les futures expériences seront permettront d’améliorer cette première expérience afin de
réussir à piéger des électrons relativistes dans les puits de potentiels pondéromoteurs et
puis à obtenir un laser à rayons X. Les améliorations pourront porter sur la qualité des
paquets d’électrons issus de l’accélération laser-plasma ; sur le réseau optique via un con-
trôle fin de la vitesse de groupe le long de l’axe; sur la géométrie d’interaction proprement
dite.
Les résultats de cette première expérience montrent qu’il est indispensable d’avoir des
paquet d’électrons mono-cinétiques à faible dispersion, divergence angulaire et de pointé.
La dispersion en énergie est l’un des paramètres importants pour le gain et l’amplification
des lasers à électrons libres. Nous avons vu aussi que la fraction des électrons qui ont
interagi avec les impulsions laser dépend fortement de la divergence angulaire et aussi de
la stabilité de pointé. La dispersion en énergie peut être réduite par un schéma d’injection
optique ou une injection dans un gradient de densité, quant à la divergence angulaire du
paquet d’électrons elle pourrait être réduite par une lentille plasma.
En ce qui concerne le réseau optique, l’imagerie du volume focal à haut éclairement laser
s’avère maintenant indispensable pour les futures expériences afin d’avoir une réelle carte
de l’éclairement laser, piédestal compris. Le piédestal du laser peut être atténué par
l’utilisation de miroirs plasmas ou en mettant des filtres spatiaux dans la chaîne laser.
Augmenter la taille verticale du piège optique pour éviter l’effet pondéromoteur qui ex-
pulse les électrons (ruban de déplétion). Réduire la vitesse d’onde progressive afin que le
paquet d’électrons puisse interagir sur de longues distances d’interaction et observer un
effet de piégeage. L’effet de piégeage des électrons dans les puits de potentiel pondéromo-
teur pourra être vérifié expérimentalement par l’émission bêtatron ou bien par l’apparition
de modulations dans la distribution électronique en champ lointain dans la direction hor-
izontale.
Dans le cadre d’une future expérience de piégeage d’électrons, nous illustrons sur la fig-
ure suivante un cas d’interaction d’un paquet d’électrons de 70 MeV avec une dispersion
en énergie inférieure à 10%, une divergence de 3 mrad, avec un réseau optique de 1017
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W/cm2 et de dimension transverse (Sx, Sy) = (50, 50)µm. La ligne focale est de 3 mm
et la vitesse d’onde progressive est vtw = 1.0015c. Notons que dans cette simulation la
distance source d’électrons et le réseau optique est de 4 mm. Le rond rouge au centre de

Figure 8.16: Distribution angulaire en champ lointain. Paramètres de simulations : γ = 140,
divergence angulaire 3 mrad, dispersion 10 %. a0 = 0.47, durée d’impulsion 35 fs, ligne focale
3 mm. Taille horizontale du piège optique Sx =50 µm, taille verticale du piège optique Sy =50
µm. vitesse d’onde progressive vtw = 1.0015c, angle GRIP θ = 10◦, vtw = 1.015c.

la distribution électronique correspond aux électrons piégés. Ils sont guidés dans les puits
de potentiel sur 6 périodes d’oscillation spatiales bêtatron. Les parties en forme de crois-
sant à droite et à gauche sont les électrons qui arrivent sur l’enveloppe du piège optique.
Ils sont expulsés par la force pondéromotrice du réseau optique. Quant aux électrons
représentés en gradient de couleur bleue ce sont les électrons qui n’ont pas interagi avec le
réseau optique. Il est important de noter que le taux de piégeage des électrons dans cette
simulation est de 40 % des particules du paquet d’électrons. Considérons maintenant que
la population totale des électrons piégés est de 108 particules, ces électrons émettront un
rayonnement incohérent bêtatron avec une brillance de 108 s ·mrad2 ·mm2 · 0.1%bw. Les
développements futurs de l’accélération laser-plasma envisagent de produire des paquets
d’électrons mono-cinétiques avec une dispersion autour de 1%. Les processus Raman FEL
peuvent être déclenchés et donner une lumière cohérente avec des pics de brillance de 1016
s ·mrad2 ·mm2 · 0.1%bw.
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Chapitre 9

Conclusions et perspectives de la
thèse

Les études menées au cours de ce travail de doctorat ont permis de réaliser plusieurs
avancées théoriques numériques et expérimentales pour le développement du laser
Raman-X compact basé sur l’interaction laser plasma.
Le premier objectif principal de cette thèse était d’étudier l’injection et la dynamique
d’un paquet d’électrons relativistes dans un réseau optique intense et de cerner les
paramètres physiques pour l’obtention d’un effet laser à électrons libres. Cet objectif
m’a amené d’abord à étudier la physique de l’accélération des particules et les bases
physiques de l’émission cohérente des sources X par des électrons relativistes.
Les principaux résultats de cette thèse ont été obtenus par les codes RELIC, EWOK et
PLARES. Ces trois codes sont capables de décrire tous les phénomènes physiques du
Raman X. L’étude de l’amplification du rayonnement et de la dynamique des particules
dans le référentiel de l’électron est réalisée avec les codes EWOK et PLARES. La
dynamique, le transport du paquet d’électrons ainsi que la modélisation des premières
expériences LUCEL-X sont réalisées avec le code RELIC à deux et trois dimensions dans
le référentiel du laboratoire.

Certaines études numériques ont prédit des effets originaux qui attendent d’être
mis en évidence. Nos études numériques sur les trajectoires électroniques dans le
réseau optique, en résolvant la force de Lorentz et la force pondéromotrice nous ont
montré que le traitement de la dynamique électronique peut se faire en résolvant la
force pondéromotrice uniquement si l’éclairement laser inférieur à 1018 W/cm2. Au
delà les fréquences d’oscillation transverses des électrons commencent à être décalées à
cause du ralentissement des particules par le fort éclairement laser, et pour des valeurs
d’éclairement encore plus importantes nous entrons dans un nouveau régime d’interaction
relativiste où les trajectoires électroniques deviennent chaotiques. Ce nouveau régime
d’interaction est très intéressant, il sera étudié en détails dans le futur.
Nous avons montré également que l’approche pondéromotrice n’est valable que pour une
rasance supérieure à l’angle pour lequel la période de l’onduleur optique est égale à la
période d’oscillation de électrons au fond du puits en fonction de l’énergie des électrons
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et de l’éclairement laser (Eq (4.32)).

Nous avons souligné que pour la physique du Raman XFEL, les effets de charge
d’espace sont négligeables pour des paquets d’électrons dont l’énergie est supérieure à 5
MeV.
Notre étude de l’injection et de la dynamique du paquet d’électrons dans un réseau
optique intense a montré que le comportement des électrons dépend fortement des
caractéristiques du paquet d’électrons et du réseau optique. Ces derniers influent sur
le taux de piégeage des électrons dans les puits de potentiel pondéromoteur et sur les
variations d’énergies cinétiques moyennes transverse et longitudinale.
L’augmentation de l’éclairement laser élève la densité d’électrons piégés, tandis que
cette dernière décroit avec l’énergie cinétique du paquet d’électrons et avec la divergence
naturelle du paquet d’électrons. Le paramètre Υ défini dans l’équation (5.9) permet de
séparer les régimes d’électrons chauds et froids et la séparation correspond à un taux de
piégeage typique de 50%.
La probabilité de piégeage décroit aussi avec l’angle d’injection latérale pour chaque
électron : il est nécessaire d’avoir une divergence angulaire en radians inférieure à
2
√

2a0/γ.
L’analyse des espaces des phases permet de connaître la répartition des électrons dans les
puits lumineux, d’estimer leur excursion et l’émittance via les fonctions de Twiss. Nous
avons montré que la courbe de croissance du rayonnement augmente sur chaque période
d’oscillation des électrons dans les puits de potentiel lumineux due à la combinaison des
deux regroupements des électrons : un premier regroupement asymétrique dans l’espace
longitudinal et transverse (z, x); et un second regroupement des électrons dans l’espace
des phases transverses (x, vx/c) avec l’apparition de "bras" (forme de galaxie) dont le
centre tourne à la pulsation Ω0. La combinaison de ces deux regroupements engendre
cependant une variation de l’amplification, absorption et émission d’énergie par les
électrons sur chaque période d’oscillation et l’amplification du mode Stokes au cours du
temps. Nous avons estimé le temps de disparition des oscillations dans le front montant
de la courbe de croissance dans sa partie supérieure ainsi que le temps de saturation de
l’amplification donné par l’équation (5.14).
Deux régimes d’injection ont été séparés : l’injection brutale et l’injection adiabatique.
Ces mécanismes d’injection répartissent différemment les particules dans les puits de
potentiel pondéromoteur et leurs énergies cinétiques. Nous avons montré que l’injection
du paquet d’électrons dans la zone d’interaction conduit à un ralentissement des
particules du paquet d’électrons accompagné d’un élargissement en énergie longitudinale.
L’injection brutale engendre une large dispersion en énergie transverse qui permet aux
électrons d’osciller sur toute la hauteur du puits de potentiel pondéromoteur stimulant
ainsi le transfert d’énergie entre le paquet d’électrons et l’onde signal X.
Des effets non linéaires apparaissent en fonction de l’éclairement laser, de la densité
électronique et de la nature du confinement. Ces effets non-linéaires engendrent le
développement de nouveaux modes plasma et Raman transverses. Il faut donc dévelop-
per une théorie cinétique de l’amplification non-linéaire, qui permettra de tenir compte
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de tous les mécanismes qui conduisent au chauffage des électrons, du confinement et aussi
des développements des modes optiques non-linéaires. Une telle étude devrait permettre
de définir la distinction entre un régime onduleur et un régime wiggler optique.
Il est également intéressant d’étudier la dynamique électronique en changeant la po-
larisation des impulsions laser, ou dans des géométries de réseaux optiques exotiques :
faisceaux de Bessel, vortex optique, réseau optique à quatre faisceaux lasers ...etc.

Sur le volet expérimental, la première campagne d’expériences LUCEL-X a été une
étape cruciale vers la réalisation d’un XFEL compact. La collaboration entre les trois
laboratoires a permis de mettre en oeuvre un réseau optique intense synchronisé avec
un paquet d’électrons relativistes accéléré par sillage laser. Le résultat marquant a été
l’observation de déformations nettes des profils angulaires des électrons soumis au réseau
optique. À la surprise générale, certaines déformations perdurent jusqu’à des délais de
quelques picosecondes; d’autres sont concentrées au voisinage du zéro temporel.
J’ai pu développer le code RELIC pour étudier l’injection et la dynamique d’électrons
relativistes dans des réseaux optiques intenses. Ce code sert également d’outil pour
préparer et exploiter les données expérimentales. Grâce à ce code, nous avons pu tester
deux hypothèses pour expliquer les déformations à grands temps : une hypothèse sur
la présence d’électrons de faible énergie, et une hypothèse de présence d’un piedestal
spatio-temporel.
Concernant les futures expériences les objectifs majeurs seront le piégeage des électrons
relativistes et la production de rayonnements bêtatron, voire même de rayons X cohérents.
Pour cela il est nécessaire d’abord de vérifier les deux hypothèses avancées ci-dessus pour
comprendre les phénomènes parasites et de les réduire. La première étape de la prochaine
campagne d’expériences pourrait ainsi être l’amélioration du dispositif expérimental de
la première campagne.
Pour l’accélération d’électrons, le LOA à développé des dispositifs sur le contrôle de
l’injection et de la divergence des paquets d’électrons, permettant d’obtenir un paquet
d’électrons mono-énergétique à relativement basse énergie. Des études théoriques basées
sur des simulations hydrodynamiques des jets de gaz et expérimentales sont en cours au
LOA pour l’optimisation des énergies des paquets d’électrons, car le gain Raman XFEL
est proportionnel à l’inverse de l’énergie des électrons.
L’imagerie du volume focal à haute énergie laser, donnera les informations pour diminuer
ou éliminer le piédestal parasite. Les effets du piédestal peuvent être diminués par des
miroirs plasma ou des filtres spatiaux dans la chaine laser. Il faudra également maitriser
la réduction de la vitesse d’onde progressive à une vitesse proche de celle de la lumière
soit par un ajustement fin des miroirs du compresseur plus le système GRIP, ou bien par
une compensation avec un réseau en amont. Un schéma un peu complexe pour réduire
la vitesse d’onde progressive est en phase d’étude par LASERIX. Ce schéma nécessite
beaucoup d’optiques ( réseaux, miroirs sphériques, miroirs cylindriques) mais permettra
de réduire la vitesse d’onde progressive d’un facteur important par rapport à schéma
GRIP simple.
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Chapitre 9. Conclusions et perspectives de la thèse

Des études sur le couplage entre un LINAC ou un anneau de stockage et un
réseau optique seraient également passionnantes. Le défi est de synchroniser le paquet
d’électrons avec le réseau optique. L’utilisation des faibles énergies d’électrons permettra
d’élargir la durée d’impulsion et avoir ainsi une grande ligne focale. La longueur de
la ligne focale est directement reliée à l’amplification totale du laser X. Cependant les
paquets d’électrons issus des LINAC sont beaucoup plus longs en durée comparés aux
paquets d’électrons issus de l’accélération laser-plasma. Des simulations RELIC seront
un outil majeur pour l’étude de la dynamique des électrons accélérés par LINAC, et les
diagnostics correspondants.

Les études théoriques, numériques et expérimentales qui ont été développées pendant
mon doctorat sont le fruit d’une collaboration entre le CELIA, le LOA et le groupe
LASERIX du LPGP. Nous avons présenté dans ce travail de doctorat un nouveau schéma
de laser à électrons libres ultra-compact dans la gamme des rayons X. Un tel laser
devrait permettre d’obtenir une source de lumière cohérente dans la gamme des rayons
X mous ou durs avec des pics de brillance très élevées. De nombreuses applications sont
prévues dans les secteurs de l’industrie, de la biologie et de la médecine en particulier en
oncologie, ainsi que pour des études académiques. Grâce à l’extrême brièveté attendue
pour les impulsions cohérents X Raman (durées sub-femtosecondes), des applications en
optique non linéaire X pourront peut-être voir le jour. De plus, ces sources sont très
compactes, ce qui permettra de les déployer dans des centres hospitaliers, universitaires
ou des sites industriels.
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Liste des conférences et communications

• 13ème Colloque sur les Sources Cohérentes et Incohérentes UV, VUV et X. Applica-
tions et Développements Récents. 11-14 octobre 2016, Chinon.
Oral et poster : Dynamique d’électrons relativistes dans un réseau optique intense
pour un Laser à Électrons Libres compact dans la gamme des rayons X.
Auteurs : M. Hadj-Bachir, B. Barbrel, I. A. Andriyash, E. Guillaume, A. Doche,
J-Ph. Goddet, Bruno Lucas, C. Thaury, K. Ta Phuoc, S. Kazamias, O. Guilbaud,
V. Malka, V. T. Tikhonchuk, E. d’Humières et Ph. Balcou.

• The 15th International Conference on X-Ray Lasers. 22-27 May 2016, Nara, Japan.
Oral : Relativistic electron dynamics in high intensity optical lattice. Towards a
table-top Raman XFEL
Auteurs : M. Hadj-Bachir, B. Barbrel, I. A. Andriyash, E. Guillaume, A. Doche,
J-Ph. Goddet, Bruno Lucas, C. Thaury, K. Ta Phuoc, S. Kazamias, O. Guilbaud,
V. Malka, V. T. Tikhonchuk, E. d’Humières et Ph. Balcou.

• Super Intense Laser-Atom Physics. 7-10 septembre 2015. Bordeaux, France
Poster : Modeling of the trapping experiments of relativistic electrons in high
intense optical lattice. Towards an ultra-compact X-ray Free Electron Laser
Auteurs : M. Hadj-Bachir, B. Barbrel, V. T. Tikhonchuk, E. d’Humières et Ph.
Balcou.

• 7ème Forum Lasers et Plasmas. 14-19 Juin 2015, Porquerolles, France.
Poster : Modeling of the trapping experiments of relativistic electrons in high
intense optical lattice.
Auteurs : M. Hadj-Bachir, B. Barbrel, V. T. Tikhonchuk, E. d’Humières et Ph.
Balcou.

• ETOP 2015 & symposium annuel LAPHIA 29 juin - 3 juillet 2015. Bordeaux,
France.
Poster : Injection of relativistic electrons bunch into a high intense optical lattice.
Auteurs : M. Hadj-Bachir, I. A. Andriyash, V. T. Tikhonchuk, E. d’Humières et
Ph. Balcou.

• Novel Light Sources from Laser-Plasma Interactions. 20-24 April 2015. Dresden,
Germany.
Poster : Injection of relativistic electrons bunch into a high intense optical lattice.
Auteurs : M. Hadj-Bachir, I. A. Andriyash, V. T. Tikhonchuk, E. d’Humières et
Ph. Balcou.

• 4ème édition symposium annuel LAPHIA, 22-23 septembre. Bordeaux, France
Poster : Numerical modeling of injection of a relativistic electron bunch into a high
intensity optical lattice
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Auteurs : M. Hadj-Bachir, I. A. Andriyash, V. T. Tikhonchuk, E. d’Humières et
Ph. Balcou.
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